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Titre : Métrologie de champs électromagnétiques RF par spectroscopie de déplétion de piège à partir d’atomes 

froids de Rydberg 

Mots clés : Capteurs de champs RF, atomes froids, états de Rydberg, spectroscopie de déplétion, effet Autler-

Townes 

Résumé : Les atomes de Rydberg sont des atomes 

portés dans un état de grand nombre quantique 

principal, et dont l’électron de valence orbite très loin 

du noyau. Cet éloignement confère aux atomes de 

Rydberg des propriétés hors-normes par rapport aux 

atomes ordinaires, grâce auxquelles ils sont devenus 

le cœur de nombreux développements et                          

applications de la physique quantique expérimentale                

moderne. En particulier, ils possèdent des transitions 

dans les domaines radiofréquence (RF) et terahertz 

(THz) avec de très grands éléments de matrice, qui 

les rendent extrêmement sensibles aux champs             

électromagnétiques dans ces domaines de                       

fréquences. Cela a conduit il y a une dizaine d’années 

à l’émergence d’une nouvelle technologie de cap-

teurs de champs RF et THz, dans lesquels l’amplitude 

du champ est mesurée en faisant la spectroscopie, 

avec un signal de transparence électromagnétique-

ment induite, du doublet Autler-Townes induit par                      

l’interaction entre le champ et les états de Rydberg 

des atomes d’une vapeur chaude. De tels capteurs                  

offrent plusieurs avantages intéressants par rapport 

aux antennes classiques, parmi lesquels une                   

meilleure sensibilité, une plus large gamme de                

fréquences accessibles, une taille indépendante de la 

fréquence du champ mesuré, un besoin en                         

calibration fortement réduit, et la possibilité de               

mesurer en plus de l’amplitude la phase et la                         

polarisation. Tous ces avantages font des capteurs à 

base d’atomes de Rydberg de très bons candidats 

pour des applications de type télécommunications, 

radar, spatial, etc. Actuellement, ces capteurs font 

l’objet d’une multitude de travaux et d’évolutions               

visant à améliorer leurs performances en termes de                          

sensibilité, d’exactitude, de bande passante de mes-                 

-ure, ou de résolution spatiale. L’usage d’atomes 

froids au lieu de vapeurs chaudes constitue pour cela 

une piste prometteuse, d’une part en raison de leur 

meilleure cohérence et de leur effet Doppler                       

fortement réduit, et d’autre part car ils se prêtent à 

d’autres formes de spectroscopie potentiellement 

plus robustes sur certains aspects. La présente thèse 

porte sur l’étude expérimentale d’une nouvelle                

approche pour la métrologie de champs RF avec des 

atomes de Rydberg froids, basée sur la spectroscopie 

de déplétion de piège. Elle consiste à faire interagir 

avec le champ RF un ensemble d’atomes de 87Rb               

refroidis et confinés dans un piège magnéto-                  

optique, et à sonder le doublet Autler-Townes induit 

par le champ à l’aide d’un effet de déplétion du 

piège. Le mécanisme responsable des pertes est l’           

ionisation des atomes sous l’action du rayonnement 

de corps noir ambiant. Cette étude s’est appuyée sur 

la réalisation complète d’un dispositif expérimental 

permettant de mettre en œuvre la spectroscopie de 

déplétion. Malgré une faible bande passante de             

mesure, la méthode proposée ici a démontré une               

linéarité inférieure à 2%, une sensibilité de l’ordre de 

250 μV/cm/Hz1/2, ainsi qu’une absence de dérives sur 

plusieurs heures d’intégration avec une résolution de 

l’ordre de 5 μV/cm. Elle offre également une plus 

grande simplicité de mise en œuvre que d’autres     

approches utilisant des atomes froids, et permet en 

principe de déterminer à la fois la fréquence et              

l’amplitude du champ. Dans ce manuscrit, nous              

décrirons le principe, le montage et la mise en œuvre 

de notre dispositif expérimental, nous présenterons 

les résultats des mesures effectuées grâce à lui, puis 

nous en analyserons les performances métrolo-

giques, les avantages et les limites. 
 

 



 

 

 

Title : Metrology of RF electromagnetic fields using trap loss spectroscopy with cold Rydberg atoms 

Keywords : RF field sensors, cold atoms, Rydberg states, trap-loss spectroscopy, Autler-Townes effect 

Abstract : Rydberg atoms are atoms excited to states 

with a very high principal quantum number, where 

the valence electron orbits very far from the nucleus. 

This large distance imparts exceptional properties to 

Rydberg atoms compared to ordinary atoms, which 

has made them central to many developments and 

applications of modern experimental quantum         

physics. In particular, they exhibit transitions in the        

radiofrequency (RF) and terahertz (THz) domains with 

very large dipole matrix elements, making them             

extremely sensitive to electromagnetic fields in these 

frequency domains. This has led over the last ten 

years to the emergence of a new technology of RF 

and THz field sensors, where the amplitude of the 

field is measured by performing electromagnetically 

induced transparency spectroscopy of the Autler-

Townes doublet induced by the interaction between 

the field and Rydberg states of atoms in a thermal  

vapor. Such sensors offer several advantages over 

classic antennas, including a greater sensitivity, a 

wider frequency range, a size independent from the 

frequency of the measured field, a significantly              

reduced need for calibration, and the ability to         

measure, in addition to the amplitude, the phase and 

the polarization. All these benefits make Rydberg         

atoms-based RF field sensors excellent candidates for 

applications in telecommunications, radar systems, 

and the space sector. Currently, these sensors are the 

subject to numerous works aiming at improving their 

performance in terms of sensitivity, accuracy, meas-

urement bandwidth or spatial resolution. The use of 

cold atoms instead of thermal vapors represents a 

promising avenue in these goals, due to their better 

coherence and strongly reduced Doppler effect.               

Additionally, cold atoms are suitable for other forms 

of spectroscopy that are potentially more robust in 

certain aspects. This thesis focuses on the experi-

mental study of a new approach for RF field sensing 

using cold Rydberg atoms, based on trap-loss            

spectroscopy. It consists in making the RF field                 

interact with a set of 87Rb atoms cooled and confined 

in a magneto-optical trap, and in probing the Autler-

Townes doublet created by the field through a trap 

depletion effect. The mechanism responsible for the 

losses is the ionization of the atoms under the action 

of background blackbody radiation. This study                 

involved the development of an entire experimental 

setup to perform trap-loss spectroscopy. Despite a 

low measurement bandwidth, the method proposed 

here has demonstrated a deviation from linearity of 

less than 2%, a sensitivity of the order of 250 

μV/cm/Hz1/2, as well as an absence of drifts over     

several hours of measurement, with a resolution of 

the order of 5 μV/cm. Moreover, this method is easier 

to implement than other approaches involving cold 

atoms, and theoretically allows for determining both 

the amplitude and the frequency of the field. In this 

manuscript, we will describe the principle, setup and 

implementation of our experimental apparatus,           

present the results of the measurement performed 

with it, and then analyze its metrological                               

performance, advantages and limitations. 
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Liste des acronymes

AOM modulateur acousto-optique
AT Autler-Townes
CAO conception assistée par ordinateur
CNOT NON contrôlé
DFB diode laser à rétroaction répartie
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Depuis les travaux pionniers de Hertz, Braun et Marconi à la fin du 19ème siècle, l’échange et
l’analyse de signaux électromagnétiques, notamment dans les domaines radiofréquence (RF) (3 kHz
à 300 GHz) et THz (300 GHz à 30 THz), ont connu un essort fulgurant. Ils occupent désormais une
place centrale dans notre société de l’information et de la communication, tant les applications qui
en découlent sont devenues omniprésentes dans notre quotidien. Dans le domaine RF, celles-ci in-
cluent bien évidemment les télécommunications (avec la téléphonie mobile, Internet, le Wi-Fi, etc.),
la télévision, la radio, le GPS, ainsi que les radars, mais aussi la radioastronomie, la médecine (avec
l’IRM et l’ablation radiofréquence), la RFID, le renseignement d’origine électromagnétique (ELINT),
etc. Pour ce qui est du domaine terahertz, on peut citer également l’imagerie médicale, la sécurité
civile et aéroportuaire, le contrôle qualité et l’étude de matériaux, l’analyse chimique, ou encore l’ar-
chéologie et l’examen d’oeuvres d’art. Avec cette immense diversité d’applications et l’importance
des besoins auxquelles elles répondent, la valeur du spectre électromagnétique a même ainsi été
évaluée à 1 trillion de dollars [1] ! Dans un tel contexte, disposer de récepteurs satisfaisant les be-
soins et exigences de ces diverses applications est désormais essentiel. Pendant très longtemps,
la réception/caractérisation de signaux électromagnétiques a été réalisée essentiellement à l’aide
d’antennes radioélectriques, qui sont des dispositifs conducteurs dans lesquels l’onde incidente in-
duit un courant, mesuré et traité par un ou plusieurs circuits électroniques en aval. Cependant, les
antennes souffrent de plusieurs limitations, parmi lesquels une gamme de fréquences accessibles
souvent limitée, un encombrement croissant avec la longueur d’onde du signal à détecter, une per-
turbation de ce dernier en raison de la nature conductrice de l’antenne, ainsi que la nécessité de
calibrer ces dispositifs de façon plus ou moins régulière selon les applications [2–5]. Ces limites et
les problèmes qu’elles posent dans certaines des applications susmentionnées ont conduit à l’étude
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d’autres types de détecteurs, dont les capteurs à base d’atomes de Rydberg sont un exemple pro-
metteur. Apparus en 2012, les capteurs RF et THz à base d’atomes de Rydberg apportent poten-
tiellement certaines réponses aux limites des antennes citées plus haut. Depuis leur apparition, ils
ont pour cette raison fait, et continuent de faire, l’objet d’intenses travaux de recherche à travers le
monde [2–6].

Les travaux exposés dans ce manuscrit portent sur le développement et l’étude expérimentale
d’une nouvelle approche pour la métrologie de champs RF à partir d’atomes de Rydberg, basée
sur des atomes froids et plus précisément sur la spectroscopie par DPMO. Ils ont été menés entre
mars 2021 et septembre 2024 au sein de l’unité ”Sources laser et métrologie” du département
”Physique, Instrumentation, Environnement, Espace” (DPHY) de l’ONERA. Dans cette introduction,
nous commencerons par rappeler la définition et les propriétés des états de Rydberg, ainsi que par
dresser un panorama de leurs apports à la physique contemporaine. Nous décrirons ensuite, dans
une seconde section, le principe de fonctionnement et les avantages par rapport aux antennes
des capteurs de champs RF et THz à base de vapeurs chaudes d’atomes de Rydberg. La seconde
section présentera également les performances et quelques limites de ces capteurs, avant d’évo-
quer certaines évolutions qui ont été proposées et étudiées, toujours avec des vapeurs chaudes,
pour en augmenter encore les performances. Ensuite, nous verrons quels intérêts présente l’usage
d’atomes froids comme support des mesures plutôt que de vapeurs chaudes, en nous appuyant sur
les quelques études rapportées dans la littérature à ce sujet. Forts de tous ces éléments, nous en
viendrons enfin au principe de la spectroscopie DPMO, ainsi qu’à son utilisation comme méthode
alternative de métrologie de champs RF à partir d’atomes de Rydberg froids, méthode que cette
thèse se propose d’étudier.

0.1 Rappels contextuels sur les atomes de Rydberg

Grâce à leurs propriétés hors normes par rapport aux atomes ordinaires [6, 7], les atomes al-
calins 1 excités dans des états de Rydberg sont devenus l’un des piliers de la physique quantique
expérimentale moderne. Les états de Rydberg se définissent comme des niveaux d’énergie ato-
miques de nombre quantique principal élevé (typiquement n > 10), et donc de haute énergie. Les
atomes qui les occupent tirent la plupart de leurs propriétés si particulières de la distance considé-
rable (proportionnelle à n2) qui sépare leur électron externe de leur noyau, de l’ordre de quelques
dizaines de nm à quelques µm. Une première conséquence de cette large distance est une forte
similarité physique avec l’atome d’hydrogène. L’énergie En,l,j d’un atome de Rydberg obéit en par-
ticulier à la formule du même nom, sous réserve d’une légère correction via un terme de défaut
quantique δn,l,j , qui rend compte de la faible interaction entre le coeur de l’atome et l’électron
externe en fonction du moment angulaire l de ce dernier [6, 7] :

En,l,j = − RH

(n− δn,l,j)
2 (1)

avec RH = 1, 09678 × 107 m−1 la constante de Rydberg pour l’atome d’hydrogène. À partir de
cette formule, on montre que les fréquences des transitions entre états de Rydberg s’étendent de
quelques dizaines de MHz à quelques THz, couvrant ainsi presque tout le domaine radiofréquence
(3 kHz - 3 THz), et une partie du domaine THz (300 GHz - 30 THz). La très large distance électron-
noyau des atomes de Rydberg leur confère également un très grand moment dipolaire. Celui-ci
se traduit d’une part par des éléments de matrice gigantesques entre états de Rydberg voisins (∝
n2), autrement dit par une très forte sensibilité aux champs RF et THz extérieurs, et d’autre part

1. Ainsi que certains atomes divalents comme le strontium ou l’ytterbium, qui ne seront pas considérés dans cette thèse
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par de très fortes interactions de type dipôle-dipôle résonant (∝ n4) ou Van der Waals (∝ n11). De
ces interactions naît par ailleurs un effet nommé blocage de Rydberg, dans lequel l’excitation d’un
atome dans un niveau de Rydberg décale ceux des éventuels atomes voisins, inhibant ainsi leur
excitation simultanée à l’intérieur d’un certain rayon de blocage [8, 9]. Il en résulte que l’ensemble
se retrouve alors dans une superposition intriquée d’états, correspondant chacun à l’excitation d’un
seul des atomes du volume. À tout cela s’ajoute enfin que le temps de vie d’un atome dans un état
de Rydberg est relativement long, variant en n3 voire en n5 pour les états de moments angulaires
les plus élevés [10], et allant de quelques dizaines de microsecondes à quelques secondes. Cette
longévité découle en partie du fait que le faible recouvrement entre la fonction d’onde de l’électron
dans un de ces états (large et éloignée du noyau) et celle de l’électron dans l’état fondamental
(proche du noyau) réduit la probabilité d’émission spontanée. Les lois d’échelle en fonction de n
régissant les propriétés qui viennent d’être citées sont récapitulées dans le tableau ci-dessous :

Propriété Loi d’échelle

Taille n2

Énergie n−2

Écart en énergie entre états de Rydberg voisins n−3

Éléments de matrice entre états de Rydberg voisins n2

Éléments de matrice entre états fondamental et Rydberg n−3/2

Polarisabilité n7

Coefficient d’interactions dipôle-dipôle n4

Coefficient d’interactions de Van der Waals n11

Temps de vie radiatif n3

TABLEAU 1 – Lois d’échelle des propriétés des états de Rydberg en fonction de leur nombre
quantique principal n. Ces lois sont tirées de la référence [7]

L’association de ces différentes propriétés a ouvert la voie à une multitude d’avancées et d’appli-
cations nouvelles dans toutes les branches de l’actuelle seconde révolution quantique [6,10–21]. Ces
avancées ou applications se répartissent globalement en deux grands groupes : celles exploitant
les fortes interactions entre atomes de Rydberg, notamment dans les domaines de la simulation,
de l’optique et du calcul quantiques, et celles mettant à profit l’extrême sensibilité de ces atomes
aux champs RF et THz pour la métrologie. S’agissant du premier groupe d’applications, la simu-
lation quantique est la manipulation de systèmes quantiques synthétiques et très bien maîtrisés,
dans le but de comprendre d’autres systèmes analogues expérimentalement et numériquement
hors de portée : il peut s’agir de systèmes à grand nombre de particules en interaction, décrits par
un modèle connu mais dont la taille rend le traitement analytique et/ou numérique impossible,
ou bien de systèmes liés à des phénomènes encore mal compris comme la supraconductivité. Les
systèmes synthétiques à la base des expériences de simulation quantique consistent généralement
en ensembles d’atomes ultra-froids uniques, contrôlés individuellement en étant piégés chacun
dans un site d’un réseau optique ou dans une pince optique. Des exemples de tels dispositifs sont
représentés en figure 1. Dans ces expériences de simulation quantique, l’excitation dans les états
de Rydberg joue un rôle essentiel, car les interactions qu’elle génère offrent le moyen de repro-
duire celles du système à simuler, et ce d’une manière facilement contrôlable via la distance entre
atomes ou l’état de Rydberg ciblé [11, 22–24]. Sans compter que le blocage de Rydberg induit par
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FIGURE 1 – Exemples de plateformes expérimentales de simulation quantique. La moitié gauche de
l’image illustre un microscope à gaz quantique, qui consiste à générer un réseau optique dans
lequel peuvent être piégés les atomes. La moitié droite représente quant-à-elle un système de
génération d’ensembles d’atomes uniques à partir de pinces optiques à 850 nm. Un modulateur
spatial de lumière (SLM) vient séparer un large faisceau incident à 850 nm en un ensemble de
pinces, piégeant chacune un atome au plus. Pour chacune de ces deux expériences, des images
permettant de résoudre chaque atome individuellement sont présentées. L’ensemble de cette

figure est issue de la référence [11].

cette même excitation est également très utile pour créer certains états intriqués entre les par-
ticules [12, 13, 25]. Les simulateurs à base d’atomes de Rydberg ont ainsi permis de simuler avec
succès les larges ensembles de spins 1/2 des modèles d’Ising et XY, impliqués dans les propriétés
magnétiques des matériaux cristallins, ou encore dans les phénomènes de transport d’excitation
dans le cas du modèle XY [11]. Grâce à ces simulations, plusieurs aspects de la physique des sys-
tèmes de type Ising ont pu être explorés, allant de leurs transitions de phase [26] à leur dynamique
hors équilibre [22], ou à certaines propriétés de transport d’excitation [11]. Outre leur intérêt comme
simulateurs quantiques, les ensembles d’atomes de Rydberg contrôlés individuellement se prêtent
également très bien, du fait des interactions, à la génération d’états comprimés de spin, ce qui en
fait de bons candidats comme plateformes de nouveaux protocoles de métrologie en dessous de
la limite quantique standard [12,13,27,28]. Les autres applications dans les domaines du calcul et de
l’optique quantiques s’appuient pour leur part davantage sur le blocage de Rydberg. Parmi celles
relevant du calcul quantique, on peut citer la réalisation de portes logiques à 2 qbits, chacun enco-
dés sur 2 états d’un atome unique piégé dans un piège dipolaire [14,15,29]. L’effet de blocage y est
utilisé pour conditionner le changement d’état du qbit «cible» à l’état du qbit « contrôle », de ma-
nière à former une porte CNOT, ou bien pour garantir qu’un déphasage de π soit appliqué dès lors
qu’au moins un des deux qbits vaut |1〉, de manière à former une porte CZ [15]. En optique quan-
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tique, des ensembles d’atomes de Rydberg en situation de blocage et soumis à des impulsions laser
brèves ont démontré de bonnes capacités à faire office de source de photons uniques [16, 17], ou
de transistors photoniques [18,19]. L’emploi comme source de photons uniques ”à la demande” tire
son origine du fait que l’ensemble des atomes contenus dans le rayon de blocage ne peut absorber
qu’une excitation vers les états de Rydberg à la fois, et donc ne réémettre qu’un seul photon à la
fois. Plusieurs mécanismes possibles de déclenchement de l’émission du photon ont été rapportés :
mélange à 4 ondes dans un gaz chaud d’atomes de 85Rb [17], stockage d’une impulsion à 2 photons
à 780 et 480 nm sous la forme d’une onde de spin dans un petit groupe d’atomes de 87Rb froids
piégés, puis libération d’un photon à 780 nm à l’application d’une seconde impulsion à 480 nm [16],
etc. Le développement de transistors photoniques à atomes de Rydberg dérive quant-à-lui de la
possibilité, grâce au blocage de Rydberg, de contrôler avec quelques photons le passage à travers
le milieu atomique d’un plus grand nombre de photons, dans la même idée que celle des transis-
tors électroniques [18, 19]. Pour cela, les transistors photoniques mettent en jeu deux excitations :
l’une dite de ”contrôle” vers un état de Rydberg |Rc〉, et l’autre dite ”source” vers un autre état de
Rydberg |Rs〉, réalisée en passant par un état intermédiaire avec 2 photons résonants, suivant une
configuration d’EIT. Lorsque seule l’excitation ”source” est présente, le milieu atomique est rendu
transparent par l’EIT, autorisant le passage des photons formant la première étape de l’excitation.
Si en revanche l’excitation ”contrôle” est appliquée quelques instants avant l’excitation ”source”, le
blocage décale le niveau |Rs〉 et annule ainsi la résonance de l’excitation source, nécessaire à l’EIT.
Le milieu n’est alors plus transparent dans le rayon de blocage, et la transmission des photons de
la première étape de l’excitation source fortement réduite.

Concernant les applications exploitant la forte sensibilité des atomes de Rydberg aux champs
RF et THz, l’une des premières historiquement a été la réalisation, dans les années 1990, de mesures
quantiques non destructives du nombre de photons RF circulant dans une cavité supraconductrice
[20, 30–32]. Dans ces mesures, une série d’atomes préparés dans une superposition de 2 états de
Rydberg |R1〉 et |R2〉 via une impulsion π/2 traversent la cavité, où la rencontre avec les photons
RF non-résonants induit, par l’intermédiaire de déplacements lumineux, un déphasage entre les 2
états. Ce déphasage, proportionnel au nombre de photons, est alors mesuré en sortie de la cavité à
l’aide d’un interféromètre de Ramsey. L’usage d’atomes de Rydberg circulaires a été primordial pour
cette expérience, d’une part car leur longévité aide à préserver la cohérence de la superposition
assez longtemps jusqu’à la détection, et d’autre part car leur forte sensibilité au champ RF rend le
déphasage par photon assez grand pour être bien perceptible. Plus récemment, dans les années
2010, sont apparus plusieurs dispositifs d’imagerie THz [21,33,34] et capteurs de champs RF [3,35,
36] et THz [37] à base de vapeurs chaudes d’atomes alcalins, fondés sur l’utilisation des états de
Rydberg des atomes. Ces dispositifs font actuellement l’objet d’un vif intérêt car ils ont permis de
repousser plusieurs limites de l’état de l’art dans leurs domaines respectifs. Par exemple, le dispositif
d’imagerie THz de la référence [21], illustré en figure 2, s’est montré non seulement très sensible
mais aussi capable de remplir sa fonction avec une résolution proche de la limite de diffraction,
et une cadence de 3000 images par secondes, bien supérieure à celle d’autres technologies déjà
existantes. Cette avancée a été possible car de tels dispositifs agissent comme des convertisseurs
du champ THz provenant de l’objet à imager en un champ optique visible, imageable par une
caméra rapide. Les atomes y sont excités sur une large surface dans un état de Rydberg donné
(|14P3/2〉), que le champ THz couple à un autre état de Rydberg (|13D5/2〉). En l’absence du champ,
les atomes peuplent seulement |14P3/2〉, et se désexcitent en empruntant unemultitude de chemins
de probabilités comparables, ce qui donne lieu à de nombreuses raies de fluorescence. Au contraire,
la fraction d’atomes peuplant l’état |13D5/2〉 en présence du champ se désexcite préférentiellement
suivant un chemin particulier, ce qui conduit, par rapport au cas où le champ est absent, à une forte
augmentation de la fluorescence à la longueur d’onde 535 nm associée à ce chemin. Cela se produit
sur toute la zone éclairée par le champ que l’on peut alors imager à l’aide d’une caméra. S’agissant
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enfin des capteurs de champs RF et THz à base d’atomes de Rydberg, nous allons nous y attarder
beaucoup plus longuement dans la section qui va suivre, ces derniers étant au cœur du sujet de la
présente thèse.

FIGURE 2 – Illustration du dispositif d’imagerie THz de la référence [21]. Un ensemble de 3
faisceaux laser ”pompes” infrarouges excitent sur une large surface des atomes de Césium de
l’état |6S1/2〉 à l’état |14P3/2〉 en passant par les états |6P3/2〉 et |7S1/2〉. En parallèle, les atomes
sont exposés à un faisceau à 0.55 THz, résonant avec la transition |14P3/2〉 → |13D5/2〉, et

provenant d’un objet source constitué d’un masque (photographié en bas au centre) précédé
d’une source lumineuse à 0,55 THz. Le couplage entre les états |14P3/2〉 et |13D5/2〉 sous l’action
du faisceau à 0.55 THz conduit les atomes exposés à se désexciter préférentiellement suivant un
chemin particulier, donnant lieu à une forte augmentation de la fluorescence à 535 nm sur toute

la zone éclairée par le faisceau THz par rapport à la zone non éclairée. En imageant cette
fluorescence à l’aide d’une caméra optique, on obtient ainsi une image de l’objet source éclairant

les atomes, comme le montrent les 2 photographies en bas à gauche et en bas à droite.
L’ensemble de la figure est tiré de la référence [21].
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FIGURE 3 – Principe des capteurs de champs RF et THz à base de vapeurs chaudes d’atomes de
Rydberg.

0.2 État de l’art des capteurs RF et THz à base de vapeurs

chaudes d’atomes de Rydberg

0.2.1 Principe de fonctionnement

Dans leur version la plus simple, les capteurs de champs RF et THz à base d’atomes de Rydberg
se composent d’une cellule en verre remplie d’une vapeur chaude d’atomes alcalins (typiquement
du Rb ou du Cs), de deux lasers probe et coupling, ainsi que d’un dispositif de détection du fais-
ceau probe en sortie de cellule. Leur principe de fonctionnement est schématisé en figure 3. Les
lasers probe et coupling sont envoyés dans la vapeur en étant à la fois superposés spatialement, et
contrapropageants afin de minimiser l’impact de l’effet Doppler sur les mesures. Ils couplent ainsi
les atomes sur leur trajet à un état de Rydberg choisi |R1〉, de manière à rendre ces derniers sen-
sibles au signal RF à analyser. Plus précisément, le faisceau probe couple l’état fondamental |g〉 des
atomes à un état intermédiaire |i〉 avec une pulsation de Rabi Ωp, et le faisceau coupling l’état |i〉
à l’état de Rydberg |R1〉 avec une pulsation de Rabi Ωc, tel que Ωp � Ωc en général. Dans cette
configuration, lorsque les 2 faisceaux sont à résonance et que le champ RF est absent, l’excitation se
manifeste par l’ouverture, dans le spectre d’absorption du faisceau probe, d’une très fine fenêtre de
transparence, en raison du phénomène de transparence électromagnétiquement induite, ou EIT. Il
s’agit d’un phénomène cohérent typique des systèmes à 3 niveaux couplés tels que celui considéré
ici, et qui peut être interprété de 2 façons complémentaires [38–40] :

— D’une part comme le résultat d’interférences quantiques destructives entre les amplitudes
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de probabilités de plusieurs chemins possibles vers l’état |i〉 quand le faisceau coupling est
présent, empêchant le peuplement de |i〉 et donc l’absorption du faisceau probe.

— D’autre part comme la conséquence du fait que l’état propre superposition de |g〉 et de |R1〉
dans lequel se retrouvent les atomes pendant l’interaction est un état noir, depuis lequel
l’absorption des photons probe est impossible du fait d’une probabilité de présence nulle
dans l’état |i〉.

Dans tous les cas, l’apparition d’une fenêtre d’EIT constitue une signature de la présence d’une
résonance entre l’état fondamental et l’état de Rydberg cible. Si à présent l’état |R1〉 est couplé
par le champ RF à mesurer à un autre état de Rydberg |R2〉 avec une pulsation de Rabi ΩRF , alors
le couplage modifie la structure énergétique des états de Rydberg, et par suite l’allure du spectre
d’absorption du faisceau probe. Dans la limite où ΩRF est au moins comparable à la largeur ΓEIT

de la raie d’EIT, mais très faible devant la fréquence angulaire de la transition Rydberg 2 [41], |R1〉 se
dédouble en 2 nouveaux états de Rydberg ”habillés” |R+〉 et |R−〉, superpositions de |R1〉 et |R2〉 :
c’est l’effet Autler-Townes [42]. Leurs énergies respectives E+ et E− sont données par :

E± = Eg→R1
− h̄∆RF

2
± h̄

√
ΩRF

2 +∆RF
2 (2)

avecEg→R1
l’énergie de la transition |g〉 → |R1〉 et∆RF l’éventuel désaccord du champ par rapport

à la transition |R1〉 → |R2〉. En conséquence de ce dédoublement, la raie d’EIT se sépare à son tour
en 2 raies, correspondant chacune à la résonance vers un des deux états de Rydberg habillés,
d’énergies E+ et E−. Pour des atomes au repos, l’écart en fréquence δω entre ces 2 raies dérive
directement de la différence entre E+ et E− données par l’équation 2, et vaut, lorsque le champ
est à résonance :

δω = ΩRF (3)

Cependant, avec des atomes dans une vapeur à température ambiante, il faut introduire dans
l’équation précédente un facteur ”Doppler” D entre δω et ΩRF pour tenir compte de l’impact de
l’effet Doppler lié à la vitesse des atomes sur les fréquences des résonances, tel que [35,36,43,44] :

δω = D × ΩRF (4)

Le facteur D est égal, à température ambiante, au ratio λc/λp des longueurs d’onde des faisceaux
probe et coupling si la spectroscopie est faite en balayant la fréquence du laser probe, et à 1 si le
balayage s’effectue au contraire par l’intermédiaire du laser coupling [35,36,43,44] . Sachant que la
pulsation de Rabi ΩRF est proportionnelle à l’amplitude ERF du champ tel que ΩRF = dR.ERF /h̄,
avec dR l’élément de matrice de la transition |R1〉 → |R2〉, il s’ensuit que :

ERF =
1

D
× h̄δω

dR
(5)

En d’autres termes, si l’on connaît bien les longueurs d’onde des faisceaux excitateurs et le dipôle
de la transition entre les 2 états de Rydberg mis en jeu, mesurer la séparation δω du doublet Autler-
Townes ainsi sondé via l’EIT renseigne directement sur l’amplitude du champ.

Dans le régime où le champ RF est très fort, c’est à dire où ΩRF devient comparable à la fré-
quence angulaire de la transition |R1〉 → |R2〉 3, la réponse des atomes sur le trajet des faisceaux
devient plus complexe qu’un simple dédoublement Autler-Townes linéaire de l’état |R1〉 [41,45–48].

2. Ce qui est le cas tant que ΩRF n’excède pas quelques centaines de MHz avec les états de Rydberg habituellement
utilisés

3. Soit d’au moins quelques centaines de MHz à quelques GHz avec les états de Rydberg couramment utilisés
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Il reste toutefois possible de mesurer l’amplitude du champ et également sa fréquence en com-
parant les spectres expérimentaux à des spectres théoriques, comme décrit dans certaines des
références précédentes.

Enfin, une condition doit être remplie pour que l’ensemble de la méthode qui vient d’être décrite
produise un rapport signal à bruit (RSB) suffisamment élevé : la longueur d’onde du laser probe doit
être supérieure ou égale à celle du laser coupling. En effet, dans le cas contraire, le moyennage des
signaux d’EIT sur l’ensemble des classes de vitesse des atomes présents rend l’amplitude de ces
signaux quasi-nulle [49], compromettant alors la détection du doublet Autler-Townes et la mesure
de sa séparation.

0.2.2 Performances, avantages et limites

L’intérêt croissant dont les capteurs à base d’atomes de Rydberg font l’objet s’explique par leurs
multiples avantages sur les antennes classiques, et par les solutions qu’ils apportent à certaines
limites de ces dernières :

— Une sensibilité sur la mesure d’amplitude du champ comparable ou meilleure que les an-
tennes classiques [2–5, 35]. La sensibilité est définie comme la plus petite variation de l’am-
plitude du champ conduisant à un rapport signal à bruit de 1 pour un temps d’intégration
donné. La version de base des capteurs à atomes de Rydberg décrite en référence [35] a
révélé une sensibilité de 30µV/cm/Hz1/2, ainsi qu’une amplitude minimale détectable de 8
µV/cm 4.

— Une très large gamme de fréquences accessibles. Les capteurs Rydberg sont potentiellement
sensibles à toutes les fréquences de transition possibles entre états de Rydberg, allant de
la centaine de MHz à quelques THz. Autrement dit, un seul et même capteur peut servir à
détecter des signaux sur toute cette gamme de fréquences, à condition d’accorder le laser
coupling vers un état de Rydberg impliqué dans une transition de fréquence similaire à celle
du signal à détecter. Toutes les fréquences du domaines 100 MHz-1THz ne sont certes pas
immédiatement accessibles étant donné le caractère discret des fréquences des transitions
Rydberg, mais on peut toutefois multiplier les espèces atomiques à l’intérieur de la cellule,
afin d’augmenter le nombre de fréquences accessibles dans un certain intervalle [43, 50].
L’aptitude des capteurs à atomes de Rybderg à faire office de récepteur très large bande a été
confirmée par la grande variété de fréquences auxquelles des mesures de champs RF et THz
ont été rapportées par la littérature, avec notamment des champs VHF (quelques centaines
de MHz) [43,51], champs UHF et SHF (quelques GHz à quelques dizaines de GHz) [35,43,52],
champs sub-THz (∼ 100 GHz) [36,43,52], et même un champ à 1,06 THz [37].

— Un besoin en calibration réduit, du fait que le facteur d’échelle reliant la séparation mesu-
rée δω du doublet AT à l’amplitude du champ ne dépend en principe que de constantes
atomiques fondamentales (et éventuellement de longueurs d’ondes) déjà très précisément
connues ou pouvant l’être grâce à la théorie. En effet, la constante de Planck h est fixée
à une valeur exacte depuis la révision du système d’unités SI en 2019 [53], et l’élément de
matrice entre les 2 états de Rydberg utilisés figurant aussi dans le facteur d’échelle peut
être calculé avec une incertitude de 0.1% [54] au moyen de calculs d’intégrales de recouvre-
ment des fonctions d’onde [43, 52, 54]. Cet auto-référencement constitue un atout majeur
par rapport aux antennes classiques et offre potentiellement une meilleure exactitude. Le
lien avec la constante de Planck rend par ailleurs l’électrométrie RF à partir d’atomes de
Rydberg traçable dans le système d’unités SI, c’est-à-dire reliée à une référence du système
SI telle qu’une constante fondamentale par une chaîne ininterrompue de calibrations bien

4. Si l’on exploite le régime dans lequel le champ est trop faible pour créer un dédoublement Autler-Townes perceptible,
et ne fait que moduler l’amplitude du signal d’EIT
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documentées et aux incertitudes rigoureusement quantifiées. La traçabilité SI de toutes les
grandeurs physiques est un des grands objectifs actuels des organisations de métrologie
internationales, que les standards ”classiques” de calibration d’antenne n’avaient pas permis
d’atteindre dans le cas des champs RF et THz. Pour toutes ces raisons, l’électrométrie RF et
THz à partir d’atomes de Rydberg pourrait devenir un nouveau standard de mesure et de
calibration d’antennes, à condition de résoudre le problème de la déformation du champ
par la cellule contenant les atomes (voir fin de cette section).

— Une taille minimale du capteur indépendante de la fréquence du champ à détecter, et une
meilleure résolution spatiale. Les antennes classiques sont soumises à la limite de Chu-
Harrington [55, 56], qui implique que pour des performances optimales, leur taille doit être
supérieure à la moitié de la longueur d’onde du champ reçu. Il s’ensuit que l’encombrement
d’une antenne RF augmente considérablement en basse fréquence, et que sa résolution spa-
tiale est restreinte de quelques mètres à quelques millimètres en fonction de la fréquence du
champ pour laquelle elle a été conçue. À l’inverse, les capteurs à base d’atomes de Rydberg
ne sont pas concernés par une telle limite. Combinés aux récentes technologies optiques
fibrées et miniaturisées, ils peuvent ainsi permettre davantage de compacité et de portabi-
lité en basse fréquence. En particulier, plusieurs solutions où la tête du capteur (comprenant
la cellule et les 2 faisceaux probe et coupling) est séparée du reste du dispositif et reliée
à ce dernier par des fibres optiques ou une liaison en espace libre, ont été proposées en
ce sens [57–59]. De plus, la résolution spatiale des capteurs Rydberg ne dépend pas de leur
taille totale, mais seulement de celle des faisceaux probe et coupling, lesquelles peuvent être
abaissées jusqu’à une centaine de µm (par exemple 66 µm à 6.9 GHz dans la référence [60]).
Une telle résolution donne la possibilité de cartographier une distribution spatiale de champ
RF avec un niveau de détail bien en dessous de la longueur d’onde λ du champ [60] et [61].

Malgré le fait qu’elle soit déjà assez élevée, la sensibilité de la version décrite plus haut des
capteurs à base d’atomes de Rydberg pourrait être encore largement améliorée. Elle est de fait
étroitement liée à 2 choses : d’une part à la largeur et au bruit de fréquence des raies d’EIT, et
d’autre part au bruit d’intensité sur le signal d’absorption du laser probe. Ultimement, la sensibilité
maximale Smax que pourraient atteindre les capteurs Rydberg est limitée par le bruit de projection
quantique (aussi appelé shot noise atomique), ainsi que par le temps de déphasage fini T2 des N
atomes participant à l’EIT et à la mesure, tel que [2–4,62] :

Smax =
h

dR
√
NT2

(6)

Plusieurs phénomènes contribuent à réduire le temps de déphasage (et donc la sensibilité Smax),
dont notamment les interactions/collisions avec les parois de la cellule, les collisions inter-atomes
impliquant au moins un atome de Rydberg, les effets de temps de transit associés à la durée finie
que les atomes passent à l’intérieur de la paire de faisceaux probe/coupling, l’émission sponta-
née, etc [2, 3, 62]. Tous ces phénomènes sont dépendants de certains paramètres expérimentaux :
nombre d’atomes par unité de volume et intensité des faisceaux pour les collisions, température
et volume d’interaction pour les effets de temps de transit, états de Rydberg choisis pour les col-
lisions inter-atomiques et l’émission spontanée, etc. Même si l’optimisation de Smax au travers de
ces paramètres peut s’avérer complexe, une même action sur l’un d’eux pouvant avoir des effets
opposés sur N et T2, on estime à quelques dizaines de pV/cm/Hz

1/2 [3] la meilleure valeur de
Smax a priori accessible moyennant de bons compromis. La version de base des capteurs Rydberg
ne permet cependant pas d’arriver à un niveau de sensibilité comparable à la limite ultime, car
d’autres sources de bruit y prédominent [2,3,62] : élargissement Doppler résiduel, bruit de photon
lors de la détection du faisceau probe, bruits techniques tels que les bruits électroniques dans le
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système de photodétection, les bruits mécaniques, les fluctuations d’amplitude, de fréquence et/ou
de polarisation des faisceaux probe et coupling.

Un autre paramètre important pour définir les performances d’un capteur est la notion d’éten-
due de mesure, qui correspond à l’intervalle de valeurs d’amplitudes d’un champ RF incident que
les capteurs Rydberg sont capables de mesurer. Si l’on s’en tient au seul régime où l’effet Autler-
Townes est valable et perceptible, alors l’étendue de mesure est comprise entre quelques centaines
de mV/m et quelques dizaines de V/m. Ces bornes peuvent toutefois être étendues respective-
ment à quelques centaines de µV/m [35, 63], et à 5000 V/m [47], en utilisant aussi les régimes où
le champ est trop faible pour que le dédoublement Autler-Townes soit perceptible, ainsi que celui
où il est trop intense pour que ce même dédoublement continue de s’appliquer. En effet, dans le
premier cas, on sait bien relier grâce aux équations de Bloch les variations de contraste de la seule
raie d’EIT visible induites par le champ à l’amplitude de ce dernier [35,63]. Il en est de même dans
le second cas, pour lequel la théorie de Floquet permet de déduire de la structure plus complexe
du spectre d’EIT à la fois la fréquence et l’amplitude du champ, comme mentionné plus haut. Pour
revenir au régime où l’effet Autler-Townes prévaut, il faut souligner en outre que la séparation entre
les 2 raies d’EIT cesse de varier linéairement avec l’amplitude du champ dès lors que la fréquence
de Rabi du couplage RF devient inférieure à 2 à 3 fois la largeur des raies ΓEIT [64,65]. Cette partie
non-linéaire de la réponse des capteurs Rydberg dépend de plus fortement des pulsations de Rabi
Ωp et Ωc des lasers probe et coupling [64, 65], si bien que la mesure d’amplitude du champ y est
plus délicate et présente un risque accru d’erreurs, surtout en cas d’incertitude ou de dérives de Ωp

et Ωc.

Enfin, bien que la nature diélectrique de la tête des capteurs Rydberg soit parfois mise en avant
comme une garantie de moindre perturbation du champ comparé aux antennes conductrices, et
donc de meilleure exactitude, la cellule en verre peut tout de même altérer aussi le champ à me-
surer [3, 66–68]. En fonction de la fréquence de ce dernier, les parois de la cellule peuvent en effet
causer des pertes par absorption et réflexion plus ou moins importantes, faisant diminuer l’ampli-
tude du champ incident. L’ensemble de la cellule tend aussi à agir comme une cavité Fabry-Perot RF
dans laquelle le champ incident peut générer une onde stationnaire, à l’origine de variations spa-
tiales de l’amplitude qui rendent la mesure très dépendante de l’alignement des faisceaux probe
et coupling [3, 61, 66, 67]. L’altération du champ incident par la cellule ne concerne par ailleurs pas
seulement l’amplitude, mais aussi la polarisation de ce dernier [67]. Tous ces effets indésirables
peuvent toutefois être minimisés, voire éliminés, en faisant en sorte que les dimensions de la cel-
lule soient faibles devant la longueur d’onde du champ, en réduisant autant que possible l’épaisseur
des parois, et en optant pour un matériau de constante diélectrique proche de 1 [3,66,67]. L’appli-
cation de ces règles est cependant susceptible, à un certain point, de dégrader la sensibilité : en
effet, le rétrécissement de la cellule peut aussi entraîner une diminution du nombre d’atomes N
participant à la mesure, et une augmentation des effets d’interaction avec les parois et de temps
de transit limitant le temps de déphasage T2.

0.2.3 Pistes d’amélioration en vapeurs chaudes rapportées par la littéra-
ture

Comme on l’a vu à la section précédente, différents mécanismes, tels que l’élargissement Dop-
pler, et diverses sources de bruits, notamment d’origine technique, empêchent les capteurs Rydberg
dans leur version de base d’arriver à leur plein potentiel en terme de sensibilité. De plus, l’archi-
tecture décrite ci-dessus ne permet pas d’accéder à d’autres caractéristiques du champ comme la
fréquence ou la phase, pourtant aussi nécessaires dans certains types d’applications telles que le ra-
dar. C’est pourquoi une grande partie des travaux récents sur les capteurs Rydberg s’est concentrée
sur la recherche et l’étude de moyens d’éliminer les sources de bruits techniques et d’élargissement
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(ou de moins de réduire fortement leur influence), ainsi que d’étendre les capacités de ces capteurs
à la mesure des autres propriétés du champ. Dans cette section, nous allons passer en revue les
principales pistes d’amélioration des capteurs Rydberg à vapeurs thermiques présentes dans la lit-
térature. Ces pistes peuvent être regroupées en 2 catégories principales, à savoir l’hétérodynage
avec un champ RF additionnel connu, et les schémas d’excitation à 3 photons (au lieu de 2) vers
les états de Rydberg. En dehors de ces 2 catégories existent aussi d’autres techniques diverses, qui
seront également évoquées en fin de section.

0.2.3.1 Utilisation d’un champ RF additionnel/hétérodynage

FIGURE 4 – Principe de la mesure d’amplitude de champ RF à partir d’atomes de Rydberg par
hétérodynage. Deux faisceaux probe et coupling résonants, de pulsations de Rabi Ωp et Ωc,
couplent toujours un état fondamental |1〉 à un état de Rydberg |3〉 en passant par un état

intermédiaire |2〉. En parallèle, 2 champs Es(t) et EL(t), l’un à mesurer de pulsation de Rabi ΩS

faible, et l’autre de pulsation de Rabi ΩL plus forte faisant office d’oscillateur local, couplent l’état
|3〉 à un autre état de Rydberg |4〉. Les 2 champs ont des fréquences ωs et ωL très légèrement
différentes (quelques kHz à quelques MHz [69]). Les atomes agissent comme un mixeur, dans

lequel la superposition des deux champs peuvent donner lieu à un battement entre ces derniers, à
la fréquence |ωL − ωs|. Ce battement a pour effet de moduler la séparation du doublet

Autler-Townes créé par l’oscillateur local. En accordant les faisceaux sur le flanc d’une des raies
d’EIT, cela se traduit par une modulation de la puissance transmise Pout(t) du faisceau probe,
grâce à laquelle on peut retrouver l’amplitude du champ Es(t). La figure provient de [70]

Le principe de l’hétérodynage dans le cas des capteurs Rydberg est représenté en figure 4.
Cette technique [70–75] consiste à superposer à un champ « signal » à mesurer, faible et de fré-
quence ωs, un autre champ « oscillateur local », de fréquence ωL connue, légèrement différente
de ωs, et d’amplitude grande devant celle du champ signal. La superposition des deux champs
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produit un battement entre ces derniers, à une fréquence ωbatt égale à la différence de fréquence
des champs |ωL − ωs|. Cela engendre une modulation de la séparation du doublet Autler-Townes,
à une fréquence donnée par celle du battement, et avec une excursion proportionnelle à l’ampli-
tude du champ ”signal”. Lorsque les lasers probe et coupling sont accordés sur le flanc d’une des
raies d’EIT, le mouvement de va-et-vient des raies sous l’action du battement se traduit par une
modulation de la transmission du laser probe à travers les atomes, elle aussi à la fréquence ωbatt.
Une détection synchrone de cette modulation fournit alors un signal photodétecté directement
proportionnel à l’amplitude du champ « signal ». Grâce à ce procédé, on peut ainsi contourner la
limite d’amplitude minimale mesurable du champ fixée par la résolution spectrale résultant de la
largeur des raies d’EIT, ce qui donne accès à des champs beaucoup plus faibles et à une meilleure
sensibilité. L’amélioration est d’autant plus marquée que la boucle de détection synchrone vient
également filtrer une partie des différents bruits techniques et environnementaux présents. Quan-
titativement, les capteurs Rydberg avec détection hétérodyne du champ à résonance rapportés
dans la littérature ont démontré des sensibilités supérieures de 2 à 3 ordres de grandeur à celle
de la version standard : 790 nV/cm/Hz1/2 pour la référence [75], 304 nV/cm/Hz1/2 pour la [74], et
jusqu’à 55 nV/cm/Hz1/2 dans [70]. L’hétérodynage offre également l’opportunité de pouvoir dé-
tecter plus sensiblement des champs RF faibles et très désaccordés, ne pouvant donc pas donner
lieu à un effet Autler-Townes [71,73,74]. En outre, l’association entre l’hétérodynage avec un champ
RF additionnel connu et les capteurs Rydberg rend ces derniers capables de mesurer aussi l’angle
d’arrivée [76], la phase [69,70,77], ainsi que la fréquence [70,75,78] du champ RF ”signal” à analyser.

0.2.3.2 Schémas d’excitation à 3 photons

L’élargissement Doppler de quelquesMHz qui contribue à limiter la résolution spectrale des raies
d’EIT résulte du fait que la somme des vecteurs d’onde kp et kc des faisceaux probe et coupling est
non nulle, les faisceaux ayant habituellement longueurs d’onde très différentes (typiquement 780
nm et 480 nm pour le Rb). Si l’on appelle Γi la largeur de l’état intermédiaire |i〉, alors l’élargissement
Doppler ΓD dans le cas d’une excitation à 2 photons est donnée par [80,81] :

ΓD =
|kp − kc|

kp
Γi (7)

L’idée des schémas d’excitation à 3 photons [79–83] est d’introduire un faisceau excitateur supplé-
mentaire, de telle sorte qu’en choisissant bien les transitions et les longueurs d’onde associées pour
chacun des 3 faisceaux, la somme des 3 vecteurs d’onde puisse être grandement diminuée par rap-
port au cas à 2 photons, et avec elle l’élargissement Doppler. Par exemple, dans le cas du 133Cs pour
lequel l’élargissement Doppler à température ambiante vaut 3.5 MHz avec 2 photons, l’utilisation
d’une excitation à 3 photons à 895 nm, 636 nm et 2224 nm permet d’abaisser cet élargissement
théoriquement à 11,8 kHz [80]. Un exemple de capteur Rydberg mettant en jeu une excitation à 3
photons est illustré en figure 5. L’excitation à 3 photons ne peut toutefois conduire effectivement à
un affinement des raies dans le signal d’absorption du photon probe et à une hausse de la sensi-
bilité que si les 3 lasers sont spectralement assez fins, et si leurs pulsations de Rabi respectent des
conditions définies dans la référence [81]. Ces mêmes pulsations de Rabi vont également définir si
les résonances vers les états de Rydberg se traduisent par un signal d’EIT, ou bien au contraire par
un signal d’absorption électromagnétiquement induite (EIA), qui est un autre effet d’interférences
quantiques contraire de l’EIT, et devenant accessible avec l’introduction du 3ème photon [81]. En
pratique, les résultats des études des références [79, 82] indiquent respectivement des largeurs de
raies d’EIT/EIA à 3 photons de 700 kHz et de 190 kHz, limitées par une combinaison des effets de
temps de transit, de bruit de phase des lasers, d’effet Doppler résiduel, et de temps de vie des
états de Rydberg. De telles largeurs correspondant à des amplitudes minimales mesurables de 282
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FIGURE 5 – Exemple d’expérience de métrologie de champs RF à partir d’atomes de Césium
chauds mettant en jeu une excitation à 3 photons vers les états de Rydberg [79]. Trois photons
probe, ”intermédiaire”, et coupling à 895 nm, 636 nm et 2262 nm couplent respectivement les
transitions |6S1/2〉 → |6P1/2〉, |6P1/2〉 → |9S1/2〉 et |9S1/2〉 → |42P3/2〉. Les 3 faisceaux sont

alignés sur la cellule de manière colinéaire, et le faisceau à 636 nm se propage en sens inverse des
faisceaux à 895 nm et 2262 nm. Le champ à mesurer à 108.9 GHz couple quant-à-lui les états

|42P3/2〉 et |40D3/2〉. Le graphique à droite de la figure compare un spectre de transmission d’un
faisceau probe à 852 nm dans le cas d’une excitation à 2 photons (en rouge), à un spectre

d’absorption du faisceau probe à 895 nm dans le cas de l’excitation à 3 photons (en bleu), obtenus
en l’absence de champ RF dans les deux cas. Le spectre rouge (à 2 photons) révèle la présence
d’une raie d’EIT large d’une dizaine de MHz, tandis que le spectre bleu (à 3 photons) est marqué
par une raie d’EIA, beaucoup plus fine. L’ensemble de la figure est extrait de la référence [79]

µV/cm et de 745 µV/cm, meilleures d’un ordre de grandeur que dans la version standard des cap-
teurs Rydberg en régime Autler-Townes. La référence [81] estime par ailleurs théoriquement possible
de gagner 3 ordres de grandeurs sur la sensibilité en recourant à une excitation à 3 photons plutôt
qu’à 2 photons.

0.2.3.3 Autres pistes d’amélioration

Parmi les autres innovations notables en dehors des 2 catégories précédentes, on peut égale-
ment mentionner, de manière non exhaustive :

— L’insertion de la cellule atomique dans un interféromètre de Mach-Zehnder optique pour
réaliser une détection homodyne [63], qui permet de rejeter les bruits techniques liés à la
détection de la fluorescence des atomes, qui n’est plus limitée que par le bruit de photon :
cela a permis ainsi d’avoir une sensibilité de 5 µV/cm/Hz1/2, meilleure d’un facteur 6 que
celle de la version de base décrite en [35], dont la sensibilité est de 30 µV/cm/Hz1/2.

— L’ajout d’un faisceau repompeur couplant une autre transition hyperfine entre les états fon-
damental |g〉 et intermédiaire |i〉 que celle déjà couplée par le faisceau probe [84]. La pré-
sence du repompeur renforce d’un facteur 2 le RSB des raies d’EIT, sans entraîner d’élargis-
sement de celles-ci, contrairement aux autres moyens possibles pour cela (augmentation de
la puissance des faisceaux probe et coupling ou de la température).

— Différentes techniques permettant de concentrer le champ RF au niveau des atomes (cavités
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RF, guide d’onde coplanaire) [48,78]. Un exemple est l’introduction autour de la cellule d’un
résonateur à anneau fendu [48], qui amplifie le champ incident au niveau des atomes avec
un facteur de gain connu de l’ordre de 100. Cette amplification rend le capteur décrit en
[48] sensible à des champs beaucoup plus faibles, et multiplie par 100 sa sensibilité initiale
lorsqu’il est combiné à une détection hétérodyne.

— L’utilisation d’une technique de spectroscopie par transfert de modulation [85], qui permet
d’augmenter la sensibilité pour des champs RF non-résonants.

— L’intégration de la tête des capteurs Rydberg à l’intérieur d’une cavité optique, à laquelle
le faisceau probe est couplé [4,86–88]. Dans de tels dispositifs, l’EIT générée par l’excitation
dans les états de Rydberg se manifeste au travers de pics de transmission du faisceau probe
par la cavité, et ce sont ces pics qui sont utilisés pour détecter l’effet Autler-Townes induit
par le champ. Le couplage des atomes à l’un des modes de la cavité par l’intermédiaire du
faisceau probe réduit l’absorption résiduelle à l’intérieur de la fenêtre d’EIT, et augmente la
dispersion normale du milieu atomique. Ces deux effets réunis confèrent aux pics de trans-
mission une largeur nettement plus faible que celle des raies d’EIT dans une configuration
identique en l’absence de cavité, améliorant ainsi la sensibilité. Les simulations de la réfé-
rence [86] montrent par exemple une diminution de la largeur d’un facteur 20, associée à un
gain d’un facteur 8 sur la plus petite amplitude mesurable du champ. En plus de cet ame-
nuisement de la largeur des pics du doublet, le couplage à la cavité peut également induire
des effets tels que la dispersion anormale [88], ou des effets collectifs [87], qui contribuent
eux-aussi à un accroissement de la sensibilité.

— La mesure de la polarisation du champ RF, en exploitant les règles de sélection qui régissent
les transitions atomiques [89,90].

— La mesure de la phase du champ RF sans avoir recours à un oscillateur local RF, en utili-
sant deux chemins d’excitations vers les états de Rydberg afin de rendre la probabilité de
transition sensible à la phase [91–93].

0.3 Intérêt des atomes de Rydberg froids pour la métrologie

de champs RF

0.3.1 Intérêts démontrés dans la littérature

Une autre piste d’amélioration des performances des capteurs Rydberg RF et THz est d’utiliser
comme support des mesures des atomes froids plutôt que des vapeurs chaudes [5, 44, 65, 94]. On
appelle ”atomes froids” des ensembles d’atomes dont la dispersion en vitesse par rapport à un gaz
à température ambiante est très fortement diminuée, au moyen de techniques de refroidissement
laser telles que le piègeage magnéto-optique [95,96] ou la mélasse optique [96,97]. Les dispersions
en vitesse qu’il est possible d’atteindre avec ces 2 techniques correspondent à des températures
extrêmement basses, de l’ordre de 100 µK pour le piègeage magnéto-optique, de 10 µK pour la
mélasse optique. De surcroît, les atomes froids présentent potentiellement de meilleures propriétés
de cohérence que les atomes d’une vapeur chaude, grâce notamment à la réduction des effets de
temps de transit dans les faisceaux laser, et à unemeilleure isolation de l’environnement extérieur [2].
Avec leur très faible dispersion en vitesse, ils permettent de s’affranchir de l’effet Doppler présent
dans les capteurs à vapeurs chaudes, et d’une grande partie des effets indésirables que cet effet
entraîne sur les performances de ces derniers. En particulier, le facteur Doppler 1/D = λp/λc qui
reliait, dans le cas des vapeurs chaudes, la fréquence de RabiΩRF /2π à la séparation δω du doublet
mesurée en balayant la fréquence ωp du faisceau probe disparaît (i.e. devient égal à 1) dès lors que
la température est inférieure 100 µK [44].
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FIGURE 6 – Spectres de transmission du faisceau probe observés dans la référence [98] en
présence d’un champ à 22.1 GHz avec des atomes froids. Les paramètres ωp et ωc sont

respectivement les fréquences des faisceaux probe et coupling. Le spectre rouge a été obtenu en
maintenant le faisceau coupling à résonance, et en balayant la fréquence du faisceau probe. C’est

l’inverse pour le spectre noir.

De même qu’avec les schémas d’EIT à 3 photons, l’intérêt premier de cette suppression de l’effet
Doppler dans un gaz froid est la possibilité pour les signaux d’EIT d’avoir une largeur ΓEIT bien
plus faible qu’en vapeur chaude, où celle-ci est limitée à quelques MHz au minimum [65]. Dans le
régime de valeurs de Ωp et Ωc où la largeur minimum est atteinte avec les vapeurs chaudes, ΓEIT

ne dépend plus au contraire que des pulsations de Rabi Ωp et Ωc des faisceaux probe et coupling
avec les atomes froids, tel que ΓEIT = (Ωc

2 + Ωp
2)/Γi [64, 65, 98]. Ceci n’est vrai, bien entendu,

qu’à condition que les deux lasers soient suffisamment fins spectralement pour ne pas contribuer
à l’élargissement du signal. Si tel est le cas, on peut en réduisant Ωp et Ωc parvenir à des largeurs
de plus en plus faibles et inférieures au MHz. Grâce à cet affinement, la plus petite amplitude
mesurable du champ ainsi que la sensibilité peuvent se trouver nettement améliorées, ces dernières
étant encore une fois en partie conditionnées par la largeur du signal d’EIT. Une telle amélioration a
déjà été démontrée expérimentalement au travers des mesures d’amplitude d’un champ RF à 22.1
GHz décrites dans la référence [98], et réalisées par spectroscopie d’EIT dans un nuage d’atomes
de 87Rb refroidis à 16 µK : les auteurs de ces travaux rapportent une largeur des signaux d’EIT
de 500 kHz, soit une plus petite amplitude mesurable du champ de 430 µV/cm, et une sensibilité
estimée à 3 µV/cm/Hz1/2. Tous ces chiffres de performance sont 1 ordre de grandeur meilleurs que
ceux obtenus avec les vapeurs chaudes sans oscillateur local. Les spectres d’absorption du faisceau
probe observés dans la référence [98] en présence du champ avec des atomes froids sont donnés
à titre d’exemple en figure 6. Comme on l’a également vu auparavant, le facteur d’échelle entre
l’amplitude du champ RF et la séparation δω du doublet devient très non-linéaire et dépendant
de Ωc et Ωp lorsque ΩRF est inférieur 2-3ΓEIT , ce qui rend les mesures plus difficiles et moins
fiables dans cette région [44, 64, 65]. En donnant accès à des largeurs ΓEIT plus petites que la
limite fixée par l’effet Doppler dans les vapeurs chaudes, les atomes froids permettent d’abaisser le
seuil de non-linéarité des capteurs utilisant l’EIT, étendant ainsi plage de linéarité de ces derniers



0.3. Intérêt des atomes de Rydberg froids pour la métrologie de champs RF 17

à des champs plus faibles. Cette extension est d’autant plus marquée que le critère définissant le
seuil tend aussi à devenir moins strict avec les atomes froids, passant de 2-3ΓEIT dans le cas des
vapeurs chaudes à ∼ ΓEIT pour des températures de l’ordre de 10µK [44]. Elle ne peut toutefois
se produire, d’après la référence [44], que si Ωp ≤ Ωc. À titre d’exemple, les simulations faites dans
cette même référence dans le cas d’un gaz de 87Rb montrent qu’avec Ωp = Ωc = 2π × 1 MHz, le
seuil de non linéarité passe de ΩRF=3 MHz quand la température du gaz vaut 300 K, à ΩRF=0.1
MHz quand elle vaut 10 µK.

FIGURE 7 – En haut : spectres de transmission du faisceau probe observés dans des atomes froids
en présence d’un champ à 36,9 GHz, dans le cas où les faisceaux probe et coupling sont à

résonance pour donner lieu à de l’EIT (gauche), et dans le cas où ils sont très désaccordés de l’état
intermédiaire pour former une transition à 2 photons (droite). δ représente le désaccord total de
l’excitation à 2 photons par rapport à la transition entre l’état fondamental et le premier état de
Rydberg. Bas : écart relatif ∆ en fonction de l’amplitude du champ entre la séparation δω du

doublet Autler-Townes réellement mesurée et celle attendue en considérant que δω = ΩMW , dans
le cas où le doublet est sondé à l’aide d’un signal d’EIT (bleu), et dans celui où il l’est à l’aide de la

transition à 2 photons (noir). L’ensemble de cette figure est issue de la référence [94].

En outre, l’usage d’atomes froids comme support des mesures offre également des moyens
alternatifs pour sonder l’effet Autler-Townes induit par le champ, dont certains sont potentiellement
plus robustes que l’EIT sur certains aspects. Parmi ces moyens alternatifs figure la spectroscopie à
partir du signal d’absorption induit par une transition à 2 photons vers les états de Rydberg. Cette
technique a été étudiée en référence [94], dans laquelle elle est désignée par les auteurs sous le
nom d’EIA, et s’est révélée assez prometteuse. Similairement à la spectroscopie avec un signal d’EIT,
elle consiste toujours à faire interagir les atomes avec 2 faisceaux probe et coupling d’excitation
vers les états de Rydberg, et à mesurer l’évolution de la transmission du faisceau probe à travers
les atomes tandis qu’un des deux faisceaux voit sa fréquence balayée. La différence par rapport
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au schéma d’EIT classique est que les 2 faisceaux sont cette fois-ci très désaccordés d’une même
quantité∆, mais avec des signes opposés, par rapport à l’état intermédiaire du chemin d’excitation,
tel que ∆ >> Ωc,Γi. Dans ces conditions, la signature de chaque résonance de la transition à 2
photons dans le spectre de transmission du faisceau probe n’est plus une étroite fenêtre d’EIT, mais
un pic d’absorption à la fréquence du faisceau balayé correspondante. Deux exemples de spectres
d’EIT et d’absorption à 2 photons dans des atomes froids en présence d’un champ RF, tirés de la
référence [94], sont donnés en figure 7. Bien qu’une telle approche soit également possible avec les
vapeurs chaudes, l’élargissement Doppler considérable subi par les pics d’absorption vu la vitesse
élevée des atomes (∼ 100MHz) réduirait drastiquement l’étendue et la sensibilité des mesures par
rapport à la spectroscopie d’EIT, alors que pour les atomes froids, ce problème ne se pose pas. En
s’appuyant à la fois sur des mesures dans un PMO de 87Rb à 100 µK interagissant avec un champ
RF à 36.9 GHz, et sur des simulations à partir d’un modèle théorique, l’étude de la réf. [94] met
en évidence plusieurs avantages de la spectroscopie par absorption à 2 photons comparée à celle
par EIT. Tout d’abord, la linéarité du facteur d’échelle qui relie la séparation mesurée du doublet
δω à la pulsation de Rabi ΩRF , ou à l’amplitude ERF du champ, s’avère meilleure avec l’alternative
”EIA”. Comme le montre la figure 7, les écarts rapportés dans l’article [94] entre δω et ΩRF sont
en effet de l’ordre de 5% pour l’EIT, contre 1% ou moins pour l’absorption à 2 photons. L’analyse
théorique explique ceci en partie par une dynamique plus simple dans le cas de l’absorption à 2
photons, car le niveau intermédiaire n’est quasiment pas peuplé. En plus de cela, la spectroscopie
par ”EIA” ne présente pas de non-linéarité lorsque ΩRF devient de l’ordre ou inférieur à la largeur
des pics d’absorption, à l’inverse de la spectroscopie par EIT [94]. Cela est attribué principalement
à l’absence de peuplement du niveau intermédiaire du fait du grand désaccord du faisceau probe.
Enfin, les 2 avantages précédents s’ajoutent à un niveau de performance comparable à celui de la
spectroscopie par EIT dans un gaz froid : dans la configuration de l’article, les pics d’absorption sont
larges de 400 kHz, et conduisent à un plus petit champ détectable de 101.4 µV/cm, à nouveau un
ordre de grandeur en dessous des capteurs à vapeurs chaudes.

0.3.2 Spectroscopie par DPMO

Une autre technique de spectroscopie possible et envisageable en travaillant avec des atomes
froids est la spectroscopie par déplétion de piège magnéto-optique (DPMO), aussi connue dans la
littérature sous le nom de spectroscopie « trap-loss » [99–109]. L’application de cette technique à
la métrologie de champs RF et THz a déjà été suggérée dans certaines références telles que [100],
mais n’a, à notre connaissance, encore jamais été mise en œuvre dans ce but avant cette thèse. Le
principe de la spectroscopie DPMO est schématisé au travers d’un exemple tiré de la référence [99]
en figure 8. Comme son nom l’indique, cette spectroscopie repose sur un effet de perte d’une partie
des atomes piégés dans un PMO lorsque ceux-ci sont promus dans un état incompatible avec
le piégeage, car sensible à un ou plusieurs mécanismes permettant aux atomes de s’échapper.
Les états de Rydberg font justement partie de ce type d’états, et il est prouvé dans la référence
[104] que le mécanisme majoritairement responsable des pertes dans leur cas est l’ionisation par
le rayonnement de corps noir ambiant. L’effet de perte marquant chaque résonance de l’excitation
utilisée pour sonder les états de Rydberg peut en conséquence être détecté de deux manières :

— soit en mesurant, en parallèle du balayage en fréquence de l’excitation, la quantité de par-
ticules chargées dans l’enceinte contenant les atomes, au moyen par exemple d’une galette
de micro-canaux. Du fait de l’ionisation une fois dans un état de Rydberg, cette quantité
augmente en effet significativement à résonance.
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FIGURE 8 – Principe de la spectroscopie DPMO en prenant pour exemple le cas où celle-ci est
réalisée en excitant des atomes de Césium dans leurs états de Rydberg à l’aide d’un seul photon.

Des atomes piégés et refroidis dans un piège magnéto-optique (PMO) sont soumis à une
excitation UV à 319 nm vers un état de Rydberg donné, ici l’état |71P3/2〉. Lorsque l’excitation est à
résonance, une partie des atomes du piège magnéto-optique (PMO) s’échappent de ce dernier
car leur transfert dans l’état |71P3/2〉 s’accompagne d’une ionisation par le rayonnement de corps
noir ambiant. En conséquence, la population piégée dans le piège magnéto-optique (PMO)

diminue, ce que l’on peut détecter en imageant la fluorescence des atomes à l’aide d’une caméra
CCD. Un pic de chute de la fluorescence traduit une résonance vers un état de Rydberg. Un
exemple de spectre de fluorescence ainsi obtenu est donné en bas de la figure. Bien que
l’excitation ne cible ici qu’un seul état de Rydberg, le spectre comporte 2 raies et donc 2

résonances en raison du dédoublement Autler-Townes de l’état fondamental |6S1/2〉 sous l’action
de la lumière de refroidissement. Toute la figure est issue de [99]
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— soit en mesurant l’évolution de la fluorescence du PMO au cours du balayage, à l’aide d’une
caméra ou d’une photodiode. Cette fluorescence provient de la diffusion permanente, par
émission spontanée, de la lumière de refroidissement absorbée par les atomes, et elle est
proportionnelle à la population du PMO. Le départ des atomes du piège à résonance se
traduit donc par une chute du niveau de fluorescence moyen.

Plusieurs formats de l’excitation sonde sont possibles et ont été employés par les auteurs de travaux
sur la spectroscopie DPMO des états de Rydberg : excitation à 1 seul photon UV depuis l’état
fondamental de la transition de refroidissement [99, 101], ou bien à un seul photon visible depuis
l’état excité de cette dernière [102, 105], transition à 2 photons depuis l’état fondamental [103, 104],
etc. Il est à noter que malgré l’absence de signal RF, les signaux de résonance obtenus avec les
formats d’excitation à 1 photon peuvent prendre la forme non pas d’une raie unique mais d’un
doublet, et cela en raison d’un autre effet Autler-Townes résultant de la lumière de refroidissement
[100, 101] : sous l’action de cette dernière, l’état de la transition de refroidissement couplé aux états
de Rydberg par l’excitation sonde se dédouble en 2 états, de sorte qu’il y a pour chaque état de
Rydberg sondé 2 résonances possibles, et donc 2 raies, très proches. Ce dédoublement semble
devenir en revanche quasiment imperceptible si l’excitation sonde utilisée est une transition à 2
photons [103, 104]. Quoi qu’il en soit, le fait que la spectroscopie DPMO puisse être utilisée pour
sonder l’effet Autler-Townes dû à la lumière de refroidissement tend à confirmer qu’elle pourrait
l’être aussi pour sonder celui dû au couplage entre 2 états de Rydberg par un champ RF, afin de
caractériser ce dernier. Un atout de cette approche, qui justifie qu’on s’y intéresse davantage, est
sa simplicité de mise en oeuvre. Indépendamment de sa possible application à la métrologie de
champs RF et THz, la spectroscopie DPMO a également déjà trouvé un intérêt pour l’étude des
états de Rydberg de terres rares [105, 106], ainsi que pour celle d’états photoassociatifs impliqués
dans la formation de molécules dans un PMO [107–109].

0.4 Problématique et déroulement des travaux de thèse

Les objectifs de la présente thèse sont de démontrer la faisabilité des mesures atomiques de
champs RF à partir de la spectroscopie DPMO, et d’étudier les performances, les avantages et les
limites de cette technique comparativement aux autres capteurs atomiques. Afin de remplir cette
mission, cette thèse a été consacrée en grande partie au développement d’une plateforme expéri-
mentale capable de mettre en oeuvre la spectroscopie DPMO, puis à la réalisation et à l’analyse de
mesures d’amplitude et de fréquence d’un signal RF connu. J’ai effectué l’ensemble de ces travaux
au sein du groupe « atomes froids » de l’unité SLM du département DPHY de l’ONERA, entre mon
arrivée en stage de fin d’étude dans le groupe en mars 2021, et la fin de mon contrat doctoral
en septembre 2024. Le groupe « atomes froids » s’est spécialisé historiquement dans les capteurs
inertiels et les gravimètres basés sur l’interférométrie atomique. Il a cherché à partir de fin 2020 à
étendre ses activités à la métrologie atomique de champs RF en explorant de nouvelles approches
dans ce domaine basées sur des atomes de Rydberg froids. Ma thèse s’est inscrite justement dans
le cadre du lancement de ce projet, et je suis de ce fait le premier étudiant en thèse à y avoir
contribué. Ainsi, lors de mon arrivée suite au démarrage du projet, la plateforme expérimentale
requise pour implémenter et étudier les différents protocoles de mesure alternatifs envisagés n’en
était qu’au tout début de son montage : seules l’enceinte à vide alimentée en 87Rb et les sources
lasers asservies et accordables pour le refroidissement se trouvaient déjà prêtes à l’emploi. C’est la
raison pour laquelle j’ai dû dimensionner et construire la majeure partie de l’expérience.

Au cours de mon stage et de ma première année de thèse, j’ai commencé par travailler princi-
palement à l’élaboration de la source d’atomes froids de 87Rb. Ce travail a comporté une première
phase de réalisation complète d’un système laser de refroidissement par PMO et par mélasse op-
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tique, ainsi que d’un système de contrôle des champs magnétiques, fortement inspirés de ceux déjà
existants sur les expériences d’interférométrie atomique du groupe. Une partie du système laser de
refroidissement a notamment été réalisée avec le concours d’un stagiaire de M1, Guillaume DE RO-
CHEFORT. La première phase s’est achevée en décembre 2021 avec l’obtention d’un nuage d’atomes
froids dans un PMO. Elle a été suivie jusqu’en septembre 2022 d’une seconde phase d’amélioration
de certaines parties des deux systèmes précédents, d’optimisation des caractéristiques du piège, et
d’introduction pour cela du système de détection de la fluorescence du PMO.

Ensuite, à partir de la deuxième année, j’ai procédé au dimensionnement et la mise en place du
système laser d’excitation vers les états de Rydberg, composé de 2 systèmes laser à 780nm et 480nm
stabilisées en fréquence sur une cavité ultrastable suivant la méthode Pound-Drever-Hall (PDH).
Cette tâche s’est déroulée à peu près dans cet ordre : prise en main du système laser commercial à
480 nm avec la participation d’un stagiaire de M1, Nicolas GUÉNAUX, construction/caractérisation
d’un système laser doublé en fréquence à 780 nm, alignement et mise en forme des faisceaux en
direction des atomes, mise sous vide d’une cavité de référence ultrastable reçue de la compagnie
SLS, et enfin réalisation/optimisation de l’asservissement Pound-Drever-Hall des lasers Rydberg.
C’est durant l’alignement des faisceaux Rydberg, en janvier 2023, que nous avons constaté l’effet de
déplétion du PMO lorsque les faisceaux sont accordés pour former une excitation résonante vers un
état de Rydberg. Nous nous sommes alors intéressés à l’utilisation de cet effet pour la métrologie de
champs RF avec des atomes froids. De mars à juillet 2023, j’ai ainsi procédé aux premières tentatives
d’analyse d’un champ RF à l’aide de la spectroscopie DPMO, en parallèle de la mise sous vide de la
cavité ultrastable, et de la réalisation d’une première version de l’asservissement PDH. Ces tentatives
ont été accompagnées d’une étude de l’influence des différents paramètres expérimentaux sur les
caractéristiques du signal, afin de déterminer une configuration propice aux mesures. L’ensemble de
ces travaux ont été menés en collaboration avec un stagiaire de M1, Nathan BONVALET, et un autre
deM2, Romain GRANIER, qui poursuit actuellement mon travail sur le projet à l’occasion d’une thèse
débutée en septembre 2023. Bien que très encourageants, les résultats de ces premières mesures
se sont néanmoins montrés peu satisfaisants, en raison de limitations expérimentales (fluctuations
de fréquence des lasers Rydberg, méthode de balayage en fréquence peu stable et peu précise,
etc...).

La résolution de ces problèmes et la finalisation de la 1ère version de l’asservissement PDH a
été suivie d’une seconde campagne de mesures mieux réussie entre août et octobre 2023, soit au
début de ma 3ème année de thèse. Les résultats de cette campagne m’ont permis de caractériser
les performances en termes de linéarité, d’étendue de mesure, de sensibilité, et de stabilité des
mesures d’amplitude d’un champ résonant par la version actuelle de notre instrument basé sur la
spectroscopie DPMO. J’ai pu également grâce à ces résultats identifier plusieurs effets à prendre
en compte lors du traitement des données ou dans le modèle d’effet Autler-Townes reliant les ca-
ractéristiques du champ à celles du doublet, tels que des perturbations liées aux états de Rydberg
voisins. Après correction du modèle avec ces perturbations, j’ai réalisé en janvier 2024 des mesures
complémentaires afin d’examiner la possibilité d’estimer simultanément l’amplitude et la fréquence
du champ lorsque ce dernier n’est plus forcément résonant. Pour cela, j’ai notamment étudié une
méthode d’inversion numérique des caractéristiques mesurées du doublet. Presque au même mo-
ment, d’autres de mes recherches bibliographiques ont confirmé l’origine physique de l’effet de
pertes, à savoir le rayonnement de corps noir ambiant, et ont débouché sur la formulation d’un
modèle capable de reproduire correctement les spectres DPMO mesurés. Tous ces résultats ont
donné lieu à la publication d’un article [110] rédigé entre octobre 2023 et avril 2024, à la rédaction
duquel j’ai contribué, et qui est reproduit à la fin de ce manuscrit. Pour tous ces différents travaux,
j’ai été aidé par Romain GRANIER, ainsi que par un post-doctorant, Quentin MAROLLEAU, et un
stagiaire de M1, Anthony EL-BEKAI.
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0.5 Plan du manuscrit

À part cette introduction, ce manuscrit se compose de 3 chapitres, et d’une conclusion. Il suivra
le plan que voici :

— Le chapitre 1 présentera l’intégralité du dispositif expérimental mis au point pour réaliser les
mesures par spectroscopie DPMO. Il détaillera pour cela la constitution, le fonctionnement,
ainsi que les spécifications techniques importantes de chaque grande partie du dispositif, à
savoir le système de préparation du nuage d’atomes froids, le système laser d’excitation dans
les états de Rydberg, le montage de détection des pertes, et la chaîne micro-onde. Quelques
uns de nos choix de conception seront également justifiés en expliquant les contraintes ou
besoins qui les ont motivés.

— Le chapitre 2 traitera d’une étude préliminaire du cas simple de la spectroscopie DPMO d’un
seul état de Rydberg, l’état |61S1/2〉, en l’absence de signal RF, à l’aide d’une transition à 2
photons. Cette étude vise à comprendre les caractéristiques du signal DPMO, et leurs liens
avec les paramètres expérimentaux, afin d’en tirer des informations utiles pour les mesures
de champ RF, et d’en déduire une configuration propice à ces mesures. On analysera d’abord
les différents aspects du signal (amplitude, largeur, allure, bruit, etc.) dans cette configura-
tion, en s’appuyant en partie sur un modèle simple d’équations de taux, et sur un modèle
plus complet d’équations de Bloch à 3 niveaux, que nous discuterons au passage. Le jeu de
paramètres choisi pour les mesures sera ensuite justifié à partir d’un examen de l’influence
sur les caractéristiques du signal des différents paramètres, tels que l’intensité et la polarisa-
tion des lasers Rydberg, ou encore la vitesse du balayage en fréquence. La présentation de
ces résultats, ainsi que d’exemples de spectres DPMO d’où ils ont été tirés, donnera égale-
ment l’occasion d’expliquer les procédures de calibration de l’axe en fréquence des spectres,
et de traitement des données.

— Dans le chapitre 3 seront abordés les résultats de l’étude de la métrologie de champs RF
par le biais de la spectroscopie DPMO du doublet Autler-Townes, dans le cas d’un champ
couplant les états |61S1/2〉 et |61P1/2〉. Une première partie du chapitre mettra d’abord en
évidence le dédoublement du signal DPMO en présence du champ RF, avant de s’intéresser
à l’évolution des caractéristiques utiles du doublet observé (i.e. sa séparation et sa fréquence
centrale) avec la puissance du champ lorsque ce dernier est quasi-résonant. Ceci permet-
tra d’évaluer la linéarité et l’étendue de la mesure de l’amplitude du champ, ainsi que de
montrer l’existence de déplacements lumineux causés par des couplages à d’autres états
de Rydberg voisins, dont il est nécessaire de tenir compte. Suite à cela, nous discuterons
dans une seconde partie de la stabilité de notre instrument, sur la base de tracés d’écart-
types d’Allan en fonction du temps d’intégration, grâce auxquels nous estimerons aussi la
sensibilité et la résolution de la mesure d’amplitude. La dernière partie se concentrera sur
l’évolution des caractéristiques du doublet en fonction de l’amplitude et de la fréquence du
champ lorsque ce dernier n’est plus nécessairement à résonance, et sur la possibilité d’en
déduire simultanément ces deux propriétés du champ.

— Enfin, la conclusion dressera un bilan des travaux accomplis et des enseignements de notre
étude des mesures par spectroscopie DPMO. Elle évoquera également des perspectives
d’évolution et d’amélioration de l’expérience que nous envisageons à court-terme, ainsi
qu’une autre opportunité offerte par les atomes froids qui sera explorée à plus long terme :
celle d’effectuer les mesures à l’aide d’atomes piégés dans des pinces optiques.
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L’introduction a permis de mettre en évidence les éléments nécessaires à la mise en oeuvre de
la specroscopie DPMO, à la base de la technique de mesure de champs radio-fréquences étudiée
dans cette thèse. Un instrument mettant en oeuvre ce type de spectroscopie doit notamment in-
clure, étant donné le principe de cette dernière, un nuage d’atomes refroidis et piégés par un PMO,
un moyen d’excitation des atomes vers les états de Rydberg, ainsi qu’un moyen de détection des
variations de population qui se prosuisent au voisinage de la résonance. Dans ce chapitre, nous
allons à présent décrire l’instrument que nous avons réalisé et utilisé pour effectuer les mesures
de signaux RF exposées aux chapitre 3. Nous expliquerons en particulier la manière dont chacune
de ses composantes a été réalisée et fonctionne, ce qui permettra au passage de justifier certains
choix techniques ayant été faits. Un schéma de principe de notre instrument est donné en figure
1.1. Comme le projet n’en était qu’à son commencement lors de mon arrivée à l’ONERA, j’ai consa-
cré une grande partie de ma thèse à la conception, à la construction, à la validation ainsi qu’à

23
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FIGURE 1.1 – Schéma de principe simplifié de l’instrument ayant servi à réaliser les mesures de
champs RF par spectroscopie DPMO étudiées dans cette thèse. Un ensemble d’atomes de 87Rb
piégés et refroidis par un PMO est exposé simultanément à 2 faisceaux à 780 nm et 480 nm

permettant l’excitation vers les états de Rydberg habillés par le signal micro-onde à mesurer. Ce
dernier est émis en direction des atomes par une antenne cornet. La déplétion du PMO sous
l’effet de l’excitation vers les états de Rydberg habillés est détectée au travers de la fluorescence

des atomes piégés

l’intégration de ces différents éléments.

1.1 Système de préparation d’un nuage d’atomes froids

1.1.1 Vue d’ensemble

L’espèce atomique ayant été choisie comme support des mesures réalisées par notre instrument
est le rubidium 87. Ce choix a été motivé notamment par la longue expérience et le savoir-faire
de l’équipe SLM de l’ONERA autour de cette espèce, par l’abondance de matériel adapté déjà
disponible au sein de l’équipe. Il l’a également été par la relative simplicitié d’utilisation du 87Rb froid
par rapport à d’autres espèces atomiques, qui sera un avantage pour les applications pratiques. Le
rubidium est libéré à l’intérieur d’une enceinte à vide par dégazage d’un dispenser (filament imbibé
de rubidium) échauffé par effet Joule sous l’action d’un courant électrique. Le vide à l’intérieur de
l’enceinte est maintenu à environ 10−8 mbar par une pompe ionique.

Pour former le nuage d’atomes froids, une fraction des atomes de la vapeur de rubidium dans
l’enceinte est capturée par un PMO, sans étape de refroidissement sub-Doppler ultérieure. Notre
PMO consiste en 3 paires de faisceaux lasers refroidisseurs rétroréfléchis à 780 nm, ainsi que d’un
gradient de champ magnétique de 26 G/cm généré par une paire de bobines en configuration
anti-Helmholtz. À cela s’ajoutent 3 paires de bobines de compensation en configuration ”quasi”-
Helmholtz (1 pour chaque axe de l’espace). La longueur d’onde des faisceaux refroidisseurs est
choisie pour coïncider avec celle de la transition cyclante entre les niveaux hyperfins |5S1/2, F = 2〉
et |5P3/2, F = 3〉 du 87Rb, couramment utilisée comme transition de refroidissement de ce dernier.
Chaque paire de faisceau a un diamètre à 1/e2 d’environ 9 mm, et est désaccordée vers le rouge de
20 MHz par rapport à la transition de refroidissement, ce qui représente environ 3 fois la largeur
Γ de la transition (Γ = 6,07 MHz). Pour chaque paire de faisceaux, les faisceaux aller et retour sont
polarisés respectivement σ+ et σ−, afin de générer en association avec le gradient de champ la
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FIGURE 1.2 – Photographies du système de préparation d’un nuage d’atomes froids (en haut à
gauche) et images de CAO de ce dernier et de ses différents éléments (en haut à droite et en bas)



26 CHAPITRE 1.

Rb vapor
cell 

Diode "esclave"
1560 nm

PPLN

42

Asservissement
absorption saturée

Diode "maître"
1560 nm

EOM

RF 
 6.56 GHz

Ampli EDFA

AOM

PPLN

RF 
 110 MHz

Asservissement
Battement

Photodiode

Photodiode

C1

C2

C3

FIGURE 1.3 – Schéma du système de génération et de contrôle en fréquence de la lumière de
refroidissement

force de rappel piégeant les atomes au voisinage du point d’annulation du gradient. Les faisceaux
refroidisseurs doivent également s’accompagner d’un faisceau repompeur, destiné à maintenir les
atomes dans la transition de refroidissement, et accordé pour cela sur la fréquence de la transition
|5S1/2, F = 1〉 → |5P3/2, F = 2〉, supérieure de 6.56 GHz à la fréquence de la transition de refroi-
dissement. Dans notre cas, les faisceaux refroidisseurs font en même temps office de repompeurs,
car leur spectre comporte en plus de la raie de refroidissement une autre raie à résonance avec
la transition de repompage, obtenue par modulation de phase. Le rapport d’intensité entre les 2
raies est fixé à environ 20%. La puissance optique totale transportée par l’ensemble des faisceaux
refroidisseurs/repompeurs s’élève à environ 160 mW.

L’agencement spatial des différents éléments du PMO est représenté sur la photographie et
les dessins de CAO de la figure 1.2. Les différentes paires de bobines de champ magnétiques sont
montées autour de l’enceinte sur un support cubique en plastique, à l’intérieur duquel l’enceinte
vient s’insérer. Les paires de bobines de compensation sont fixées sur les faces externes du cube et
alignées ainsi suivant 3 directions de l’espace X, Y et Z, à raison d’une paire pour chaque direction.
Les bobines générant le gradient de champ sont quant-à-elles fixées à l’intérieur du cube, suivant
la verticale Z. Les 3 paires de faisceaux refroidisseurs comportent 2 paires de faisceaux horizontaux
arrivant de part et d’autre de l’enceinte à hauteur de celle-ci avec un angle d’incidence de 55°,
et 1 paire de faisceaux verticaux alignée suivant l’axe des bobines de gradient de champ. Ces 3
paires se croisent à l’intérieur de l’enceinte au centre du cube, où se trouve le point d’annulation
du gradient de champ. Dans ces conditions, le nuage d’atomes froids est confiné au voisinage du
point d’annulation du gradient, à l’intérieur de la zone de recouvrement des faisceaux.
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1.1.2 Génération, contrôle en fréquence et mise en forme des faisceaux
refroidisseurs et repompeurs

Le système laser dédié à la génération et au contrôle en fréquence de la lumière de refroidis-
sement et repompage du 87Rb à 780 nm est représenté en figure 1.3. Il s’agit d’un système laser
presque entièrement fibré, dans lequel la lumière de refroidissement et de repompage est générée
par doublage de fréquence d’une diode laser télécom à 1560 nm dite ”esclave” à l’aide d’un cristal
non-linéaire de niobate de lithium polarisé périodiquement (PPLN) 1. Cette approche, développée
et beaucoup utilisée par l’équipe SLM de l’ONERA, exploite l’heureuse coïncidence suivant laquelle
la longueur d’onde de refroidissement du 87Rb vaut exactement la moitié de la longueur d’onde
des composants télécoms répandus aujourd’hui, et permet de tirer partie des nombreux avantages
de ces derniers (robustesse, coût moins onéreux, etc.) [111] [112]. De plus, le fait que le système soit
presque entièrement fibré rend ce dernier assez compact, et lui confère une excellente stabilité dans
le temps en éliminant tout risque de désalignement, ainsi qu’une moindre sensibilité aux vibrations.

La fréquence d’émission à 1560 nm de la diode ”esclave” est asservie, de manière à mainte-
nir le désaccord de la lumière de refroidissement à 780 nm obtenue après doublage à une valeur
constante de -20 MHz par rapport à la transition de refroidissement. Cette stabilisation de la fré-
quence de la lumière de refroidissement est nécessaire pour assurer la stabilité du PMO. L’asservis-
sement de la diode ”signal” consiste à locker la fréquence fbeat du battement entre cette dernière
et une autre diode à 1560 nm dite ”maître”, elle-même asservie sur une raie d’absorption saturée
d’une vapeur thermique de rubidium à température ambiante. fbeat est pour rappel donnée par la
valeur absolue de la différence des fréquences d’émission des diodes ”maître” et ”esclave”. Ainsi,
en choisissant judicieusement la fréquence de consigne pour l’asservissement du battement à 1560
nm, il est possible de donner à la lumière de refroidissement le désaccord souhaité.

La partie asservissement par absorption saturée de la diode ”maître” correspond à la moitié
supérieure du schéma de la figure 1.3. La raie sur laquelle la diode ”maître” est asservie correspond
au crossover 3-4 de la transition |5S1/2, F = 3〉 → |5P3/2〉 du rubidium 85 (cf spectre d’absorption
saturée du rubidium [113]). Le choix de ce crossover plutôt qu’une autre raie d’absorption saturée se
justifie par le fait que c’est lui qui présente le meilleur rapport signal sur bruit, maximisant ainsi les
performances de l’asservissement. Une partie de la lumière à 1560 nm issue de la diode est prélevée
grâce au coupleur C1, puis doublée en fréquence avec un cristal de PPLN, pour produire un faisceau
’pompe’ à 780 nm, envoyé sur la vapeur de rubidium afin de saturer la transition |5S1/2, F = 3〉 →
|5P3/2〉. En parallèle, un faisceau ”sonde”, destiné comme son nom l’indique à sonder les raies
hyperfines et les crossovers de la transition, est formé par rétroréflexion du faisceau pompe sur
lui-même. Ce faisceau sonde, après s’être propagé dans la vapeur en sens inverse du faisceau
pompe, est collecté par une photodiode. En appliquant une modulation de fréquence sinusoïdale
(16 kHz) au faisceau pompe lorsque ce dernier est accordé au voisinage du crossover 3-4, il est
possible de réaliser par l’intermédiaire du faisceau sonde une détection homodyne du crossover.
Cette détection permet de générer un signal d’erreur proportionnel à la dérivée de la transmission
du faisceau sonde. Une correction PID associée à une rétroaction sur le courant de la diode viennent
alors annuler le signal d’erreur, ce qui revient à verrouiller la fréquence d’émission de la diode sur
celle du sommet du pic de transmission correspondant au crossover. En pratique, la modulation
en fréquence du faisceau pompe, la détection homodyne et la correction PID sont réalisées par un
seul et même boîtier lock-in regulator Toptica LIR 110, et la rétroaction s’effectue par l’intermédiaire
du courant d’alimentation de la diode.

La référence de fréquence stable obtenue en asservissant la diode ”maître” permet ensuite d’as-

1. Un cristal de PPLN agit en réalité comme un sommateur de fréquences, et non comme un doubleur à propement
parler. Dans notre cas cependant, les cristaux de PPLN utilisés font la somme de 2 photons identiques à 1560 nm pour former
un photon à 780 nm, ce qui in fine revient à un doublage
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maître et esclave, VV CO la tension de contrôle du VCO, fV CO la fréquence du signal généré par
ce dernier, VM et V1 les tensions de référence et de sortie du convertisseur-fréquence tension, et

SE le signal d’erreur

servir la fréquence fbeat du battement entre cette dernière et la diode ”esclave”. Pour générer le
signal de battement, une partie des faisceaux à 1560 nm issues des 2 diodes sont prélevées sur les
sorties dédiées des coupleurs C1 et C2, puis superposées sur une photodiode rapide par le cou-
pleur C3. Du point de vue de la photodiode, le battement se manifeste alors sous la forme d’une
modulation sinusoïdale de l’éclairement reçu au cours du temps, à la fréquence fbeat. Un schéma
de la boucle d’asservissement par battement est donné en figure 1.4. L’idée générale de l’asservis-
sement est de convertir le signal de battement en une tension V1, proportionnelle à fbeat à l’aide
d’un convertisseur fréquence-tension, puis de comparer V1 à une tension VM correspondant à la
fréquence de battement de consigne souhaitée. Cette comparaison donne lieu à un signal d’erreur
égal à V1−VM , qu’un correcteur PID associé à une rétroaction sur le courant de la diode ”esclave” se
chargent alors de ramener à 0 pour que la fréquence du battement atteigne sa valeur de consigne.
Il est à noter cependant que la fréquence de consigne nécessaire pour donner aux faisceaux refroi-
disseurs le désaccord souhaité (-20 MHz) vaut environ 613 MHz 2 et se situe largement en déhors
de la plage de fréquences acceptables par le convertisseur-fréquence-tension (0-128 MHz). Pour
contourner ce problème, le battement collecté par la photodiode est préalablement mixé avec un
signal RF issu d’un VCO, à la fréquence fV CO (= 566 MHz en pratique). Le mixage génère un se-
cond battement à la fréquence |fbeat−fV CO|, ce qui revient à appliquer un offset à la fréquence du
battement initial, permettant ainsi de ramener cette dernière dans la gamme 0-128 MHz. En termes
de performances, cet asservissement par battement s’est montré capable de ”suivre” en 1.5 ms des
échelons d’amplitude 150 MHz de la fréquence de battement de consigne, soit 300 MHz à 780 nm.
Ces échelons ont été appliqués en changeant de 150 MHz la fréquence fV CO .

Une autre partie de la lumière à 1560 nm émise par la diode ”esclave” ainsi asservie subit dif-
férents traitements pour devenir un faisceau de refroidissement et de repompage à 780 nm suffi-
samment puissante. Ces traitements sont appliqués par une série d’éléments représentés en bas du
schéma de la figure 1.3, et dans lesquels la lumière de la diode ”esclave” est envoyée par l’intermé-

2. Cette fréquence de consigne peut être calculée en considérant d’abord la différence des fréquences respectives de la
transition de refroidissement du 87Rb et du crossover 3-4 du 85Rb, puis en y ajoutant le désaccord souhaité des faisceaux
refroidisseurs, ainsi que les offsets nécessaires pour compenser les décalages de fréquence induits par les 2 AOM présents
sur le chemin des faisceaux
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diaire de la 2ème sortie du coupleur C2. Tout d’abord, la lumière est modulée en phase grâce à un
EOM piloté par un signal RF à fEOM = 6.58 GHz issu d’un VCO pour générer la raie repompeur. Elle
est ensuite amplifiée à une puissance d’environ 1W par un amplificateur EDFA, avant d’être conver-
tie à 780 nm par doublage de fréquences dans un cristal de PPLN. L’AOM placé entre la sortie de
l’EDFA et l’entrée du PPLN n’est destiné qu’à jouer un rôle de switch, permettant de couper très
rapidement le faisceau en cas de besoin. La modulation de phase permet quant-à-elle d’ajouter à
la raie de refroidissement une autre raie capable de faire office de signal repompeur. En effet, ce
type de modulation s’accompagne de l’apparition de bandes latérales de part et d’autre de la raie
d’émission à 1560 nm de la diode ”esclave”, situées relativement à cette dernière à ±fEOM . Cette
structure spectrale est conservée lors de la conversion à 780 nm : la sommation par le PPLN des
3 raies à 1560 nm entre elles conduit toujours à l’existence de 2 bandes latérales à ±fEOM de la
raie de refroidissement, bien qu’elle conduise aussi à l’apparition de 2 bandes supplémentaires à
±2fEOM . Ainsi, si la fréquence de modulation est choisie comme c’est le cas ici pour coïncider avec
l’écart de fréquences entre les transitions de refroidissement et de repompage (6.58 GHz), la bande
latérale située à +fEOM de la raie de refroidissement se trouve à résonance avec la transition de
repompage, et agit alors comme signal repompeur. Par ailleurs, la stabilité en fréquence de cette
bande latérale est assurée d’une part par le fait que cette dernière résulte de la modulation d’une
raie d’émission asservie, et d’autre part par la très bonne stabilité en fréquence du VCO fournis-
sant le signal de modulation. La manière de générer le signal repompeur qui vient d’être décrite
présente l’intérêt d’éviter le recours à une source laser et à un asservissement supplémentaires, et
contribue de ce fait à la réduction du coût et à la compacité du système laser de refroidissement.

En raison de leur impact sur les performances du PMO, la puissance de sortie totale à 780 nm
ainsi que la répartition de cette puissance entre les signaux refroidisseurs et repompeurs sont égale-
ment des paramètres importants à considérer. La répartition peut être contrôlée par l’intermédiaire
de la puissance PEOM du signal de modulation RF, sachant que les amplitudes de la raie d’émission
modulée de la diode ”esclave” et des bandes latérales crées lors de la modulation varient respec-
tivement comme les carrés des fonctions de Bessel d’ordre 0 et 1 de

√
PEOM . En pratique, pour

obtenir le ratio de puissances recherché (20% en pratique) entre les raies repompeuse et refroidis-
seuse, PEOM est ajustée au moyen d’un atténuateur variable RF commandé en tension, et disposé
entre le VCO et l’entrée de l’EOM. Après amplification par l’EDFA, puis diffraction par l’AOM avec
une efficacité d’environ 54%, la puissance totale de la lumière modulée à 1560 nm disponible à l’en-
trée du cristal de PPLN est d’environ 500 mW. L’efficacité de conversion du cristal a été optimisée à
100%/W de puissance d’entrée en asservissant la température de ce dernier à 58°C, ce qui permet
d’obtenir une puissance totale à 780 nm en sortie du cristal d’environ 250 mW.

Le refroidissement dans le PMO s’effectuant suivant 3 axes, la lumière de refroidissement et de
repompage sortant du système laser de la figure 1.3 doit ensuite être séparée en 3 faisceaux. Cette
séparation est réalisée au sein d’un système optique en espace libre schématisé en figure 1.5, au
moyen de 3 cubes PBS précédés chacun d’une lame λ/2. Chaque cube est un composant dont les
faces ont subi un traitement diélectrique sensible à la polarisation qui lui permet de diviser en 2 le
faisceau incident. Parmi les 2 faisceaux ainsi obtenus en sortie d’un cube, l’un est réfléchi à 90° et
polarisé S (linéaire vertical), et l’autre transmis polarisé P (linéaire horizontal). Les puissances des 2
faisceaux de sortie sont fixées par les valeurs de la projection de la polarisation linéaire incidente
suivant chaque axe neutre, autrement dit par la direction de la polarisation incidente. Les lames λ/2
placées à l’entrée de chaque cube sont prévues pour pouvoir changer cette direction et obtenir la
puissance souhaitée sur chaque voie de sortie du cube. En jouant sur l’orientation de ces lames
λ/2, il est ainsi possible de contrôler la répartition de la puissance totale de la lumière de refroidis-
sement entre les 3 axes du PMO. Une première séparation permet de créer 2 voies, l’une réservée
au refroidissement dans le PMO, et l’autre pour une phase ultérieure de mélasse optique. La quasi
totalité de la lumière de refroidissement disponible avant séparation est néanmoins transférée pour
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l’instant sur la voie dédiée au PMO, car la voie mélasse, bien que mise en place pour l’étude ul-
térieure d’autres protocoles piégeage et de refroidissement, n’a pas été utilisée lors des travaux
présentés dans cette thèse. Ensuite, le faisceau de la voie PMO est diffracté avec une efficacité de
84% par un AOM offrant un moyen supplémentaire de switch et de contrôle en puissance de la
lumière du PMO, avant de subir une 2ème séparation. L’un des deux faisceaux résultants part alors
éclairer l’axe vertical du PMO, tandis que l’autre est de nouveau divisé en 2 faisceaux destinés aux
2 axes horizontaux.

Chacun des 3 faisceaux ainsi formés est acheminé au voisinage de l’enceinte à vide vers l’axe qu’il
doit éclairer grâce à une fibre FC/APC à maintien de polarisation. Les efficacités de couplage des
faisceaux dans chacune de ces fibres sont toutes proches de 80% . L’efficacité maximale accessible
a été optimisée en faisant en sorte d’assurer un recouvrement maximal entre le faisceau focalisé
à l’entrée de la fibre et le mode de cette dernière. Il a suffi pour cela de choisir des collimateurs
d’injection FC/APC tels que le waist w′

0 du faisceau focalisé soit le plus similaire possible au rayon
du mode des fibres. w′

0 est relié à la focale f du collimateur par l’équation :

ω′
0 =

λf

πω0
(1.1)

Avec λ = 780nm, f = 4.6mm et sachant que le waist w0 du faisceau incident sur le collimateur
vaut 0.5 mm, on obtient un waist w′

0 de 5.5 µm, effectivement proche du rayon de mode des fibres
(5.2µm). En outre, le maintien de polarisation a été obtenu en alignant la direction de la polarisation
linéaire des faisceaux injectés avec l’un des axe neutres de chacune des fibres, et ce à l’aide de lames
λ/2 placées à l’entrée de chaque fibre. La ”qualité” du maintien de polarisation a été évaluée en
mesurant le PER de chaque fibre, défini pour rappel comme suit :

PER = 10.log(
Pmax

Pmin
) (1.2)
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avec Pmax la puissance d’un maximum d’éclairement et Pmin celle d’une extinction observés avec
un montage analyseur de polarisation placé en sortie de fibre. Le tableau 1.1 ci-dessous récapitule
les puissances présentes en entrée et sortie de chaque fibre, ainsi que les efficacités de couplage
et les PER de ces dernières.

Fibre axe horizontal 1 Fibre axe horizontal 2 Fibre axe vertical

Puissance en entrée 73 mW 43 mW 84 mW

Puissance en sortie 60 mW 34 mW 62 mW

Efficacité de couplage 82% 79% 74%

PER 23.6 dB 18.5 dB 17.5 dB

TABLEAU 1.1 – Répartition de la puissance de la lumière de refroidissement entre les 3 axes du PMO
+ efficacités de couplage et PER des fibres transportant la lumière vers chaque axe

En sortant des fibres, les faisceaux refroidisseurs sont enfin alignés en direction de l’enceinte à
vide suivant leurs axes respectifs, de manière à se croiser à l’intérieur de l’enceinte au niveau du
zéro du gradient de champ magnétique. Afin d’être pleinement aptes à remplir leur fonction, ils
subissent également une dernière mise en forme faisant de chacun d’eux une paire de faisceaux
contrapropageants assez larges (9 mm de diamètre à 1/e2) et polarisés circulairement σ+ et σ−.
L’agencement final des faisceaux refroidisseurs autour de l’enceinte ainsi que celui des éléments de
mise en forme sont illustrés en figure 1.6. Le processus de mise en forme et le système optique qui
le permet sont similaires pour chacun des 3 axes. Sur chaque axe, le faisceau sortant de la fibre est
d’abord collimaté par une lentille plan-convexe de focale 40 mm pour atteindre un diamètre de 9
mm 3. Cette augmentation du diamètre, quasiment au maximum autorisé par la largeur des accès
vers l’enceinte à vide, vise à maximiser le volume de capture, et donc le nombre d’atomes refroidis.
Si besoin est, le diamètre du faisceau peut toutefois être réduit à l’aide d’un diaphragme placé juste
après la lentille. Ensuite, le faisceau est réfléchi à 90% avec un angle d’environ 45° en direction de
l’enceinte par un cube séparateur NPBS 90/10. Cette réflexion a été introduite en complément des
vis de réglages des montures de sorties de fibre sur les axes horizontaux, et de celles du miroir
à 90° sur l’axe vertical, pour donner accès à tous les degrés de liberté nécessaires pour aligner le
faisceau suivant la direction visée. De plus, la réflexion s’effectue sur un cube NPBS plutôt que sur un
simple miroir plan, afin de permettre, lors des développements ultérieurs de l’expérience, le passage
des faisceaux de mélasse suivant des directions identiques à celles des faisceaux du PMO. Après
réflexion sur les cubes NPBS, les faisceaux éclairant chaque axe effectuent tous un aller-retour à l’in-
térieur de l’enceinte. Les axes de propagation respectifs des faisceaux horizontaux sont représentés
en figure 1.6. Sur chacun de ces axes, le faisceau retour est formé par rétroréflexion du faisceau aller
sur un miroir plan placé en aval de l’enceinte. Suivant l’axe vertical, le faisceau aller pénètre dans
l’enceinte à incidence normale par le dessous de cette dernière après réflexion sur un miroir à 45°,
tandis que le faisceau retour est là encore formé par rétroréflexion sur un miroir, maintenu cette
fois-ci au-dessus de l’enceinte par une potence. En ce qui concerne les polarisations, la polarisation
σ+ du faisceau aller de chaque axe est créée par une lame λ/4 à 45° de la polarisation linéaire
incidente, placée sur le trajet du faisceau juste avant son entrée dans l’enceinte. Préalablement à
la traversée de ces lames λ/4, la polarisation linéaire initiale du faisceau est débarrassée de ses
imperfections résiduelles grâce à un jeu de lame λ/2 + cube PBS. Après traversée de l’enceinte, les
faisceaux aller rencontrent une autre lame λ/4 : la rétroréflexion des faisceaux sur cette seconde
lame confère aux faisceaux retour la polarisation σ− recherchée.

3. Cette valeur de diamètre peut être calculée en utilisant l’équation 1.1, sachant que λ=780 nm, f=40mm, et que w0 est
donné par le rayon de mode de la fibre, soit 2.6 µm
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1.1.3 Génération et contrôle des champs magnétiques

Comme cela a été évoqué dans la vue d’ensemble, le gradient de champ magnétique de notre
PMO est produit par une paire de bobines en configuration anti- Helmholtz, et il peut être com-
plété si besoin par des champs de compensation créés par 3 paires de bobines en configuration
”quasi”-Helmholtz. Ces champs de compensation ont été prévus non seulement pour supprimer
d’éventuels champs parasites susceptibles de perturber le PMO (comme le champ magnétique ter-
restre), mais aussi pour laisser la possibilité de déplacer le point d’annulation du gradient et ainsi
le nuage d’atomes froids. Pour rappel, les différentes paires de bobines sont maintenues alignées
autour de l’enceinte à vide suivant 3 directions orthogonales de l’espace par un support cubique en
DuraForm®. 2 des 3 paires de bobines de compensation sont disposées suivant 2 directions hori-
zontales X et Y définies tel que sur la figure 1.6, tandis que la 3ème paire et les bobines de gradient
sont alignées suivant l’axe Z formé par les faisceaux refroidisseurs verticaux. Les caractéristiques des
différentes paires de bobines sont récapitulées dans le tableau 1.2 ci-dessous.

Bobines
gradient

Bobines
compensation

axe X

Bobines
compensation

axe Y

Bobines
compensation

axe Z

Rayon 3 cm 4.9 cm 3.8 cm 3.8 cm

Séparation 5.5 cm 9 cm 10.6 cm 10.6 cm

Nb de tours 75 40 40 40

Résistance 0.36 Ω 1 Ω 0.8 Ω 0.8 Ω
Champ créé 8.8 G/A/cm 4.2 G/A 2.3 G/A 2.4 G/A

Courbure - 1.9 mG/A/m2 2.2 mG/A/mm2 2.6 mG/A/2

TABLEAU 1.2 – Caractéristiques des différentes paires de bobines du PMO. Ce qui est appelé
”champ créé” pour les bobines de compensation est la valeur par unité de courant du champ
quasi uniforme régnant au voisinage du centre de la paire de bobines. La grandeur appelée
”courbure” renseigne quant-à-elles sur le degré d’uniformité des champs de compensation le
long de l’axe des paires de bobines associées, une courbure nulle signifiant que le champ est
parfaitement uniforme tout le long de l’axe. Les valeurs de courbure indiquées ont été déduites

d’un ajustement des mesures expérimentales avec une fonction de type ax2 + c.

Ce dimensionnement des bobines a été guidé par plusieurs contraintes expérimentales. Leurs
rayons ont été choisis de manière à laisser assez d’espace pour l’insertion de l’enceinte et des
différents faisceaux de l’expérience, tout en étant suffisamment faibles pour que les valeurs de
champs magnétiques typiques 4 des PMO de 87Rb soient accessibles avec un courant et un nombre
de tours raisonnables. Une fois les rayons fixés, les nombres de tours ont alors été choisis de telle
sorte à atteindre les valeurs de champs typiques avec des courants modérés, de l’ordre de 1 à 2 A.
Après dimensionnement, toutes les bobines ont été réalisées à la main par mes soins, en enroulant
un fil de cuivre autour de rouleaux dessinés sous Solidworks et imprimés en 3D. Le support cubique
de l’ensemble du système de bobines a lui aussi été fabriqué par impression 3D.

Pour estimer les valeurs par unité de courant des champs magnétiques effectivement créés par
les différentes bobines, et au passage s’assurer du bon fonctionnement de ces dernières, la valeur
du champ rayonné le long de l’axe de chaque paire de bobines a été mesurée à l’aide d’une sonde
à effet Hall. Les résultats obtenus à l’issue de ces mesures confirment la capacité des bobines à
générer un gradient linéaire de l’ordre de 10 G/cm, ainsi que des champs de compensation de l’ordre
du Gauss quasiment constants sur quelques mm au voisinage du centre d’une paire. Les valeurs

4. Environ 10 à 20 G/cm pour le gradient, et 1-2 G pour les champs de compensation
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de gradient et de champs de compensation générés par unité de courant indiqués dans le tableau
1.2 sont directement issues de ces mesures. Contrôler le gradient et les champs de compensation
implique également de pouvoir allumer/éteindre très vite ces derniers par l’intermédiaire du courant
envoyé dans les bobines. Cela sera notamment utile lors de l’étude future d’autres protocoles de
métrologie sans champs magnétiques ou à partir d’atomes refroidis par mélasse, dont la mise en
place exige une coupure rapide (c’est-à-dire en quelques dizaines de µs au plus) des champs après
le chargement du PMO. Or, si les bobines ne sont connectées à rien d’autre qu’à leur alimentation,
la durée de coupure est limitée par les caractéristiques des bobines à quelques ms 5 ce qui est trop
lent par rapport à la durée recherchée. De plus, dans cette situation, les variations brusques du
courant lors de la commutation des champs peuvent provoquer une surtension aux bornes des
bobines potentiellement dangereuse pour l’ensemble du circuit. Pour surmonter ces 2 problèmes,
chaque paire de bobines a été intégrée à un montage électronique schématisé en figure 1.7. Au
sein de ce montage, les bobines sont placées en parallèle d’une résistance R3=50 Ω et d’une diode
de « roue-libre », dont les rôles respectifs sont de réduire le temps de coupure 6, et d’empêcher
la surtension lors de la commutation. Le passage du courant dans les bobines est contrôlé par un
transistor fonctionnant en régime saturé/bloqué en fonction de l’état d’une entrée TTL. Avec la
valeur de R3 utilisée, le temps de descente à 95% du courant lors de l’extinction des champs vaut
environ 20 µs, tandis que temps de montée à 95% lors du rétablissement des champs reste fixé à
une valeur de l’ordre de 1 ms par les caractéristiques des bobines 5.

1.1.4 Optimisation et caractérisation du nuage d’atomes froids

La première étape de la démarche d’optimisation fut de veiller à ce que le croisement des fais-
ceaux refroidisseurs soit maximal et coïncide parfaitement avec le zéro du gradient de champ ma-
gnétique, cette condition étant la plus critique pour le bon fonctionnement du PMO. Pour cela,
les faisceaux horizontaux ont été alignés tels que leur croisement en l’absence de l’enceinte soit
situé en retrait du faisceau vertical, à une distance de ce dernier égale au déplacement créé par la
traversée des parois en verre de l’enceinte (2,6 mm d’après la loi de Snell-Descartes). Ainsi, lorsque

5. La durée de coupure est en effet définie dans ce cas par L/R, avec L l’inductance des bobines, de l’ordre du mH, et
R leur résistance interne, comprise entre 0.1 Ω et 1 Ω (cf tableau 1.2)

6. En ajoutant R3 en parallèle, le temps de coupure n’est plus défini par L/R, mais par L/(R+R3) et donc écourté
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FIGURE 1.8 – Image de la fluorescence du nuage d’atomes froids prise avec une caméra (gauche),
et courbe de chargement du PMO en fonction du temps après coupure/réactivation du gradient
de champ magnétique (droite), dans les conditions actuelles d’utilisation du PMO. Les dimensions
indiquées sur l’image du nuage sont les largeur et hauteur à 1/e2 de ce dernier, déterminées à
partir de coupes horizontales et verticales de l’image. Sur la courbe de chargement, les points

noirs représentent les données expérimentales, et la ligne rouge un ajustement des données avec
une fonction et des paramètres donnés dans l’encadré à droite de la courbe. L’ajustement permet

d’évaluer la constante de temps du chargement à 1.68 s
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l’enceinte est remise en place, ce même déplacement vient positionner précisément le croisement
des faisceaux horizontaux sur le faisceau vertical, maximisant alors le recouvrement des 3 paires de
faisceaux. De plus, comme le faisceau vertical est parfaitement aligné sur l’axe des bobines de gra-
dient et donc centré sur le zéro de champ, le croisement se retrouve du même coup lui aussi centré
sur le zéro. En pratique, l’alignement du croisement des faisceaux horizontaux à la bonne distance
du faisceau vertical en l’absence de l’enceinte a été effectué en s’aidant d’une projection sur un
papier millimétré après réduction du diamètre des faisceaux à moins d’1 mm par des diaphragmes.
Dans un deuxième temps, un jeu de paramètres maximisant à la fois le nombre d’atomes piégés,
la vitesse de chargement, et la stabilité dans le temps du PMO a été déterminé empiriquement, en
étudiant l’effet de variations de chaque paramètre sur les régimes transitoire et stationnaire de la
fluorescence du PMO. Toutes les valeurs indiquées dans les paragraphes précédents concernant le
gradient de champ (26 G/cm), la puissance et le désaccord des faisceaux refroidisseurs (∆PMO =
-20 MHz), le rapport d’intensité des raies refroidisseuses/repompeuse (20%) et la répartition des
puissances entre les 3 axes du PMO correspondent précisément à ce jeu de paramètres idéal. Ce
dernier comprend également un champ de compensation de 1,3 G suivant l’axe X des figures 1.2
et 1.6, c’est-à-dire suivant l’axe longitudinal de l’enceinte. La courbe de chargement du PMO opti-
misé ainsi qu’une image du nuage formé par ce dernier sont présentés en figure 1.8. Grâce à une
étude du profil de la fluorescence émise le long de coupes de l’image, nous avons pu évaluer les
dimensions à 1/e2 horizontales et verticales du nuage respectivement à 3,25 mm et à 2,59 mm.
L’ajustement de la courbe de chargement par une fonction de la forme 1−e−t/τload indique d’autre
part un temps caractéristique de chargement τload de 1,68 s.

Suite à cette optimisation, le nombre d’atomes piégés N en régime stationnaire a été estimé à
partir de la puissance P de la fluorescence émise dans l’angle solide α entre le nuage et le détecteur
de puissance, en utilisant la relation suivante entre N et P :

N =
P

hc
λ γ α

4π

(1.3)

γ représente ici le taux d’émission spontanée entre les niveaux de la transition de refroidissement
|5S1/2, F = 2〉 et |5P3/2, F = 3〉. Il dépend de l’intensité I et du désaccord ∆PMO des faisceaux
refroidisseurs, ainsi que de l’intensité de saturation Isat = 3.57 mW/cm

2 [113] et de la largeur Γ =
6.07 MHz [113] de la transition de refroidissement, en vertu de la relation de saturation suivante :

γ =
Γ

2

I/Isat
1 + I/Isat + 4∆2

PMO/Γ
2
=

Γ

2

s

1 + s
(1.4)

avec s le paramètre de saturation, défini comme :

s =
I

Isat(1 + 4∆2
PMO/Γ

2)
(1.5)

Etant donné l’intensité des faisceaux refroidisseurs dans notre cas (I = 150.9 mW/cm2) 7 on trouve
en faisant l’application numérique des équations 1.4 et 1.5 ci-dessus γ = 2π×1,48 MHz, et s = 0,95.
Sachant de plus que P = 180 nW, et que α a été estimé à environ 6.9 × 10−3 sr vu la surface du
détecteur et la distance entre ce dernier et le nuage d’atomes, le calcul du nombre d’atomes piégés
avec l’équation 1.3 donne finalement :

N ∼ 140× 106atomes (1.6)

7. Cette valeur d’intensité a été déterminée en divisant la fraction de puissance totale (160 mW) des faisceaux du PMO
consacrée au refroidissement (96mW étant donné le rapport de raies de 20%), par la surface transverse des faisceaux
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FIGURE 1.9 – Schéma global du système laser produisant les faisceaux à 780 nm et 480 nm
nécessaires à l’excitation des atomes vers les états de Rydberg. On se réfèrera à la liste des

acronymes fournie au début de ce manuscrit pour la signification des différents acronymes utilisés
sur le schéma.

Connaissant le nombre d’atomes piégés à l’état stationnaire, la vitesse de chargement peut alors
être obtenue en convertissant la courbe de chargement de la figure 1.8 en unité de nombre d’atomes
piégés/s, puis en calculant la pente du front montant près de l’origine. Cela conduit à une vitesse
de chargement d’environ 46× 106 atomes/s.

1.2 Système laser d’excitation vers les états de Rydberg

1.2.1 Objectifs et vue d’ensemble

Pour sonder les états de Rydberg du 87Rb, nous avons décidé de réaliser l’excitation vers ces
derniers depuis l’état fondamental |5S1/2, F = 2〉 au moyen de 2 photons à 780 nm et 480 nm, en
passant par l’état intermédiaire |5P3/2, F

′ = 3〉. Les sources lasers à 480 et 780 nm impliquées dans
cette excitation doivent remplir plusieurs conditions :



38 CHAPITRE 1.

— Premièrement, la plage d’accordabilité offerte par les sources laser doit être la plus large
possible, car on souhaite pouvoir cibler un maximum d’états de Rydberg différents en fonc-
tion de la fréquence du champ à mesurer ou du type d’étude à réaliser. Typiquement, la
plage d’accordabilité requise pour couvrir tous les états de nombre quantique allant de n
= 20 à n = 100 est de l’ordre de 8.7 nm [114] [115]. Il faut également que la fréquence de
l’excitation vers l’état de Rydberg ciblé puisse être balayée via au moins un des deux lasers le
plus largement possible et sans saut de mode, afin de pouvoir sonder aisément l’intégralité
du doublet Autler-Townes induit par le champ RF. Pour cela, une étendue de balayage d’au
moins 200 MHz est suffisante étant donné la puissance maximale du champ RF que nous
considérerons (cf chapitre 3)

— Deuxièmement, la largeur spectrale des sources doit être suffisamment faible pour ne pas
affecter la performance des mesures. Avec le protocole de spectroscopie DPMO présenté
dans cette thèse, la largueur des pics obtenus est de l’ordre de 15 MHz (cf chapitre 2), mais
dans des versions futures, on s’attend à être limité ultimement par la durée de vie des états
de Rydberg, ce qui nécessitera alors des lasers beaucoup plus fins spectralement. À titre
d’exemple, si l’on considère comme nous le ferons par la suite le cas de l’état |61S1/2〉, dont
la durée de vie T61S est de 140 µs [116],la largeur ultime que l’on pourrait atteindre serait de
1/T61S = 7.1 kHz

— Troisièmement, les puissances maximales que peuvent fournir les sources laser choisies
doivent permettre d’atteindre une intensité lumineuse suffisante pour que l’amplitude du
signal de « trap-loss » et son rapport signal sur bruit soient satisfaisants. Comme on le verra
dans la suite (cf chapitre 2), cela est obtenu avec une puissance de quelques mW pour le
laser à 780 nm, de quelques dizaines de mW pour le laser à 480 nm, répartie dans les deux
cas sur une surface de l’ordre du mm2.

Le dispositif qui a été mis au point pour réaliser l’excitation en répondant à ce cahier des charges
est schématisé dans sa globalité en figure 1.9. Dans le même esprit que celui du système de géné-
ration de la lumière de refroidissement, le faisceau à 780 nm est issu d’un système laser fibré, basé
sur une diode laser télécom RIO Planex grade 1 à 1560 nm amplifiée par un EDFA et doublée en
fréquence par un PPLN. Le faisceau à 480 nm provient quant-à lui d’un système laser commercial
fabriqué par l’entreprise MOGLABS, incluant 2 diodes laser à 480 nm dans une configuration d’in-
jection locking [117], l’une à cavité externe faisant office de seed, et l’autre d’amplifier. Afin de bien
stabiliser la fréquence de l’excitation vers les états de Rydberg, les 2 systèmes lasers sont asservis
sur les résonances d’une cavité Fabry-Perot ultrastable de chez Stable Lases Systems grâce à un as-
servissement Pound-Drever-Hall rapide [118–121]. Ce dernier permet de réduire la largeur spectrale
des faisceaux Rydberg par rapport à leur largeur naturelle. Dans le cas du système laser à 780 nm,
la contre-réaction s’effectue sur la diode à 1560 nm, tandis que dans celui du système laser à 480
nm, elle s’applique à la diode faisant office de seed. Il faut préciser également que l’asservissement
PDH de la lumière à 1560 nm porte sur une bande latérale créée par une modulation de phase ad-
ditionnelle à haute fréquence, plutôt que directement sur la raie d’émission de la diode à 1560 nm,
à l’origine du faisceau à 780 nm. De cette façon, le balayage fréquentiel requis pour faire la spectro-
scopie reste possible même lorsque l’asservissement PDH est activé, en faisant varier la fréquence
du signal de modulation. Les faisceaux à 780 et 480 nm ainsi formés par les 2 systèmes lasers sont
enfin dirigés sur les atomes suivant l’axe longitudinal de l’enceinte, dans une configuration où ils
sont superposés et contrapropageants. Ils présentent tous deux un diamètre de waist d’environ 1
mm, ainsi qu’une polarisation linéaire. Outre des différentes parties qui viennent d’être évoquées,
le dispositif Rydberg comporte aussi des voies de lecture des fréquences du faisceau à 780 nm
et et des faisceaux seed et amplifier à 480 nm, créées en déviant une infime partie de la lumière
de ces faisceaux vers un lambdamètre. Ces voies de lectures répondent à plusieurs besoins : ré-
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glage de la fréquence de consigne des faisceaux pour cibler l’état de Rydberg souhaité, surveillance
de la qualité de l’injection locking et du fonctionnement de l’asservissement PDH, vérification des
caractéristiques du balayage etc...

1.2.2 Sources laser Rydberg utilisées

1.2.2.1 Source laser Rydberg à 780 nm

FIGURE 1.10 – Module de la transformée de Fourier du signal de battement entre la diode RIO
Planex, et une autre diode à 1560 nm de largeur 10 kHz. Les points noirs correspondent aux
données expérimentales, et la courbe rouge à un ajustement gaussien de ces données

Comme cela a déjà été dit dans la vue d’ensemble, le faisceau Rydberg à 780 nm est généré
par une diode laser télécom RIO Planex grade 1 à 1560 nm, amplifiée puis doublée en fréquence
au moyen d’un cristal de PPLN. Il s’agit d’une diode laser à cavité étendue, dans laquelle la cavité
externe est formée par ajout d’un guide d’onde réflecteur à réseau de Bragg. Ce type de diode
a été retenu car la faible largeur spectrale que lui confère la cavité externe (≤ 15 kHz d’après les
spécifications constructeur) est assez petite devant la bande passante typique de l’asservissement
PDH (∼ 2−3MHz) pour être encore réduite par ce dernier. La réduction de la largeur n’est en effet
possible que si la contre-réaction PDH est, malgré sa vitesse limitée, beaucoup plus rapide que
les fluctuations de fréquence de la diode, d’où l’intérêt de partir d’une source naturellement déjà
assez fine. Intégrée à un boîtier ”butterfly”, la diode RIO Planex est alimentée en courant par une
alimentation Thorlabs LDC8002 et régulée en température, de manière à préserver au maximum
sa grande finesse spectrale. En complément de toutes ces précautions, il a également été vérifié
que la largeur spectrale de la diode est bien du même ordre de grandeur que les spécifications
du constructeur et qu’aucune source de bruit ne vient l’augmenter trop grandement, sans quoi
l’affinement pourrait être compromis. Pour ce faire, j’ai mesuré la largeur du battement entre la
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FIGURE 1.11 – Evolution de la fréquence d’émission à 1560 nm de la diode RIO Planex en fonction
de la température au courant nominal de 140 mA (gauche), et en fonction du courant à la

température nominale de 25.5°C (droite)

diode RIO et une autre diode similaire (RIO module ORION) à 1560 nm, dont on sait que la largeur
à mi-hauteur est bien de l’ordre de 15 kHz conformément à ses spécifications. Le module ORION
est en effet conçu pour protéger cette diode de toutes les sources de bruit extérieures possibles,
et la largeur a déjà été vérifiée par l’équipe par le passé. Le battement est équivalent au produit
de convolution des raies d’émission respectives de la diode RIO module ORION de référence et
de notre diode RIO potentiellement élargie par différents bruits (notamment celui de l’alimentation
LDC 8002). Sa largeur donne donc soit directement la largeur de la diode RIO à caractériser si
celle-ci est beaucoup plus large que la diode de référence, soit une borne supérieure de la largeur
si les deux diodes sont comparables. La mesure de largeur du battement a été effectuée à partir
d’un ajustement gaussien de la transformée de Fourier (TF) du battement, après enregistrement
de ce dernier dans des conditions d’échantillonnage et de fenêtrage temporel adéquates. Nous
avons utilisé un modèle d’ajustement gaussien car il a semblé plutôt bien adapté aux données
expérimentales. La TF ainsi obtenue et les valeurs des paramètres de l’ajustement gaussien sont
exposés en figure 1.10. Selon cette mesure, la largeur du battement à 1/

√
e est égale à 30 kHz

(soit 70 kHz à mi-hauteur) : cela montre que la diode RIO caractérisée est très certainement un
peu élargie par du bruit issu de l’alimentation, mais que sa largeur reste malgré tout de l’ordre de
quelques dizaines de kHz.

La fréquence d’émission de la diode RIO peut être réglée principalement en agissant sur sa tem-
pérature, et dans une moindre mesure sur son courant d’alimentation. L’évolution de la fréquence
d’émission à 1560 nm en fonction du courant et de la température de la diode a été étudiée à l’aide
du lambdamètre, et représentée en figure 1.11. Cette étude a révélé une plage d’accordabilité en
courant de 1.5 GHz entre le seuil et le courant maximal admissible, et une plage d’accordabilité en
température d’environ 33 GHz entre les températures minimale et maximale recommandées. Après
doublage de fréquence à 780 nm, ces plages d’accordabilité passent respectivement à 3 GHz et 66
GHz. La diode RIO satisfait donc pleinement les exigences d’accordabilité exposées dans le para-
graphe 1.2.1. Toujours d’après les caractéristiques de la figure 1.11 et en particulier celle en fonction
du courant, on estime également la sensibilité fréquence/courant de la diode RIO à 25 MHz/mA à
1560 nm, soit 50 MHz/mA à 780 nm. Il est d’autre part intéressant de remarquer que la dépendance
de la fréquence vis-à-vis de la température est marquée par un hystérésis, auquel il faut prendre
garde lors du réglage de la fréquence du faisceau Rydberg à 780 nm. Concernant les puissances, la
puissance maximale à 1560 nm que peut fournir la diode RIO a été évalué à 19 mW après isolateur.
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Après traversée de l’amplificateur EDFA, puis d’un AOM diffractant avec une efficacité d’environ
50%, la fraction de lumière à 1560 nm partant vers les atomes voit sa puissance augmentée jus-
qu’à 500 mW maximum. Compte tenu de l’efficacité de conversion du PPLN pour cette puissance
incidente (100%/W) , des pertes dans les connecteurs de fibre, et de celles dans le coupleur 90/10
envoyant une partie du faisceau vers le lambdamètre, la puissance du faisceau Rybderg à 780 nm
se trouve finalement limitée à 150 mW.

1.2.2.2 Source laser Rydberg à 480 nm

Seed
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Cube PBS

Amplifier

Isolateur

Miroir

Cube 
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FIGURE 1.12 – Système laser MOGLABS à 480 nm (gauche), et schéma de la diode seed (droite)

Comme cela a déjà été dit aussi, la lumière à 480 nm provient d’un système laser commercial
MOGLABS, composé principalement de deux diodes laser seed et amplifier et fonctionnant suivant
le principe de l’injection locking [117]. Pour rappel, l’idée de ce procédé est de forcer la diode
amplifier, assez puissante, à émettre à exactement la même fréquence que la diode seed, bien
moins puissante, en couplant le faisceau de la diode seed à l’intérieur de la cavité de la diode
amplifier. En copiant la fréquence de la seed, l’amplifier copie du même coup ses fluctuations, et
par conséquent sa largeur spectrale. Il s’ensuit que si la seed est fine spectralement comme c’est
le cas avec celle du système laser MOGLABS, l’amplifier le devient aussi. Ce type de système laser
permet ainsi de concilier la forte puissance à 480 nm requise étant donné le très petit dipôle des
transitions de |5P3/2〉 vers les états de Rydberg, et la faible largeur de raie nécessaire à l’affinement
spectral par l’asservissement PDH. Quelques autres solutions également capables de répondre à
cette double exigence de forte puissance et faible largeur spectrale existent aussi, la plus répandue
étant les systèmes laser à 960 nm doublés en fréquence par un cristal non linéaire. Le système laser
MOGLABS présente toutefois l’avantage d’avoir un coût moins élevé.

De par son principe, les performances d’un système à injection locking en termes d’accordabilité
et de finesse spectrale dépendent donc entièrement celles de la diode seed. La faible largeur de
celle utilisée dans le système laser MOGLABS, de l’ordre de 200 kHz d’après les spécifications du
constructeur, provient du fait qu’il s’agit là encore d’une diode à cavité étendue, cette fois-ci en
configuration Littrow. Comme le montre le schéma de la diode seed en figure 1.12, cela signifie
que la cavité étendue est formée par ajout d’un réseau de diffraction, dont l’ordre 1 permet la
rétroréflexion vers la source et l’ordre 0 la sortie du faisceau produit. Du fait de la présence du réseau,
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FIGURE 1.13 – Interface utilisateur du logiciel de contrôle de la diode amplifier du système laser
MOGLABS (haut), et caractéristique courant/puissance de cette diode lorsqu’elle est bien injectée

par le faisceau issu de la diode seed (bas)

la configuration Littrow se caractérise également par une dépendance de la longueur d’onde du
faisceau sortant vis à vis de l’angle d’incidence θ sur le réseau, définie par la relation λ = 2.d.sin(θ),
avec d le pas du réseau. Cette dépendance combinée à la possibilité de changer l’angle θ grâce
à un mécanisme de rotation du réseau confèrent à la diode seed, et donc à tout le système laser,
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une très large accordabilité, avec une plage de longueurs d’ondes accessibles s’étendant de 478
nm à 484 nm. Pour une orientation donnée du réseau, la fréquence d’émission peut être réglée
plus finement sur quelques GHz au voisinnage de la longueur d’onde correspondante en jouant
sur le courant d’alimentation de la seed, et sur la tension de contrôle d’une cale piézo-électrique
fixée sur le réseau. Toutes les valeurs de fréquences dans l’intervalle couvert par ces 2 moyens de
réglage ne sont cependant pas accessibles à cause de la présence de nombreux sauts de mode. Le
contrôle du courant et de la cale piézo-électrique sont réalisés par un driver dédié fourni avec le
laser, qui assure aussi la régulation en température nécessaire au maintien de la finesse spectrale
de la diode.

Une partie de la lumière issue de la diode seed est injectée dans la diode amplifier par l’inter-
médiaire de 2 miroirs et d’une lentille préréglée offrant tous les degrés de liberté nécessaires au
réglage de cette injection. Lorsque l’injection est correcte, c’est-à-dire lorsque les faisceaux issus des
2 diodes sont parfaitement superposés, l’amplifier se synchronise en fréquence et en phase sur la
seed. Le maintien de cette synchronisation peut être assuré grâce à un asservissement interne, gé-
rable directement par l’utilisateur via un logiciel communiquant avec le driver de la diode amplifier,
et dont l’interface utilisateur est illustrée en figure 1.13. La qualité de l’injection du faisceau seed dans
l’amplifier, cruciale à la fois pour l’apparition de la synchronisation et pour la stabilité dans le temps
de cette dernière, peut être évaluée à partir de plusieurs indicateurs, parmi lesquels la forme et
l’amplitude du signal affiché sur l’interface utilisateur du logiciel de commande de l’asservissement,
l’identité entre les fréquences d’émission de la seed et de l’amplifier affichées par le lambdamètre,
ou encore la présence de ”creux” profonds dans la caractéristique courant/puissance de l’amplifier.
Une fois synchronisé et asservi sur la seed, l’amplifier peut fournir une puissance maximale d’en-
viron 340 mW. Le transport vers l’enceinte par une fibre dont l’efficacité de couplage n’est que de
52%, suivi de la diffraction par un AOM avec une efficacité de 80% réduisent cependant la puis-
sance maximale disponible au niveau des atomes à seulement 140 mW. Bien que le couplage dans
les fibres de transport vers l’enceinte et la cavité ultrastable occasionne des pertes importantes,
il est toutefois rendu nécessaire par la mauvaise qualité spatiale des faisceaux issus de la seed et
de l’amplifier. Le mode spatial de ces dernier a en effet un profil elliptique assez inhomogène, de
dimensions 4×1 mm.

Enfin, dans le but de valider la capacité du système laser MOGLABS à coupler de manière per-
ceptible l’état |5P3/2, F = 3〉 à un état de Rydberg , nous avons essayé de générer grâce à lui un
signal d’EIT dans une vapeur de 87Rb à température ambiante. Durant ce test, le faisceau issu de
l’amplifier a été accordé à résonance avec la transition |5P3/2, F = 3〉 → |53D5/2〉, et superposé
à l’intérieur de la vapeur à un faisceau à 780 nm contrapropageant accordé lui aussi à résonance
avec la transition |5S1/2, F = 2〉 → |5P3/2, F = 3〉. Les fréquences de Rabi des couplages à 780
nm et 480 nm s’élevaient respectivement à 9 MHz et 1 MHz, ce qui ne correspond pas exactement
à un régime de type EIT tel que communément admis dans la littérature, mais à un autre régime
tout de même associé à une augmentation de la transparence. Comme le montre la figure 1.14,
cette expérience a effectivement permis d’observer un signal de transparence caractéristique de
l’excitation vers un état de Rydberg dans le spectre d’absorption de la lumière à 780 nm, attestant
ainsi de la capacité du laser MOGLABS à bien remplir sa fonction.

1.2.3 Contrôle en fréquence

L’asservissement Pound-Drever-Hall assurant le contrôle en fréquence des faisceaux Rydberg
correspond à la portion encadrée en vert de la figure 1.9. Sa partie consacrée à l’injection dans la
cavité ultrastable est par ailleurs illustrée sur la phographie de la figure 1.15. Le principe et les spé-
cificités de ce type d’asservissement sont rappelés en détail dans les références [118–121]. Comme
cela a déjà été précisé auparavant, l’asservissement du faisceau Rydberg à 780 nm s’effectue par
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FIGURE 1.14 – Signal de transparence observé dans le spectre d’absorption de la lumière à 780 nm
par un gaz de 87Rb à température ambiante en couplant l’état |5P3/2〉 à l’état de Rydberg

|53D5/2〉 avec le faisceau à 480 nm issu du système laser MOGLABS. Ce signal a été obtenu en
balayant la fréquence du faisceau à 780 nm autour de celle de la transition

|5S1/2, F = 2〉 → |5P3/2〉, et en mesurant à l’aide d’une photodiode la transmission de ce faisceau
à travers le gaz d’atomes. Les fréquences de Rabi des faisceaux à 780 nm et 480 nm ont été

estimées respectivement à 9 MHz et 1 MHz

l’intermédiaire de la lumière à 1560 nm issue de la diode RIO avant doublage, et celui du faisceau
à 480 nm issu de l’amplifier par l’intermédiaire de la lumière issue de la seed. L’élément central de
notre asservissement PDH est une cavité Fabry-Perot ultrastable, constituée de 2 miroirs, l’un plan,
et l’autre concave de rayon de courbure 50 cm. Les 2 miroirs sont séparés d’une distance égale à
10 cm, ce qui correspond à un ISL d’environ 1,5 GHz. Ils confèrent à la cavité une finesse de l’ordre
de quelques milliers d’après les spécifications constructeur. Le terme ”ultrastable” signifie que tout
a été fait pour découpler au maximum la cavité de toutes les sources de bruits et/ou de dérives
mécaniques et thermiques créées par l’interaction avec l’environnement extérieur. Cette dernière
a en effet été placée à l’intérieur d’une enceinte maintenue sous vide par une pompe ionique à
un niveau de vide d’environ 10−8 mbar, et montée sur un support en Zerodur, qui est un matériau
avec un très faible coefficient de dilatation thermique. La température de ce support est de plus
maintenue par une régulation en température à la valeur du zero crossing point, pour laquelle le
coefficient de dilatation thermique s’annule au premier ordre. Cette isolation maximale de la cavité
permet de garantir la stabilité des lasers lockés aux échelles de temps des mesures, en limitant très
fortement les dérives lentes de fréquence.

Le couplage des 2 faisceaux à 1560 nm et 480 nm à l’intérieur de la cavité, indispensable à leur
asservissement, n’est possible que si la courbure de leurs front d’onde respectifs coïncide au mieux
avec celles des miroirs de la cavité au niveau de ces derniers. Afin que cette condition soit satisfaite,
les propriétés de courbure de chacun des 2 faisceaux ont été adaptées grâce à un choix approprié
des focales des collimateur de sortie de fibre, et de celles des lentilles dédiées à l’injection dans
la cavité. La procédure qui a été suivie pour déterminer les valeurs de focales requises peut être
résumée comme suit :

— La focale des lentilles d’injection a d’abord été fixée à une valeur de 50 cm, choisie parce
qu’elle est à la fois assez grande pour laisser l’espace nécessaire aux miroirs d’alignement
entre les lentilles et la cavité, et disponible dans le commerce.
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FIGURE 1.15 – Photographie du montage d’injection des lasers à 1560 nm et 480 nm dans la cavité
ultrastable

— On a ensuite déterminé la longueur de Rayleigh zR et le rayon de waist w0 à la surface du
miroir plan M1 que doivent avoir les faisceaux pour que leur rayon de courbure au niveau
du miroir concave M2 soit identique à celui de M2. zR est dans ce cas entièrement défini
par le rayon de courbure R (50 cm) deM2 et l’écart l entre les miroirs (10 cm) tel que :

zR =
√

(R− l)× l = 20cm (1.7)

Et w0 peut être calculé à partir de zR à l’aide de la relation :

w0 =

√
λzR
π

(1.8)

— On en a alors déduit le rayon w que doivent avoir les faisceaux dans le plan de leurs lentilles
d’injection, situées à une distance z deM1 égale à leur focale (50 cm), sachant que :

w = w0

√
1 +

z2

z2R
(1.9)

— Connaissant également le diamètre de mode MFD des fibres de transport vers la cavité
(10 µm pour la fibre à 1560 nm, et 3.8 µm pour celle à 480 nm), les focales des collimateurs
nécessaires pour donner aux faisceaux le rayonw, et ainsi garantir le couplage dans la cavité,
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ont pu enfin être calculées en utilisant la formule 1.1 de conjugaison des waists :

f =
πwMFD

2

λ
(1.10)

En faisant l’application numérique de l’équation ci-dessus avec les valeurs susmentionnées
de MFD, z, et zR, on trouve f = 8.54 mm pour le collimateur à 1560 nm, et f = 5.86
mm pour celui à 480 nm. Les collimateurs utilisés en pratique sont ceux commercialement
disponibles ayant les focales les plus proches des 2 valeurs précédentes, à savoir 8.18 mm
pour le collimateur à 1560 nm, et 6.2 mm pour celui à 480 nm.

Préalablement à l’injection dans la cavité, les faisceaux à 1560 nm et 480 nm subissent tous deux
une modulation de phase à une fréquence fφ de 20 MHz, permettant de créer dans le spectre de
ces derniers les bandes latérales nécessaires à la génération du signal d’erreur PDH. La fréquence
fφ de cette modulation étant très grande devant la largeur des résonances de la cavité (quelques
centaines de kHz), on est ainsi dans le régime où les bandes latérales sont totalement réfléchies
par la cavité [121]. Côté 1560 nm, la modulation de phase est appliquée avant sortie de la fibre
de transport vers la cavité par un modulateur fibré iXblue, tandis que côté 480 nm, elle s’effectue
après sortie de la fibre de transport sous l’action d’un modulateur Qbig en espace libre. Dans les
2 cas, la profondeur de modulation est telle que le rapport d’intensité entre les bandes latérales
et la porteuse vaut environ 50%, car il s’agit de l’optimum maximisant la pente du signal d’erreur
d’après la théorie de l’asservissement PDH [121]. Après avoir été modulés, les 2 faisceaux à 1560
nm et 480 nm traversent les lentilles d’injection, puis sont superposés grâce à une série de miroirs
associés à une lame dichroïque, avant d’être finalement amenés dans l’enceinte par un périscope.
Ces différents éléments permettent également d’ajuster la direction d’arrivée des faisceaux dans
la cavité afin d’optimiser le couplage au mode TEM00, et de minimiser celui aux autres modes. La
qualité du couplage peut être analysée en étudiant la transmission des faisceaux par la cavité à
l’aide de caméras et de photodiodes placées en sortie de celle-ci.

Sur chacune des voies à 1560 nm et 480 nm, la lumière réfléchie par la cavité est collectée sur
une photodiode rapide. Le signal résultant est ensuite mixé avec une copie à une phase près du
signal de modulation, issue du même générateur, puis filtré, afin de générer le signal d’erreur PDH.
Ce dernier est alors envoyé dans une lockbox rapide Vescent, assurant la correction PID. Tous les
composants mentionnés ont une bande passante bien supérieure à la largeur des lasers (150 MHz
pour la photodiode, 100 MHz pour le mixeur, et 10 MHz pour le boîtier Vescent), de façon à laisser
à la contre-réaction la possibilité d’être suffisamment rapide par rapport aux fluctuations des lasers
pour aboutir à un affinement spectral. Concernant le laser à 480 nm, la contre-réaction (bande
passante 2 à 3 MHz) est appliquée directement au courant du laser seed (largeur naturelle 200
kHz), avec une vitesse en principe suffisante pour affiner le laser. Pour ce qui est de la diode RIO à
1560 nm, la contre-réaction est filtrée par l’alimentation de courant LDC8002 à une bande passante
de 200kHz. La largeur de la diode étant de l’ordre de 70kHz (cf section 1.2.2), cela semble un peu
juste pour espérer un affinement de cette dernière.

Lorsque l’asservissement PDH est enclenché, le balayage en fréquence de l’excitation Rydberg
par l’intermédiaire d’au moins un des deux lasers doit tout même rester possible. Comme expliqué
précédemment, cette possibilité est assurée en appliquant à la lumière à 1560 nm une autre mo-
dulation de phase, à plus haute fréquence que celle dédiée à la génération du signal d’erreur, et en
asservissant l’une des bandes latérales créées par cette modulation plutôt que la raie centrale de la
diode RIO. En effet, dans cette situation, toute variation∆ de la fréquence de modulation contraint
la diode RIO à changer sa fréquence d’émission d’une même quantité ∆, la fréquence de la bande
latérale asservie ne pouvant pas changer. De cette façon, le contrôle dynamique de la fréquence
de l’excitation Rydberg devient réalisable simplement en jouant sur la fréquence du signal de mo-
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dulation, avec pour seule condition que les variations imposées ne soient pas trop brutales pour le
maintien de l’asservissement. D’un point de vue pratique, la modulation de phase est exercée par
un autre modulateur électro-optique fibré iXblue, piloté par un signal RF de fréquence maximale
2 GHz issu d’un générateur Stanford SG382 à faible bruit et à haute stabilité. Avec une telle fré-
quence de modulation maximale, il est possible en gardant le même point de fonctionnement de
l’asservissement PDH d’ajuster la fréquence de l’excitation sur une plage large de presque tout un
ISL ramené à 780 nm, soit 3 GHz. Le générateur Stanford permet également de gérer le balayage
de la fréquence de modulation, autrement dit celui de la fréquence de l’excitation Rydberg. Pour
une fréquence centrale donnée de l’excitation, l’amplitude du balayage est limitée par le générateur
à ± 135 MHz autour de la fréquence centrale.

1.2.4 Mise en forme des faisceaux Rydberg

Les faisceaux Rydberg à 780 nm et 480 nm issus de la diode RIO doublée et de la diode amplifier
du laser MOGLABS sont finalement envoyés à travers le nuage d’atomes froids suivant la direction
définie par l’axe longitudinal de l’enceinte. Similairement aux capteurs à vapeurs chaudes, ils ont
été alignés de manière à être superposés et à se propager en sens inverse l’un de l’autre, toujours
dans le même souci de minimiser l’effet Doppler. L’alignement sur les atomes a été optimisé en
cherchant à maximiser l’effet de perte induit par les faisceaux lorsqu’ils couplent à résonance un
état de Rydberg donné. Pour ce qui est du diamètre des faisceaux, ce dernier a été fixé à environ 1
mm d’après un compromis entre 2 contraintes :

— D’une part, le diamètre doit être assez petit pour permettre d’atteindre facilement les forces
de couplage souhaitées au vu des puissances disponibles à 780 nm et 480 nm.

— D’autre part, il doit être en même temps assez grand pour éviter une divergence trop im-
portante des faisceaux, qui entraînerait un éclairement et donc un couplage inhomogène le
long du nuage d’atomes, ainsi qu’un risque de diaphragmation par les optiques de mise en
forme.

Dans ce cadre, nous avons choisi la valeur de 1 mm. En effet, la longueur de Rayleigh zR
8 associée

à un tel diamètre vaut environ 1 m pour le faisceau à 780 nm, et 1.6 m pour le faisceau à 480 nm, ce
qui est suffisant pour que la divergence des faisceaux reste négligeable tout au long de leur chemin.
De plus, les fréquences de Rabi maximales accessibles avec ce diamètre, égales à 561 MHz pour
le faisceau à 780 nm et à 2.3 MHz pour le faisceau à 480 nm , suffisent pour donner à l’excitation
Rydberg la force recherchée, y compris si les 2 faisceaux sont désaccordés du niveau intermédiaire
d’une fréquence de l’ordre du GHz. Ces valeurs de fréquences de Rabi peuvent être calculées grâce
à la relation suivante :

Ω

2π
=

d.
√

4P
ε0cπw2

0

h
(1.11)

où d désigne le dipôle de la transition, P la puissance maximale des faisceaux, et w0 leur rayon de
waist. En pratique, nous avons utilisé des collimateurs de focale 4.51 mm pour le faisceau à 780 nm,
et 6.2 mm pour le faisceau à 480 nm. Il s’agit des valeurs de focales commercialement disponibles
les plus proches de celles permettant d’avoir un diamètre d’exactement 1 mm d’après l’équation
1.1. De ce fait, le diamètre réel des faisceaux n’est pas tout à fait égal à 1 mm : l’application de
l’équation 1.1 avec les focales utilisées donne plutôt 0.84 mm pour le faisceau à 780 nm, et 0.97 mm
pour le faisceau à 480 nm. Ces légères différences restent toutefois sans conséquences vis-à-vis
des contraintes évoquées plus haut.

8. Cette longueur est définie pour rappel par zR =
πw2

0
λ
, avec w0 le rayon de waist
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La mise en forme des faisceaux Rydberg ne concerne pas seulement leur alignement et leur
diamètre, mais aussi sur leur puissance et leur polarisation. Le contrôle de la puissance de chaque
faisceau peut être exercé de 2 manières : soit en modifiant les courants d’alimentation de l’EDFA à
1560 nm et de la diode amplifier à 480 nm, soit par l’intermédiaire des AOM placés entre l’EDFA
et le PPLN côté 780 nm et en sortie de fibre côté 480 nm. Ces AOM visent également à pouvoir
allumer/éteindre très rapidement les faisceaux Rydberg, notamment lorsque l’expérience devra être
séquencée en vue de l’étude future des autres protocoles de métrologie possibles . S’agissant des
polarisations, leur maîtrise est d’autant plus essentielle qu’elles peuvent avoir un impact sur les
signaux DPMO [122], qui doit être étudié pour identifier la configuration la plus favorable aux me-
sures. Ceci étant, nous avons décidé de travailler avec des faisceaux Rydberg polarisés linéairement
dans un premier temps, et fait le nécessaire pour que ces polarisations soient les plus pures pos-
sibles au niveau des atomes. A l’entrée de l’enceinte, la polarisation linéaire de chaque faisceau peut
être alignée suivant la direction souhaitée grâce à une lame λ/2.

1.3 Systèmes de génération et de détection du signal micro-

onde
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FIGURE 1.16 – Schéma des systèmes de génération (partie gauche) et de détection (partie droite)
du signal micro-onde

1.3.1 Dispositif d’acquisition de la fluorescence des atomes

Les variations de population dans le PMO induites par une excitation résonante vers un état de
Rydberg peuvent être détectées pour rappel à travers plusieurs observables. Parmi les observables
possibles figurent notamment la quantité de particules chargées créées suite à l’excitation, ou bien
les variations de la fluorescence à 780 nm du nuage d’atomes froids consécutives aux variations
de population (cf chapitre 1). Dans le cas de notre instrument, la détection s’effectue à partir de la
fluorescence, car cette approche présente l’avantage d’être la plus simple à mettre en oeuvre, et de
ne nécessiter que très peu de matériel. Le dispositif d’acquisition de la fluorescence est représenté à
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droite de la figure 1.16, à son emplacement réel par rapport aux autres éléments de notre instrument.
Il consiste simplement à collecter et focaliser sur une photodiode une partie des photons diffusés
par les atomes, et ce au moyen d’une paire de lentilles identiques en conjugaison foyer-infini-foyer.
Ces lentilles, de focale 10 cm, ont été choisies pour leur ouverture numérique assez élevée (0.25), qui
maximise la fraction de fluorescence collectée et garantit ainsi un niveau de signal satisfaisant. La
photodiode est intégrée à un circuit transimpédance dont la sortie est connectée à un oscilloscope,
ce qui permet de visualiser et d’enregistrer l’évolution du signal de fluorescence au cours du temps.
Le recours à un circuit transimpédance est préférable dans la mesure où il s’agit du type de circuit
de photodétection le plus performant en terme de produit gain-bande. La réponse en fréquence en
termes de gain du système de photodétection ainsi formé est donnée en figure 1.17. Nous l’avons
tracée en exposant la photodiode à un signal à 780 nm variant sinusoïdalement au cours du temps,
et en mesurant l’évolution de l’amplitude du signal en sortie du système en fonction de la fréquence
de variation du signal incident. Cette réponse en fréquence montre que la bande passante à -3dB
du système de photodétection est de 85 kHz, et ainsi que ce dernier est largement assez rapide
devant le temps de réponse des atomes face à l’excitation (de l’ordre de 1 s, cf chapitre2) pour ne
pas influencer les signaux de pertes.

FIGURE 1.17 – Réponse en fréquence en terme de gain du système de photodétection de la
fluorescence des atomes. Les valeurs de gain sont ici normalisées par rapport au gain maximal

mesuré à l’intérieur de la bande passante.

1.3.2 Chaîne micro-onde

Pour pouvoir être menée, l’étude de la réponse et des performances de notre instrument néces-
site également d’avoir à disposition un signal micro-onde à une fréquence voisine de celle d’une
transition entre 2 états de Rydberg, et dont les caractéristiques sont bien maîtrisées. La chaîne
micro-onde ayant été mise en place dans cet objectif est schématisée à gauche de la figure 1.16. Au
sein de cette chaîne, le signal micro-onde est produit par un générateur Rohde&Schwarz SMB100A,
couvrant une gamme de fréquences allant de 100 kHz à 20 GHz et dont la puissance de sortie est
ajustable entre -20 dBm et + 17 dBm. Afin d’empêcher de possibles dérives de la fréquence du si-
gnal lors des mesures, le générateur est stabilisé sur une horloge de référence à 10 MHz provenant
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d’un récepteur GPS. Un coupleur RF 50/50 vient ensuite séparer le signal en 2 parties de puissances
égales : l’une est propagée en direction des atomes par une antenne cornet Flan Microwave DP241,
tandis que l’autre est envoyée dans un analyseur de spectre RF pour fournir une estimation en
temps réel de la puissance à l’entrée de l’antenne. Celle de type cornet qui est employée ici corres-
pond à un type d’antenne très répandu parmi les expériences d’électrométrie à partir d’atomes de
Rydberg [35,52,58,60,70,85,94,98, 123] en raison de leurs nombreuses qualités, parmi lesquelles :

— Une forte directivité. Celle-ci peut être caractérisée par la largeur de faisceau à -3 dB (3dB
beamwidth), définie comme l’angle entre les 2 directions du lobe principal du rayonnement
de l’antenne au delà desquelles la puissance émise est inférieure à 50% de sa valeur maxi-
male. En fonction de la fréquence du signal RF appliqué, la largeur de faisceau à -3 dB de
l’antenne utilisée ici varie entre 17° et 25° selon la documentation.

— De très faibles pertes notamment par réflexion
— Une large bande passante (18-40 GHz avec notre modèle d’antenne)
— Une polarisation linéaire assez pure de l’onde rayonnée. Dans le cas de notre antenne, la

documentation spécifie un taux d’extinction de la polarisation du signal émis égal à 20 dB.

L’antenne est placée à hauteur de l’enceinte, et orientée perpendiculairement à l’axe longitudinal de
cette dernière, d’une manière telle que la surface de sortie de l’antenne et le nuage d’atomes sont
séparés d’environ 10 cm. Dans ces conditions, le nuage se trouve dans la zone de champ proche
de l’antenne, la distance de Fraunhofer 9 délimitant cette zone s’élevant ici à 27 cm étant donné la
fréquence du signal micro-onde et la taille caractéristique de l’antenne.

9. Cette distance est pour rappel définie par dF = 2l2/λ, avec l la largeur de la surface de sortie de l’antenne (5cm), et
λ la longueur d’onde du signal à 15,973 GHz (1,87 cm)
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Parmi les pistes d’améliorations ouvertes par l’usage d’atomes froids au lieu d’atomes chauds
se trouve celle de sonder les états de Rydberg habillés par le champ RF en utilisant comme moyen
d’excitation une transition à 2 photons très désaccordés par rapport à l’état intermédiaire. Cette
méthode n’est pas exploitable avec des atomes chauds en raison du fort élargissement Doppler
(de l’ordre de quelques centaines de MHz) que subirait dans ce cas le signal utilisé pour faire la
spectroscopie, du fait de la dispersion en vitesse élevée des atomes. C’est pour cette raison que
de nombreux dispositifs utilisent des schémas de type EIT, dans lesquels les photons excitateurs
sont à résonance, pour s’affranchir d’une grande partie de cet élargissement [3, 35]. L’usage d’une
transition à 2 photons très désaccordés devient en revanche exploitable avec des atomes froids,
l’effet Doppler étant très largement réduit par la faible dispersion en vitesse. Il s’agit alors d’une
alternative intéressante aux schémas de type EIT dans la mesure où le fait que la transition à 2
photons ne contribue pas au peuplement de l’état intermédiaire améliore la linéarité et l’exactitude
des mesures de champs RF [94]. C’est la raison pour laquelle nous avons fait le choix d’étudier cette
méthode. Avant d’entamer l’étude de la métrologie de champs RF par spectroscopie DPMO à l’aide
de ce type d’excitation, nous avons d’abord appliqué ladite technique à la spectroscopie d’une seule
transition vers un état de Rydberg en l’absence de champ RF appliqué : l’état |61S1/2〉. Cette étude

51
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préliminaire du cas le plus simple a pour but de bien comprendre les différents aspects du signal de
perte observé, de manière à avoir un cadre de référence lors des mesures de champs RF. Elle vise
également à éclaircir l’influence de plusieurs paramètres expérimentaux sur les caractéristiques du
signal afin d’en déduire une configuration favorable à ces mesures. Nous avons adressé à ces fins
un état de Rydberg |nS1/2〉 d’une part car c’est avec les états |nD〉 le seul type d’état autorisé étant
donné l’état intermédiaire |5P3/2〉 de la transition à 2 photons, et d’autre part car les propriétés
de symétrie de l’état S le rendent plus simple à étudier qu’un état D. L’objectif de ce chapitre est
de présenter les différents résultats obtenus et les conclusions qui en ont été tirées, ainsi que d’en
discuter certaines conséquences pour la métrologie de champ RF. Dans un premier temps seront
analysées les caractéristiques du signal de pertes obtenu avec les paramètres de l’excitation qui
nous ont semblés les plus appropriés en termes de qualité du signal. Cette analyse s’appuiera en
partie sur une comparaison à un modèle d’équations de taux inspiré de celui de la référence [104],
et développé dans le but d’approfondir notre compréhension de l’effet de pertes, des mécanismes
sous-jacents, et de leur dynamique. Ensuite, nous décrirons et discuterons la procédure de cali-
bration de l’axe en fréquence et d’extraction des données des spectres de fluorescence. Nous nous
intéresserons enfin à l’impact de plusieurs paramètres de la transition à 2 photons tels que la vitesse
de balayage de sa fréquence ainsi que la puissance et la polarisation des faisceaux Rydberg.

2.1 Analyse du signal DPMO observé dans le cas d’une tran-

sition à 2 photons

2.1.1 Comparaison à un modèle d’équations de taux

Lumière de
refroidissement

@ 780 nm
ΩPMO

|5S1/2⟩ 

|5P3/2⟩ 

|61S1/2⟩ 

Faisceau
Rydberg

@ 780 nm
Ω780

Faisceau
Rydberg

@ 480 nm
Ω480

Δ ~ 2π×500 
MHz

F'=3 

F=2 

ΔPMO = -2π×20 
MHz

δ = ω2ph - ω0

FIGURE 2.1 – Schéma des niveaux atomiques et des couplages mis en jeu dans la spectroscopie
DPMO de l’état |61S1/2〉. Les quantités nommées Ω480, Ω780 et ΩPMO représentent les pulsations

de Rabi respectives des faisceaux Rydberg à 480 nm et 780 nm et de la lumière de
refroidissement. δ correspond au désaccord de l’excitation à 2 photon, ω2ph sa fréquence, et ω0

notre estimation de la fréquence de la transition entre l’état fondamental et l’état |61S1/2〉

Considérons le cas où les atomes du PMO n’interagissent qu’avec les deux faisceaux Ryd-
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berg, lorsque ces derniers forment une transition à 2 photons entre les états |5S1/2, F = 2〉 et
|61S1/2〉, avec à résonance un désaccord ∆ d’environ +2π×500 MHz par rapport à l’état inter-
médiaire |5P3/2, F

′ = 3〉. Supposons également que les puissances des faisceaux valent 2 mW à
780 nm et 80 mW à 480 nm. Compte-tenu du diamètre des faisceaux de 0.84 mm et 0.97 mm,
ainsi que des dipôles des transitions qui leur sont associées (2,042.e.a0 C.m pour la transition
|5S1/2, F = 2〉 → |5P3/2, F

′ = 3〉 [113] et 0,01.e.a0 C.m pour la transition |5P3/2, F
′ = 3〉 → |61S1/2〉

[116]), ces puissances correspondent d’après la relation 1.11 à des pulsations de Rabi à 1 photon théo-
riques et maximales Ω780 et Ω480 respectivement égales à 2π×40 MHz et 2π×1,2 MHz. La pulsation
de Rabi effective à 2 photons qui en résulte peut quant-à-elle être estimée à 2π×23 kHz à résonance
grâce à la relation :

Ω2ph =
Ω780Ω480

2∆
(2.1)

La situation qui vient d’être décrite est résumée par le schéma de la figure 2.1. Dans ces conditions,
et en balayant à 2 MHz/s la fréquence de l’excitation, on obtient le spectre de fluorescence de
la figure 2.2, dont l’axe en fréquence est référencé par rapport à notre meilleure estimation ω0

de la fréquence de la transition vers l’état |61S1/2〉 (voir partie 3.2). La fréquence de référence
évoquée ici n’est pas simplement celle de la transition |5S1/2, F = 2〉 → |61S1/2〉, mais celle de cette
même transition perturbée par les différents couplages en présence, notamment celui induit par
les faisceaux de refroidissement, comme nous le verrons par la suite (cf. partie 2.1.2). Sur ce spectre,
on observe bien un effet de dépeuplement du PMO induit par le couplage de l’état fondamental
vers l’état |61S1/2〉, qui se traduit par une chute de la fluorescence à résonance.
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FIGURE 2.2 – Spectre de fluorescence obtenu en balayant la fréquence de la transition à 2 photons
à 2 MHz/s au voisinage de la résonance entre l’état fondamental et l’état |61S1/2〉, lorsque le

désaccord de l’état intermédiaire ∆ vaut ∼ +2π × 500 MHz, et la puissance des faisceaux Rydberg
à 780 et 480 nm respectivement 2 mW et 80 mW . ω2ph/2π représente la fréquence de l’excitation
laser à 2 photons. L’axe en fréquence est référencé par rapport à notre meilleure estimation ω0/2π
de la fréquence de la transition vers l’état |61S1/2〉 (voir texte). Paramètres du modèle théorique
d’équations de taux ayant servi à tracer la courbe rouge : Γ0 = 0.6 s

−1, γd = 2π×6.5 MHz, Γsp =
7143 s−1 , ΓBBR = 133 s−1, R0 = 35 s

−1, ∆ = 2π×500 MHz, vitesse de balayage = 2 MHz/s. Voir
texte pour la signification de ces paramètres.
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Γsp = 7100 s-1 

ΓBBR = 133 s-1

|r⟩=|61S1/2⟩  

L

Etat fonda-
-mental |g⟩

Γ0 

Γ0 

δ

Rexc = 
2γd(1+δ²/Δ²)

Ω2ph
Ω2ph

2

e-δ²/2γd²

Transition à 
2 photons

FIGURE 2.3 – Schéma du système à 2 niveaux effectif auquel est assimilé dans le modèle
d’équations de taux le système à 3 niveaux de la figure 2.1. Ω2ph est la pulsation de Rabi effective
de la transition à 2 photons, δ le désaccord de cette dernière, L le taux de chargement du PMO,
Γ0 le taux de pertes de ce dernier,Γsp le taux d’émission spontané de l’état |61S1/2〉, et ΓBBR le

taux d’ionisation par le rayonnement de corps noir ambiant dans l’état cet état. Rexc(δ)
correspond quant-à-lui au taux de départ vers |61S1/2〉

Cet effet de perte est très bien décrit par un modèle simple d’équations de taux, tenant compte
de l’ionisation d’une partie des atomes depuis l’état |61S1/2〉 par le rayonnement de corps noir
ambiant. Le modèle dérive directement des équations de Bloch pour un système atomique à 2
niveaux. Notre système peut en effet être réduit à 2 niveaux car, avec une transition à 2 photons très
désaccordés, il est possible d’éliminer adiabatiquement le niveau intermédiaire très peu peuplé. On
néglige également dans un premier temps le couplage de refroidissement. Un schéma du système
à 2 niveaux effectif simulé par le modèle est fourni en figure 2.3 D’après la référence [124], les
équations de Bloch valables dans notre situation à résonance s’écrivent :

dρgg
dt

= L− Γ0ρgg + Γspρrr +Ω2phIm(ρgr) (2.2)

dρrr
dt

= −Γ0ρrr − Γspρrr − ΓBBRρrr − Ω2phIm(ρgr) (2.3)

dρgr
dt

= −γdρgr + i
Ω2ph

2
(ρrr − ρgg) (2.4)

Dans ces équations, dérivées du formalisme de la matrice densité, ρgg , ρrr et ρgr désignent respec-
tivement les populations des états fondamental et |61S1/2〉 et la cohérence entre ces 2 états. Parmi
les autres paramètres présents :

— Γ0 est le taux de pertes du PMO en l’absence d’excitation vers l’état |61S1/2〉. Il a été estimé
expérimentalement grâce à la courbe de chargement à 0.6 s−1 (voir figure 1.8).
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— L correspond au taux de chargement du PMO. Afin d’avoir une population totale ρgg + ρrr
normalisée à 1 en l’absence d’ionisation, on pose L = Γ0.

— Γsp représente le taux d’émission spontanée depuis l’état |61S1/2〉, fixé par l’inverse du temps
de vie de cet état. En se fiant à la valeur de temps de vie de 140 µs donnée par la librairie
Python ARC [116], dédiée au calcul des propriétés des états de Rydberg des alcalins, on
obtient Γsp = 7100 s

−1.
— ΓBBR est le taux d’ionisation due au rayonnement de corps noir ambiant lorsque les atomes

sont dans l’état |61S1/2〉, évalué théoriquement à 133 s−1 à température ambiante [125].
— γd s’apparente au taux d’amortissement de la cohérence entre les états fondamental et

|61S1/2〉. La valeur de 2π×6.5 MHz que nous lui attribuons a été choisie de façon à rendre
compte de la largeur du signal mesuré expérimentalement.

Le fait que γd >> Γsp implique que l’on se situe dans le régime de fort amortissement de la
relaxation du dipôle, dans lequel ce dernier suit adiabatiquement les variations de population entre
les 2 états. De ce fait, il est possible en bonne approximation de négliger dans l’équation 2.4 le terme
dρgr

dt devant celui en - γdρgr [124]. Cela permet alors d’exprimer ρgr en fonction des populations
ρrr et ρgg :

ρgr = i
Ω2ph

2γd
(ρrr − ρgg) (2.5)

En remplaçant par cette expression les termes en ρgr dans les équations 2.2 et 2.3, on parvient aux
équations de taux suivantes :

dρgg
dt

= L− Γ0ρgg −Rexc(ρgg − ρrr) + Γspρrr

dρrr
dt

= −Γ0ρrr +Rexc(ρgg − ρrr)− Γspρrr − ΓBBRρrr

(2.6)

(2.7)

avec Rexc = Ω2
2ph/2γd = R0, où R0 est le taux d’excitation à résonance. Hors résonance, il faut

également prendre en considération le profil spectral de la transition vers l’état |61S1/2〉, ainsi que
la variation en fonction du désaccord à 2 photons δ = ω2ph − ω0 de la pulsation de Rabi effective
de l’excitation par rapport à sa valeur à résonance Ω2ph. En effet, le contrôle de δ par le biais de
la fréquence du faisceau à 780 nm s’accompagne d’un changement du désaccord intermédiaire
dont dépend la fréquence de Rabi effective. Hors résonance, ce dernier n’est donc plus simplement
égal à ∆, mais à ∆+ δ, faisant ainsi passer la fréquence de Rabi effective de Ω2ph à Ω2ph/(1 +

δ
∆ ).

L’intégration de cette correction et d’un terme P(δ) = exp(− δ2

2γ2
d
) décrivant le profil spectral de la

transition dans Rexc conduit alors à une expression plus générale pour Rexc(δ) :

Rexc(δ) =
Ω2

2ph

2γd(1 +
δ
∆ )2

P(δ) =
R0

(1 + δ
∆ )2

P(δ) (2.8)

Bien que le profil spectral de la transition soit en théorie lorentzien pour un seul atome isolé, il est
néanmoins représenté dans notre modèle par un terme P(δ) gaussien, qui s’accorde mieux avec
les données expérimentales en rendant compte aussi des sources d’élargissement inhomogène
propres au PMO (effet Zeeman, couplage à l’état |5P3/2〉, effet Doppler résiduel, etc.). À ce propos,
la largeur du signal de perte semble s’expliquer pour une partie non négligeable par l’élargissement
Zeeman de la transition vers l’état |61S1/2〉 causé par le gradient de champ magnétique du PMO.
Un moyen de s’en convaincre est de comparer la largeur mesurée 2γd = 13 MHz à un ordre de
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grandeur de cet élargissement ∆ωZ/2π calculé en supposant un champ maximal B vu par les
atomes égal au gradient de champ (26 G/cm) multiplié par le rayon du PMO (1mm), soit 2,6 G. Pour
faire ce calcul, nous avons simplement additionné les levées de dégénérescence totales ∆ω5S/2π
et ∆ω61S/2π des états |5S1/2, F = 2〉 et |61S1/2〉 entre leur premier et leur dernier sous-niveaux
magnétiques respectifs, tel que suit :

∆ωZ

2π
=

∆ω5S

2π
+

∆ω61S

2π
=

µB .gF .∆mF

h
B +

µB .gJ .∆mJ

h
B (2.9)

avec µB = 9, 724 × 10−24 J.T−1 le magnéton de Bohr, gF = 1
2 le facteur de Landé de l’état

|5S1/2, F = 2〉 [113], gJ = 2 celui de l’état |61S1/2〉 [113] 1 ∆mF = 4 l’écart entre les nombres
associés aux premier et dernier sous-niveaux magnétiques de |5S1/2, F = 2〉, et ∆mJ = 1 celui
entre les nombres associés aux premier et dernier sous-niveaux de |61S1/2〉. L’application numé-
rique avec les valeurs précédentes donne une valeur d’élargissement ∆ωZ/2π de 15.6 MHz, très
semblable à la largeur mesurée 2γd=13 MHz, ce qui tend à désigner l’effet Zeeman comme l’une
des sources d’élargissement principales. Une autre cause d’élargissement possible est le couplage
entre les états |5S1/2, F = 2〉 et |5P3/2〉 induit par les faisceaux refroidisseurs (cf section 2.1.2), l’état
|5P3/2〉 ayant une largeur de 6 MHz. À noter que l’élargissement∆ωD/2π causé par l’effet Doppler
résiduel des atomes est trop faible contribuer significativement à celui observé. En effet, dans l’hy-
pothèse d’une température T du PMO égale à celle typique de 1 mK, et étant donné la masse du
87RbmRb = 1.44×10−25 kg [113] ainsi que les longueurs d’onde λ780 et λ480 des faisceaux Rydberg
à 780 nm et 480 nm, l’élargissement Doppler vaut :

∆ωD

2π
= 2

√
kBT

mRb
(

1

λ480
− 1

λ780
) = 500 kHz (2.10)

La courbe rouge tracée sur la figure 2.2 est une simulation à l’aide du modèle précédent de
l’évolution au cours d’un scan de la population dans l’état fondamental. Cela est équivalent à une
simulation de l’évolution de la fluorescence, dans la mesure où les 2 grandeurs sont en principe
proportionnelles l’une à l’autre. Le spectre mesuré a été normalisée par rapport à la valeur moyenne
de la fluorescence observée loin de résonance. La simulation a consisté à résoudre numériquement
les équations de taux du début à la fin du scan, en incluant dans la résolution l’évolution temporelle
du désaccord à 2 photons δ consécutive au balayage en fréquence de l’excitation (2 MHz/s). Le
paramètre Ω2ph a été déterminé par ajustement aux données expérimentales à la valeur 2π × 9
kHz, à comparer à la valeur théorique maximale au centre des faisceaux (2π×23 kHz). La différence
s’explique principalement par le fait que la taille des faisceaux étant comparable à celle du nuage
d’atomes, ces derniers ne sont pas tous soumis à la même fréquence de Rabi effective.

En plus de sa capacité prédictive, le modèle permet également de mieux comprendre les mé-
canismes physiques à l’origine de ce signal de pertes. Lorsqu’ils sont promus dans l’état |61S1/2〉
avec un taux Rexc = 35 s

−1 , les atomes retombent la majorité du temps très rapidement dans l’état
fondamental avec un taux Γsp = 7100 s

−1, auquel cas ils sont recapturés par le PMO et ne contri-
buent donc pas à la chute de fluorescence. Il arrive cependant à de rares occasions que quelques
atomes passés dans |61S1/2〉 soient ionisés par le rayonnement de corps noir ambiant, et ce avec
un taux ΓBBR = 133 s−1 << Γsp, ce qui leur permet de s’échapper définitivement du PMO. Sa-
chant que les atomes passent en moyenne Rexc/Γsp = 0.4 % de leur temps dans l’état |61S1/2〉,
cela engendre un taux de pertes par ionisation total Γion sur l’ensemble des atomes présents de
0.4% × ΓBBR, soit 0,5 s

−1. La diminution relative de la population de l’état fondamental et de la

1. La référence [113] ne donne pas directement la valeur de gJ , mais une expression permettant de la déterminer :
gJ = 1+(J(J+1)+S(S+1)−L(L+1))/(2J(J+1)), où L = 0 désigne le moment angulaire orbital de l’état |61S1/2〉,
J = 1

2
son moment angulaire total, et S = 1

2
le moment de spin
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fluorescence par rapport à l’absence d’excitation étant de l’ordre de Γion/(Γion + Γ0) en régime
stationnaire, la proximité entre Γion et Γ0 (0.6 s

−1) mène à un effet de perte important de 50%
(comme observé sur la figure 2.2) malgré le très faible peuplement de |61S1/2〉 (0,4%). À partir de
cette valeur de 0.4%, il est possible d’estimer un ordre de grandeur des interactions entre atomes
de Rydberg dans notre système. Avec notre densité estimée de 108 atomes/mm3, cela correspond
à une densité de 4×105 atomes de Rydberg par mm3, soit une distance moyenne entre atomes de
Rydberg de l’ordre de 13 µm. Sachant de plus que le coefficient d’interaction C6 pour l’état |61S1/2〉
est de l’ordre de 200 GHz.µm6 [116], on obtient une énergie d’interaction de l’ordre de h× 40 kHz,
ce qui est négligeable devant les autres sources d’élargissement précédemment mentionnées.

2.1.2 Effet Autler-Townes causé par la lumière de refroidissement

2.1.2.1 Cas d’une transition à 2 photons vers l’état |61S1/2〉

Un examen plus minutieux du spectre de la figure 2.2 permet de distinguer un autre pic très
faible et presque complètement noyé dans le bruit, situé à environ -35 MHz du pic principal. La
présence et la fréquence de cet autre pic s’expliquent par un effet Autler-Townes résultant cette fois
du couplage entre les états |5S1/2, F = 2〉 et |5P3/2, F

′ = 3〉 sous l’action de la lumière de refroi-
dissement. De même que lorsque 2 états de Rydberg sont couplés par un champ RF, ce couplage
entraîne en effet un dédoublement du niveau inférieur |5S1/2, F = 2〉 en 2 niveaux fondamentaux
habillés, de sorte qu’il n’y a non plus une mais 2 transitions vers l’état |61S1/2〉 donnant chacune
lieu à un pic. L’un est le pic principal observé à l’origine, et l’autre le petit pic peu visible. Cette in-
terprétation est corroborée par des travaux similaires issus de la littérature, dans lesquels le même
dédoublement du signal de pertes est constaté, et son lien avec l’effet Autler-Townes du refroi-
dissement clairement démontré [101] [99]. Elle l’est également par la proximité entre la séparation
réelle des pics et celle évaluée théoriquement grâce aux lois de l’effet Autler-Townes connaissant la
pulsation de Rabi ΩPMO de la lumière refroidisseuse et son désaccord ∆PMO . Le calcul de cette
dernière comme la somme quadratique de ΩPMO/2π, estimée à 38 MHz

2,et de ∆PMO/2π, égal
à -20 MHz, donne effet à une valeur de 43 MHz, assez comparable aux 35 MHz mesurés. La dif-
férence entre les 2 valeurs de séparation peut se justifier par une imprécision sur l’estimation de
la fréquence de Rabi de la lumière refroidisseuse, liée à la difficulté de connaître précisément la
puissance réellement vue par les atomes à l’intérieur de l’enceinte, ainsi que par l’impact sur le
désaccord de l’effet Zeeman discuté précédemment. On prendra dans ce qui suit une valeur de
ΩPMO de 2π × 29 MHz, ce qui permet de mieux reproduire les données expérimentales. Il est à
noter de plus qu’en raison du désaccord ∆PMO/2π de la lumière de refroidissement, l’effet Autler-
Townes entraîne aussi un déplacement du centre du doublet d’une quantité −∆PMO/4π = -10
MHz par rapport à l’état |5S1/2, F

′ = 2〉. Étant donné la séparation de 35 MHz du doublet, le ni-
veau fondamental habillé correspondant au pic principal se retrouve ainsi décalé de +7,5 MHz de
|5S1/2, F

′ = 2〉. À ce décalage s’ajoute d’ailleurs un déplacement lumineux ∆DL/2π de + 1.1 MHz
causé par le faisceau Rydberg à 780 nm, du fait que celui-ci soit très désaccordé (∼ +500 MHz)
par rapport à la transition |5S1/2, F = 2〉 → |5P3/2〉. Ce déplacement lumineux a été calculé en
supposant une pulsation de Rabi Ω780 du faisceau Rydberg à 780 nm bien égale à 2π × 40 MHz
comme vu à la section 2.1.1, et en sommant les contributions des 3 sous-niveaux hyperfins F’=1, 2
et 3 de l’état |5P3/2〉, d’après la relation suivante :

2. Cette estimation a été faite en appliquant l’équation 1.11 avec un dipôle de la transition de refroidissement de 2,042
ea0 C.m [113], un rayon des faisceaux refroidisseurs de 4.5 mm, et une puissance de 96 mW. Cette puissance correspond à
la fraction de puissance totale des faisceaux (160 mW) dédiée au refroidissement, égale à 60% compte tenu du rapport de
raies (20%) avec lequel on génère les 2 bandes latérales dont l’une agit comme repompeur.
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∆DL =
Ω2

780

4∆
+

Ω2
780d

2
2

4d23(∆ + δ32)
+

Ω2
780d

2
1

4d23(∆ + δ31)
(2.11)

Dans cette relation, d1 = 0, 546 e.a0 C.m [113] représente le dipôle de la transition |5S1/2, F = 2〉 →
|5P3/2, F

′ = 1〉, d2 = 1, 220 e.a0 C.m [113] celui de la transition |5S1/2, F = 2〉 → |5P3/2, F
′ = 2〉,

et d3 = 2, 042 e.a0 C.m [113] celui de la transition |5S1/2, F = 2〉 → |5P3/2, F
′ = 3〉. Les quantités

δ32 = 2π × 266.7 MHz et δ31 = 2π × 423.4 MHz désignent quant-à-elles les écarts de fréquence
respectifs entre les niveaux |5P3/2, F

′ = 3〉 et |5P3/2, F
′ = 2〉 et entre les niveaux |5P3/2, F

′ = 3〉 et
|5P3/2, F

′ = 1〉 [113]. Les deux effets précédents de déplacement du niveau fondamental cumulés,
la fréquence de la transition associée au pic principal se retrouve ainsi inférieure de 8,6 MHz à celle
de la transition |5S1/2, F

′ = 2〉 → |61S1/2〉. Le déplacement lié au laser à 480nm n’a pas été inclus
dans les calculs précédents car il est négligeable avec nos paramètres expérimentaux.

Ω2ph = 2π×9 kHz 
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 |5S1/2⟩=|g⟩ 

|61S1/2⟩=|r⟩ 

F'=3 

F=2 
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MHz
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δ

Γsp = Γe
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ΓBBR= 133 s-1  
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Γ0 

Γ0 

Γ0 

FIGURE 2.4 – Schéma du système à 3 niveaux simplifié considéré dans le modèle d’équations de
Bloch prenant en compte la lumière de refroidissement, et reproduisant l’effet Autler-Townes qui

en résulte dans le spectre de fluorescence

L’existence et les caractéristiques du doublet de pics Autler-Townes lié au refroidissement sont
par ailleurs bien prédites par un modèle d’équations de Bloch tenant compte des faisceaux de re-
froidissement, négligés dans le modèle d’équations de taux. Les équations de Bloch de ce nouveau
modèle ont été établies en assimilant notre système atomique à un système à 3 niveaux, dans lequel
les états |5S1/2, F = 2〉 et |5P3/2, F

′ = 3〉 sont couplés par la lumière de refroidissement avec une
pulsation de Rabi ΩPMO = 2π×29 MHz, et les états |5S1/2, F = 2〉 et |61S1/2〉 par un seul photon
effectif avec une pulsation de Rabi Ω2ph = 2π×9 kHz. Le système à 3 niveaux en question ici est
schématisé en figure 2.4.Pour simplifier les notations, nous appellerons durant les calculs qui vont
suivre les états |5S1/2, F = 2〉, |5P3/2, F

′ = 3〉 et |61S1/2〉 respectivement |g〉, |i〉 et |r〉. Les quan-
tités ωg , ωi, ωr désigneront les fréquences respectives de ces états, et ωPMO et ω2ph celles de la
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lumière de refroidissement et de la transition à 2 photons. Sous ces hypothèses et dans l’approxi-
mation de l’onde tournante, le hamiltonien du système incluant à la fois l’atome isolé et l’interaction
lumière-atome s’écrit dans la base {|g〉, |i〉, |r〉} :

Ĥ = h̄

 ωg
ΩPMO

2 eiωPMOt Ω2ph

2 eiω2pht

ΩPMO

2 e−iωPMOt ωi 0
Ω2ph

2 e−iω2pht 0 ωr

 (2.12)

Il s’agit ensuite d’appliquer un changement de référentiel pour pouvoir écrire le hamiltonien plus
simplement sans les termes dépendant du temps. On introduit pour cela la transformation unitaire
suivante :

V̂ (t) =

e−iωPMOt 0 0
0 1 0
0 0 ei(ω2ph−ωPMO)t

 (2.13)

Le hamiltonien du système après transformation unitaire est donné par :

H̃ = ih̄
dV̂ (t)

dt
V̂ †(t) + V̂ (t)ĤV̂ †(t) (2.14)

Le calcul à partir de l’équation précédente conduit alors à l’expression de H̃ suivante :

H̃ = h̄

−∆PMO
ΩPMO

2
Ω2ph

2
ΩPMO

2 0 0
Ω2ph

2 0 δ −∆PMO

 (2.15)

où∆PMO = ωi−ωg−ωPMO correspond pour rappel au désaccord de la lumière de refroidissement,

et δ = ωr−ωg−ω2ph au désaccord à 2 photons. À partir de ce hamiltonien, et en ajoutant des termes
d’amortissement phénoménologiques, on obtient finalement les équations de Bloch ci-dessous :



dρgg
dt

= i
ΩPMO

2
(ρgi − ρig) + i

Ω2ph

2
(ρgr − ρrg) + Γiρii + Γrρrr − Γ0ρgg + L

dρii
dt

= −i
ΩPMO

2
(ρgi − ρig)− Γiρii − Γ0ρii

dρrr
dt

= −i
Ω2ph

2
(ρgr − ρrg)− Γrρrr − ΓBBRρrr − Γ0ρrr

dρgi
dt

= −i
ΩPMO

2
(ρii − ρgg) + i∆PMOρgi + i

Ω2ph

2
ρir −

Γi + γi
2

ρgi

dρgr
dt

= −i
Ω2ph

2
(ρrr − ρgg) + iδρgr − i

ΩPMO

2
ρir −

Γr + γr
2

ρgr

dρir
dt

= −i
ΩPMO

2
ρfr − i

Ω2ph

2
ρgi + i(δ −∆PMO)ρir −

Γi + γi + Γr + γr
2

ρir

(2.16)

avecΓi = 6.06×106s−1 [113] le taux d’émission spontanée du niveau intermédiaire |i〉 (|5P3/2, F
′ = 3〉),

Γr = Γsp = 7100s−1 celui du niveau |r〉 (|61S1/2〉), et γi et γr les taux d’amortissement des cohé-
rences des transitions |g〉 → |i〉 et |g〉 → |r〉.

Sur la figure 2.5, le spectre issu d’une résolution numérique de ces équations à l’état stationnaire
pour différentes valeurs de désaccord à 2 photons δ est comparé au même spectre expérimental
que celui de la figure 2.2. Le premier correspond à la courbe rouge en trait plein, tandis que le
second est de nouveau représenté par les points noirs, et normalisé par rapport au niveau de
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FIGURE 2.5 – Comparaison du spectre de fluorescence obtenu en balayant la fréquence de la
transition à 2 photons autour de la résonance vers l’état |61S1/2〉 dans les mêmes conditions

qu’au paragraphe 2.1.1 après lissage sur 20 points, et des prédictions d’un modèle d’équations de
Bloch optiques à 3 niveaux décrivant notre système atomique (2.16). ω2ph/2π représente la
fréquence de la transition à 2 photons. L’axe en fréquence est référencé par rapport à notre
meilleure estimation ω0/2π de la fréquence de la transition vers l’état |61S1/2〉 (incluant le

décalage de 8.6 MHz évoqué dans la section 2.1.2)

fluorescence loin de résonance pour être comparable à la simulation. Durant celle-ci, la dépendance
de la pulsation de Rabi effective à 2 photons vis à vis de δ n’a cette fois-ci pas été prise en compte.
De plus, les valeurs des taux de décohérence γi etγr n’étant pas connues a priori, elles ont été
laissées libres et choisies empiriquement de manière à maximiser la concordance avec le spectre
expérimental. On estime ainsi γi à 2π× 2 MHz et γr à 2π× 4 MHz, ce qui est cohérent avec les
élargissements en jeu dans notre expérience. Comme on peut le voir, le spectre simulé à l’aide du
modèle d’équations de Bloch précédent reproduit assez fidèlement le spectre expérimental.

Enfin, l’asymétrie (en termes d’amplitudes) du doublet Autler-Townes observé dans nos condi-
tions expérimentales est plus forte que dans les travaux analogues des références [101] et [99], où
les atomes d’un PMO de 133Cs sont excités depuis l’état |6S1/2〉 vers l’état |71P3/2〉 à l’aide d’un
seul photon UV à 319 nm. Cela s’explique par des paramètres et des configurations expérimentales
différentes. Étant donné sa faible amplitude comparé au niveau de bruit sur le signal de fluores-
cence, le petit pic du doublet sera dorénavant négligé dans tous les traitements de données et
toutes les mesures ultérieurs.

2.1.2.2 Cas d’une excitation vers l’état |54S1/2〉 à un seul photon résonant à 480 nm

De façon remarquable également, le doublet Autler-Townes devient beaucoup plus symétrique
et mieux visible pour les mêmes paramètres du PMO si l’excitation vers l’état de Rydberg ciblé
est faite non plus avec une transition à 2 photons, mais avec un seul photon résonant à 480 nm
depuis l’état intermédiaire. Un exemple de spectre de fluorescence illustrant cela est donné en
figure 2.6. Ce spectre a été tracé en exposant les atomes uniquement au faisceau Rydberg à 480
nm, accordé autour de la résonance de la transition entre les état intermédiaire et |54S1/2〉, et en



2.1. Analyse du signal DPMO observé dans le cas d’une transition à 2 photons 61

−75 −50 −25 0 25 50 75

(ω480nm− ωref)/2π (MHz)

0.4

0.6

0.8

1.0

1.2

F
lu

or
es

ce
n

ce
d

u
P

M
O

n
or

m
al

is
ée

FIGURE 2.6 – Spectre de fluorescence obtenu en excitant les atomes du PMO vers l’état |54S1/2〉
depuis l’état intermédiaire |5P3/2, F

′ = 3〉 au seul moyen du faisceau Rydberg à 480 nm, et en
balayant la fréquence de ce dernier au voisinage de la résonance. L’axe en fréquence du spectre
correspond aux fréquences à 480 nm balayées, et il est référencé arbitrairement par rapport au

centre du doublet Autler-Townes lié au refroidissement

balayant la fréquence du faisceau au voisinage de cette résonance à une vitesse de 2 MHz/s 3. La
configuration du PMO durant cette mesure est restée la même que celle utilisée jusqu’ici, définie
pour rappel par ΩPMO/2π=29 MHz, ∆PMO/2π = -20 MHz, un rapport de raies entre repompage
et refroidissement de 20%, et un gradient de champ de 26 G/cm. Par ailleurs, l’axe en fréquence du
spectre a été cette fois-ci référencé arbitrairement par rapport au centre du doublet, la nécessité
de balayer en fréquence le laser à 480 nm pour cette expérience empêchant l’asservissement sur
la cavité ultra-stable. Malgré la persistance d’une légère asymétrie due au désaccord des faisceaux
refroidisseurs, on discerne bien mieux que sur les figures 2.2 et 2.5 le plus petit des 2 pics, dont
l’amplitude est à présent comparable à celle de son voisin. On retrouve également la séparation
de 35 MHz déjà constatée auparavant, ce qui est compatible avec l’interprétation d’un doublet
Autler-Townes lié au refroidissement.

2.1.3 Origine du bruit sur les spectres de fluorescence

Un autre aspect notable du spectre expérimental présenté en figures 2.2 et 2.5 est le bruit qui
affecte le signal de fluorescence. Avant normalisation du spectre, l’écart-type de ce bruit loin de
la résonance a été évalué à 51 mV pour un niveau de fluorescence moyen de 1.22 V, soit 4.2 %
de dernier. Comme le laisse penser son évolution le long de l’enveloppe du pic, le bruit constaté
varie de plus proportionnellement au niveau de signal moyen, et donc au nombre d’atomes dans
le PMO. Cette tendance est confirmée par la courbe de la figure 2.7, qui représente l’évolution de
l’écart-type du signal de fluorescence du PMO en l’absence d’excitation à 2 photons en fonction du
niveau moyen du signal, contrôlé via le courant dans le dispenser. Grâce à un ajustement linéaire

3. Ce balayage n’a pas pu être réalisé suivant le procédé du paragraphe 1.2.3, conçu pour balayer seulement la fréquence
du faisceau à 780 nm. Il l’a au contraire été grâce à une cale piézoélectrique interne à la seed du laser MOGLABS, pilotée par
des rampes de tension. De ce fait, le faisceau à 480 nm n’a pas été asservi sur la cavité ultrastable durant le tracé du spectre
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de cette courbe, on trouve en particulier un facteur de proportionnalité égal à 0,045.
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FIGURE 2.7 – Evolution de l’écart-type du bruit observé sur la fluorescence du PMO en l’absence
d’excitation vers l’état |61S1/2〉 en fonction du niveau moyen de cette dernière, et donc du

nombre d’atomes dans le PMO

Parmi les différentes sources de bruit possibles figurent le bruit propre au système de photo-
détection, celui dû à l’éclairage ambiant, le shot noise lié à la détection de la fluorescence, et les
fluctuations de fluorescence induites par les fluctuations de fréquence et/ou de puissance des la-
sers refroidisseurs. En comparant les contributions de chacune de ces sources et en procédant par
élimination, nous sommes arrivés à la conclusion que le bruit observé provient essentiellement des
fluctuations de fréquence des lasers refroidisseurs. Concernant d’abord le bruit propre au système
de photodétection, la mesure de son écart-type en étudiant le signal produit par le système lorsque
ce dernier est plongé dans le noir complet donne une valeur de 1.6 mV, très inférieure à celle éva-
luée hors résonance dans les spectres (51 mV). Nous avons également vérifié que ce bruit propre au
système de détection ne dépendait pas du niveau de signal détecté, en éclairant le détecteur avec
un laser suffisamment peu bruité. Le bruit du détecteur n’explique donc pas le bruit observé sur
les signaux de fluorescence. Il en est de même pour le bruit lié à l’éclairage ambiant : l’exposition
du système de photodétection à cet éclairage seulement n’entraîne pas d’augmentation percep-
tible du bruit par rapport au cas où le système est plongé dans le noir, indiquant que le bruit de
l’éclairage est lui aussi négligeable. Quant au shot noise, il ne peut pas s’agir non plus d’une des
sources de bruit principales, voire de la source prépondérante. En effet, si tel était le cas, l’évolution
de l’écart-type avec le niveau de signal moyen ne serait pas aussi linéaire que sur la figure 2.7, mais
davantage marquée par une composante en racine du niveau moyen.

Une source possible du bruit est constituée par les fluctuations du niveau de fluorescence in-
duites par les fluctuations de fréquence et d’intensité de la lumière de refroidissement. Les 2 types
de fluctuations sont reliées car la fluorescence totale F du PMO dépend du désaccord et de la
puissance des faisceaux refroidisseurs au travers d’une relation de saturation, tel que :

F = N × Γi

2
× Ω2

PMO/2

Ω2
PMO/2 + ∆2

PMO + Γ2
i /4

= N × Γi

2
× s

1 + s
(2.17)
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avec N le nombre d’atomes piégés, et s le paramètre de saturation, défini par :

s =
Ω2

PMO/2

∆2
PMO + Γ2

i /4
(2.18)

Cette hypothèse sur l’origine du bruit est confortée par 2 arguments. Le premier est qu’elle est
compatible avec la linéarité de l’écart-type avec le niveau de fluorescence moyen constatée expé-
rimentalement. En effet, soit σFΩ

et σF∆
les écart-type respectifs des fluctuations de fluorescence

induites seulement par celles de la pulsation de Rabi des faisceaux refroidisseurs, d’écart-type σΩ,
et seulement par celles de la fréquence de ce derniers, d’écart-type σ∆. Si l’on exprime σFΩ en
fonction de σΩ et σF∆ en fonction de σ∆ en différenciant l’équation 2.17 par rapport à ΩPMO et à
∆PMO respectivement, on obtient les relations suivantes :

σFΩ
=

2(∆2
PMO + Γ2

i /4)

ΩPMO(Ω2
PMO/2 + ∆2

PMO + Γ2
i /4)

× F × σΩ (2.19)

σF∆
=

2∆PMO

Ω2
PMO/2 + ∆2

PMO + Γ2
i /4

× F × σ∆ (2.20)

qui montrent une dépendance proportionnelle à F . Le second argument est que le ratio mesuré de
0.045 entre l’écart-type du bruit et le niveau de fluorescencemoyen est en accord, en termes d’ordre
de grandeur, avec la valeur d’écart-type des fluctuations de fréquence σ∆ fixée par la largeur de raie
à 1σ des faisceaux refroidisseurs. Cette largeur a été estimée à 2 MHz par ajustement gaussien de
la TF d’un battement entre les faisceaux refroidisseurs et une source à 780 nm beaucoup plus fine
spectralement (10 kHz). En faisant l’application numérique de l’équation 2.20 avec un σ∆ égal à la
largeur de 2 MHz ainsi déterminée, et avec ΩPMO/2π = 29 MHz

4, ∆PMO/2π =-20 MHz et Γi/2π
= 6.06 MHz, on trouve un ratio entre écart-type du bruit et niveau de fluorescence moyen de 0.096,
dumême ordre de grandeur que les 0.045mesurés expérimentalement. La valeur inférieure du ratio
mesuré par rapport au ratio attendu provient probablement en partie du filtrage du bruit par notre
système de photodétection, dont la bande passante est pour rappel de 85 kHz. Cette hypothèse est
notamment étayée par le fait qu’un ratio encore moins élevé a été obtenu avec un autre système de
photodétection de bande passante moindre (1 kHz). Quoi qu’il en soit, la proximité entre les ratios
mesuré et attendu, et ce en considérant seulement les fluctuations de fréquence liées à la largeur
de raie des faisceaux refroidisseurs indique que ces dernières sont bien une source importante du
bruit. Les fluctuations de puissance des faisceaux refroidisseurs sont pour leur part trop faibles pour
y contribuer significativement.

2.2 Traitement des spectres de fluorescence

La calibration de l’axe en fréquence des spectres s’appuie sur un signal de tension triangulaire,
d’amplitude± 1V délivré par le générateur RF Stanford assurant le balayage en fréquence de l’excita-
tion via le faisceau Rydberg à 780 nm. Ce signal possède non seulement la même forme et la même
période temporelle que le balayage linéaire utilisé, mais il est également parfaitement synchronisé
avec ce dernier. Par conséquent, il peut être vu comme une transcription sous forme de tension
du balayage en fréquence, et servir de moyen de lecture indirect de la fréquence instantanée de
l’excitation. La synchronisation avec le balayage implique également que chaque rampe délimite
un spectre avec lequel elle va de pair, facilitant ainsi la séparation des différents spectres acquis

4. Il s’agit pour rappel de la pulsation de Rabi des faisceaux refroidisseurs déterminée expérimentalement en considérant
la séparation du doublet Autler-Townes créé par le couplage de refroidissement
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d’affilée. Pour toutes ces raisons, le signal triangulaire est enregistré simultanément aux spectres
de fluorescence. Après acquisition des données, la calibration de l’axe en fréquence des différents
spectres est réalisée par un algorithme Python et se déroule comme suit :

— Une série de rampes ”idéale” est d’abord reconstruite par l’algorithme à partir des rampes
enregistrées, afin d’éliminer les différents bruits apparus durant l’acquisition et pouvant per-
turber la calibration, en particulier le bruit de quantification de l’oscilloscope.

— Ensuite, en utilisant les extrémités des rampes ”idéales”, l’algorithme sépare les différents
spectres de fluorescence acquis dans la même série.

— Une fois la séparation effectuée, l’axe en fréquence de chaque spectre est alors reconstitué
en multipliant la rampe associée au spectre par le ratio connu entre l’amplitude du balayage
en fréquence et celle du signal triangulaire (±1V). Suite à cette opération, l’origine de l’axe
est donnée par la fréquence moyenne du laser autour de laquelle le balayage est centré,
fréquence référencée par un mode de la cavité ultrastable supposé sans dérive.

— Enfin, chaque spectre est recentré sur la fréquence de référence correspondant à la position
du pic de spectroscopie en l’absence de champ RF, elle même référencée par rapport au
même mode de la cavité ultrastable.

À cette première phase de calibration succède une seconde phase de détermination des carac-
téristiques utiles du pic ou de la paire de pics principaux présents dans chacun des spectres, grâce à
un ajustement gaussien asymétrique de ces derniers. Cet ajustement asymétrique est légitimé par
le fait qu’en raison d’effets dynamiques liés au balayage, les signaux de perte présentent une légère
asymétrie, comme en témoigne la figure 2.1, et que l’omission de celle-ci fausse la mesure de fré-
quence des pics. En fonction de l’absence ou de la présence du signal RF, la fonction d’ajustement
comporte soit une, soit deux gaussiennes asymétriques. Elle est définie dans chaque cas d’une des
2 façons suivantes :

y = y0 +A0 × exp

(
(ω − ω0)

2

2(σ0 + a0(ω − ω0))2

)
(Signal RF OFF) (2.21)

y = y0 +A1 × exp

(
(ω − ω1)

2

2(σ1 + a1(ω − ω1))2

)
+A2 × exp

(
(ω − ω2)

2

2(σ2 + a2(ω − ω2))2

)
(Signal RF ON)

(2.22)

Dans ces expressions, y0 désigne le niveau de fluorescence loin de résonance, tandis que ∀i ∈
{0, 1, 2},Ai représente l’amplitude du pic considéré, ωi la fréquence de son sommet, et σi sa largeur.
Les paramètres ai traduisent quant-à-eux le degré d’asymétrie du pic. Au terme de l’ajustement des
différents spectres, ces derniers et les jeux de données qui leur sont associés sont regroupés par
paires correspondant à 2 scans successifs de sens opposés, sans recouvrement entre les paires.
Pour des raisons détaillées dans le paragraphe 2.3.3, ce sont les fréquences moyennes ω̄i des pics
sur chacune de ces paires qui seront finalement retenues et utilisées lors les mesures de champs RF.
Ainsi, la séparation δω et la fréquence centrale ω du doublet Autler-Townes observé au sein d’une
paire de spectres donnée seront évaluées sur la base des fréquences moyennes entre les 2 spectres
de chaque pic du doublet ω̄1 et ω̄2 , tel que :

δω = |ω̄1 − ω̄2| (2.23)

ω =
ω̄1 + ω̄2

2
(2.24)
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Dans toute la suite et sauf mention contraire, les spectres de fluorescence seront référencés par
rapport à notre meilleure estimation de la fréquence de la transition entre l’état fondamental habillé
par la lumière du PMO et l’état |61S1/2〉 associée au pic principal. Cette fréquence de référence
diffère pour rappel d’environ -8.6 MHz par rapport à la fréquence de la transition |5S1/2, F = 2〉 →
|61S1/2〉 (cf §2.1.2). Notre estimation a été obtenue à partir de la fréquence moyenne du pic sur
un grand nombre (57) de paires de scans ascendant et descendant, et dans les mêmes conditions
qu’au paragraphe 2.1.1. Nous évaluons par ailleurs l’incertitude de notre estimation à environ 20
kHz comme le montre le minimum de l’écart-type d’Allan présenté au paragraphe 3.2.

En outre, il faut également remarquer que le déplacement lumineux subi par le niveau fon-
damental habillé sous l’action du faisceau Rydberg à 780 nm (cf. équation 2.11) varie au cours du
balayage en fréquence de l’excitation. Cette variation se produit parce que la modulation de la
fréquence du faisceau, grâce à laquelle le balayage est réalisé, entraîne une modulation de son
désaccord, dont dépend le déplacement. Il s’ensuit que la fréquence de la transition entre le niveau
fondamental habillé et le niveau |61S1/2〉 dévie légèrement de la valeur qu’elle a lorsque l’excita-
tion à 2 photons se trouve à résonance avec elle, et que nous avons prise comme référence de
l’axe en fréquence. Cette variation supplémentaire n’a cependant pas été prise en compte dans la
calibration de l’axe en fréquence, car elle est négligeable avec nos conditions expérimentales 5 : en
incluant dans le calcul du déplacement lumineux à l’aide de l’équation 2.11 toutes les contributions
des sous-niveaux hyperfins de l’état |5P3/2〉, elle a en effet été estimée à seulement ∓ 200 kHz
lorsque le balayage s’écarte de la résonance de ± 100 MHz.

2.3 Influence de quelques paramètres expérimentaux

2.3.1 Puissance des faisceaux Rydberg
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FIGURE 2.8 – Evolution du contraste (gauche) et de la largeur à mi-hauteur (droite) du signal de
pertes correspondant à l’état |61S1/2〉 en fonction de la fréquence de Rabi effective de l’excitation

à 2 photons, lorsque le désaccord intermédiaire ∆ de cette dernière vaut ∼ +2π×500 MHz

Comme le suggèrent l’intuition ainsi que la dépendance du taux d’ionisation Γion vis à vis de
Ω2ph, la force de l’excitation à 2 photons détermine en grande partie le contraste du signal de pertes.
C’est pourquoi il est légitime de s’y intéresser de plus près, sachant que l’on souhaite maximiser le
rapport signal sur bruit des pics tout en étant en dehors du régime de saturation, qui élargirait ces

5. Puissance du faisceau à 780 nm = 2 mW, désaccord intermédiaire à résonance ∼ +500 MHz
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derniers et compromettrait l’extraction des données à partir des ajustements. Afin d’identifier la
plage de fréquences de Rabi effectives à 2 photons répondant le mieux aux exigences précédentes,
nous avons simulé avec le modèle l’évolution du contraste et de la largeur FWHM du pic marquant
l’état |61S1/2〉 en fonction de la fréquence de Rabi effective. Les paramètres considérés pour la
simulation sont les suivantes : Γ0 = 0.6 s

−1, γd = 2π×6.5 MHz, Γsp = 7143 s
−1 , ΓBBR = 133 s

−1,∆ =
2π×500 MHz, vitesse de balayage = 2 MHz/s. Les résultats de cette étude sont exposés en figure
2.8, dans laquelle les lignes en trait plein représentent les valeurs simulées par le modèle. D’après
cette figure, l’évolution du contraste observée est conforme à celle que l’on peut attendre, avec dans
un premier temps une augmentation approximativement proportionnelle à la fréquence de Rabi
effective, suivie d’une saturation à partir d’environ Ω2ph/2π>20 kHz. Cette saturation correspond à
une situation où les pertes induites par ionisation deviennent grandes devant Γ0. L’augmentation
du contraste avec la force de l’excitation s’accompagne également d’un élargissement significatif du
signal. Enfin, les 2 courbes montrent qu’une fréquence de Rabi effective de 9 kHz, équivalent à une
puissance à 780 nm de 2mW si l’on utilise une puissance à 480 nm de 80mW, est un bon compromis
pour réaliser la spectroscopie : une telle puissance permet en effet d’avoir un contraste parmi les
plus élevés en dehors du régime de saturation, sans pour autant beaucoup élargir le signal (20%
d’élargissement contre 40-50% pour des puissances plus proches du seuil de saturation). Pour cette
raison, les puissances des faisceaux Rydberg à 780 nm et 480 nm seront par la suite respectivement
maintenues autour de 2 mW et 80 mW, et ainsi la fréquence de Rabi effective à 2 photons autour
9 kHz.

2.3.2 Polarisation des faisceaux Rydberg
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FIGURE 2.9 – Contraste du signal de pertes en fonction de la direction de polarisation du faisceau
Rydberg à 780 nm pour une direction de polarisation du faisceau Rydberg à 480 nm fixée

(gauche), et de celle du faisceau à 480 nm pour une direction de polarisation du faisceau à 780
nm fixée (droite). Le contraste a été mesuré ici comme la variation relative du niveau de

fluorescence du PMO entre le moment où une transition à 2 photons vers l’état |54S1/2〉 est
appliquée à résonance, avec un désaccord intermédiaire ∆ = +2π×310 MHz, et celui où

l’excitation est absente. Les directions de polarisations sont contrôlées par des lames λ/2, et
représentées en abscisse par les angles lus sur les montures des lames à chaque direction testée
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Du fait des règles de sélection, la polarisation des faisceaux Rydberg va elle aussi jouer un rôle
sur le couplage et donc sur le contraste du signal de pertes. Cette influence de la polarisation et son
lien avec les règles de sélection ont d’ailleurs déjà été mis en évidence expérimentalement chez les
capteurs à vapeurs thermiques par la référence [122]. Nous avons donc étudié expérimentalement
comment le contraste du signal de perte à résonance varie avec les polarisations respectives des
faisceaux Rydberg à 780 nm et 480 nm, en nous restreignant au cas où les faisceaux ont tous les
deux une polarisation linéaire. Les directions de ces polarisations sont contrôlées chacune via une
lame λ/2 placée à l’entrée de l’enceinte à vide. Pour cette étude, les conditions expérimentales
étaient les suivantes : excitation vers l’état |54S1/2〉, désaccord intermédiaire ∆ de +2π×310 MHz,
puissances à 780 nm et 480 nm respectivement égales à 8,8 mW et 80 mW. Le protocole suivi pour
choisir un couple de directions de polarisations se résume à ceci :

— Pour une direction de polarisation du faisceau à 480 nm donnée, on mesure à différentes
orientations de la lame λ/2 à 780 nm le contraste du signal de pertes comme la variation
relative du niveau de fluorescence du PMO lorsque l’excitation Rydberg est appliquée à
résonance par rapport au cas où elle est absente.

— On se place ensuite à l’orientation de la lame λ/2 à 780 nm correspondant à la variation
relative maximale, et l’on répète l’étape précédente avec la lame λ/2 à 480 nm.

Les évolutions du contraste du signal de pertes constatées à l’issue de chacune de ces deux étapes
en fonction de l’orientation de la lame λ/2 à 780 nm et de celle de la lame λ/2 à 480 nm sont re-
présentées par les graphiques respectivement à gauche et à droite de la figure 2.9. Les orientations
des lames y sont quantifiées par des angles comptabilisés grâce aux graduations sur les montures
des lames, et associés chacun à une direction de polarisation donnée du faisceau concerné. Ces 2
graphiques font apparaître une modulation périodique du contraste avec l’orientation des lames
λ/2, et donc avec l’alignement des polarisations. Le passage d’un maxima à un minima ou inverse-
ment a lieu en particulier tous les basculements de 45° d’une des 2 lames, autrement dit tous les
basculements de 90° de la polarisation associée. Sur la base de ces résultats, nous nous sommes
placés dans une configuration d’orientation des polarisations correspondant à des angles des lames
λ/2 à 780 nm et 480 nm respectivement égaux à 245° et 120°, car c’est dans ce cas qu’est atteint
le contraste maximum recherché. Bien que cette configuration optimale ait été déterminée avec
un état de Rydberg ciblé et des paramètres de l’excitation différents des conditions habituelles, elle
reste tout de même valable dans ces conditions. Un comportement identique est observé avec
l’état |61S1/2〉, qui possède les mêmes propriétés de symétrie au regard des règles de sélection.

2.3.3 Vitesse de balayage de la fréquence de l’excitation

La réponse des atomes face à l’excitation à 2 photons vers un état de Rydberg n’est pas ins-
tantanée, mais au contraire gouvernée par 2 temps caractéristiques de l’ordre de la seconde : celui
de l’effet de pertes τloss lorsque l’excitation est appliquée ou s’approche de la résonance, et ce-
lui du chargement du PMO τload = 1/Γ0 = 1.68 s lorsqu’elle est retirée ou qu’elle s’éloigne de la
résonance. En plus de découler du modèle, cela peut être vérifié, et τloss mesuré, à l’aide d’une
expérience simple consistant à étudier l’évolution de la fluorescence du PMO après allumage/ex-
tinction de l’excitation lorsque celle-ci est à résonance. La figure 2.10 donne un exemple du résultat
d’une telle expérience lorsque l’excitation cible l’état |61S1/2〉 avec un désaccord intermédiaire ∆
d’environ +2π×500 MHz, et que la puissance et la polarisation des faisceaux sont identiques aux
optimums déterminés dans les paragraphes précédents. L’ajustement de la courbe de chargement
après coupure de l’excitation par une fonction en 1−exp(−t/τload) indique une constante de temps
de 1.73 s, très proche de 1/Γ0 . De même, en ajustant la courbe de déchargement après rétablis-
sement de l’excitation par une fonction en exp(−t/τloss), on obtient une valeur de τloss de 0,61 s.



68 CHAPITRE 2.

- 2 0 - 1 5 - 1 0 - 5 0 5 1 0 1 5 2 0
0 , 6
0 , 7
0 , 8
0 , 9
1 , 0
1 , 1
1 , 2
1 , 3
1 , 4
1 , 5
1 , 6

Flu
ore

sce
nc

e d
u P

MO
 (V

)

T e m p s  ( s )

M o d e l E x p A s s o c D e l a y 1

E q u a t i o n

i f  ( x  <  T D )
	 y  =  Y b ;

e l s e
	 y  =  Y b  +  A  *  ( 1  -  e x p (

- ( x  -  T D ) / T a u ) ) ;
T D - 8 , 7 8 6 5 4  ±  - -
Y b 0 , 7 4 0 5 9  ±  - -
A 0 , 5 0 5 9 5  ±  - -
T a u 1 , 7 3 8 5 3  ±  3 , 9 4 5 6 8 E - 4
R e d u c e d  C h i - 0 , 0 0 1 8 3
R - S q u a r e  ( C O 0 , 9 6 4 8 3
A d j .  R - S q u a r e 0 , 9 6 4 8 2

M o d e l E x p D e c a y 1
E q u a t i o n y  =  y 0  +  A 1 * e x p ( - ( x - x 0 ) / t
y 0 0 , 7 3 0 9 9  ±  3 , 7 3 7 8 4 E - 4
x 0 5 , 6 8 5 8 1  ±  - -
A 1 0 , 4 8 9 1 4  ±  - -
t 1 0 , 6 1 1 5 3  ±  0 , 0 0 4 8 6
R e d u c e d  C h i - S q r 6 , 8 9 6 5 5 E - 4
R - S q u a r e  ( C O D ) 0 , 9 0 9 1
A d j .  R - S q u a r e 0 , 9 0 9 0 5

FIGURE 2.10 – Evolution de la fluorescence du PMO après retrait de l’excitation vers l’état |61S1/2〉 à
TD = −8.7 s environ, et après rétablissement de cette dernière à t1 = 5.6 s environ. L’origine de
l’axe des temps est arbitraire. Les points noirs représentent les données expérimentales, la courbe
verte un ajustement de ces données suivant le modèle d’ajustement exponentiel indiqué dans
l’encadré en haut à gauche, et la courbe rouge à un autre ajustement de ces données suivant un
autre modèle d’ajustement indiqué dans l’encadré de droite. Les paramètres de l’excitation sont
les mêmes qu’habituellement : ∆ ∼ +2π×500 MHz, et les puissances des faisceaux à 780 nm et

480 nm valent respectivement 2 mW et 80 mW

Ces deux valeurs de τloss et τload ont par ailleurs été confirmées par une simulation de la même
expérience à l’aide du modèle d’équations de taux. L’existence et l’ordre de grandeur de ces temps
de réponse impliquent que le balayage de la fréquence de l’excitation au cours de la spectroscopie
doit être suffisamment lent pour laisser au PMO le temps d’y réagir, sous peine d’atténuer voire de
brouiller complètement les signaux de pertes. D’un autre côté, un balayage trop lent allongerait
inutilement la durée des mesures, et réduirait donc tout aussi inutilement la bande passante de
mesure de l’instrument. Se pose alors la question du choix de la vitesse de balayage.

Afin de répondre à cette question, l’influence de la vitesse de balayage en fréquence a été
caractérisée plus précisément en scannant le signal de pertes correspondant à l’état |61S1/2〉 à
différentes vitesses de balayage comprises entre 0.2 MHz/s et 16 MHz/s, toujours dans le cas où les
puissances des faisceaux à 780 et 480 nm sont respectivement de 2 mW et 80 mW. À chacune des
vitesses de balayage considérées, 10 spectres de fluorescence associés à des balayages montant
et 10 associés à des balayages descendants ont été acquis les uns après les autres, en alternant
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entre les 2 types de balayages. Quelques exemples de spectres de fluorescence ainsi obtenus à
des vitesses de 0.5 MHz/s, 2 MHz/s, 4 MHz/s et 16 MHz/s sont donnés en figure 2.11, dans laquelle
les points noirs correspondent aux données expérimentales, et les courbes rouges aux prédictions
du modèle. Sur chacun de ces spectres, l’axe en fréquence a été référencé par rapport à notre
meilleure estimation ω0 de la fréquence de résonance de la transition |5S1/2〉 → |61S1/2〉, obtenue
en faisant la moyenne statistique de la fréquence du sommet du pic sur un très grand nombre de
paires de scans et descendants à 2 MHz/s. En examinant la figure 2.11, plusieurs effets peuvent être
remarqués. Il apparaît d’abord que le contraste et la symétrie des pics change avec la vitesse de
balayage : pour des vitesses inférieures à 2 MHz/s, le pic semble bien symétrique et son contraste
proche d’un maximum de 50%, tandis qu’au delà de 2 MHz/s, le contraste diminue et l’asymétrie
s’accentue d’autant plus que la vitesse de balayage est grande. En plus de ces effets sur le contraste
et la symétrie, la vitesse de balayage semble également influencer la fréquence du sommet des
pics, et contribuer à un effet d’hystérésis sur cette fréquence entre les balayages ascendants et
descendants. En effet, au delà d’une vitesse de balayage de 1 MHz/s et pour un sens de balayage
donné, la figure 2.11 montre que le sommet du pic s’écarte d’autant plus de l’origine de l’axe en
fréquence que la vitesse de balayage est élevée. De plus, ce décalage paraît approximativement
symétrique entre les balayages ascendants et descendants. En outre, tous ces effets ainsi que les
spectres aux différentes vitesses de balayages sont assez bien reproduits par le modèle d’équations
de taux.

L’évolution du contraste et de la symétrie du pic avec la vitesse de balayage peut être comprise
simplement en comparant la durée de scan Tscan de la demie-largeur à 2σ du profil spectral de
la transition |5S1/2〉 → |61S1/2〉 aux temps caractéristiques τloss et τload des effets de perte et de
rechargement du PMO. Dans l’analyse qui va suivre, nous ferons pour simplifier l’approximation
que τloss est indépendant du désaccord à 2 photons de l’excitation, et qu’il reste égal durant tout
le balayage d’un specte à la valeur mesurée à résonance (0,6 s) 6. Tant que Tscan est grand aussi
bien devant τloss que devant τload, ce qui est le cas pour des vitesses de balayage inférieures à 2
MHz/s, le balayage reste suffisamment lent devant la réponse du PMO pour que la population de
ce dernier et la fluorescence suivent adiabatiquement l’état d’équilibre associé à chaque fréquence
balayée. Dans ces conditions, le signal de fluorescence reproduit alors fidèlement le profil spectral
de la transition, expliquant ainsi pourquoi le pic de pertes reste symétrique. En particulier, quand
le balayage arrive précisément à la résonance à 2 photons, où l’effet de pertes est maximal, la
fluorescence a le temps d’atteindre l’état d’équilibre minimum qu’elle est censée atteindre ici, d’où
le contraste maximal. Lorsque la vitesse de balayage est portée à une valeur plus élevée comprise
entre 2 MHz/s et 6 MHz/s, un autre type de régime entre en jeu, dans lequel Tscan reste grand
devant τloss, mais plus devant τload. Dans un tel régime, le balayage est encore assez lent durant
le scan de la 1ère moitié du pic pour que le suivi adiabatique ait toujours lieu, mais ce n’est plus le
cas durant le scan de la 2nde moitié. De ce fait, le contraste reste toujours proche du maximum car
le suivi adiabatique durant la 1ère partie du scan permet à la fluorescence d’atteindre une valeur
proche de son équilibre minimum à résonance, mais une asymétrie commence à apparaître car
la dynamique de réponse du PMO est différente d’une moitié du pic à l’autre. Enfin, si la vitesse
de balayage excède 6 MHz/s, alors Tscan devient comparable ou inférieur simultanément à τloss
et τload. Cela signifie que le balayage est devenu trop rapide par rapport à la réponse du PMO
pour que la population et la fluorescence de ce dernier parviennent à suivre l’équilibre associé à
chaque fréquence balayée, ce qui se traduit par un retard entre l’évolution de la fluorescence et le
balayage. En particulier, lorsque le balayage vient juste de franchir la résonance et commence à s’en
éloigner, le PMO est forcé de se recharger et la fluorescence de remonter avant d’avoir pu atteindre

6. Cela n’est en réalité pas tout-à-fait vrai. On peut en effet montrer à partir du modèle d’équations de taux et de
l’expérience d’allumage/extinction de l’excitation que τloss varie avec le désaccord à 2 photons entre 2 valeurs extrêmes :
1/Γ0 = 1.68 s loin de résonance, et 0.6 s à résonance
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le minimum attendu. L’écart entre ce minimum et le niveau de fluorescence réellement atteint à
résonance est par ailleurs d’autant plus grand que le temps laissé au PMO pour se dépeupler,
autrement dit Tscan, est faible, et donc que la vitesse de balayage est élevée. Tout ceci justifie la
baisse de contraste accrue avec la vitesse de balayage observée à partir de 8 MHz/s. L’asymétrie
du pic dans ce régime de balayage trop rapide provient de nouveau du fait que les dynamiques de
réponse du PMO de chaque côté de la résonance sont différentes, mais cette fois-ci car elles sont
chacune limitées par leur propre constante de temps τload et τloss.

Pour mettre encore mieux en évidence l’effet de la vitesse de balayage sur la fréquence ωdip du
sommet du pic, l’évolution de ωdip avec cette vitesse a été tracée en figure 2.12. Sur cette figure,
les données de couleur bleue sont associées aux balayages ascendants 7, celles de couleur rouge
aux balayages descendants, et celles de couleur noire aux moyennes entre 2 balayages ascendant
et descendant successifs. Pour chaque couleur, les points correspondent à la moyenne statistique
des 10 échantillons acquis à chacune des vitesses de balayages considérées, les barres d’incertitude
à ± l’écart-type sur ces 10 échantillons, et les lignes en trait plein aux valeurs théoriques calcu-
lées à l’aide du modèle d’équation de taux. L’allure des courbes obtenues confirme les constats
évoqués plus haut, à savoir que le pic s’éloigne d’autant plus de la fréquence de résonance que la
vitesse de balayage est élevée, et que ce décalage est symétrique entre les balayages ascendants et
descendants. De plus, la figure 2.12 montre aussi que le modèle reproduit à nouveau bien ce com-
portement, et prédit plutôt correctement la fréquence du sommet du pic ωdip à chaque vitesse de
balayage. Pour un sens de balayage donné, l’effet de décalage de ωdip peut être interprété comme
le résultat d’une compétition entre l’effet de perte et le rechargement du PMO une fois que la réso-
nance vient d’être franchie. Dans le régime où Tscan est inférieur ou comparable à τloss et/ou τload
et où l’effet de shift est le plus nettement visible, le niveau de fluorescence Fres observé à résonance
est supérieur à celui attendu à l’équilibre à cet endroit, ainsi qu’à une partie de ceux associés aux
premières fréquences au-delà de la résonance. Ceci étant, l’effet de perte continue pendant encore
quelques temps après la résonance à l’emporter sur le rechargement du PMO, et la fluorescence
de diminuer au lieu de remonter. Cette diminution se poursuit jusqu’à ce que la valeur instantanée
de la fluorescence finisse par coïncider avec le niveau d’équilibre de la fréquence ωmatch balayée
au même instant : à partir de ce moment, le rechargement du PMO recommence à dominer sur
l’effet de perte, et la fluorescence à réaugmenter. Cela a pour conséquence de décaler le sommet
du pic d’une quantité ωmatch. L’accroissement du décalage de ωdip avec la vitesse de balayage s’ex-
plique par le fait que plus cette dernière est élevée, plus le niveau de fluorescence à résonance
est supérieur à celui attendu à l’équilibre, et donc plus loin au delà de résonance la fluorescence
diminue avant de réaugmenter. Concernant enfin la symétrie du décalage, et plus largement celle
des spectres, entre les 2 types de balayages, celle-ci découle directement de la symétrie du profil
spectral de la transition.

Au-delà des analyses précédentes, cette étude de l’impact de la vitesse de balayage sur les
signaux DPMO met en lumière plusieurs choses :

— D’une part, balayer à une vitesse de 2 MHz/s paraît être un bon compromis pour préserver
au maximum la qualité du signal sans trop impacter négativement le temps de mesure et la
bande passante de l’instrument. En effet, d’après les figures 2.11 et 2.12, il s’agit d’une vitesse
en dessous de laquelle on ne gagne presque rien, le contraste du pic y étant encore maximal
et l’asymétrisation et l’effet de décalage relativement faibles, mais au delà de laquelle les
caractéristiques du pic commencent nettement à se dégrader.

— D’autre part, aux vitesses supérieures à 1 MHz/s, les spectres de fluorescence obtenus en
utilisant qu’un seul type de balayage ne permettent pas à eux seuls de bien estimer la fré-
quence des transitions vers les états de Rydberg. Le décalage du sommet du pic par rapport

7. C’est à dire correspondant à des fréquences croissantes en fonction du temps
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à la fréquence de résonance, lié aux effets dynamiques du balayage, induit en effet un biais
dans l’estimation de cette dernière. Lors des mesures de champ RF, ce biais serait sans consé-
quences sur l’estimation de la séparation du doublet Autler-Townes, mais il fausserait celle
de la fréquence centrale du doublet, grâce à laquelle il est possible de retrouver la fréquence
du champ. Etant donné cependant que l’effet de décalage est symétrique entre balayages
ascendants et descendants, une façon efficace de le corriger consiste à faire la moyenne des
fréquences du sommet du pic sur 2 balayages successifs de sens opposés. C’est la raison de
la dernière étape de la procédure de traitement des spectres (cf paragraphe 2.2), qui sera
systématiquement appliquée lors des mesures de champs RF du chapitre suivant.

— Les simulations à l’aide du modèle indiquent toutefois qu’il subsiste encore malgré cette
correction un très faible biais d’environ -200 kHz, et ce peu importe la vitesse de balayage
utilisée. Ce biais résiduel peut être attribué à une légère rupture de la symétrie entre scan
ascendants et descendants, causée par la variation du désaccord intermédiaire et donc de
la fréquence de Rabi de l’excitation lors du balayage via le faisceau à 780 nm. L’arrivée sur la
résonance se produit ainsi avec une fréquence de Rabi un peu plus élevée lors des scans as-
cendants que lors des scans descendants, d’où un biais résiduel sur la mesure de fréquence.
Ce biais résiduel disparaît en grande partie lors de la procédure de calibration de l’axe en
fréquence décrite à la section 2.2.
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FIGURE 2.11 – Signaux de pertes obtenus en excitant les atomes dans l’état |61S1/2〉 pour
différentes vitesses de balayage en fréquence de l’excitation allant de 0.5 MHz/s à 16 MHz/s, et
dans le cas de balayages ascendants (gauche) et descendants (droite). Les paramètres de
l’excitation sont les mêmes qu’habituellement : ∆ ∼ +2π×500 MHz, et les puissances des

faisceaux à 780 nm et 480 nm valent respectivement 2 mW et 80 mW
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Dans le chapitre 1 , nous avons détaillé le fonctionnement du dispositif expérimental conçu pour
mettre en œuvre la spectroscopie DPMO des états de Rydberg, et l’appliquer à la métrologie de
champs RF. Avec ce dispositif, l’excitation permettant de sonder les états de Rydberg des atomes de
87Rb prend la forme d’une transition à 2 photons contra-propageants à 780 nm et 480 nm, dont les
fréquences respectives sont stabilisées et contrôlées par un asservissement PDH. Le balayage en
fréquence de l’excitation s’effectue via le faisceau à 780 nm, ce qui a pour inconvénient de faire varier
le désaccord intermédiaire, et donc la pulsation de Rabi effective à 2 photons durant le balayage. Au
cours d’un scan, l’effet de déplétion du PMO consécutif au franchissement d’éventuelles résonances
avec des états de Rydberg est détecté en mesurant l’évolution de la fluorescence du PMO. Dans
le chapitre 2, nous avons ensuite envisagé et étudié le cas de la spectroscopie de la transition vers
l’état |61S1/2〉. Cette étape préalable visait d’une part à vérifier la faisabilité de la spectroscopie à
partir de notre instrument, et d’autre part à comprendre les différents aspects d’un signal de perte
de fluorescence marquant la résonance vers un état de Rydberg donné. Comme nous l’avons vu
précédemment, un tel signal a effectivement pu être observé, et reproduit assez fidèlement par un
modèle théorique d’équations de taux. L’étude que nous en avons fait a permis d’en analyser les
caractéristiques, d’éclaircir l’influence de plusieurs paramètres expérimentaux sur ces dernières, et
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de déduire un jeu de paramètres propice à la métrologie de champs RF (pulsation de Rabi effective
à 2 photons Ω2ph = 2π×9 kHz, vitesse de balayage = 2 MHz/s, etc.). Au passage, nous avons pu
identifier plusieurs subtilités pouvant impacter les mesures, en particulier une perturbation de l’état
fondamental sous l’action de la lumière de refroidissement, et des faisceaux Rydberg. Enfin, l’étude
du chapitre 2 nous a également conduits à expliquer la manière dont est calibré l’axe en fréquence
des spectres de fluorescence, et la procédure d’extraction des données de ces derniers.

Toutes les bases étant désormais posées et notre dispositif expérimental éprouvé, nous allons
pouvoir à présent étudier la spectroscopie DPMO de l’effet Autler-Townes induit par un signal RF à
mesurer couplant 2 états de Rydberg. La transition Rydberg que l’on utilisera dans le cadre de cette
étude sera celle entre les états |61S1/2〉 et |61P1/2〉, séparés d’environ 15,973 GHz. La première
section abordera le cas le plus simple où le champ RF est à résonance. Après une présentation
et une analyse de quelques exemples de doublets Autler-Townes observés dans les spectres de
fluorescence dans ce cas, elle traitera de la linéarité et de l’étendue de la mesure d’amplitude du
champ à partir de la séparation du doublet. Elle s’intéressera ensuite à l’évolution de la fréquence
centrale du doublet avec l’amplitude, car cette fréquence présente aussi un intérêt pour lamesure de
la fréquence du champ. Dans une seconde section, nous discuterons de la stabilité, de la résolution,
et de la sensibilité des mesures de puissance du champ à résonance, en nous appuyant sur l’écart-
type d’Allan des mesures de séparations Autler-Townes, et de fréquence de la transition entre l’état
fondamental et l’état |61S1/2〉. Enfin, une troisième section examinera l’influence de la fréquence du
champ RF sur les caractéristiques du doublet Autler-Townes dans le cas plus général où le champ
n’est plus forcément à résonance avec la transition entre les 2 états de Rydberg considérés. Sur
cette base, nous étudierons également la possibilité dans ce cas de mesurer à la fois l’amplitude et
la fréquence du champ connaissant la séparation et la fréquence centrale du doublet.

3.1 Spectroscopie de l’effet Autler-Townes induit par un champ

RF quasi-résonant

Plaçons-nous dans la situation où les atomes du PMO sont exposés simultanément à la transition
à 2 photons « optimisée » vers l’état |61S1/2〉 du chapitre 2 1, et à un signal RF couplant les états de
Rydberg |61S1/2〉 et |61P1/2〉. Les différents niveaux et couplages mis en jeu dans ce chapitre sont
résumés par le schéma de la figure 3.1. Dans cette section, nous nous limiterons pour commencer au
cas où le signal RF est quasiment à résonance, avec une fréquence ωRF fixée à 2π×15,973 GHz, ce
qui correspond à la fréquence de résonance théorique ωARC de la transition |61S1/2〉 → |61P1/2〉
indiquée par la librairie Python ARC [116]. Le couplage par le signal RF provoque un effet Autler-
Townes, qui se traduit par un dédoublement de l’état |61S1/2〉 en 2 nouveaux états « habillés »
|+〉 et |−〉 résultant du mélange entre |61S1/2〉 et |61P1/2〉, que l’on vient sonder par la transition
à 2 photons à partir du niveau |5S1/2〉. Comme la pulsation de Rabi de la transition à 2 photons
Ω2ph = 2π×9 kHz est très faible comparé à celle que peut avoir le couplage RF dans notre cas
( ΩRF > 2π× 10 MHz), les états habillés ne sont par ailleurs pas perturbés par la transition à 2
photons : le système qui nous intéresse est en effet très proche dans ce cas d’une configuration
idéale d’effet Autler-Townes, dans laquelle un système à 2 niveaux couplés (les états |61S1/2〉 et
|61P1/2〉) est sondé par une excitation beaucoup plus faible. Par conséquent, on s’attend à observer
à l’intérieur de la plage de balayage de la transition à 2 photons non plus une mais 2 résonances
donnant chacune lieu à des pertes d’atomes dans le PMO, l’une correspondant à la transition de
l’état fondamental vers l’état |−〉, et l’autre à celle de l’état fondamental vers l’état |+〉. Dans le cas où

1. Puissances à 780 nm et 480 nm égales respectivement à 2 mW et 80 mW, désaccord intermédiaire ∆ ∼ +2π×500
MHz, pulsation de Rabi à 2 photons Ω2ph = 2π×9 kHz, vitesse de balayage = 2 MHz/s
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FIGURE 3.1 – Schéma des niveaux et des couplages mis en jeu au cours de la spectroscopie DPMO
de l’effet Autler-Townes induit par un signal RF couplant les états |61S1/2〉 et |61P1/2〉. La lumière
de refroidissement couple les états |5S1/2, F = 2〉 et |5P3/2, F

′ = 3〉 avec une pulsation de Rabi
ΩPMO = 2π×29 MHz et un désaccord ∆PMO = −2π×20 MHz. Deux faisceaux Rydberg à 780
nm et 480 nm réalisent une transition à 2 photons de l’état |5S1/2, F = 2〉 vers l’état |61S1/2〉,

avec une pulsation de Rabi Ω2ph = 2π×9 kHz, et un désaccord ∆ ∼ 2π× 500 MHz par rapport à
l’état intermédiaire |5P3/2, F

′ = 3〉. La fréquence de la transition |61S1/2〉 → |61P1/2〉 avec
laquelle interagit le signal RF est de 15.973 GHz

le signal RF n’est plus forcément résonant, ces résonances devraient de plus avoir pour fréquences
angulaires respectives :

ω± = ω0 −
∆RF

2
± 1

2

√
Ω2

RF +∆2
RF (3.1)

où ω0 désigne la fréquence angulaire de la transition entre l’état fondamental et l’état |61S1/2〉,
∆RF = ωRF − ωARC le désaccord du signal RF, et ΩRF la pulsation de Rabi du couplage entre les
états |61S1/2〉 et |61P1/2〉.

Quelques exemples de spectres de fluorescence observés en présence du signal RF quasi-
résonant, et ce pour différentes puissances de ce dernier lues à l’entrée de l’antenne, sont exposés
en figure 3.2. Ils ont été tracés en mesurant l’évolution de la fluorescence du PMO tandis que la
fréquence de la transition à 2 photons ”optimisée” était balayée au voisinage de celle entre les
états fondamental et |61S1/2〉, à une vitesse de 2 MHz/s. À titre de comparaison, nous redonnons
également en haut de la figure 3.2 le spectre de la figure 2.2 du chapitre précédent, obtenu de la
même manière mais en l’absence de signal RF. Sur chacun de ces spectres, les points noirs repré-
sentent les données expérimentales, et les lignes rouges les prédictions du modèle d’équations de
taux. Comme décrit au chapitre précédent, l’axe en fréquence de chaque spectre est référencé par
rapport à notre meilleure estimation ω0 de la fréquence de la transition entre les états
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FIGURE 3.2 – Spectres de fluorescence du PMO obtenus en balayant la fréquence ω2ph de la
transition à 2 photons à 2 MHz/s au voisinage de la référence ω0, en l’absence de signal RF (haut),
et en présence du signal RF à différentes puissances de ce dernier (centre et bas). Les points noirs
correspondent aux données expérimentales, et les courbes rouges aux prédictions du modèle
d’équations de taux. Les valeurs de puissance PRF du signal indiquées ont été mesurées au
moyen d’un analyseur de spectre RF. Valeurs des paramètres du modèle d’équation de taux
considérées : Γ0 = 0.6 s

−1, γd = 2π×6.5 MHz, Γsp = 7143 s
−1 , ΓBBR = 133 s−1, R0 = 35 s

−1,
∆ = 2π×500 MHz, vitesse de balayage = 2 MHz/s
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fondamental et |61S1/2〉. Les spectres mesurés en présence du champ RF mettent clairement en
évidence le dédoublement de la résonance à 2 photons dû à l’effet Autler-Townes. On y distingue
en effet les 2 pics de déplétion du PMO attendus, celui de gauche marquant la résonance avec la
transition de l’état fondamental vers l’état |−〉, et celui de droite celle avec la transition de l’état
fondamental vers l’état |+〉. Afin qu’il puisse reproduire ces spectres expérimentaux, le modèle
d’équations de taux a dû être légèrement modifié par rapport au chapitre 2 : la présence des deux
résonances au lieu d’une dans la fenêtre de balayage à 2 photons est prise en compte non pas au
travers d’une équation supplémentaire, mais d’une nouvelle expression de P(δ) à 2 gaussiennes
dans le terme Rexc, tel que :

P(δ) =
1

2

(
exp

(
− (δ − δ−)

2

2γd
2

)
+ exp

(
− (δ − δ+)

2

2γd
2

))
(3.2)

où δ− désigne l’écart entre la fréquence de la transition vers l’état |−〉 et ω0, et δ+ celui entre la
fréquence de la transition vers l’état |+〉 et ω0. Pour tracer grâce au modèle d’équations de taux les
spectres rouges au centre et en bas de la figure 3.2, ces fréquences ont été ajustées manuellement
de sorte à coïncider au mieux avec celles des pics des spectres expérimentaux. Les valeurs des
autres paramètres du modèle que nous avons considérées lors de ce tracé sont les suivantes : Γ0

= 0.6 s−1, γd = 2π×6.5 MHz, Γsp = 7143 s
−1 , ΓBBR = 133 s−1, R0 = 35 s

−1, ∆ = 2π×500 MHz,
vitesse de balayage = 2 MHz/s.

Il est à remarquer aussi que les amplitudes respectives des pics du doublet Autler-Townes ob-
servé sont différentes, et que cette différence s’accroît avec la séparation du doublet. L’asymétrie
croissante des amplitudes du doublet avec sa séparation malgré le fait que le champ RF est à ré-
sonance s’explique principalement par la variation de la pulsation de Rabi effective de la transition
à 2 photons au cours du balayage. Cette variation résulte pour rappel du fait que le balayage via le
faisceau à 780 nm entraîne une variation du désaccord intermédiaire, auquel la pulsation de Rabi
effective Ω2ph est inversement proportionnelle, et ce dans le même sens que le balayage. Pour
cette raison, la pulsation de Rabi effective évolue en sens inverse de la fréquence instantanée de
la transition à 2 photons. Elle est donc plus élevée à la fréquence ω− du pic de gauche marquant
la résonance vers l’état |−〉, qu’à celle ω+ du pic de droite marquant la résonance vers l’état |+〉.
Comme l’amplitude d’un pic hors-saturation est proportionnelle à la pulsation de Rabi effective (cf
chapitre 2, section 2.3.1) l’amplitude du pic de gauche reste alors toujours plus élevée que celle du
pic de droite, d’où la différence observée.

Bien que la fréquence du champ RF ait été choisie tel que ce dernier soit en théorie résonant, il
est également possible que ce ne soit en réalité pas parfaitement le cas, et que le champ présente
un faible désaccord de quelques MHz contribuant aussi, dans une moindre mesure, à l’asymétrie
du doublet. Un tel désaccord peut éventuellement provenir d’incertitudes expérimentales (effet
Stark...), la valeur théorique ωARC de la fréquence de la transition |61S1/2〉 → |61P1/2〉 étant connue
avec une précision de l’ordre du kHz [114, 115, 126].

3.1.1 Linéarité et étendue de mesure

Lorsque le champ RF est résonant dans la configuration ”classique” où nous nous trouvons, la
séparation δω = ω+−ω− du doublet Autler-Townes observé via la fluorescence donne en principe
directement, d’après l’équation 3.1, la pulsation de Rabi du couplage RF ΩRF . Cette dernière est
pour rappel proportionnelle à l’amplitude ERF du champ au niveau des atomes :

ΩRF =
d0.ERF

h̄
=

d0.
√

4PRF

ε0cS

h̄
(3.3)
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Ajustement linéaire y = ax+b
a = 17.2±0.3×103 MHz/W−1/2

b = 1.6±0.5 MHz

Données expérimentales

0.002 0.004 0.006 0.008 0.010√
PRF (

√
W)

−2.5

0.0

2.5

E
rr

eu
r

ré
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FIGURE 3.3 – Evolution de la séparation δω/2π du doublet Autler-Townes mesurée grâce aux
spectres de fluorescence lorsque le champ RF est quasi-résonant à ωRF = 2π×15.973 GHz, en
fonction de la racine de la puissance PRF du champ à l’entrée de l’antenne. Sur la partie

supérieure, les points noirs correspondent aux données expérimentales, et la courbe rouge à un
ajustement linéaire de ces données. Les barres d’incertitude horizontales sont définies par

l’amplitude des fluctuations observées de la puissance RF à l’entrée de l’antenne (0.1 dB, soit 2.3%
de chaque valeur de puissance), et les verticales par l’écart-type statistique des 10 échantillons
correspondant à chaque point. La partie inférieure montre quant-à-elle l’évolution de l’erreur

résiduelle entre les données et l’ajustement.

avec d0 = 3164 e.a0 C.m [116] le dipôle de la transition |61S1/2〉 → |61P1/2〉 calculé par ARC. Ainsi,
tout comme avec les capteurs basés sur la spectroscopie par EIT, on peut a priori, connaissant
d0, déduire de la séparation du doublet δω mesurée grâce aux spectres de fluorescence l’ampli-
tude ERF du champ. Afin de caractériser la linéarité et l’étendue de mesure de cette méthode
d’estimation, nous avons tracé l’évolution de la séparation δω du doublet créé par le champ RF
à ωRF = 2π × 15.973 GHz en fonction de la racine de sa puissance PRF , estimée à l’entrée de
l’antenne. Cette évolution est représentée en figure 3.3, sur laquelle les points noirs sont les don-
nées expérimentales, et la ligne rouge en train plein un ajustement linéaire de type y = ax+ b de
ces données. Pour chaque valeur de puissance considérée, la valeur mesurée de δω reportée sur
le graphique a été obtenue comme la séparation moyenne du doublet sur 10 paires successives
de scans de sens opposés du spectre de fluorescence. Bien que peu visibles car de taille similaire
à celle des points, les incertitudes suivant les axes horizontal x et et vertical y ont été prises en
compte. Les incertitudes suivant x sont définies par l’amplitude des fluctuations observées de la
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puissance RF à l’entrée de l’antenne (environ 0.1 dB autour de la puissance moyenne, soit 2.3% de
cette dernière), convertie en

√
W . Celles suivant l’axe y correspondent à l’écart-type statistique des

10 échantillons de séparation moyenne du doublet sur chaque paire de scans de sens opposés,
de l’ordre de quelques centaines de kHz. En bas de la figure 3.3, nous avons également représenté
l’erreur résiduelle relative de l’ajustement linéaire par rapport aux valeurs de séparations du doublet
mesurées à chaque puissance PRF .

Comme le montre la figure 3.3, l’évolution de la séparation du doublet avec la racine de la puis-
sance du signal RF suit le comportement linéaire attendu, avec des points expérimentaux s’alignant
très bien sur la droite d’ajustement. En particulier, sur toute la plage de valeurs de puissance RF
que nous avons explorée, les écarts résiduels relatifs entre les points et la droite restent inférieurs
ou égaux à 2.5 %, démontrant ainsi une bonne linéarité de notre méthode de mesure. Ces faibles
écarts résiduels peuvent être attribués à plusieurs sources, parmi lesquelles :

— l’incertitude sur la puissance RF vue par les atomes,
— d’éventuelles erreurs sur l’estimation de la fréquence des pics lors de l’ajustement du signal

par la fonction à 2 gaussiennes asymétriques, en raison du bruit sur le signal
— les fluctuations de puissance et de fréquence de la lumière de refroidissement. Celles-ci

peuvent en effet faire varier au cours du scan l’énergie du niveau fondamental habillé par
cette lumière (cf chapitre 2, section 2.1.2), et par suite les fréquences des transitions vers les
états |+〉 et |−〉, ce qui a pour effet de perturber la mesure de la séparation du doublet.

La pente de la droite déterminée par l’ajustement est de 17.2±0.3 × 103 MHz/
√
W , et son

ordonnée à l’origine de 1,6 ± 0,5 MHz. Cette ordonnée à l’origine non-nulle n’est pas conforme à
l’absence de dédoublement Autler-Townes en l’absence de signal RF, et peut provenir de 2 choses.
La première est l’éventuel faible désaccord ε du champ RF en raison de l’incertitude sur la valeur de
la fréquence de la transition |61S1/2〉 → |61P1/2〉 à laquelle nous nous sommes fiés. Si ce désaccord
ε existe bel et bien, il contribue à la séparation δω du doublet Autler-Townes au second ordre, étant
petit (≤ 2π× MHz) devant la pulsation de Rabi du couplage RF sur toute la gamme de puissances
considérées (∼ 2π × (20− 150) MHz d’après les séparations mesurées) :

δω =

√
ΩRF

2 + ε2 ≈ ΩRF +
ε2

2ΩRF
(3.4)

Le terme de second ordre dû à ε créé un écart par rapport au modèle valable pour un champ par-
faitement résonnant, dans lequel la séparation δω est proportionnelle à la racine de la puissance RF.
Ayant la plus forte contribution là où la pulsation de Rabi (autrement dit la puissance RF) est la plus
faible, ce terme a ainsi pu faire dévier du modèle les premiers points de la courbe expérimentale de
la figure 3.3, et de ce fait influencer la détermination de l’ordonnée à l’origine lors de l’ajustement.
L’autre cause possible de cette ordonnée à l’origine non nulle est un biais dans l’estimation des plus
petites valeurs de séparation du doublet Autler-Townes, résultant des limites de notre protocole
d’extraction des données. En effet, lorsque les 2 raies du doublet commencent à se recouvrir, ce qui
se produit pour des séparations inférieures à 30 MHz, la réponse du PMO donne lieu à un spectre
de fluorescence qui ne correspond plus tout à fait à la somme des 2 gaussiennes asymétriques for-
mant la fonction d’ajustement utilisée. Dès lors, l’erreur commise par l’ajustement dans l’estimation
de la fréquence des pics du doublet augmente significativement, et conduit à une surévaluation
de la séparation de ce dernier plus la séparation est faible. Pour le prouver, nous avons simulé à
l’aide du modèle d’équations de taux une série de doublets Autler-Townes de séparations connues
car imposées via les paramètres du modèle, et nous avons ensuite comparé dans chaque cas la sé-
paration δωmes estimée grâce à l’ajustement des spectres simulés et celle imposée δωimp. Chaque
valeur de δωmes est encore une fois issue d’une moyenne sur 2 spectres simulés, l’un associé à un
balayage montant et l’autre à un descendant. L’écart relatif algébrique entre les 2 types de valeurs
de séparation estimée et imposée est tracé en fonction de celle imposée en figure 3.4. Comme on
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peut le constater, l’écart reste négligeable tant que la valeur vraie de la séparation du doublet est
supérieure à environ 30 MHz, mais s’accroît fortement dès qu’elle passe en dessous de ce seuil, at-
teignant ainsi +4.5% à la plus petite séparation mesurée expérimentalement (20 MHz). En d’autres
termes, la valeur du premier point de la courbe de la figure 3.3 a possiblement été surévaluée d’en-
viron 1 MHz. Cela a pu également participer à faire converger l’ajustement linéaire des données
expérimentales de cette figure vers une faible ordonnée à l’origine positive.
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FIGURE 3.4 – Evolution de l’erreur relative commise par notre procédure d’extraction des données
sur l’estimation de la séparation d’un doublet Autler-Townes simulé à l’aide du modèle

d’équations de taux, en fonction de la valeur de séparation imposée δωimp dans la simulation.
δωmes désigne la séparation estimée grâce à l’ajustement du spectre simulé. Valeurs des

paramètres du modèle d’équation de taux considérées : Γ0 = 0.6 s
−1, γd = 2π×6.5 MHz, Γsp =

7143 s−1 , ΓBBR = 133 s−1, R0 = 35 s
−1, ∆ = 2π×500 MHz, vitesse de balayage = 2 MHz/s

En ce qui concerne l’étendue de mesure, la plus petite séparation mesurable δωmin est fixée par
la largeur FWHM d’un pic, égale à 15 MHz (cf chapitre 2, section 2.1.1). Suivant un critère analogue
au critère de Rayleigh en optique, les 2 pics du doublet Autler-Townes ne peuvent en effet être bien
discernés que s’ils sont séparés d’au moins leur largeur FWHM, d’autant plus que l’ajustement des
spectres permettant l’extraction des données échoue dans le cas contraire. C’est d’ailleurs pour ces
raisons que la série de mesures présentée en figure 3.3 débute à une valeur de séparation similaire
d’environ 20 MHz. Compte-tenu du dipôle de la transition |61S1/2〉 → |61P1/2〉 (3164 e.a0 C.m
d’après ARC [116]), la séparation minimale de 15 MHz précédente équivaut, d’après l’équation 3.3,
à une amplitude minimale mesurable du champ de 3,8 mV/cm. Cela découle directement des mé-
canismes d’élargissement des pics liés au PMO, à savoir l’effet Zeeman dû au gradient de champs
magnétique, et le mélange entre les états |5S1/2, F = 2〉 et |5P3/2, F

′ = 3〉 dû à la lumière de refroi-
dissement. Les séparation et amplitude du champ maximales mesurables se trouvent quant-à-elles
limitées par l’asymétrisation du doublet résultant de la variation de la pulsation de Rabi effective
à 2 photons au cours du balayage, tel qu’expliqué précédemment (cf page 79). En effet, plus la
séparation δω du doublet est grande, plus la fréquence à 2 photons du pic de droite marquant la
résonance vers l’état |+〉 est élevée, et plus la pulsation de Rabi effective correspondante diminue,
réduisant ainsi l’amplitude du pic. Il en va de même mais en sens inverse pour le pic de gauche
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marquant la résonance vers l’état |−〉. Lorsque δω devient comparable au désaccord intermédiaire,
la pulsation de Rabi effective à la fréquence du pic de droite finit ainsi par être assez faible pour
que ce dernier ne soit plus discernable, et/ou celle à la fréquence du pic de gauche assez forte
pour que ce dernier sature. On a alors franchi la limite supérieure de l’étendue de mesure, au delà
de laquelle il n’est plus possible de mesurer de séparation, et donc l’amplitude du champ. La valeur
précise de cette limite n’a pas pu être évaluée expérimentalement : nous avons réussi à atteindre
une séparation maximale d’environ 250 MHz, à laquelle les 2 pics du doublet restent encore net-
tement perceptibles, mais le dispositif d’asservissement des lasers n’a pas permis d’aller au delà.
Toutefois, des simulations à partir du modèle d’équations de taux laissent prévoir une séparation
maximale mesurable aux alentours de 800 MHz, soit une amplitude maximale mesurable du champ
de 200 mV/cm. Cette limite n’est pas fondamentale, et pourrait être repoussée en réalisant le ba-
layage via le laser à 480 nm plutôt que via celui à 780 nm. En effet, cela permettrait de s’affranchir
de la variation du désaccord intermédiaire au cours du scan, et donc de celle de la pulsation de Rabi
à 2 photons, grâce à quoi les pics du doublet pourraient garder chacun une amplitude constante,
indépendamment de leur séparation.

3.1.2 Impact de la puissance du signal RF sur la fréquence centrale du dou-
blet
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FIGURE 3.5 – Fréquence centrale ω/2π du doublet Autler-Townes induit par le champ RF à
ωRF = 2π×15.973 GHz en fonction de la séparation mesurée δω/2π du doublet. Les points noirs
symbolisent les données expérimentales, comptées relativement à ω0 et issues du même jeu de
données que celui de la section 3.1.1 et de la figure 3.3. Chaque δω en abscisse correspond donc à
une certaine puissance RF. La courbe rouge représente la fréquence centrale théorique fixée par
les déplacements lumineux δLS

1 et δLS
2 des états |61S1/2〉 et |61P1/2〉, tel que ω = (δLS

1 + δLS
2 )/2,

et à laquelle on a ajouté un offset de -1,45 MHz. Cet offset permet d’ajuster au mieux la courbe
rouge aux données expérimentales, en tenant compte d’un éventuel désaccord résiduel du

champ RF, et d’une possible erreur sur la référence ω0
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Une autre information utile contenue dans les doublets Autler-Townes observés est la fréquence
centrale de ces derniers ω = (ω+ + ω−)/2 − ω0. Selon l’équation 3.1, cette fréquence centrale
ω est égale à la moitié du désaccord ∆RF du signal RF, et devrait donc permettre de retrouver la
fréquence de celui-ci. Cela s’avère particulièrement intéressant dans le cas envisagé plus loin où le
signal n’est plus à résonance. En effet, en pareil cas, l’estimation de l’amplitude du champ à partir de
la séparation δω du doublet n’est possible que si l’on connaît aussi le désaccord du champ, puisque

δω =
√
ΩRF

2 +∆RF
2. Nous ne nous attarderons cependant pas davantage ici sur le cas d’un

champ hors-résonance, qui sera discuté plus en détail ultérieurement en section 3.3.

Nous avons tracé en figure 3.5 l’évolution de la fréquence centrale du doublet, comptée re-
lativement à ω0, en fonction de la séparation de ce dernier, à partir du même jeu de données
expérimentales que celui de la section 3.1.1 précédente. Sur la figure, chaque point de couleur noire
représente donc la moyenne sur 10 paires de scans ascendants/descendants des 10 valeurs de fré-
quence centrale moyenne associées, et les barres d’incertitude l’écart-type statistique de ces 10
valeurs. On rappelle également que les différentes séparation δω en abscisse des points corres-
pondent chacune à une puissance RF donnée (cf figure 3.3), et que la fréquence du champs est
maintenue fixe à ωRF = 2π×15.973 GHz pour toutes les puissances. Comme on peut le voir sur la
figure 3.5, il apparaît que la fréquence centrale du doublet se décale de plus en plus vers les fré-
quences inférieures à ω0 à mesure que la séparation, ou autrement dit la puissance RF, augmente.
Ce décalage s’explique par des déplacements lumineux des états |61S1/2〉 et |61P1/2〉 sous l’effet de
couplages non-résonants à d’autres états de Rydberg voisins par le signal RF. Un aperçu des états
voisins impliqués est donné par le diagramme d’énergie de la figure 3.6. À cause de ces déplace-
ments lumineux, la fréquence de la transition |61S1/2〉 → |61P1/2〉, et par conséquent le désaccord
du signal RF, varient d’autant plus que le couplage RF est fort, d’où une évolution de la fréquence
centrale du doublet avec la puissance du signal.

L’interprétation précédente est confirmée quantitativement par un calcul théorique de la fré-
quence centrale à partir d’une version corrigée de l’équation 3.1, tenant compte des déplacements
lumineux. Appelons δDL

1 et δDL
2 les déplacements lumineux respectifs des états |61S1/2〉 et |61P1/2〉,

et choisissons une convention où ces déplacements sont positifs s’ils tendent à augmenter l’éner-
gie du niveau associé, et négatifs s’ils tendent à la diminuer. Compte tenu du déplacement δDL

1

de |61S1/2〉, la fréquence de la transition entre les états fondamental et |61P1/2〉 n’est plus égale à
ω0, mais à ω0 + δDL

1 , et le terme en ω0 dans l’équation 3.1 doit être remplacé en conséquence. De
même, le désaccord du signal RF ne vaut plus simplement ∆RF (valeur imposée par rapport à la
transition non perturbée), mais ∆RF + δLS

1 − δLS
2 . Le signe + devant δLS

1 se justifie par le fait que
lorsque ce dernier est du même signe que ∆RF , il contribue à augmenter le désaccord total, et à
le diminuer quand il est du signe opposé. À l’inverse, δLS

2 est précédé d’un signe - car il contribue
à diminuer le désaccord total quand il est du même signe que ∆RF , et à l’augmenter dans le cas
contraire. Avec ces corrections, l’équation 3.1 se réécrit sous la forme la forme suivante :

ω± = ω0 −
∆RF − δLS

1 − δLS
2

2
± 1

2

√
Ω2

RF + (∆RF + δLS
1 − δLS

2 )
2

(3.5)

De cette équation corrigée, on déduit de nouvelles expressions de δω et ω prenant en compte les
déplacements lumineux :

δω = ω+ − ω− =

√
Ω2

RF + (∆RF + δLS
1 − δLS

2 )
2

(3.6)

ω =
ω+ + ω−

2
− ω0 = −∆RF − δLS

1 − δLS
2

2
(3.7)
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FIGURE 3.6 – Diagramme d’énergie des niveaux de Rydberg voisins couplés hors-résonance aux
états |61S1/2〉 et de |61P1/2〉 par le signal RF à ωRF = 2π×15.973 GHz, et contribuant

majoritairement aux déplacements lumineux de ces derniers. Les couplages responsables du
déplacement de |61S1/2〉 sont représentés en rose, et ceux de celui de |61P1/2〉 en vert.

La valeur des déplacements lumineux δLS
1 et δLS

2 s’obtient dans les 2 cas en faisant la somme des
contributions de chaque couplage avec un état de Rydberg voisin, comme suit [127] :

δLS
i =

∑
j

|Ωij |2

4∆ij
(3.8)

où l’indice i = 1,2 se réfère à l’état |61S1/2〉 quand il vaut 1, et à l’état |61P1/2〉 quand il vaut 2.
L’indice j désigne quant-à-lui les autres états de Rydberg voisins couplés à |61S1/2〉 et |61P1/2〉 par
le signal RF. Dans cette somme, ∆ij = ωRF − ωij représente le désaccord du signal par rapport
à la transition voisine i→j impliquée dans le déplacement, et Ωij la pulsation de Rabi du couplage
à cette transition. Ωij peut être estimée connaissant la pulsation de Rabi ΩRF du couplage entre
les états |61S1/2〉 et |61P1/2〉, le dipôle d0 de la transition entre ces états (3164 e.a0 C.m) et celui
dij de la transition i→j, grâce à la relation Ωij = dijΩij/d0. Enfin, chaque contribution au dépla-
cement lumineux δLS

i est comptée positivement si elle tend à augmenter l’énergie du niveau i, et
négativement si elle tend à la diminuer. Les états voisins pris en compte dans le calcul de δLS

1 se
limitent à |61P3/2〉, |60P3/2〉, |60P1/2〉, et ceux dans le calcul de δLS

2 à |62S1/2〉, |60D3/2〉, |59D3/2〉,
car les contributions des couplages aux autres états voisins autorisés par les règles de sélection
sont négligeables, du fait de désaccords supérieurs. Les propriétés des transitions de |61S1/2〉 et
|61P1/2〉 vers ces états, ainsi que les indices j qui ont été affectés à ces dernières, sont récapitulés
dans le tableau 3.1 ci dessous.

Au vu des considérations ci-dessus, δLS
1 et δLS

2 peuvent s’exprimer ainsi :
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Transition Indice j Dipôle dij (C.m)
Fréquence

ωij/2π (GHz)
Désaccord ∆ij/2π (MHz)
à ωRF /2π = 15,973 GHz

|61S1/2〉 → |61P3/2〉 3 4403,9 e.a0 16,410 -437
|61S1/2〉 → |60P1/2〉 4 2880,4 e.a0 18,027 -2054
|61S1/2〉 → |60P3/2〉 5 4148,1 e.a0 17,566 -1593
|61P1/2〉 → |62S1/2〉 6 2981,7 e.a0 17,119 -1149
|61P1/2〉 → |60D3/2〉 7 5348 e.a0 10,092 +5881
|61P1/2〉 → |59D3/2〉 8 3067,7 e.a0 23,371 -7398

TABLEAU 3.1 – Ensemble des transitions vers les états de Rydberg voisins couplées par le signal RF
à ωRF = 2π×15.973 GHz et contribuant significativement aux déplacements lumineux des états
|61S1/2〉 et |61P1/2〉 + dipôles et fréquences de ces transitions. Les valeurs des fréquences et des

dipôles des différentes transition sont celles indiquées par ARC [116]

δLS
1 =

ΩRF
2

4d0
2

(
− d13

2

|∆13|
+

d14
2

|∆14|
+

d15
2

|∆15|

)
(3.9)

δLS
2 =

ΩRF
2

4d0
2

(
− d26

2

|∆26|
+

d27
2

|∆27|
+

d28
2

|∆28|

)
(3.10)

La courbe rouge sur la figure 3.5 provient d’un calcul de la fréquence centrale du doublet en fonction
de la séparation δω, selon l’expression ω = (δLS

1 + δLS
2 )/2 + ω0. Le terme ω0 est un offset libre,

introduit pour tenir compte des éventuelles contributions aux fréquences centrales mesurées d’un
faible désaccord résiduel ∆RF du champ et/ou d’un biais sur l’estimation ω0 de la fréquence de
transition entre les états fondamental et |61S1/2〉, servant de référence. Il a été ajusté manuellement
de telle sorte que la courbe rouge passe au mieux par l’ensemble des points expérimentaux. Pour
chaque δω, les déplacements lumineux δLS

1 et δLS
2 ont été calculés en appliquant les équations 3.9 et

3.10 avec les valeurs de dij et∆ij du tableau 3.1, et en considérant que ΩRF ' δω. L’approximation
précédente peut être faite très raisonnablement dans la mesure où l’éventuel désaccord résiduel
du champ RF ainsi que les déplacements lumineux restent faibles devant toutes les séparations
mesurées. Par exemple, lorsque ΩRF ' δω = 100 MHz, on trouve δLS

1 = 2π×7.4 MHz, et δLS
2 =

−2π×0,4 MHz. Avec un offset ω0 de -1.45 MHz, l’évolution de la fréquence centrale ω ainsi estimée
théoriquement s’accorde très bien avec celle mesurée expérimentalement.

3.2 Stabilité, résolution, et sensibilité des mesures par spec-

troscopie DPMO

Les performances en termes de sensibilité, résolution et stabilité long terme d’un instrument ou
d’une méthode de mesure peuvent être caractérisées à l’aide de l’écart-type (ou la variance) d’Al-
lan. Il s’agit en effet d’un outil mathématique qui compare la dispersion d’échantillons statistiques
à différentes échelles de temps sur un ensemble de N mesures de la même quantité physique,
fournissant ainsi des informations sur les grandeurs métrologiques qui viennent d’être citées. Une
définition plus précise de l’écart-type d’Allan ainsi que des détails supplémentaires sur son cal-
cul et son interprétation sont donnés en référence [128]. Afin d’évaluer les performances de notre
technique de mesure basée sur la spectroscopie DPMO, nous nous sommes d’abord intéressés à
l’écart-type d’Allan glissant σω relatif à la mesure de la fréquence de transition entre les états fonda-
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FIGURE 3.7 – Evolutions en fonction du temps d’intégration τ des écart-types d’Allan glissants σω

relatif à la fréquence ω/2π du pic marquant la résonance en l’absence de signal RF (courbe bleue),
et σδω relatif à la séparation δω/2π du doublet Autler-Townes en présence d’un signal RF à

ωRF = 2π×15.973 GHz (courbe verte). La puissance RF estimée à l’entrée de l’antenne s’élève ici à
-23 dBm. La droite noire représente la tendance en 1 MHz.s1/2/

√
τ suivie par la courbe bleue

mental et |61S1/2〉. Son évolution avec le temps d’intégration τ a été calculée à partir de 57 valeurs
de la fréquence du pic marquant cette transition, issues de 57 paires de spectres montant/descen-
dant acquises en l’absence de signal RF, avec seulement la transition à 2 photons optimisée, dans
des conditions expérimentales toujours identiques. Pour chaque scan, la fréquence de la transition
à 2 photons a été balayée à une vitesse de 2 MHz/s entre -50 MHz et + 50 MHz autour de la
fréquence de référence ω0/2π, portant à 100 s la durée d’acquisition d’une paire de spectres, et à
5700 s le temps de mesure total. La courbe d’écart-type d’Allan glissant σω en fonction du temps
d’intégration τ ainsi obtenue est représentée en figure 3.7 par les points de couleur bleue. Cette
courbe, relative à la fréquence mesurée de l’unique pic observé en l’absence de signal RF, renseigne
sur la stabilité et les limites intrinsèques de notre expérience. Elle permet également d’extrapoler les
performances potentielles des mesures de séparation du doublet Autler-Townes et donc d’ampli-
tude du champ RF, dans le cas idéal où ces performances seraient elles aussi limitées par la stabilité
intrinsèque, et donc proches de celles des mesures en l’absence de champ.

D’après la figure 3.7, l’écart-type d’Allan σω(τ) ne fait que diminuer aux échelles de temps consi-
dérées (τ = 100 s à 5700 s), démontrant ainsi l’absence de dérives notables à ces échelles de temps.
À court terme, il suit de plus une tendance en 1 MHz.s1/2/

√
τ , ce qui signifie que la source prin-

cipale de fluctuations sur la fréquence mesurée du pic marquant la résonance vers l’état |61S1/2〉
est un bruit blanc. Physiquement, les fluctuations coup-à-coup pour τ = 100 s peuvent s’expliquer
par l’influence du bruit de fluorescence lié à la largeur de raie des lasers refroidisseurs (cf. partie
2.1.3) sur l’ajustement des spectres, et donc sur l’extraction des données. L’écart-type d’Allan σω(τ)
étant dominé par un bruit blanc, la sensibilité S sur la mesure de la fréquence du pic peut être
définie comme σω(τ)×

√
τ , ce qui donne S ' 1 MHz.s1/2. Dans l’hypothèse d’une sensibilité idéa-
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lement identique sur la mesure de séparation du doublet Autler-Townes, il est possible, en utilisant
l’équation 3.3 et le dipôle théorique de la transition |61S1/2〉 → |61P1/2〉, d’en déduire la sensibilité
équivalente sur la mesure d’amplitude du champ. On obtient ainsi 250 µV/cm/Hz1/2. Cette valeur
est relativement plus élevée que celles rapportées dans la littérature pour d’autres types de cap-
teurs à base d’atomes de Rydberg. Il faut souligner cependant qu’elle pourrait être améliorée, car le
protocole de mesure à partir des spectres décrit et employé dans cette thèse n’est pas optimal pour
maximiser la sensibilité. Une autre approche plus efficace consisterait par exemple à restreindre le
scan seulement aux flancs des pics de chute de la fluorescence, car c’est sur les flancs que la variation
du signal avec la grandeur mesurée est la plus grande. La diminution de l’écart-type d’Allan σω(τ)
signifie également que pour des temps d’intégration τ de plus en plus grands, notre instrument
est capable de résoudre des variations de plus en plus petites de la fréquence du pic marquant la
résonance vers l’état |61S1/2〉. La résolution de l’instrument, définie ici comme la plus petite varia-
tion qu’il est parvenu à détecter et donnée par le plus faible écart-type d’Allan mesuré, atteint en
particulier 18 kHz au bout de τ = 2600 s. Toujours dans le cas idéal de performances similaires des
mesures de séparation du doublet Autler-Townes, cette résolution peut à nouveau être convertie
grâce à l’équation 3.3 en une résolution équivalente sur l’amplitude du champ RF, que l’on estime
ainsi à 5 µV/cm. Bien que σω(τ) n’ait pas été tracé jusqu’à des temps assez grands pour constater
une dérive long-terme et voir à partir de quel τ elle se produit, on peut néanmoins s’attendre à
ce que la stabilité long-terme soit limitée par des variations lentes de la puissance des faisceaux
refroidisseurs et Rydberg. En effet, à cause de ces variations, le déplacement lumineux subi par le
niveau fondamental (cf chapitre 2, section 2.1.2) change au cours du temps, entraînant de cette fa-
çon une dérive lente de la fréquence de transition entre l’état fondamental et l’état |61S1/2〉. Dans
une moindre mesure, les fluctuations de polarisation des faisceaux Rydberg peuvent aussi avoir un
impact sur la stabilité long-terme.

Dans un second temps, nous avons tracé en fonction de τ l’écart-type d’Allan glissant σδω(τ)
relatif à la séparation δω du doublet Autler-Townes observé en présence du signal RF, lorsque ce
dernier est accordé à résonance (ωRF = 2π×15.973 GHz), et que sa puissance à l’entrée de l’an-
tenne vaut -23 dBm. Pour ce faire, nous avons enregistré dans ces conditions 54 paires de spectres
montants/descendants, et utilisé les 54 valeurs de séparation (voisines de 45 MHz) qui en ont été
extraites. Chaque scan a de nouveau été réalisé en balayant la fréquence de la transition à 2 photons
optimisée entre -50 MHz et +50 MHz autour de la fréquence de référence ω0, et ce à une vitesse
de 2 MHz/s. L’évolution de l’écart-type d’Allan glissant σδω(τ) mesuré en fonction de τ est tracée
en figure 3.7 (courbe de couleur verte). Celle-ci indique qu’à court terme, le bruit sur la mesure
de δω est légèrement plus élevé que celui sur la mesure de la fréquence de transition ω entre les
états fondamental et |61S1/2〉. Cela peut se justifier par le fait que la diminution du contraste des
pics du doublet par rapport au cas où le signal RF est absent (cf figure 3.2) entraîne une légère
dégradation du RSB. À plus long terme, σδω augmente, et indique donc une dérive de la séparation
Autler-Townes δω/2π d’environ 200 kHz pour τ > 1000 s. Nous attribuons cette dérive long-terme
à l’instabilité de la puissance du signal RF, résultant des limites de notre chaîne micro-onde. Une
référence plus stable en puissance serait requise pour mieux caractériser les performances mé-
trologiques à long-terme de notre technique de mesure de l’amplitude du signal par le biais de
δω.
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3.3 Spectroscopie de l’effet Autler-Townes en présence d’un

champ RF hors-résonance

3.3.1 Influence du désaccord sur les caractéristiques du doublet Autler-
Townes

On s’intéresse maintenant dans cette section à la situation où le champ RF couplant les états
|61S1/2〉 et |61P1/2〉 n’est plus forcément à résonance. Dans ce cas, la mesure de l’amplitude du
champ à partir de la séparation δω du doublet Autler-Townes n’est plus aussi simple qu’à résonance,
car la séparation dépend également désormais du désaccord ∆RF du champ par rapport à la
transition non perturbée, tel que, pour rappel :

δω =

√
Ω2

RF + (∆RF + δLS
1 − δLS

2 )
2

(3.6)

La mesure de l’amplitude d’un champ inconnu ne peut donc être envisagée sans mesurer aussi le
désaccord de ce dernier. Comme cela a déjà été brièvement évoqué auparavant, une possibilité
pour cela serait d’utiliser en plus de la séparation δω la fréquence centrale ω du doublet, en tenant
compte des déplacements lumineux δLS

1 et δLS
2 des états |61S1/2〉 et |61P1/2〉. Nous avons en effet

établi à la sous-section 3.1.2 que :

ω = −∆RF − δLS
1 − δLS

2

2
(3.7)

Connaissant δω et ω, on dispose alors de 2 équations du désaccord et de l’amplitude du champ
qui, si elles sont vérifiées, devraient permettre par inversion de déterminer simultanément ces 2
quantités. Dans tout ce qui suit, le désaccord ∆RF du champ sera défini de la manière suivante :

∆RF = ωRF − ωARC −∆0 (3.11)

où ωRF désigne la fréquence du champ RF, et ωARC = 2π×15,973 GHz la fréquence théorique de la
transition |61S1/2〉 → |61P1/2〉 selon ARC [116].∆0 fait quant-à-lui office de terme correctif, destiné à
compenser l’éventuelle inexactitude de ωARC , ou toute autre source d’incertitude sur le désaccord.
Ainsi, ∆RF s’apparente à la valeur réelle du désaccord, par opposition à ωRF − ωARC = ∆′

RF . À
l’aide de l’équation 3.11, les formules 3.9 et 3.10 donnant les déplacements lumineux δLS

1 et δLS
2

peuvent être réexprimées en fonction de ∆RF tel que suit :

δLS
1 =

ΩRF
2

4d0
2

(
− d13

2

|∆0
13 −∆RF |

+
d14

2

|∆0
14 −∆RF |

+
d15

2

|∆0
15 −∆RF |

)
(3.12)

δLS
2 =

ΩRF
2

4d0
2

(
− d26

2

|∆0
26 −∆RF |

+
d27

2

|∆0
27 −∆RF |

+
d28

2

|∆0
28 −∆RF |

)
(3.13)

avec ∆0
ij = ωij − ωARC l’écart entre la fréquence théorique de la transition voisine |i〉 → |j〉

contribuant au déplacement lumineux et celle de la transition |61S1/2〉 → |61P1/2〉. Les états voisins
associés à chaque indice j ainsi que les valeurs des ∆0

ij sont précisées pour rappel dans le tableau
3.1.

Afin d’examiner la validité du modèle formé par les équations 3.6, 3.7, 3.12 et 3.13 pour un
champ non-résonant, nous avons mesuré l’évolution de la fréquence centrale et de la séparation
du doublet avec le désaccord ∆′

RF , et ce à 3 puissances différentes du champ (-20 dBm, -17 dBm
et -14 dBm). Ces valeurs de puissances ont encore une fois été évaluées à l’entrée de l’antenne au
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moyen d’un analyseur de spectre RF. Dans ce même objectif de validation, les données expérimen-
tales recueillies ont ensuite été comparées au modèle via un ajustement de ces dernières par les
équations 3.6 et 3.7, avec comme paramètres libres ΩRF et∆0. La procédure que nous avons suivie
pour réaliser cet ajustement se résume à ceci :

— Pour une même valeur initiale de ∆0 commune aux 3 séries de données expérimentales
associées aux 3 puissances RF, on applique une première itération de l’ajustement à chacune
des 3 séries, ce qui conduit à 3 valeurs de ΩRF (une pour chaque série).

— On rectifie ensuite la valeur de ∆0 commune aux 3 séries, de manière à améliorer encore
l’ajustement.

— On réitère les 2 premières étapes, jusqu’à ce que la somme des erreurs résiduelles entre le
modèle ajusté et les données expérimentales atteigne un minimum.

Les résultats desmesures deω et δω en fonction de∆′
RF aux 3 puissancesPRF considérées, ainsi

que les courbes d’ajustement correspondantes, sont illustrés en figure 3.8, où les données à PRF=
-20 dBm apparaissent en rouge, celles à PRF = -17 dBm en vert, et celles à PRF = -14 dBm en bleu.
Sur cette figure, chaque valeur expérimentale de δω et de ω, symbolisée par un point, a été obtenue
en faisant la moyenne des échantillons issus de 5 à 7 paires de scans ascendant/descendant. Ces
mesures ont été référencées chacune par rapport à notre meilleure estimation, au moment de la
mesure, de la fréquence de transition entre l’état fondamental et l’état |61S1/2〉. Il ressort de la figure
3.8 que les données expérimentales et les tendances définies par le modèle concordent assez bien
entre elles. En effet, avec les valeurs optimales des paramètres libres, c’est-à-dire ∆0 = −2π×1.36
MHz, ΩRF = 2π×47 MHz à PRF = -20 dBm, ΩRF = 2π×66.5 MHz à PRF = -17 dBm, et ΩRF =
2π×94.1 MHz à PRF = -14 dBm, les courbes d’ajustement reproduisent plutôt fidèlement les points
expérimentaux. Plus particulièrement, la fréquence centrale ω mesurée semble bien varier quasi-
linéairement avec le désaccord, avec une pente proche de -1/2, et un offset croissant avec PRF en
raison des termes de déplacements lumineux, proportionnels à Ω2

RF et presque invariants avec les
désaccords considérés. De même, les évolutions mesurées de δω en fonction de ∆’RF aux trois

valeurs de puissance PRF ressemblent bien à celle d’une loi de type
√
∆RF

2 + C2, avec à nouveau
un offset C dépendant de la puissance à cause des termes en ΩRF et en δLS

1 − δLS
2 sous la racine.

Tous ceci tend à confirmer la validité du modèle, et par suite la possibilité d’utiliser les équations
3.6 et 3.7 pour retrouver à la fois l’amplitude et le désaccord du champ si l’on connaît δω et ω. Nous
imputons les écarts résiduels de quelques MHz au plus entre les données expérimentales et le
modèle principalement aux fluctuations et dérives de la puissance du signal RF envoyé aux atomes,
notamment lorsque la fréquence du signal est changée. Cette hypothèse est appuyée par le fait
que les données concernant δω, qui d’après le modèle sont celles qui dépendent le plus fortement
de ΩRF et donc de la puissance du champ, sont aussi celles qui présentent les écarts les plus
importants par rapport au modèle. Elle l’est aussi par des mesures récentes de la puissance émise
par notre chaîne micro-onde en fonction de la fréquence à l’aide d’un analyseur de réseau. Parmi
les autres mécanismes susceptibles de justifier les écarts résiduels observés, on peut invoquer :

— La dégradation du RSB d’un deux pics, qui accompagne l’asymétrisation du doublet àmesure
que la puissance et/ou le désaccord du champ augmentent. Cette asymétrisation n’est ici
plus seulement liée à la variation de la pulsation de Rabi à 2 photons au cours des scans,
et dont l’effet s’accentue avec la séparation, mais aussi à la dépendance des probabilités de
transition vers les états habillés |+〉 et |−〉 vis-à-vis du désaccord 2. Cet effet est visible sur
la figure 3.9, enregistrée à la puissance RF de consigne de -14 dBm.

2. D’après la théorie de l’effet Autler-Townes, la probabilité de transition de l’état fondamental vers l’état |+〉 est en effet
donnée par cos2

(
1
2
atan

(
ΩRF
∆RF

))
, et celle de transition de l’état fondamental vers l’état |−〉 par sin2

(
1
2
atan

(
ΩRF
∆RF

))
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FIGURE 3.8 – Evolutions de la séparation δω/2π du doublet Autler-Townes (haut), et de sa
fréquence centrale ω (bas), en fonction du désaccord ∆′

RF du signal RF relativement à la
fréquence théorique de la transition ωARC = 2π×15.973 GHz, pour des puissances PRF du signal

à l’entrée de l’antenne de -20 dBm (données rouge), -17 dBm (données vertes) et -14 dBm
(données bleues). Les points correspondent aux données expérimentales, et les lignes à un
ajustement par le modèle d’effet Autler-Townes tenant compte des déplacements lumineux
(équations 3.6, 3.7 et 3.11). Les paramètres du modèle laissés libres lors de l’ajustement sont
l’offset ∆0, et la pulsation de Rabi ΩRF du couplage entre les états |61S1/2〉 et |61P1/2〉
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FIGURE 3.9 – Spectres de fluorescence du PMO obtenus en balayant la fréquence ω2ph de la
transition à 2 photons optimisée à 2 MHz/s en présence du signal RF à -14 dBm, pour différents
désaccords ∆′

RF de ce dernier par rapport à la fréquence théorique ωARC/2π de la transition
|61S1/2〉 → |61P1/2〉. L’axe en fréquence de chacun des 3 spectres est référencé par rapport à une
estimation actualisée ω′

0 de la fréquence de transition entre l’état fondamental habillé et l’état
|61S1/2〉.

Il est très probable que la dégradation du RSB entraîne une augmentation de l’erreur sur
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l’estimation de la fréquence du pic concerné, engendrant ainsi un biais d’autant plus grand
que la puissance et/ou le désaccord du champ est élevé.

— Le biais de notre procédure d’extraction des données.
— De probables variations des effets dynamiques liés au temps de réponse fini du PMO en

fonction de la fréquence et/ou de l’amplitude des pics.
— Des incertitudes dans l’estimation des éléments de matrice dipolaires pour le calcul des

déplacements lumineux, qui peuvent devenir de plus en plus importantes pour des valeurs
croissantes de la puissance RF.

— Une éventuelle dérive de la fréquence de transition entre l’état fondamental et l’état |61S1/2〉,
en conséquence des fluctuations de puissance des faisceaux refroidisseurs. Elle va avoir pour
effet principal de fausser légèrement les mesures de ω.

Il est à noter enfin que la plage de désaccords du champ ∆′
RF qui a été explorée est restreinte

à ±40 MHz autour de la fréquence théorique ωARC de la transition |61S1/2〉 → |61P1/2〉. Cette
plage couvre une grande partie de l’étendue de mesure du désaccord, limitée ici par le même
phénomène de dégradation du RSB d’un des pics que celui évoqué plus haut à mesure que le
désaccord augmente (cf figure 3.9). En effet, lorsque ce dernier atteint une valeur comparable à
ΩRF , le pic dont l’amplitude diminue devient trop peu discernable pour être correctement détecté,
comme le suggèrent les lois de probabilité de transition vers les états de Rydberg habillés 2. La
mesure des caractéristiques du doublet Autler-Townes est alors très difficile, sinon impossible, et
l’on se situe ainsi à l’une des bornes de l’étendue de mesure. Nous avons évalué expérimentalement
ces bornes à ∆’RF /2π = ± 60 MHz autour de ωARC .

3.3.2 Estimation du désaccord et de la puissance du champ RF à partir du
doublet Autler-Townes

Comme on l’a vu précédemment, le bon accord entre les données expérimentales et le modèle
d’effet Autler-Townes corrigé suggère que la mesure simultanée de l’amplitude ERF et du désac-
cord ∆RF du champ, à partir de la séparation δω du doublet, de sa fréquence centrale ω, et des
équations du modèle, est viable. Pour finir de s’en assurer, il reste cependant à savoir si le passage
d’un couple (δω, ω) à un couple (ERF ,∆RF ) par inversion des équations 3.6 et 3.7 peut être fait sans
ambiguïté, autrement dit si la transformation T formée par ces équations et reliant (ERF , ∆RF ) à
(δω, ω) est injective sur l’espace des paramètres considérés. De plus, cette méthode pose égale-
ment le problème de la manière de réaliser cette inversion. Il s’agit en effet d’un problème assez
délicat mathématiquement, dans la mesure où les équations 3.6 et 3.7 sont à la fois non-linéaires
et couplées, ce qui rend très difficile voire impossible leur inversion analytique.

Nous avons vérifié que la transformation T est injective en nous basant sur une preuve gra-
phique, plus précisément des tracés d’isolignes de valeurs de δω et de ω dans l’espace E des couples
(ΩRF , ∆RF ), et, réciproquement, de valeurs de ΩRF et de ∆RF dans celui E ′ des couples (δω, ω).
Ces 2 ensembles d’isolignes sont représentés respectivement en haut et en bas de la figure 3.10.
Pour comprendre comment ils ont été tracés, et comment lire la figure précédente, considérons un
ensemble fini de points (ΩRF , ∆RF ) régulièrement espacés à l’intérieur d’un secteur rectangulaire
S du plan E . Ce secteur est représenté en bleu sur le graphe du haut de la figure 3.10. Après avoir
calculé à l’aide des équations 3.6 et 3.7 l’ensemble des images (δω,ω) de chaque point de S , on
peut identifier tous les groupes k de points correspondant chacun à une même valeur δωk de δω,
ou bien à une même valeur ωk de ω. Chacun de ces groupes de points définit une isoligne du plan
E , associée à la valeur δωk ou ωk . C’est ainsi que l’on a tracé en rouge sur le graphe en haut de
la figure 3.10 les isolignes relatives à δω, et en noir celles relatives à ω. À l’inverse, l’ensemble des
images (δω, ω) calculées permet de délimiter le secteur S ’ de l’espace E ’ équivalent au secteur S de
l’espace E considéré au départ. Ce secteur S ′ est représenté par la surface verte sur le graphe en
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bas de la figure 3.10. De la même manière que précédemment, les points (δω, ω) de S ′ peuvent être
rassemblés en groupes k’ correspondant chacun à une même valeur Ωk′ de ΩRF , ou à une même
valeur ∆k′ de ∆RF , et servir à tracer les isolignes du plan E ′ associées à ces valeurs. Nous l’avons
fait dans le graphe du bas de la figure 3.10, où les isolignes rouges sont celles relatives à ΩRF , et
les noires celles relatives à ∆RF . Comme on peut le remarquer sur les deux graphes, chaque paire
possible d’isolignes rouge et noire ne possède qu’un seul point d’intersection, ce qui signifie que
chaque couple (δω, ω) n’a au plus qu’un seul antécédent (ΩRF , ∆RF ) dans l’espace E . Preuve est
ainsi faite que la transformation T est injective, et donc que la conversion de (δω, ω) en (ΩRF ,∆RF )
par la transformation inverse est réalisable sans ambiguïté.

Face à la difficulté que pose l’inversion analytique de T , nous avons adopté une approche al-
ternative, dans laquelle la transformation inverse T−1 est reconstituée numériquement par inter-
polation à l’aide de fonctions de base radiale (RBF). Le principe de cette technique, expliqué dans
la documentation du package Python scipy.interpolate 3, peut être résumé comme suit :

— On se donne à nouveau un ensemble fini de N ×M couples (ΩRF , ∆RF ), formés à partir
de N valeurs de ΩRF et de M valeurs de ∆RF , et dont on calcule les images respectives
(δω, ω) grâce aux équations 3.6 et 3.7.

— La transformation inverse T−1 est modélisée par un vecteur bidimensionnel, dont chaque
coordonnée est une combinaison linéaire de fonctions RBF φ, centrées chacune sur un des
points (δωn, ωm) calculés, tel que :

T−1(δω, ω) =

(
N,M∑

n,m=1

λm
n φ (‖(δω − δωn, ω − ωm)‖) ,

N,M∑
n,m=1

µm
n φ (‖(δω − δωn, ω − ωm)‖)

)
(3.14)

La recherche de T−1 se réduit ainsi à celle des valeurs des coefficients λm
n et µm

n .
— Pour cela, on exploite le fait que, pour tous les couples (ΩRF , ∆RF ) considérés au départ,

et pour toutes leurs images (δω, ω), T−1 doit satisfaire la condition suivante :

T−1(δω, ω) = (ΩRF ,∆RF ) (3.15)

⇒

(
N,M∑

n,m=1

λm
n φ (‖(δω − δωn, ω − ωm)‖) ,

N,M∑
n,m=1

µm
n φ (‖(δω − δωn, ω − ωm)‖)

)
= (ΩRF ,∆RF )

Le problème se ramène alors à la résolution de deux systèmes (un pour chaque coordonnée)
de N × M équations linéaires à N × M inconnues (les coefficients λm

n et µm
n ), résolution

qu’il est assez simple d’effectuer numériquement.
— Connaissant à l’issue de cette résolution les valeurs de tous les coefficients, l’approximation

de la transformation inverse T−1 est alors pleinement définie, et peut être appliquée à n’im-
porte quel couple de valeurs de δω et de ω mesurées pour en déduire les caractéristiques
du champ ΩRF et ∆RF .

La procédure décrite ci-dessus a été réalisée presque entièrement par la fonction RBFInterpolator de
la librairie Python Scipy, sur la base d’une grille régulière d’un million de couples de valeurs de ΩRF

entre 0 et 2π×250 MHz, et de valeurs de ∆RF entre -2π×100 MHz et +2π×100 MHz. La fonction
de base radiale φ utilisée lors de l’interpolation est celle prévue par défaut par RBFInterpolator.
Afin de tester la fiabilité de la transformation T−1 reconstituée par RBFInterpolator, nous avons tiré

3. https://docs.scipy.org/doc/scipy/reference/generated/scipy.interpolate.RBFInterpolator.html
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au hasard 10000 points (ΩRF , ∆RF ) en dehors de la grille ayant servi à la reconstitution, et nous
avons comparé à ceux-ci les valeurs obtenues en appliquant T−1 à leur image par T . Les écarts
observés entre les valeurs tirées au hasard et celles retrouvées par inversion se sont avérés très
faibles devant la résolution expérimentale, c’est-à-dire toujours inférieurs à 2π × 10−4MHz pour
ΩRF et à 2π × 10−5MHz pour ∆RF , confirmant ainsi la fiabilité de la reconstitution de T

−1.
La transformation inverse étant estimée et validée, nous l’avons enfin appliquée, à titre d’exemple,

aux couples de valeurs de δω et de ω mesurées à différentes puissances et désaccords du signal RF
lors de l’étude de la sous-section 3.3.1 précédente. Les valeurs de ΩRF , de ∆RF , et de ∆0 dérivées
de cette inversion pour chaque couple de puissance et de désaccord considéré sont récapitulées
dans le tableau 3.2, où elles sont également comparées au valeurs issues de l’ajustement des don-
nées expérimentales de la figure 3.8. On peut y voir que les 2 types de valeurs sont toujours assez
proches les unes des autres, malgré des fluctuations de quelques MHz des valeurs inversées de
ΩRF se rapportant à une même puissance, et des valeurs ∆0 calculées grâce à celles inversées
de ∆RF . Ces fluctuations peuvent s’expliquer par les mêmes raisons que celles invoquées dans la
sous-section 3.3.1 pour justifier les écarts entre les données expérimentales et le modèle.

Puissance RF
de consigne
(dBm)

Désaccord
∆′

RF /2π
(MHz)

ΩRF /2π
(ajust.)
(MHz)

∆0/2π
(ajust.)
(MHz)

ΩRF /2π
(inversion)
(MHz)

∆RF /2π
(inversion)
(MHz)

∆0/2π
(inversion)
(MHz)

-20 -40 47 -1.36 48.115 -37.249 -2.741
-20 -20 47 -1.36 47.432 -17.614 -2.386
-20 0 47 -1.36 46.23 1.709 -1.709
-20 20 47 -1.36 46.697 20.666 -0.666
-20 40 47 -1.36 48.902 41.542 -1.542

-17 -40 66.5 -1.36 68.889 -36.989 -3.011
-17 -20 66.5 -1.36 66.811 -17.839 -2.161
-17 0 66.5 -1.36 65.81 1.539 -1.536
-17 20 66.5 -1.36 66.285 21.003 -1.003
-17 40 66.5 -1.36 68.014 40.604 -0.604

-14 -40 94.1 -1.36 97.271 -38.271 -1.73
-14 -20 94.1 -1.36 94.102 -18.576 -1.424
-14 0 94.1 -1.36 92.384 0.387 -0.387
-14 20 94.1 -1.36 93.679 19.69 -0.31
-14 40 94.1 -1.36 96.236 40.281 -0.281

TABLEAU 3.2 – Tableau comparatif des valeurs de ΩRF et de ∆0 obtenues par ajustement (via le
modèle d’effet Autler-Townes corrigé) des données expérimentales δω et ω à différentes

puissances et désaccords du signal RF (cf sous-section 3.3.1), et des valeurs de ΩRF , ∆RF et ∆0

dérivées de l’inversion de ces mêmes données par la transformation inverse T−1
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FIGURE 3.10 – Haut : cartographie des isolignes de valeurs de δω/2π (lignes rouges) et de ω/2π
(lignes noires) dans un secteur S (carré bleu) du plan E formé par l’ensemble des couples

(ΩRF /2π, ∆RF /2π). Bas : cartographie des isolignes de valeurs de ΩRF /2π (lignes rouges) et de
∆RF /2π (lignes noires) du secteur S ′ (surface verte), image de S par les équations 3.6 et 3.7 dans
le plan E ′ formé par l’ensemble des couples (δω/2π, ω/2π). Le fait que 2 isolignes de valeurs de
δω/2π et ω/2π quelconques ne se coupent qu’un un seul point signifie qu’à chaque couple (δω,
ω) ne correspond au plus qu’un seul couple (ΩRF , ∆RF ), et donc que la transformation T reliant

les 2 espaces est injective.
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4.1 Bilan

En conlusion, l’ensemble des travaux réalisés durant cette thèse a conduit au développement
d’une nouvelle technique de métrologie de champs RF à partir d’atomes de Rydberg basée sur la
spectroscopie DPMO, et à la caractérisation de ses différentes performances métrologiques. Pour
cela, un instrument incluant une source d’atomes froids de 87Rb refroidis par PMO, un système de
lasers Rydberg à 780 nm et 480 nm asservis sur une cavité Fabry-Perot ultrastable avec la méthode
PDH, ainsi qu’un système de détection de la fluorescence des atomes froids, a été entièrement
développé. Les propriétés d’un signal DPMO typique obtenu en l’absence de champ RF ont ensuite
été analysées, ce qui a permis d’en comprendre l’origine, mais aussi d’identifier une configuration
expérimentale adaptée pour les mesures de champ RF. Enfin, l’étude du dédoublement Autler-
Townes de d’un état de Rydberg en présence du champ visible dans les spectres DPMO a permis
de mesurer à la fois la fréquence et l’amplitude du champ, en prenant en compte l’influence des
couplages résiduels avec les états de Rydberg voisins. En particulier, les performances de notre
méthode qui ont pu être observées grâce à cette étude sont résumées dans le tableau 4.3 ci-après.

4.2 Perspectives à court terme

À l’issue de ce travail de thèse, qui a permis la démonstration du principe de fonctionnement
et une première évalutation des caractéristiques de notre capteur, nous proposons dans ce qui suit
un certain nombre de pistes pour améliorer à court-terme certaines de ses caractéristiques :

— Les puissances respectives des faisceaux refroidisseurs et des faisceaux Rydberg seront as-
servies, ce qui devrait en principe réduire les fluctuations d’énergie du niveau fondamental
habillé sur lequel sont référencées l’ensemble de nos mesures. La stabilité et la résolution de
l’instrument devraient en conséquence s’en trouver améliorées.

— Le balayage en fréquence de l’excitation à 2 photons sera réalisé via le faisceau Rydberg à
480 nm plutôt que via celui à 780 nm, grâce à l’achat d’un modulateur de phase rapide à 480
nm (modulateur de phase en KTP, société AdvR). Cela devrait permettre de s’affranchir des
variations du désaccord intermédiaire et de la pulsation de Rabi à 2 photons lié au balayage
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Indicateur de performance Valeur

Linéarité du facteur d’échelle < 2.5%

Étendue de mesure de la séparation du doublet AT 15 MHz - 250 MHz

Étendue de mesure de l’amplitude du champ 3.8 mV/cm - 63 mV/cm

Résolution sur l’amplitude du champ
5 µV/cm pour un temps
d’intégration de 2600 s

Sensibilité à court terme 250 µV/cm/Hz1/2

Étendue de mesure de la fréquence du champ

±60 MHz autour de la fréquence
de la transition Rydberg,

avec une précision de l’ordre du MHz

Cadence de mesure ∼ 0.01 Hz

TABLEAU 4.3 – Tableau récapitulatif des performances de l’instrument d’analyse de champs RF basé
sur la spectroscopie DPMO présenté dans cette thèse.

du faisceau à 780 nm, ainsi que de leurs effets indésirables respectifs : déplacement lumineux
variable du niveau fondamental, et variations du contraste des raies. L’élimination du second
effet pourrait, combinée à un plus grand désaccord intermédiaire que celui considéré ici,
accroître l’étendue de mesure, sous réserve que l’asservissement PDH des lasers Rydberg
puisse se maintenir sur une plage de fréquences suffisamment large.

— Les diodes laser DFB à l’origine de la lumière de refroidissement, dont la largeur à 1σ est de
2 MHz, seront remplacées par d’autres diodes de marque RIO, beaucoup plus fines spectra-
lement. Ce remplacement vise à diminuer le bruit sur le signal de fluorescence des atomes,
qui tel que démontré à la section 2.1.3 provient majoritairement de la largeur spectrale des
lasers refroidisseurs utilisés actuellement. Il pourrait de cette façon conduire à une augmen-
tation du RSB du signal de fluorescence, et, ce faisant à une potentielle amélioration de la
sensibilité et de la résolution sur les mesures d’amplitude et de fréquence du champ.

L’ensemble des mesures ci-dessus devrait conduire à une amélioration significative des perfor-
mances métrologiques de notre instrument. Ces travaux pourront être menés parallèlement à une
caractérisation plus approfondie de la chaîne micro-onde, en particulier des pertes dans les câbles
RF, du gain et du diagramme de rayonnement de l’antenne, ainsi que de la dépendance de tous
ces paramètres en fonction de la fréquence de consigne du champ. On s’attend à ce qu’une telle
caractérisation permette d’expliquer les écarts entre les données expérimentales en fonction de la
fréquence du champ et celles issues de l’ajustement par le modèle théorique, ainsi que de pouvoir
comparer les mesures d’amplitude du champ à des valeurs de référence théoriques. Une telle com-
paraison nécessitera par ailleurs de connaître l’impact de l’enceinte à vide et de l’environnement
autour de celle-ci sur le champ incident, ce qui sera possible avec des simulations électromagné-
tiques effectuées en collaboration avec le département DEMR (Électromagnétisme et radar) de
l’ONERA. Nous bénéficions notamment pour cela de l’aide de M. Daniel PROST du DEMR. La com-
paraison à des valeurs de référence pourra aussi s’appuyer sur les mesures d’un capteur ”classique”,
par exemple de type électro-optique, placé au plus près du nuage d’atomes froids.

En outre, une piste pour améliorer la bande passante de mesure de notre capteur serait d’utiliser
un courant dans les dispensers de Rb plus élevé que celui utilisé durant cette thèse. En effet, un
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courant plus élevé pourrait accélérer non seulement la vitesse de chargement du PMO, mais aussi
sa vitesse de déchargement en présence de l’excitation à 2 photons, ce qui pourrait permettre de
balayer à une vitesse plus élevée que 2 MHz/s sans dégrader la qualité des signaux DPMO.

Les perspectives à court terme auxquelles nous songeons incluent d’autre part l’implémenta-
tion et l’exploration d’autres protocoles de mesures possibles basés sur la spectroscopie DPMO. Le
premier d’entre eux consisterait à faire interagir les atomes avec les faisceaux Rydberg et le champ
RF seulement après exctinction des champs magnétiques et des faisceaux refroidisseurs, en sé-
quençant l’expérience. De cette manière, les signaux DPMO ne subiraient plus l’influence de l’effet
Zeeman et des faisceaux refroidisseurs, qui jusqu’ici constituaient les sources d’élargissement prin-
cipales, laissant ainsi espérer une largeur des signaux plus faible, et donc peut-être une plus grande
sensibilité. Dans un autre protocole qui pourrait être mettre en oeuvre, le scan serait restreint seule-
ment à la partie la plus sensible des signaux de fluorescence, c’est à dire les flancs d’une des raies
DPMO, similairement à ce qui est fait dans certaines horloges atomiques [129]. Plus précisément,
il s’agirait d’imposer à la fréquence de l’excitation à 2 photons des sauts de ±δω2ph autour d’une
valeur centrale ω2ph0

, et de mesurer la fluorescence du PMO durant l’alternance de sauts. Si ω2ph0

coïncide avec la fréquence du sommet d’un d’une des raies, alors le niveau de fluorescence mesuré
reste constant d’un saut à l’autre. Si au contraire ω2ph0

diffère de la fréquence du sommet de la raie,
alors une succession d’augmentations/diminutions de la quantité de fluorescence sera observée.
Déterminer la valeur de ω2ph0 donnant lieu à un niveau de fluorescence constant offrirait alors un
moyen d’estimer la fréquence des raies DPMO, puis leur séparation δω et leur fréquence centrale ω,
cela en un temps potentiellement plus court qu’en scannant tout le spectre de fluorescence. Du fait
de cette plus grande rapidité, la méthode précédente pourrait impacter favorablement la bande
passante de mesurer, et probablement mener elle-aussi à une meilleure sensibilité.

4.3 Perspectives à plus long terme

À plus long terme, on pourra faire évoluer le dispositif vers le piégeage et la manipulation des
atomes dans des pinces optiques. Pour cela le système laser de refroidissement pourra être com-
plété afin de mettre en œuvre un refroidissement sub-Doppler par mélasse optique, ainsi qu’un
pompage optique. Viendront également s’ajouter aux différentes composantes de l’instrument dé-
crites au chapitre 1 un système laser de génération de pinces optiques, et un système d’imagerie
de la fluorescence d’un très petit nombre d’atomes basé sur une caméra à très faible bruit (actuel-
lement en cours de caractérisation). L’ensemble de l’instrument sera de plus piloté par un dispositif
de contrôle de la séquence expérimentale. Toutes ces évolutions futures sont destinées à rendre
l’instrument apte à implémenter des protocoles de mesures basés sur des atomes de Rydberg pié-
gés dans des pinces optiques, dans lesquels chaque site serait dédié à la mesure locale du champ
RF incident (possiblement avec plusieurs atomes par site [130] pour une meilleure sensibilité). Avec
de tels protocoles, il deviendrait alors envisageable de réaliser une cartographie d’une distribution
spatiale de champs RF avec une très bonne résolution spatiale, ou encore de rendre chaque site
sensible à une fréquence différente de manière à pouvoir réaliser une analyse spectrale du champ.
L’usage d’atomes froids piégés dans des pinces optiques permettrait éventuellement, du fait du très
haut degré de cohérence de ces derniers, d’atteindre des largeurs sur les raies du doublet Autler-
Townes limitées ultimement par le temps de vie des états de Rydberg, et de ce fait des niveaux
de sensibilité peut-être encore plus élevés. Enfin, grâce à la possibilité que laissent les plateformes
expérimentales mettant en jeu des atomes de Rydberg contrôlés individuellement de générer des
états comprimés de spin [12, 13], on pourrait également imaginer de nouvelles approches de mé-
trologie de champs RF en dessous de la limite quantique standard.
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Metrology of microwave fields based on trap-loss spectroscopy with
cold Rydberg atoms
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We demonstrate a new approach for the metrology of microwave fields based on the trap-loss spec-
troscopy of cold Rydberg atoms in a magneto-optical trap. Compared to state-of-the-art sensors using
room-temperature vapors, cold atoms allow longer interaction times, better isolation from the environ-
ment, and a reduced Doppler effect. Our approach is particularly simple, as the detection relies on
fluorescence measurements only. Moreover, our signal is well described by a two-level model across
a broad measurement range, allowing one, in principle, to reconstruct the amplitude and the frequency
of the microwave field simultaneously without the need for an external reference field. We report on a
scale-factor linearity at the percent level and no noticeable drifts over two hours, paving the way for
new applications of cold Rydberg atoms in metrology, such as calibrating black-body shifts in state-of-
the-art optical clocks, monitoring the Earth’s cryosphere from space, measuring the cosmic microwave
background, or searching for dark matter.

DOI: 10.1103/PhysRevApplied.22.044039

I. INTRODUCTION

Rydberg atoms are a valuable resource for quantum
technologies owing to their long lifetimes and large elec-
tric dipole moments between adjacent states of opposite
parity [1,2]. To date, two main classes of applications
have been extensively explored: quantum simulation and
quantum information processing [2], where Rydberg inter-
actions are harnessed to create entanglement between cold
atoms controlled at the individual level, and sensing of
electromagnetic fields in the radio-frequency, microwave
(MW), and terahertz domains [3–5], where the strong cou-
pling between Rydberg atoms and external electric fields
is used to perform sensitive measurements of the latter.

Typical experiments for MW field sensing with Ryd-
berg atoms are based on the Autler-Townes splitting of an
electromagnetically induced transparency (EIT) signal in
a room-temperature vapor cell [6–8], with state-of-the-art
SI-traceable [9] (SI = Système International) measure-
ments in the few (µV/cm)/

√
Hz sensitivity range [10].

Using a local MW field as a reference, it is even possible to
enhance the sensitivity to a few tens of (nV/cm)/

√
Hz [11],

to measure the phase [12] and the angle of arrival [13] of
the MW field, or to perform its spectral analysis over a
broad frequency range [14].

*Contact author: sylvain.schwartz@onera.fr

The fact that the Doppler effect plays a central role in
the fundamental limits of Rydberg sensors [15,16] led to
recent interest for using laser-cooled atoms in this con-
text [3,15,17,18]. In addition to a low Doppler effect, cold
atoms can be finely controlled and isolated from their
environment, making them good candidates for stable and
accurate measurements, as is the case, for example, with
atomic clocks [19,20]. Moreover, the technology of cold
atoms is now mature enough for field applications, as
illustrated by recent demonstrations [21–25].

Microwave field measurements with cold Rydberg
atoms have been reported in Refs. [17,18], based on mon-
itoring the transmitted intensity of a probe laser in various
configurations. In particular, the work of Ref. [17] demon-
strated the possibility to work in a regime where the probe
laser connecting the ground and the intermediate states is
largely detuned from resonance, resulting in an effective
two-photon coupling between the ground and the Rydberg
states. In this regime, the dependence of the Autler-Townes
splitting frequency versus the applied MW electric field
was observed to be more linear than in the EIT regime [17].
This is attributed to the fact that the population of the inter-
mediate state remains negligible at all times even when the
two-photon resonance condition between the lasers and the
ground-to-Rydberg atomic transition is not fulfilled.

In this paper, we report on a new method for mea-
suring MW fields with cold Rydberg atoms, based on

2331-7019/24/22(4)/044039(12) 044039-1 © 2024 American Physical Society
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trap-loss spectroscopy in a magneto-optical trap (MOT).
More specifically, we achieve an effective two-photon cou-
pling between the ground state and a Rydberg state, with
lasers largely detuned from the intermediate state as in Ref.
[17], in a regime where the extra losses induced by black-
body ionization result in a large fluorescence change as the
two-photon laser detuning is scanned across the ground-
to-Rydberg atomic transition. This method is simple to
implement and, in particular, it does not require com-
plex detection schemes such as field ionization. Moreover,
because the effective two-photon Rabi frequency of the
laser coupling (on the order of 9 kHz) is much weaker than
the typical MW Rabi frequency to be measured, we real-
ize a quasi-ideal Autler-Townes configuration [26], where
the eigenstates resulting from the coupling of two Rydberg
states by the MW field are only marginally perturbed by
the laser fields.

This simple effective two-level configuration is favor-
able in the context of sensing, and allows one, in prin-
ciple, to determine the amplitude and the frequency of
the MW field simultaneously from the frequencies of the
two Autler-Townes spectral lines, without the need for a
local oscillator. We expect this new measurement tech-
nique to be particularly well adapted to applications where
accuracy, long-term stability, and good resolution at long
integration times are needed. The stability of our experi-
mental setup allows us to reach a spectral resolution of 20
kHz, corresponding to an equivalent field amplitude of 5
µV/cm, without any observed drift over our 2 h acquisi-
tion period. In the presence of a resonant MW field, we
clearly resolve the fluctuations of our MW source.

This paper is organized as follows. We first describe
the measurement principle and propose a theoretical model
to account for the observed signals and the underlying
physical mechanisms. We then assess some of the sen-
sor characteristics while measuring a resonant MW signal:
the linearity of the Autler-Townes splitting frequency as
a function of the applied MW field amplitude, and the
frequency resolution with Allan variance measurements.
We then study the Autler-Townes spectra in the presence
of a nonresonant MW field, showing a reasonably good
agreement with the Autler-Townes formulas as long as
light shifts from neighboring Rydberg states and fluctu-
ations of our MW source are taken into account. This
illustrates the possibility to measure simultaneously the
frequency and the amplitude of an unknown MW field
without the need of a local oscillator. We conclude by dis-
cussing future prospects of this technique in the context of
electromagnetic field sensing and metrology.

II. MEASUREMENT PRINCIPLE

A. Trap-loss spectroscopy of |61S1/2〉
Our experimental setup is sketched in Fig. 1(a). We typ-

ically prepare about 107 87Rb atoms in a MOT. Throughout
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FIG. 1. (a) Schematic view of the experimental setup and
(b) energy levels and couplings involved in the measurement
process.

the measurement process, we leave a repumper beam
on to avoid the accumulation of atoms in the hyperfine
ground state |5S1/2, F = 1〉. We couple the hyperfine state
|5S1/2, F = 2〉 to the Rydberg state |61S1/2〉 using a two-
photon transition with a large detuning � ∼ 2π × 500
MHz from the intermediate state |5P3/2, F ′ = 3〉 of natural
linewidth 2π × 6.065 MHz [see Fig. 1(b) and experimen-
tal details in Appendix A 1).

As we scan the two-photon detuning across the res-
onance between |5S1/2, F = 2〉 and |61S1/2〉, we observe
a drop in the fluorescence signal emitted by the atoms,
as shown in Fig. 2(a), allowing us to precisely esti-
mate the transition frequency. This technique, known
as trap-loss spectroscopy, has been used before in
various contexts, including the study of cold cesium
molecules [27,28] or Rydberg series in cesium [29,
30], strontium [31], and ytterbium [32]. In our case,
the atom loss on resonance can be well captured by
the following rate equations model [33] taking into
account losses from black-body ionization in the Rydberg
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state [34]:

⎧
⎪⎨

⎪⎩

dNg

dt
= L − �0Ng − Rexc(Ng − Nr) + �spNr,

dNr

dt
= −�0Nr + Rexc(Ng − Nr) − �BBRNr − �spNr.

(1)

In this model, Ng and Nr are the populations of the
ground and Rydberg states, respectively, L is the MOT
loading rate, �0 � 0.6 s−1 is the overall loss rate for the
atoms in the MOT in the absence of Rydberg excita-
tion, and Rexc = �2

2ph/(2γd) � 35 s−1 is the transfer rate
between the ground and the Rydberg states induced by
the two-photon transition, with �2ph � 2π × 9 kHz the
effective two-photon Rabi frequency and γd/2π � 6.5 ×
106 s−1 the damping rate for the coherence between the
ground and Rydberg states, estimated from the width of
the spectral profile of Fig. 2(a). Finally, �sp and �BBR are
the spontaneous emission and black-body ionization rates,
with predicted values for |61S1/2〉 at room temperature on
the order of 7100 and 133 s−1, respectively [34].

From these numbers, we can infer that an atom, when
promoted to the Rydberg state at a rate Rexc � 35 s−1 on
resonance, will very quickly decay back to the ground
state at a rate �sp � 7.1 × 103 s−1, in which case it reinte-
grates the MOT cycle and does not contribute significantly
to the loss of fluorescence. However, on some rare occa-
sions at a rate �BBR � 133 s−1 � �sp, an atom in the
Rydberg state can be ionized by the black-body radiation,
in which case it escapes the MOT region. Because each
atom spends about Rexc/�sp � 0.4% of its time in the Ryd-
berg state, losses from black-body ionization will occur
at a rate �i � 0.004 × �BBR � 0.5 s−1. This loss rate �i
comes on top of the overall loss rate for the atoms in the
MOT in the absence of Rydberg excitation �0 � 0.6 s−1.
Because �i and �0 have the same order of magnitude, the
relative decrease of atom number and thus fluorescence
�i/(�0 + �i) can be made significantly large, ∼ 0.45 in
this case, despite the small fraction of � 0.4% of the
atoms effectively in the Rydberg states. Moreover, this
leads to negligible dipolar interactions between Rydberg
atoms given our atomic density of about 106 mm−3. The
full width at half maximum of the spectral profile of Fig.
2(a) is on the order of 2.35 × γd/2π � 15 MHz, which we
attribute to a combination of Zeeman effect from the MOT
magnetic field gradient, mixing between |5S1/2, F = 2〉
and |5P3/2, F ′ = 3〉 by the MOT cooling light, and, to a
lesser extent, residual Doppler effect.

So far, we have neglected the effect of the MOT cool-
ing light on the spectrum of Fig. 2(a). It can be taken
into account by a more complete model, based on optical
Bloch equations (see Appendix A 3). This model pre-
dicts two transitions of different strengths and frequencies
between the ground and the Rydberg states, which can
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FIG. 2. MOT fluorescence as a function of the two-photon
detuning for various applied MW powers (ω2ph being defined as
the sum of the angular frequencies of the two Rydberg lasers).
The positions of the two dips in panels (b) and (c) correspond
to ω2ph = ω± as defined by Eq. (2). Black dots are experimental
data, and red curves were derived from the rate equations model
described in Appendix A 2. The scanning rate is 2 MHz/s.

be interpreted as an Autler-Townes doublet resulting from
the mixing of |5S1/2, F = 2〉 and |5P3/2, F ′ = 3〉 by the
MOT cooling light. As the second transition has a much
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lower probability, it results in a very small spectral feature
[the latter is barely visible in Fig. 2(a), but its presence
is revealed when the numerical model is superimposed
onto the same experimental data, as shown in Fig. 6 in
Appendix A 3], which we neglect in the rest of this paper.
More importantly, the MOT cooling light shifts the fre-
quency of the main transition by about 7.6 MHz, which
we take into account in our data analysis. It should be
noted that a similar situation was studied in detail in Ref.
[30], where the coupling between the ground and Rydberg
states was performed by a direct single-photon excitation
and where the experimental parameters led to a trap-loss
spectrum with more symmetrical Autler-Townes doublet
amplitudes.

Another significant effect arises from the finite response
time of the MOT compared to the scanning time (more
precisely the width of the spectral profile divided by the
scanning rate). This leads to asymmetric spectral profiles
depending on the speed of the frequency scans. To mit-
igate this effect, we adopt a moderate scanning rate of
2 MHz/s (unless otherwise specified) and we use asym-
metric Gaussian functions to fit the spectral profiles. For
each measurement, we estimate the transition frequency
by averaging between the two opposite scanning directions
(see Appendix A 4 for more details).

Throughout this paper, we define the origin of the
frequency axis as our best estimate (see Sec. III B) of
the position of the fluorescence dip while probing the
|5S1/2, F = 1〉 ↔ |61S1/2〉 transition in the absence of
applied MW field, denoted ω0. In particular, ω0 includes
light shifts on the ground state induced by the MOT
cooling light, as discussed earlier in this section.

B. Autler-Townes doublet in the presence of
microwaves

We now apply the MW signal to be measured, with
a frequency at 15.973 GHz, close to resonance with the
|61S1/2〉 to |61P1/2〉 transition [35]. Typically (see Fig. 3
and Sec. III A), the measured MW Rabi frequency is more
than 10 MHz, which is much higher than the two-photon
Rabi frequency between |5S1/2, F = 2〉 and |61S1/2〉 of
about 9 kHz. Consequently, this system is very close to
the textbook Autler-Townes doublet configuration, where
a coupled two-level system is probed by a weak field,
resulting in two spectral lines at frequencies

ω±=ω0 − �MW

2
± 1

2

√

�2
MW + �2

MW , (2)

where �MW and �MW are, respectively, the Rabi frequency
and the detuning of the MW field acting on the |61S1/2〉 ↔
|61P1/2〉 transition. Examples of such Autler-Townes dou-
blets are shown in Figs. 2(b) and 2(c). On resonance
(�MW = 0), the frequency difference between the two
spectral profiles δω = ω+ − ω− provides a measurement
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FIG. 3. Measured Autler-Townes splitting as a function of the
square root of the MW power at 15.973 GHz sent to the antenna.
The error bars on the x axis correspond to an estimated uncer-
tainty of 0.1 dB on the applied MW power. The error bars on the
y axis reflect the 2σ standard deviation of 10 successive mea-
surements for each point. Their amplitude is typically smaller
than 0.5 MHz. The red line is a linear fit to the data, yielding an
intercept value of 1.6 ± 0.5 MHz.

of the MW Rabi frequency �MW, which is proportional to
the amplitude of the MW electric field. Interestingly, the
center frequency ω = (ω+ + ω−)/2 can be used to mea-
sure the frequency of the MW field, as will be discussed in
Sec. IV.

Even though the signals in Figs. 2(b) and 2(c) were
acquired in a quasiresonant situation (|�MW| � �MW), the
Autler-Townes doublet amplitudes are not equal. This is
due to the fact that these curves were obtained by scan-
ning the red (780-nm) Rydberg laser while keeping the
frequency of the blue (480-nm) laser fixed, resulting in
a two-photon effective Rabi frequency �2ph = �1�2/2�

being higher for the line at ω− than for the line at ω+ (see
Appendix A 2 for more details).

III. PERFORMANCE EVALUATION IN THE CASE
OF A RESONANT MICROWAVE FIELD

A. Linearity and measurement range

The measured Autler-Townes splitting δω as a func-
tion of the applied MW field is shown in Fig. 3. It
was obtained by subjecting the atoms to a MW field at
15.973 GHz, resonant with the |61S1/2〉 ↔ |61P1/2〉 tran-
sition (|�MW|/�MW � 1). For each value of the power
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sent at the MW horn input, each data point was obtained
by averaging over 10 successive pairs of scans of opposite
directions. The error bars for the y axis correspond to the
2σ standard deviation of the 10 measurements. The error
bars in x correspond to an estimated 0.1-dB fluctuation on
the MW power delivered to the atoms.

As can be seen in the lower part of Fig. 3, the relative
deviation between the experimental points and the fit is on
the order of 2% over the whole measurement range. We
attribute this small discrepancy mostly to the uncertainty
on the applied MW power and to the residual frequency,
amplitude, and polarization noise of the MOT and Rydberg
lasers (see Sec. III B and Appendix A 1).

The intercept value resulting from the linear fit is 1.6 ±
0.5 MHz, corresponding to a bias in the measurement
which we attribute to our fitting protocol: when the two
Autler-Townes traces start to overlap, the dynamics of the
MOT results in an overall trace that differs slightly from
the sum of two asymmetric Gaussians that we use for fit-
ting the data. This bias could be mitigated by fitting with
a trace resulting from a time-dependent simulation of the
rate equations as described in Appendices A 2 and A 4.

The minimum measurable MW splitting is set by the
width of the spectral profiles shown in Fig. 2, on the
order of 15 MHz FWHM corresponding, with a theoret-
ical dipole matrix element equal to 3164 ea0 (where e is
the elementary charge and a0 the Bohr radius), to a MW
field amplitude of about 3.8 mV/cm. As previously dis-
cussed, we attribute most of this broadening to the MOT
itself: both the magnetic gradient and the mixing between
|5S1/2, F = 2〉 and |5P3/2, F ′ = 3〉.

The highest Rabi frequency �MW that we have mea-
sured with this setup is about 160 MHz. This limitation
is not fundamental, and basically comes from the fact that
we scan the red Rydberg laser while keeping the blue
laser fixed. While doing so, we also scan the intermedi-
ate detuning of the effective two-photon transition. When
�MW becomes comparable to �, the amplitudes of the two
Autler-Townes spectral profiles become too different, mak-
ing it difficult to resolve the two of them precisely. To
overcome this limitation, one could scan the blue Rydberg
laser instead of the red, which is not currently possible on
our experiment for technical reasons, or increase the detun-
ing � at the expense of more laser power to maintain a
similar signal-to-noise ratio.

B. Resolution, sensitivity, and long-term stability

In order to evaluate the metrological performance of
this measurement technique, we first record, without any
applied MW signal, 57 pairs of trap-loss spectra of the
ground to |61S1/2〉 transition within identical experimental
conditions. For each scan, the two-photon laser frequency
is swept at 2 MHz/s from −50 to +50 MHz across the
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FIG. 4. Overlapping Allan deviation of the transition fre-
quency σω in the absence of microwaves (blue) and of the
Autler-Townes splitting frequency σδω when a MW signal at
15.973 GHz and −23 dBm is sent to the antenna (green). The
black line is a guide to the eye showing a 1/

√
τ trend of the data

in blue.

reference frequency ω0/2π and back, thus setting the total
measurement time to 5700 s.

The overlapping Allan deviation of the extracted transi-
tion frequency σω as a function of the integration time τ

is depicted in Fig. 4 (blue points). We use this Allan devi-
ation curve, taken in the absence of microwaves, to infer
the intrinsic stability of our experiment, and extrapolate
the measurement performance with the assumption that the
MW-induced Autler-Townes splitting can be extracted at
the same level as the bare two-photon transition frequency.

At short term this Allan deviation has a 1/
√

τ scaling,
indicating that the dominant source of fluctuation is white
noise. The associated sensitivity is σω

√
τ , which is on the

order of � 1 MHz s1/2 (or MHz/
√

Hz) in our case. This
sensitivity can be converted from the frequency domain to
the electric field domain using the theoretical dipole matrix
element of the |61S1/2〉 ↔ |61P1/2〉 transition, yielding
� 250 (µV/cm)/

√
Hz. Physically, these shot-to-shot fluc-

tuations of the transition frequency for τ = 100 s can be
explained by the relative amplitude noise of 5% to 10%
on the fluorescence signals [see Fig. 2(a)], which mostly
results from the few megahertz linewidth of the cooling
laser light. It should be pointed out that the measurement
method described here is not optimal for maximizing the
sensitivity. Indeed, a more efficient approach would be to
operate the sensor only at the points where the slope of the
fluorescence signal is maximal.

For increasing values of τ , the Allan deviation curve
demonstrates the capability of our setup to resolve increas-
ingly smaller frequency changes. We define the resolution
as the smallest value of the Allan deviation measured with
our setup, on the order of 20 kHz for an integration time
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of about 2500 s, as can be seen in Fig. 4. Once again,
this frequency resolution can be converted into an elec-
tric field resolution using the appropriate transition dipole
matrix element, yielding � 5 µV/cm.

We expect the long-term stability of our setup to be ulti-
mately limited by variations of the cooling light intensity,
which creates a light shift on the order of several mega-
hertz on the |5S1/2〉 ground state, as discussed in Sec. II A
and Appendix A 3 (Fig. 6). Variations in the polarization
of the cooling light and in the intensity and polarization of
the Rydberg lasers might also affect the long-term stability.

We also record within the same experimental conditions
54 pairs of trap-loss spectra in the presence of a MW sig-
nal. We set the estimated power and frequency sent to the
antenna to � −23 dBm and 15.973 GHz, respectively, and
use the Autler-Townes splitting frequency δω/2π as the
measurement signal. At short term, we obtain slightly more
noise, as the Autler-Townes doublet is slightly less con-
trasted than the bare spectral line (as can be seen in Fig.
2). At longer integration times, we resolve instabilities and
drifts of the MW signal sent onto the atoms. A more stable
reference would be needed to fully characterize the long-
term metrological performance of the current method in
the presence of microwaves.

IV. EXPERIMENTAL RESULTS IN THE CASE OF
A NONRESONANT MICROWAVE FIELD

So far, we have considered only the situation where
the MW field resonantly couples the two Rydberg states
|61S1/2〉 and |61P1/2〉, resulting in a quasilinear depen-
dence of the Autler-Townes frequency on the MW field
amplitude. In this section, we now consider the situation
where the MW field can be detuned from the |61S1/2〉 ↔
|61P1/2〉 transition, resulting in a nonlinear dependence as
predicted by Eq. (2).

In this context, an extra ingredient that we have
neglected so far must be included in the model, namely the
existence of light shifts on the |61S1/2〉 and |61P1/2〉 states
induced by MW couplings to neighboring Rydberg states.
The most important shift results from the |61S1/2〉 ↔
|61P3/2〉 coupling, as it is only 437 MHz detuned from
the targeted MW transition and exhibits a higher dipole
matrix element of 4404 ea0. We also take into account in
our model the shifts induced by the couplings between
|61S1/2〉 and {|60P1/2〉, |60P3/2〉} and between |61P1/2〉
and {|62S1/2〉, |60D3/2〉, |59D3/2〉}. In this case, the Autler-
Townes formula (2) can be rewritten in terms of the sum
and difference of the frequencies of the Autler-Townes
spectral lines as

{

δω = ω+−ω−=
√

�2
MW + (�MW + δLS

1 − δLS
2 )2 ,

ω = 1
2 (ω++ω−) − ω0 = − 1

2 (�MW − δLS
1 − δLS

2 ),
(3)

where δLS
1 and δLS

2 are the overall light shifts on the
|61S1/2〉 and |61P1/2〉 states, respectively. The theoret-
ical calculation and experimental measurement of δLS
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FIG. 5. (a) Measured Autler-Townes splitting versus MW
detuning (relative to the theoretical transition frequency of
15.973 GHz) for three different powers sent to the antenna
(PMW = −20 dBm, red; PMW = −17 dBm, green; and PMW =
−14 dBm, blue). (b) Measured Autler-Townes doublet center
frequency versus MW detuning from the same dataset. In both
plots, the data (colored circles) are adjusted by the model of Eqs.
(3) and (4) with the following procedure: for an initial value of
�0, we perform three independent adjustments for the datasets
associated to −20, −17 and −14 dBm, respectively, to find
three values of �MW. We then iterate on the value of �0 and
repeat the procedure until the distance between the fits and the
datasets is minimized. This procedure yields the following val-
ues: �0 = −2π × 1.36 MHz, and �MW = 2π × 47 MHz (red
full lines, PMW = −20 dBm), 2π × 66.5 MHz (green dashed
lines, PMW = −17 dBm), and 2π × 94.1 MHz (blue chain lines,
PMW = −14 dBm). The fact that the three lines in panel (b) have
different offsets is a consequence of light shifts; see Appendix
A 5 for more details.
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and δLS
2 are described in Appendix A 5. To give a sense

of scale, for a MW power corresponding to �MW =
2π × 100 MHz, we find δLS

1 � 2π × (−7.4) MHz and
δLS

2 � 2π × (−0.4) MHz, respectively.
We report in Fig. 5 the experimentally measured values

of δω and ω for various applied values of �MW and �MW,
showing a reasonably good agreement with the model from
Eq. (3). In order to account for a possible uncertainty on the
bare |61S1/2〉 ↔ |61P1/2〉 transition frequency, we write
the MW detuning in the absence of light shifts as

�MW = ωMW − ωARC − �0, (4)

where ωMW is the applied MW frequency, ωARC = 2π ×
15.973 GHz is the atomic transition frequency from the
ARC Rydberg calculator [35], and �0 � −2π × 1.36
MHz, according to the adjustment of the data by the model
as shown in Fig. 5.

We attribute the origin of the residual discrepancy
between the data and the model (up to a few megahertz at
most) to be mainly due to fluctuations in the applied MW
power. This is supported by the fact that the δω curves
(Fig. 5), which have a much stronger dependence on the
MW power than does ω according to the theory, also have
a much higher level of discrepancy. Other possible causes
for the observed discrepancy include: the deterioration of
the signal-to-noise ratio for one of the two spectral pro-
files as the value of the detuning increases and becomes
comparable with �MW; the bias induced by our fitting pro-
tocol as discussed in Sec. III A; the effects of the finite
response time of the MOT (Appendix A 4), which might be
enhanced when the amplitudes of the two spectral profiles
become significantly different; and the uncertainties in the
estimation of the dipole matrix elements for the light-shift
calculation, which might become more and more important
for increasing values of the MW power.

Noticeably, because the light shifts are much smaller
than �MW, there is a one-to-one correspondence between
the pair (δω, ω) and the pair (�MW, �MW), which means
that, from a single Autler-Townes measurement, one can
simultaneously deduce the amplitude and the frequency of
the MW field, without the need for a local oscillator [14].

V. CONCLUSION

In this paper, we have demonstrated and characterized
a new method to measure MW fields with Rydberg atoms
based on trap-loss spectroscopy in a magneto-optical trap.
This method is particularly simple, as the detection scheme
relies on fluorescence measurements only. By using a two-
photon transition largely detuned from the intermediate
state, we realize a situation where the frequencies of the
spectral lines are well described by a coupled two-level
system, which is particularly favorable for the linearity of
the sensor in the resonant case. In the nonresonant case,

this simple two-level system behavior allows one, in prin-
ciple, to reconstruct both the amplitude and the frequency
of the applied MW field from the Autler-Townes splitting
frequency and doublet center frequency, provided the light
shifts induced by the MW field are taken into account.

The maximum range that we achieved for the measure-
ment of the microwave power, on the order of 160 MHz, is
already much higher than for electromagnetically induced
absorption in cold atoms [17], and could possibly be much
larger if the coupling (blue) laser was scanned instead of
the probe (infrared) laser, which could be technically facil-
itated by the use of the inverted scheme [36] where the
coupling laser is in the infrared domain (1010 nm). The
maximum range that we achieved for the measurement
of the microwave frequency is on the order of ±50 MHz
around the resonance frequency, typically set by the value
of the MW Rabi frequency on resonance.

Future directions to improve the metrological perfor-
mance of our experimental setup include better control
of the intensity of the cooling beams, Rydberg beams,
and their associated polarizations, as well as better con-
trol of the MW power effectively sent onto the atoms. In
the longer term, one could get rid of the MOT broadening
by adapting the setup to perform pulsed MOT operation,
optical molasses, or even dipole traps.

In comparison with state-of-the-art techniques based
on Rydberg EIT in room-temperature vapor cells, this
new approach has several advantages, including reduced
Doppler and transit time effects, better long-term stability
as the atoms are more isolated from their environment, and
the possibility to measure simultaneously the amplitude
and the frequency of the electric field. On the other hand,
the time needed to perform a single measurement with this
new approach is much longer than for vapor cells, as it is
limited by the response time of the magneto-optical trap,
on the order of one second in the present work.

With a long-term frequency stability equivalent to a res-
olution of 5 µV/cm at 2500 s and no noticeable drift over
this time period, this new measurement technique appears
to be particularly well suited for metrology experiments,
where accuracy, long-term stability, and high resolution
at large integration times are required. This includes, in
particular, technological applications such as the charac-
terization of radio-frequency and MW equipment or new
concepts of radar or rf antennas where the long-term stabil-
ity would be brought by cold atoms and the high bandwidth
by Rydberg EIT in a hot vapor cell. Controlling the exter-
nal degrees of freedom of the cold atoms could also be used
for high-resolution terahertz imaging, or to extend the mea-
surement range of Rydberg sensors by making different
atoms resonant with different microwave frequencies, for
example, using a gradient of electric field. This platform
also holds great prospects for scientific applications such
as black-body shift measurements in state-of-the-art opti-
cal clocks [37], monitoring the Earth’s cryosphere from
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space [38], measuring the cosmic microwave background
[39], or searching for axions or other forms of dark matter
[40,41].
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APPENDIX

1. Experimental setup details

We create an 87Rb MOT in a glass cell with a 26
G/cm magnetic field gradient and three pairs of retrore-
flected beams at 780 nm with 1/e2 diameter around 9
mm, used for both cooling and repumping. We estimate
the partial pressure of rubidium in the cell to be on
the order of 10−8 Torr. The dimensions of the atomic
cloud are typically on the order of 1 mm. The cooling
beams come from a single Ortel telecom laser diode at
1560 nm, frequency-doubled with a periodically poled
lithium niobate (PPLN) waveguide crystal. The frequency
of the cooling light is detuned by 20 MHz from the
|5S1/2, F = 2〉 ↔ |5P3/2, F ′ = 3〉 transition. The repump-
ing light comes from the phase modulation of the cooling
light, with a power ratio between the repumping and cool-
ing frequencies around 20%. The MOT beams carry a total
amount of power around 180 mW.

The coupling between the ground state and the |61S1/2〉
Rydberg state is performed with a two-photon scheme (780
and 480 nm), with about 500 MHz detuning from the
intermediate |5P3/2, F ′ = 3〉 state. Both beams are linearly
polarized, their direction of polarization being adjusted to
maximize the contrast of the spectral feature shown in Fig.
2(a). The two counterpropagating Rydberg laser beams
have a 1/e2 diameter of 1 mm, and their respective power
are 2 mW for the infrared one (frequency-doubled Rio
Planex telecom laser diode at 1560 nm) and 80 mW for the
blue one (Moglabs injection-locked ILA system). The two
lasers are frequency-stabilized using a Pound-Drever-Hall
lock on an ultrastable cavity from SLS with a finesse of the
order of 2100 for the infrared light and 18 000 for the blue
one. The sweep of the two-photon detuning is achieved
by locking a sideband of the phase-modulated infrared
Rydberg laser to the reference cavity while sending the car-
rier to the atoms, and then sweeping the frequency of the

phase modulation. The MW signal sent onto the atoms is
provided by a Rohde & Schwarz SMB100A generator sta-
bilized by a 10-MHz reference from a Global Positioning
System receiver. The horn antenna is set 10 cm away from
the atoms.

2. Theoretical model and rate equations

In the context of a two-photon transition, we con-
sider only the two-level system composed of states |g〉 ≡
|5S1/2, F = 2〉 and |r〉 ≡ |61S1/2〉. The theoretical value
of the lifetime of the |r〉 state from the literature is τ =
140 µs [35], leading to a spontaneous emission rate �sp =
(1/τ) ∼ 7.1 × 103 s−1. The damping rate for the dipole
coherence γd is estimated from the experimentally mea-
sured width of the spectral feature in Fig. 2(a) to be
γd/2π ∼ 6.5 × 106 s−1. This is consistent with the back-
of-the-envelope calculation of the Zeeman spectral width
across the 1-mm MOT with a magnetic field gradient of
∇B ∼ 26 G/cm, yielding a few megahertz. In this regime
of strong damping of dipole relaxation (γd � �sp), the
dipole adiabatically follows the temporal evolution of pop-
ulations, enabling the elimination of the coherence term in
the optical Bloch equations and simplifying the model to
two coupled rate equations.

We furthermore consider a MOT loading rate L, which
affects the population ground state Ng , and loss processes
�0 affecting the populations of both states as −�0Ng and
−�0Nr. Atoms in the Rydberg state may exit the trap due
to processes such as photoionization or black-body ioniza-
tion, which is modeled as −�BBRNr. According to Ref.
[34], a theoretical estimate of �BBR is � 133 s−1. The
terms for absorption and stimulated emission are given
by ±Rexc(Ng − Nr), with Rexc = R0 = �2

2ph/2γd on reso-
nance. When the two-photon detuning δ is nonzero, we
write the excitation rate as Rexc(δ) = [R0/(1 + δ/�)2] ×
P(δ), in order to take into account the explicit dependence
Rexc ∝ �2

2ph ∝ 1/(� + δ)2 and an excitation profile P(δ)

characterizing the shape of the resonance.
Even though the adiabatic approximation of the optical

Bloch equations (for an isolated single atom) theoretically
yields a Lorentzian excitation profile P(δ), our exper-
imental data are much better described by a Gaussian
model

Rexc(δ) = R0

(1 + δ/�)2 × exp
(

− δ2

2γ 2
d

)

,

which accounts for the inhomogeneous broadening across
the MOT. We finally obtain
⎧
⎪⎨

⎪⎩

d
dt

Ng = L − �0Ng − Rexc(δ)(Ng − Nr) + �spNr,

d
dt

Nr = −�0Nr + Rexc(δ)(Ng − Nr) − �BBRNr − �spNr.

(A1)
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This model was used to calculate the red traces in Fig.
2 (additionally taking into account, in the presence of
microwaves, the relative strengths of the spectral lines
from the Autler-Townes theory [26]), leaving R0 as a free
parameter that best fits the experimental data for R0 =
35 s−1. This enables us to derive an estimate for the aver-
age two-photon Rabi frequency experienced by the atoms,
using R0 = �2

2ph/2γd. (Note that this expression naturally
arises in the two-level population model when writing the
Bloch equations under the adiabatic approximation.) We
find �2ph ∼ 2π × 9 kHz, which is consistent (given the
fact that the atomic cloud is slightly bigger that the beam
waists) with the theoretical value calculated at the point of
maximum intensity of the Gaussian Rydberg laser beams,
the latter yielding �780 nm = 2π × 41 MHz, �480 nm =
2π × 0.57 MHz, and finally �2ph = �780 nm�480 nm/2� =
2π × 23 kHz for � = 2π × 500 MHz.

3. Autler-Townes effect caused by the cooling light

As discussed in Sec. II A, a close look at the exper-
imental curve of Fig. 2(a) reveals the presence of a
second spectral feature around −35 MHz. This feature
can be explained by the cooling light operating on the
|5S1/2, F = 2〉 ↔ |5P3/2, F ′ = 3〉 transition with a Rabi
frequency �MOT = 2π × 29 MHz and a detuning δMOT =
2π × (−20 MHz), which results in an Autler-Townes
splitting of the ground state also involved in the trap-
loss measurement. This is quantitatively confirmed by a
numerical model based on Bloch equations and involv-
ing the three atomic states |g〉 ≡ |5S1/2, F = 2〉, |i〉 ≡
|5P3/2, F ′ = 3〉, and |r〉 ≡ |61S1/2〉, and two Rabi cou-
plings, �MOT between |g〉 and |i〉, and �2ph = 2π × 9 kHz
between |g〉 and |r〉. Furthermore, by taking into account
the decay rates �|i〉 = 2π × 6.06 × 106 s−1 and �|r〉 =
7.1 × 103 s−1, and by introducing empirical coherence
damping rates γgi = 2π × 2 MHz and γgr = 2π × 4 MHz,
we obtain the red trace in Fig. 6, which shows good
agreement with the measured data [identical to the data
presented in Fig. 2(a)].

Interestingly, in a similar work reported in Ref. [30],
the two Autler-Townes features from the MOT cooling
light had comparable sizes, which we attribute to differ-
ent experimental parameters (Rabi frequency and detuning
of the cooling light, and a much higher Rabi frequency for
the ground-to-Rydberg transition owing to direct single-
photon coupling).

4. Influence of the MOT dynamics

As we scan the frequency of the two-photon coupling
across the resonance between the ground and the Rydberg
states, the fluorescence of the MOT changes at a rate �0 �
0.6 s−1. Because of the finite response time �−1

0 , the shape
of the fluorescence trace will depend on the rate at which
the scan is performed. This is illustrated in Fig. 7, where it
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FIG. 6. Autler-Townes splitting due to the coupling of
|5S1/2, F = 2〉 and |5P3/2, F ′ = 3〉 by the cooling light. The
red trace is the theoretical model and the black dots are the
experimental data already presented in Fig. 2(a). The origin of
frequencies for the red trace has been shifted by about 7.6 MHz to
match the experimental data, corresponding to the shift induced
by the MOT cooling light on the trap-loss spectral features.

can be seen that the traces become more and more asym-
metric as the scanning rate is increased. This asymmetry,
which also depends on the direction of the scan, is reason-
ably well reproduced by the numerical integration of the
rate equation (A1) with a time-dependent detuning δ (red
curves in Fig. 7). The frequency corresponding to the min-
imum value of the fluorescence can be estimated by fitting
each trace with a skewed Gaussian function (or a double
skewed Gaussian function in the case of an Autler-Townes
doublet).

We report in Fig. 8 the estimated frequency ωdip/2π cor-
responding to the minimum fluorescence for each trace, as
a function of the scanning rate and direction. As expected,
the estimation error increases with the scanning rate, but
the average between the estimated frequencies using an
ascending and a descending scan remains stable at the
megahertz level. The estimated frequencies based on the
theoretical traces, also shown in Fig. 8, are in good agree-
ment with the experimental points. Interestingly, the value
of ωdip/2π predicted by the model in the limit of very slow
scanning rates is not zero but � 200 kHz. This is due to
the fact that the Rabi frequency �2ph of the effective two-
photon coupling between the ground and Rydberg states
has a dependence on δ (see Appendix A 2), breaking the
symmetry between the ascending and descending scans.

Throughout the paper, we have used a scanning rate of
2 MHz/s as a trade-off between the asymmetry and con-
trast of the fluorescence trace and the data acquisition time.
Each presented measurement is the result of an average
over one ascending and one descending scan.
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FIG. 7. MOT fluorescence as a function of the two-photon
detuning for various scanning rates (1, 4 and 16 MHz/s from top
to bottom). The first (second) column corresponds to sweeps of
increasing (decreasing) frequencies. The black dots are experi-
mental data, and the red traces result from a rate equation model
(see text).

5. Additional detuning from the microwave source

The MW signal at 15.973 GHz, which resonantly cou-
ples |61S1/2〉 and |61P1/2〉, also results in an energy shift
of these two states due to off-resonant coupling to other
neighboring Rydberg states. To evaluate this effect, we use
the following formula [42]:

δLS
i =

∑

j

|�ij |2
4�ij

, (A2)

where i = 1 and 2 refer to |61S1/2〉 and |61P1/2〉, respec-
tively, and j refers to all other states coupled to 1 and 2 by
the MW field. In the above formula, �ij is the Rabi fre-
quency for the i ↔ j transition, and �ij = ωMW − ωij is
the detuning between the MW field and the i ↔ j transi-
tion. To estimate �ij , we use the theoretical value of the
transition dipole element dij between i and j (Reduced
Matrix Element J from the ARC calculator [35]), and
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FIG. 8. Estimated frequency corresponding to the minimum of
each fluorescence trace for various scanning rates and directions.
The dots are experimental data, and the curves are theoretical
predictions from the rate equation model (see text).

the following formula: �ij = dij �12/d12 (with previous
notation, �12 = �MW). We keep only the states j whose
contributions to either δLS

1 or δLS
2 are significant (typically

>100 kHz for the reference value �12 = 2π × 100 MHz).
Such states are |61P3/2〉, |60P3/2〉, and |60P1/2〉 for δLS

1 , and
|62S1/2〉, |60D3/2〉, and |59D3/2〉 for δLS

2 .
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FIG. 9. Average position of the Autler-Townes doublet ver-
sus MW power. The red line is the calculated light shift (δLS

1 +
δLS

2 )/2 with a −1.5 MHz offset to account for the fact that the
MW frequency is not perfectly resonant with the bare |61S1/2〉 ↔
|61P1/2〉 transition.
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We show in Fig. 9 the calculated light shift (δLS
1 +

δLS
2 )/2 as a function of the MW Rabi frequency, show-

ing a good correlation with the average position of the
Autler-Townes doublet as expected from Eq. (3).
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Table des figures

1 Exemples de plateformes expérimentales de simulation quantique. La moitié gauche
de l’image illustre un microscope à gaz quantique, qui consiste à générer un réseau
optique dans lequel peuvent être piégés les atomes. La moitié droite représente
quant-à-elle un système de génération d’ensembles d’atomes uniques à partir de
pinces optiques à 850 nm. Un modulateur spatial de lumière (SLM) vient séparer
un large faisceau incident à 850 nm en un ensemble de pinces, piégeant chacune
un atome au plus. Pour chacune de ces deux expériences, des images permettant
de résoudre chaque atome individuellement sont présentées. L’ensemble de cette
figure est issue de la référence [11]. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 4

2 Illustration du dispositif d’imagerie THz de la référence [21]. Un ensemble de 3 fais-
ceaux laser ”pompes” infrarouges excitent sur une large surface des atomes de Cé-
sium de l’état |6S1/2〉 à l’état |14P3/2〉 en passant par les états |6P3/2〉 et |7S1/2〉. En
parallèle, les atomes sont exposés à un faisceau à 0.55 THz, résonant avec la tran-
sition |14P3/2〉 → |13D5/2〉, et provenant d’un objet source constitué d’un masque
(photographié en bas au centre) précédé d’une source lumineuse à 0,55 THz. Le
couplage entre les états |14P3/2〉 et |13D5/2〉 sous l’action du faisceau à 0.55 THz
conduit les atomes exposés à se désexciter préférentiellement suivant un chemin
particulier, donnant lieu à une forte augmentation de la fluorescence à 535 nm sur
toute la zone éclairée par le faisceau THz par rapport à la zone non éclairée. En ima-
geant cette fluorescence à l’aide d’une caméra optique, on obtient ainsi une image
de l’objet source éclairant les atomes, comme le montrent les 2 photographies en
bas à gauche et en bas à droite. L’ensemble de la figure est tiré de la référence [21]. 6

3 Principe des capteurs de champs RF et THz à base de vapeurs chaudes d’atomes de
Rydberg. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 7
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4 Principe de la mesure d’amplitude de champ RF à partir d’atomes de Rydberg par
hétérodynage. Deux faisceaux probe et coupling résonants, de pulsations de RabiΩp

etΩc, couplent toujours un état fondamental |1〉 à un état de Rydberg |3〉 en passant
par un état intermédiaire |2〉. En parallèle, 2 champsEs(t) etEL(t), l’un à mesurer de
pulsation de RabiΩS faible, et l’autre de pulsation de RabiΩL plus forte faisant office
d’oscillateur local, couplent l’état |3〉 à un autre état de Rydberg |4〉. Les 2 champs
ont des fréquences ωs et ωL très légèrement différentes (quelques kHz à quelques
MHz [69]). Les atomes agissent comme un mixeur, dans lequel la superposition des
deux champs peuvent donner lieu à un battement entre ces derniers, à la fréquence
|ωL − ωs|. Ce battement a pour effet de moduler la séparation du doublet Autler-
Townes créé par l’oscillateur local. En accordant les faisceaux sur le flanc d’une des
raies d’EIT, cela se traduit par une modulation de la puissance transmise Pout(t) du
faisceau probe, grâce à laquelle on peut retrouver l’amplitude du champ Es(t). La
figure provient de [70] . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 12

5 Exemple d’expérience de métrologie de champs RF à partir d’atomes de Césium
chauds mettant en jeu une excitation à 3 photons vers les états de Rydberg [79].
Trois photons probe, ”intermédiaire”, et coupling à 895 nm, 636 nm et 2262 nm
couplent respectivement les transitions |6S1/2〉 → |6P1/2〉, |6P1/2〉 → |9S1/2〉 et
|9S1/2〉 → |42P3/2〉. Les 3 faisceaux sont alignés sur la cellule de manière colinéaire,
et le faisceau à 636 nm se propage en sens inverse des faisceaux à 895 nm et
2262 nm. Le champ à mesurer à 108.9 GHz couple quant-à-lui les états |42P3/2〉
et |40D3/2〉. Le graphique à droite de la figure compare un spectre de transmission
d’un faisceau probe à 852 nm dans le cas d’une excitation à 2 photons (en rouge),
à un spectre d’absorption du faisceau probe à 895 nm dans le cas de l’excitation à 3
photons (en bleu), obtenus en l’absence de champ RF dans les deux cas. Le spectre
rouge (à 2 photons) révèle la présence d’une raie d’EIT large d’une dizaine de MHz,
tandis que le spectre bleu (à 3 photons) est marqué par une raie d’EIA, beaucoup
plus fine. L’ensemble de la figure est extrait de la référence [79] . . . . . . . . . . . . 14

6 Spectres de transmission du faisceau probe observés dans la référence [98] en pré-
sence d’un champ à 22.1 GHz avec des atomes froids. Les paramètres ωp et ωc sont
respectivement les fréquences des faisceaux probe et coupling. Le spectre rouge a
été obtenu en maintenant le faisceau coupling à résonance, et en balayant la fré-
quence du faisceau probe. C’est l’inverse pour le spectre noir. . . . . . . . . . . . . . 16

7 En haut : spectres de transmission du faisceau probe observés dans des atomes
froids en présence d’un champ à 36,9 GHz, dans le cas où les faisceaux probe et
coupling sont à résonance pour donner lieu à de l’EIT (gauche), et dans le cas où ils
sont très désaccordés de l’état intermédiaire pour former une transition à 2 photons
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MÉTROLOGIE DE CHAMPS ÉLECTROMAGNÉTIQUES RF PAR SPECTROSCOPIE DE DÉPLÉTION DE PIÈGE À PARTIR D’ATOMES FROIDS DE

RYDBERG

Résumé

Les atomes de Rydberg sont des atomes portés dans un état de grand nombre quantique principal, et dont l’électron de valence

orbite très loin du noyau. Cet éloignement confère aux atomes de Rydberg des propriétés hors-normes par rapport aux atomes

ordinaires, grâce auxquelles ils sont devenus le cœur de nombreux développements et applications de la physique quantique

expérimentale moderne. En particulier, ils possèdent des transitions dans les domaines radiofréquence (RF) et terahertz (THz) avec

de très grands éléments de matrice, qui les rendent extrêmement sensibles aux champs électromagnétiques dans ces domaines

de fréquences. Cela a conduit il y a une dizaine d’années à l’émergence d’une nouvelle technologie de capteurs de champs RF

et THz, dans lesquels l’amplitude du champ est mesurée en faisant la spectroscopie, avec un signal de transparence électroma-

gnétiquement induite, du doublet Autler-Townes induit par l’interaction entre le champ et les états de Rydberg des atomes d’une

vapeur chaude. De tels capteurs offrent plusieurs avantages intéressants par rapport aux antennes classiques, parmi lesquels une

meilleure sensibilité, une plus large gamme de fréquences accessibles, une taille indépendante de la fréquence du champ mesuré,

un besoin en calibration fortement réduit, et la possibilité de mesurer en plus de l’amplitude la phase et la polarisation. Tous ces

avantages font des capteurs à base d’atomes de Rydberg de très bons candidats pour des applications de type télécommunica-

tions, radar, spatial, etc. Actuellement, ces capteurs font l’objet d’une multitude de travaux et d’évolutions visant à améliorer leurs

performances en termes de sensibilité, d’exactitude, de bande passante de mesure, ou de résolution spatiale. L’usage d’atomes

froids au lieu de vapeurs chaudes constitue pour cela une piste prometteuse, d’une part en raison de leur meilleure cohérence et

de leur effet Doppler fortement réduit, et d’autre part car ils se prêtent à d’autres formes de spectroscopie potentiellement plus

robustes sur certains aspects. La présente thèse porte sur l’étude expérimentale d’une nouvelle approche pour la métrologie de

champs RF avec des atomes de Rydberg froids, basée sur la spectroscopie de déplétion de piège. Elle consiste à faire interagir

avec le champ RF un ensemble d’atomes de 87Rb refroidis et confinés dans un piège magnéto-optique, et à sonder le doublet

Autler-Townes induit par le champ à l’aide d’un effet de déplétion du piège. Le mécanisme responsable des pertes est l’ionisation

des atomes sous l’action du rayonnement de corps noir ambiant. Cette étude s’est appuyée sur la réalisation complète d’un dis-

positif expérimental permettant de mettre en œuvre la spectroscopie de déplétion. Malgré une faible bande passante de mesure,

la méthode proposée ici a démontré une linéarité inférieure à 2%, une sensibilité de l’ordre de 250 µV/cm/Hz1/2, ainsi qu’une

absence de dérives sur plusieurs heures d’intégration avec une résolution de l’ordre de 5 µV/cm. Elle offre également une plus

grande simplicité de mise en œuvre que d’autres approches utilisant des atomes froids, et permet en principe de déterminer à

la fois la fréquence et l’amplitude du champ. Dans ce manuscrit, nous décrirons le principe, le montage et la mise en œuvre de

notre dispositif expérimental, nous présenterons les résultats des mesures effectuées grâce à lui, puis nous en analyserons les

performances métrologiques, les avantages et les limites.

Mots clés : Capteurs de champs RF, atomes froids, états de Rydberg, spectroscopie de déplétion, effet Autler-Townes

Abstract

Rydberg atoms are atoms excited to states with a very high principal quantum number, where the valence electron orbits very

far from the nucleus. This large distance imparts exceptional properties to Rydberg atoms compared to ordinary atoms, which

has made them central to many developments and applications of modern experimental quantum physics. In particular, they

exhibit transitions in the radiofrequency (RF) and terahertz (THz) domains with very large dipole matrix elements, making them

extremely sensitive to electromagnetic fields in these frequency domains. This has led over the last ten years to the emergence

of a new technology of RF and THz field sensors, where the amplitude of the field is measured by performing electromagnetically

induced transparency spectroscopy of the Autler-Townes doublet induced by the interaction between the field and Rydberg states

of atoms in a thermal vapor. Such sensors offer several advantages over classic antennas, including a greater sensitivity, a wider

frequency range, a size independent from the frequency of the measured field, a significantly reduced need for calibration, and

the ability to measure, in addition to the amplitude, the phase and the polarization. All these benefits make Rydberg atoms-based

RF field sensors excellent candidates for applications in telecommunications, radar systems, and the space sector. Currently, these

sensors are the subject to numerous works aiming at improving their performance in terms of sensitivity, accuracy, measurement

bandwidth or spatial resolution. The use of cold atoms instead of thermal vapors represents a promising avenue in these goals, due

to their better coherence and strongly reduced Doppler effect. Additionally, cold atoms are suitable for other forms of spectroscopy

that are potentially more robust in certain aspects. This thesis focuses on the experimental study of a new approach for RF field

sensing using cold Rydberg atoms, based on trap-loss spectroscopy. It consists in making the RF field interact with a set of 87Rb

atoms cooled and confined in a magneto-optical trap, and in probing the Autler-Townes doublet created by the field through a

trap depletion effect. The mechanism responsible for the losses is the ionization of the atoms under the action of background

blackbody radiation. This study involved the development of an entire experimental setup to perform trap-loss spectroscopy.

Despite a low measurement bandwidth, the method proposed here has demonstrated a deviation from linearity of less than 2%, a

sensitivity of the order of 250 µV/cm/Hz1/2, as well as an absence of drifts over several hours of measurement, with a resolution of

the order of 5 µV/cm. Moreover, this method is easier to implement than other approaches involving cold atoms, and theoretically

allows for determining both the amplitude and the frequency of the field. In this manuscript, we will describe the principle, setup

and implementation of our experimental apparatus, present the results of the measurement performed with it, and then analyze

its metrological performance, advantages and limitations.

Keywords: RF field sensors, cold atoms, Rydberg states, trap-loss spectroscopy, Autler-Townes effect
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