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Introduction

La question des unités de mesure occupe une place primordiale en Physique, et
les références sur lesquelles elles reposent font débat depuis plus de deux siècles.
Lors de la 11ème Conférence Générale des Poids et Mesures, en 1960, fut adopté
le Système International d’unités (SI) qui est celui en vigueur aujourd’hui, et qui
repose sur sept unités de base considérées comme complètement indépendantes
les unes des autres : le mètre, le kilogramme, la seconde, l’ampère, le kelvin, la
mole et la candela. Toutes les autres, dites unités dérivées, peuvent s’exprimer
comme une combinaison de ces éléments de base.

Avant cette date, la première définition de l’unité de temps était la suivante :

"La seconde est la 1/86400ème partie du jour solaire moyen"

Cependant, la durée du jour fluctue de manière aléatoire, et de plus le ralentisse-
ment de la rotation de la terre, dû à l’attraction de la lune, entraîne une augmenta-
tion d’une dizaine de millisecondes par siècle de la durée de ce jour solaire moyen.
Ainsi cette définition de la seconde ne répondait pas au critère de pérennité que
doit suivre une échelle de temps. En 1960, à la conférence mentionnée précédem-
ment, il fut décidé de se baser sur la révolution de la terre autour du soleil pour
assurer une meilleure stabilité à long terme, mais cette approche, peu pratique, ne
fut utilisée que pour des besoins astronomiques.

Les progrès réalisés dans la réalisation des horloges atomiques à cette époque
ont permis de refonder de manière complètement différente la définition de l’unité
de temps, afin qu’elle repose non plus sur l’année mais sur une transition ato-
mique. En 1967, à la 13ème Conférence Générale des Poids et Mesures, la défini-
tion suivante a été adoptée :

"La seconde est la durée de 9192631770 périodes de la radiation correspondant
à la transition entre les deux niveaux hyperfins de l’état fondamental de l’atome

de Césium 133."

L’unité de temps est aujourd’hui réalisée par des étalons atomiques de fré-
quence avec une incertitude relative de l’ordre de 10−16 [1, 2], ce qui en fait la
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grandeur physique dont la réalisation est la plus exacte. Il s’est dès lors avéré na-
turel de relier d’autres unités à la seconde, c’est le cas du mètre, qui est, depuis
1983, défini comme "la longueur du trajet parcouru dans le vide par la lumière
pendant une durée de 1/299792458 de seconde". Une tentative similaire est en
cours pour le kilogramme, qui est quant à lui défini comme la masse du proto-
type international du kilogramme, en platine iridié. Il est mesuré de temps à autre
après un procédé de nettoyage bien précis visant à éliminer les contaminations sur
sa surface. Mais cette méthode n’empêche pas des fluctuations de l’ordre de 10
µg par siècle en masse, et une nouvelle approche a donc été initiée : c’est le projet
de balance du Watt qui vise à relier le kilogramme aux unités électriques et donc
aux unités de fréquences [3, 4].

Les performances des horloges atomiques permettent notamment de tester des
théories de physique fondamentale. Les fréquences atomiques dépendent de plu-
sieurs constantes dites fondamentales, comme la constante de structure fine α ou
encore le rapport de la masse de l’électron sur celle du proton, mais les scien-
tifiques s’interrogent sur l’éventuelle dérive de leurs valeurs sur des échelles de
temps très longues. Dans ce contexte, les mesures de grande précision de fré-
quences atomiques effectuées en laboratoire et accumulées depuis plusieurs an-
nées peuvent permettre de donner une limite supérieure de ces variations [5, 6, 7].
Aucun effet n’a encore été résolu par cette approche, mais il est à noter que
d’autres groupes, se basant sur des observations cosmologiques, ont rapporté avoir
constaté un effet [8], ce qui donne lieu à des controverses sur le sujet [8, 9]. Il est
donc important de disposer du plus grand nombre possible d’espèces atomiques
sur lesquels mener des études en laboratoire, c’est une des raisons qui a amené
notre laboratoire à initier une nouvelle d’horloge basée sur l’atome de Mercure,
en plus de celles déjà opérationnelles et fonctionnant avec le Césium, le Rubi-
dium ou le Strontium. Les horloges atomiques permettent également d’effectuer
des tests sur l’invariance de Lorentz. On teste par exemple la valeur de la fré-
quence de la transition de référence lorsque l’on change l’orientation du spin des
atomes [10], ou bien encore lorsque l’on compare entre elles des horloges répar-
ties dans le monde [11]. Une autre approche est d’étudier la valeur de la fréquence
propre d’une cavité de référence, sur laquelle l’horloge est asservie, l’orientation
de l’axe de la cavité changeant à cause de la rotation de la terre [12, 13], ou en-
core de comparer deux cavités, l’une fixe et l’autre montée sur une plate-forme
tournante [14].

De nombreuses applications de la vie quotidienne font appel à des étalons ato-
miques de fréquence, les réseaux de télécommunications par exemple sont syn-
chronisés avec des horloges, et les satellites ont besoin d’un référence de temps
pour évaluer leur positionnement et émettre des signaux radio-fréquences. Ainsi,
les satellites du réseau américain GPS, et ceux de la future constellation euro-
péenne GALILEO, possèdent des horloges embarquées fonctionnant avec des
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atomes non refroidis.
Plusieurs projets en cours ont pour but d’envoyer dans l’espace des horloges

à atomes refroidis. Le projet PHARAO/ACES par exemple permettra de placer
en orbite une horloge qui utilisera la microgravité pour augmenter les temps d’in-
teraction avec les atomes, et la comparaison avec une horloge au sol permettra
une mesure du déplacement gravitationnel [15, 16]. Dans le cadre du programme
Cosmic Vision lancé par l’ESA, certains projets dans lesquels notre laboratoire est
impliqué poursuivent le même type de finalité, comme le projet SAGAS (Search
for Anomalous Gravitation using Atomic Sensors), qui propose de combiner une
horloge à ion et un accéléromètre à atomes froids pour explorer la gravitation à
grande distance et apporter des éléments de réponse notamment au sujet de l’ano-
malie Pioneer [17], ou le projet EGE (Einstein Gravity Explorer), qui vise à ef-
fectuer des mesures précises de l’espace-temps avec des horloges atomiques, par
exemple pour caractériser les modifications induites en présence de gravité.

La première génération d’horloges à atomes froids, basées sur une transition
micro-onde des atomes de Césium ou de Rubidium, a commencé à être dévelop-
pée au début des années 1990. Néanmoins, il apparaît clairement maintenant que
leur exactitude sera limitée à un niveau de 10−16 de la fréquence atomique.

Parallèlement, la perspective de réaliser une référence avec une transition dans
le domaine optique a très tôt été considérée comme prometteuse, d’une part parce
que le facteur de qualité naturel est 4 à 5 ordres de grandeur plus élevé, d’autre part
parce que la plupart des effets systématiques sont indépendants de la fréquence en
valeur absolue et donc on progresse également de 4 ou 5 ordres de grandeur en
valeur relative. Mais le développement de véritables horloges a été néanmoins
retardé par plusieurs problèmes, pour lesquels des solutions élégantes ont récem-
ment été proposées :

• Les mesures de fréquences dans le domaine optique ont longtemps été diffi-
ciles à réaliser [18], les premières chaînes de mesures étaient très lourdes à
mettre en oeuvre [19, 20], il a fallu attendre la fin des années 90 et la propo-
sition de T. Hänsch pour que les lasers femtosecondes soient utilisés comme
un peigne de fréquence pouvant atteindre le domaine optique [21, 22, 23].

• L’oscillateur local qui vient interroger les atomes doit posséder des carac-
téristiques spectrales qui sont compatibles avec la largeur de raie expéri-
mentale nécessaire. Dans le cas des fontaines de notre laboratoire, la source
micro-onde utilisée est un Oscillateur Cryogénique à Résonateur en Saphir
(OCRS) développé par la University of Western Australia. Il a permis, par
rapport aux résonateurs à Quartz, de faire progresser d’un ordre de grandeur
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la stabilité, aujourd’hui limitée par le signal sur bruit qui a atteint le bruit
de projection quantique. Dans le cas d’une transition optique, l’effort pour
améliorer le spectre des lasers fait l’objet d’un travail très actif depuis plus
de 25 ans. Les problèmes techniques, comme les interférences parasites, le
bruit de l’électronique ou encore les vibrations, ont été essentiellement ré-
solus [24], mais il reste des problèmes plus fondamentaux, comme le bruit
thermique contre lequel on lutte en rigidifiant la cavité. Les meilleurs résul-
tats rapportés aujourd’hui sont des largeurs inférieures à 1 Hz, soit environ
10−15 de la fréquence optique [24, 25, 26].
L’effet du bruit du laser est de deux ordres : d’une part, il limite la largeur
de raie que l’on peut obtenir expérimentalement, et d’autre part l’effet Dick,
qui correspond à la contribution du bruit de fréquence du laser aux harmo-
niques de la fréquence de cycle de l’horloge, limite le rapport signal sur
bruit [27]. Des résonances d’environ 1 Hz ont été observées [28], mais le
rapport signal sur bruit est très loin d’être à la limite quantique, ce qui laisse
potentiellement la place pour l’améliorer de 3 ordres de grandeur.

• Enfin, l’effet du mouvement des atomes sur la fréquence de la transition est
une des limitations principales pour les horloges. Le combat contre ce phé-
nomène a commencé avec l’absorption saturée [29, 30, 31, 32] qui permet
d’obtenir des résonances Sub-Doppler, mais si on regarde plus finement, les
effets résiduels restent problématiques, comme l’effet Doppler du second
ordre qui est très difficile à contrôler si on ne refroidit pas les atomes. De
plus, les effets liés au mouvement augmentent proportionnellement à la fré-
quence, on ne gagne rien en valeur relative en passant en domaine optique.
Les expériences menées sur une transition optique d’atomes de Calcium re-
froidis et interrogés en chute libre ont montré qu’il serait difficile de passer
en dessous d’une incertitude de 10−15 [33, 34].
Il s’avère en réalité nécessaire de s’affranchir de la phase de vol pour envi-
sager de progresser par rapport aux fontaines, il faut donc piéger les atomes
dans un potentiel statique, pour atteindre un régime dit de Lamb-Dicke.
Quand ils sont dans ce régime, le confinement spatial des atomes dans le
piège est suffisamment fort pour que les effets du mouvement s’effacent
presque complètement, à l’exception de l’excitation résiduelle des bandes
latérales du piège. Se placer dans ce régime de confinement sans que le po-
tentiel ne provoque un important déplacement de fréquence est relativement
simple dans le cas des ions [35] pour lesquels des pièges radio-fréquence ont
été mis au point dès le milieu des années 1950 [36]. Mais pour les atomes
neutres, ce n’est que récemment qu’une réponse spécifique a été apportée,
elles consiste à les capturer dans un réseau optique qui ne provoque pas de
déplacement lumineux différentiel [37].
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Le concept d’horloge à réseau optique a donc été proposé en 2001 pour s’af-
franchir des effets systématiques liés au mouvement de l’atome (effet Doppler et
effet de recul dans les fontaines), puis cette approche a été complétée par l’idée
d’opérer le réseau à une longueur d’onde dite magique qui annule le déplacement
de fréquence différentiel du premier ordre sur la transition d’horloge. Les avan-
tages de cette nouvelle méthode laissent entrevoir une maîtrise du mouvement
résiduel qui serait compatible avec un niveau d’exactitude de l’ordre de 10−17 ou
10−18. Dans notre laboratoire, le projet a débuté en 1999 après que le choix se soit
porté sur l’atome de Strontium, et quand ce travail de thèse a commencé, en 2003,
une mesure directe de la fréquence de la transition d’horloge avait été effectuée
pour la première fois par notre groupe, avec une incertitude de 20 kHz. Mais à ce
stade, la faisabilité de la proposition d’horloge à réseau optique restait encore à
démontrer, c’est sur ce sujet que porte l’essentiel de ce qui va être décrit dans ce
manuscrit.

Les limites imposées par les fontaines atomiques sont discutées dans le dé-
tail dans le chapitre 1, ce qui permet d’établir le profil que doit avoir une nou-
velle configuration pour qu’une exactitude de l’ordre de 10−17 ou 10−18 soit en-
visageable. Nous verrons également pourquoi le choix s’est porté sur l’atome de
Strontium pour notre horloge.

Les chapitres 2 et 3 sont consacrés à la description du montage expérimental et
des différentes étapes du cycle de fonctionnement de l’horloge. On verra notam-
ment en détail la source bleue à 461 nm que nous avons développée pour dispo-
ser d’une réserve de puissance suffisante pour produire le piège magnéto-optique
d’atomes de Strontium. Un nouveau système ultra-vide a également été mis en
place, il comporte notamment une chambre à vide compacte, avec de nombreux
accès optiques et des hublots adaptés au réseau optique. L’approche originale que
nous avons adoptée pour accumuler les atomes dans le piège est ensuite détaillée,
ainsi que l’étape de refroidissement qui précède la phase de spectroscopie elle-
même.

Les effets du piège sur la fréquence atomique de référence représentent une
question capitale, la faisabilité de l’horloge aurait en effet pu être condamnée par
le déplacement de fréquence du deuxième ordre en la profondeur du réseau. Nous
avons mené une évaluation expérimentale qui prouve que les performances ne
seront pas limitées par cet effet, c’est l’objet du chapitre 4.

Enfin, l’évaluation de l’horloge, décrite dans le chapitre 5, avait un double
enjeu. Tout d’abord, pour pouvoir situer notre expérience par rapport aux autres
horloges, nous avons effectué une caractérisation de l’influence des différents ef-
fets systématiques sur la transition, et nous rapportons une exactitude de l’ordre
de 10−15 [38]. D’autre part, un doute important était apparu lorsque les deux
premières mesures de la fréquence de référence du Strontium rapportées avec
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une précision de l’ordre de 10−14 présentaient un désaccord de plusieurs 10−13,
[39, 40]. Mais la troisième mesure que nous avons réalisée s’est avérée être en très
bon accord avec l’une des deux valeurs précédentes [41], ce qui a définitivement
validé la faisabilité de ce type d’horloge.
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Chapitre 1

Horloges optiques à réseau

1.1 Limites actuelles des horloges atomiques

Les fontaines atomiques, basées sur une transition micro-onde du Césium
ou du Rubidium, ont été développées depuis le début des années 1990 [42, 43]
pour devenir les premières horloges à fournir une référence de fréquence avec des
atomes froids [44]. Elles constituent jusqu’à présent l’état de l’art de la spécialité,
offrant des performances un ou deux ordres de grandeur supérieures à celles des
horloges a jet thermique, qui étaient auparavant le seul étalon primaire [45]. Ces
avancées ont été rendues possibles par la résolution de plusieurs questions clefs
au cours des 15 dernières années, les efforts ayant porté notamment sur l’amélio-
ration du rapport signal sur bruit, qui a été ramené au niveau du bruit quantique
[27], et sur la maîtrise du déplacement de fréquence induit par les collisions entre
atomes froids [46].

La stabilité relative de fréquence est généralement évaluée par l’écart type
d’Allan σy(τ), qui est un estimateur statistique du bruit de la mesure après un
temps d’intégration τ [47]. Pour une horloge atomique pulsée, dans le cas d’un
bruit blanc de fréquence, cet écart type peut se mettre sous la forme :

σy(τ) = η
δν

νat

1
S/N

√
Tc

τ
(1.1)

Le facteur sans dimension η est de l’ordre de 1 et dépend de la procédure d’in-
terrogation des atomes. La stabilité est essentiellement determinée par le rapport
signal sur bruit S/N sur un cycle de durée Tc et par le facteur de qualité expéri-
mental Qexp = νat/δν . Dans le cas des fontaines, le rapport signal sur bruit est à la
limite de projection quantique [27], il est donc proportionnel à la racine du nombre
d’atomes N. Le facteur de qualité expérimental est limité d’une part par la largeur
de la résonance δν , le temps de vol des atomes ne permettant pas de résoudre
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mieux que 1 Hz environ, et par la valeur absolue de la fréquence νat , de l’ordre
de 1010 Hz. La meilleure stabilité rapportée pour les fontaines est 1,6.10−14/

√
τ

[48], une stabilité typique est représenté sur la figure 1.1.

σy(τ)=2,4.10-14/τ-1/2

FIGURE 1.1 – Écart type d’Allan de la fontaine FO2 comparée à l’oscillateur ultrastable
asservi sur le maser de référence. Dans la mesure où quelques cycles sont nécessaires
pour s’asservir sur les atomes, les premiers points, correspondant à la stabilité à très court
terme, sont à écarter. Pour les temps supérieurs à 10000 s, l’augmentation de l’écart type
traduit la dérive du maser de référence sur le long terme. L’ajustement par une courbe
proportionnelle à τ−1/2 se fait sur les points intermédiaires.

Cette limite fixe un premier horizon quant à l’exactitude de l’horloge, c’est-
à-dire l’incertitude sur les effets systématiques susceptibles de déplacer sa fré-
quence par rapport à celle des atomes non perturbés νat . En effet, l’évaluation de
l’exactitude s’effectue grâce à un ensemble de mesures de durée τ , l’incertitude
sur chaque point étant au mieux la résolution de la mesure, c’est-à-dire la barre
d’erreur statistique σy(τ). Le bilan présenté dans le tableau 1.1 [2] correspond
aux meilleures valeurs rapportées jusqu’à présent pour les fontaines, soit environ
4.10−16 [1, 2]. En pratique, l’incertitude sur la plupart des effets est limitée par
la résolution : un niveau de 10−16 correspond à 7 heures d’intégration si la stabi-
lité vaut 1,6.10−14/

√
τ , et un temps d’intégration plus long ne serait pas réaliste,

une incertitude statistique de 10−17 ne permettrait d’obtenir un point de mesure
que tous les 3 mois. Dans certains cas néanmoins, comme l’effet Doppler, c’est le
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Correction Incertitude(
10−16) (

10−16)
Effet Zeeman quadratique -1920,4 0,1

Rayonnement du corps noir 168,7 0,6
Collisions froides et cavity pulling 129,3 1,3

Pureté spectrale et fuites micro-ondes 0,5
Ramsey/Rabi pulling <0,1

Recul micro-onde <1,4
Effet Doppler du premier ordre 3,0
Effet Doppler du second ordre <0,1
Collisions avec le gaz résiduel <1,0

Exactitude 3,8
Déplacement vers le rouge -65,4 1,0

Exactitude avec le déplacement vers le rouge 3,9

TABLE 1.1 – Bilan d’incertitude relative de la fontaine FO2 du LNE-SYRTE. Les don-
nées concernent uniquement l’atome de Césium, pour chaque effet on donne la correction
pour compenser le biais par rapport la fréquence de référence νat , et d’incertitude sur cette
correction, en unité 10−16. L’exactitude est définie comme la racine de la somme quadra-
tique de toutes les incertitudes. Les lignes en couleur indiquent que l’incertitude est due
au manque de contrôle sur l’effet lui-même, alors que pour les autres, c’est la résolution
de la mesure qui impose une limitation.

manque de contrôle sur l’effet lui-même qui impose l’incertitude.
Améliorer un bilan d’exactitude comme celui du tableau 1.1 impose donc

d’une part d’améliorer la résolution, et d’autres part d’apporter une solution spéci-
fique aux effets prédominants, mais ces deux tâches sont difficiles à réaliser dans
le cas des fontaines :

• Une amélioration de la stabilité est rendue complexe pour plusieurs raisons.
La possibilité la plus simple, démontrée expérimentalement, est d’augmen-
ter N et donc le rapport signal sur bruit tout en restant à la limite de pro-
jection quantique, mais l’incertitude liée aux collisions en est linéairement
affectée. Dans le bilan d’incertitude présenté dans le tableau 1.1, on voit par
exemple que si N était multiplié par un facteur 100, les collisions augmente-
raient proportionnellement, ce qui détériorerait l’exactitude de presque deux
ordres de grandeur. Cet exemple est une illustration du fait que les perfor-
mances d’une horloge sont un compromis entre stabilité et exactitude. Une
autre piste en cours d’investigation est d’améliorer le rapport signal sur bruit
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en introduisant des corrélations quantiques entre les atomes. Des proposi-
tions de "Spin Squeezing" ont été formulées, le but étant de préparer des
fonctions d’onde de type non plus statistique mais intriqué, les plus favo-
rables possibles à la spectroscopie de la transition d’horloge, ce qui pourrait
offrir une amélioration potentielle de

√
N sur Qexp [49, 50]. Mais la mise

en oeuvre s’avère fastidieuse, la faisabilité expérimentale n’a pas encore été
démontrée, et il resterait de plus à prouver que cette approche n’induirait
pas d’effets systématiques supplémentaires.

• Par ailleurs, dans le bilan d’exactitude 1.1, certains effets systématiques im-
posent désormais d’autres contraintes, relativement fortes, à de nouveaux
développements sur ce type d’horloge. L’incertitude sur l’effet Doppler du
premier ordre, prédominante pour le moment, pourrait être potentiellement
mieux décrite grâce à des solutions analytiques des champs micro-ondes
dans la cavité d’interaction [51], les spécialistes espèrent ainsi atteindre
un contrôle de l’ordre de 10−16. Autre effet important, les collisions entre
atomes froids ont déjà fait l’objet d’un travail poussé (paragraphe 1.2.2),
l’incertitude mentionnée dans le tableau est réalisée grâce à une évaluation
différentielle en fonction de la densité atomique, et il semble aujourd’hui
peu vraisemblable de parvenir à améliorer significativement ce chiffre. On
se trouve globalement dans une situation où un ensemble d’effets difficiles
à évaluer avec une précision meilleure que 10−16, ce qui apparaît en consé-
quence assez nettement maintenant comme la limite ultime de ce type d’hor-
loge.

Il se pose alors la question de savoir si une autre approche a une potentia-
lité plus grande, et dans quelles conditions un autre atome que le Césium ou le
Rubidium serait susceptible de fournir une nouvelle référence. Dans la partie qui
suit, on va s’attacher à démontrer que le passage à une fréquence νat dans le do-
maine optique ouvre de nouveaux axes de progression pour la stabilité, tout en
améliorant la plupart des effets systématiques.

1.2 Discussion sur les effets statistiques et systéma-
tiques

1.2.1 Stabilité de fréquence
En passant d’une fréquence micro-onde à une fréquence optique, toutes choses

étant égales par ailleurs, on repousse de plus de 4 ordres de grandeur la limite
quantique de la stabilité relative de fréquence. Si on atteignait ce niveau de 10−18/

√
τ ,
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des intégrations de 1 seconde seraient suffisantes pour obtenir un point de mesure
de fréquence de barre d’erreur statistique négligeable. Ceci laisse entrevoir une
marge d’amélioration considérable, mais certains paramètres ne sont pas encore
aussi bien maîtrisés dans le domaine optique que dans le domaine micro-onde.
En effet, la largeur de raie que l’on peut atteindre est de l’ordre de 1 Hz avec les
meilleurs lasers [24, 25, 26], et des résonances atomiques de cet ordre de gran-
deur ont effectivement été observées [28], ceci équivaut à la résolution obtenue
dans les fontaines. En revanche, on se trouve actuellement dans une situation où
le rapport signal sur bruit pour une transition optique est limité par les sources de
bruit technique. Dans le cas où on néglige le bruit de grenaille des photons et le
bruit associé aux fluctuations du nombre d’atomes, la stabilité s’écrit [27] :

σy(τ) = η
δν

νat

(
1
N
+ γ

) 1
2
√

Tc

τ
(1.2)

où γ représente un excès de bruit dû à l’effet Dick [52, 53], c’est-à-dire la contri-
bution du bruit de fréquence de la source d’interrogation. Dans la cas des fontaines
γµo est négligeable devant 1/N (γµo < 10−6 [27]), mais avec le savoir-faire actuel
sur les lasers, γlaser est de l’ordre de 1, ce qui limite le rapport signal sur bruit
à 1 environ. On ne peut donc pas encore atteindre la limite quantique, mais des
niveaux de stabilité de quelques 10−15/

√
τ ont été démontrés expérimentalement

[54, 55, 56, 28].

1.2.2 Effets systématiques favorisés dans un horloge optique
Effets améliorés par le changement de fréquence

L’exactitude d’une horloge est limitée par le niveau de contrôle des différents
effets systématiques, mais dans presque tous les cas, la valeur absolue des incerti-
tudes ne dépend pas de la valeur de νat . Il y a donc un grand intérêt à utiliser une
transition optique plutôt que micro-onde pour réduire l’incertitude relative.

L’évaluation de l’effet des collisions entre atomes froids a été l’un des princi-
paux axes d’effort sur les fontaines. Les résultats obtenus pour le Césium [57, 58]
ont conduit à de nouveaux développements, comme les fontaines utilisant le Ru-
bidium [59, 60], pour lequel on a montré que le déplacement de fréquence induit
était au moins 30 fois plus petit. Une autre piste, pour le Césium, serait d’ajuster
la température du nuage atomique à une valeur qui annulerait les collisions, pour
un ratio donné entre les populations de l’état fondamental et de l’état excité de la
transition de référence du Césium [61, 62]. C’est finalement la méthode du pas-
sage adiabatique qui a permis de résoudre le problème [46] : si on fait fonctionner
l’horloge alternativement avec des densités N1 et N2 ' 2N1, cette technique per-
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met de mesurer le rapport N2/N1 au niveau du pourcent. Cela correspond pour
l’effet des collisions à un incertitude relative de 1,0.10−16 environ dans le tableau
1.1, c’est donc une des contributions importantes dans le bilan d’exactitude.

Le déplacement de fréquence induit provient de la différence de longueur de
diffusion entre les deux états de la transition d’horloge [63], mais il n’est pas in-
trinsèquement dépendant de la différence d’énergie. Les deux termes à prendre
en compte dans le potentiel d’interaction entre deux particules séparées d’une dis-
tance r sont proportionnels à 1/r3 (interaction dipole-dipole) et à 1/r6 (interaction
de Van der Waals). Dans le cas d’une transition d’horloge, a priori faiblement per-
mise, le dipole est faible et donc le premier terme est négligeable. La contribution
en 1/r6 est particulièrement importante pour l’atome de Césium, l’amplitude ab-
solue de l’effet a une probabilité importante d’être moins élevée avec un autre
atome, même si cette assertion demande à être vérifiée pour l’isotope utilisé. A
densité égale, il est donc plausible d’espérer améliorer l’incertitude relative liée
aux collisions comme le rapport des fréquences si on passe à une transition op-
tique.

L’effet Zeeman ne dépend pas non plus directement de la différence d’énergie,
mais du fait que les sous-structures Zeeman des deux niveaux de la transition n’ont
pas nécessairement la même dépendance en champ magnétique. En pratique, on
parvient toujours à s’affranchir du premier ordre de l’effet, soit en préparant les
atomes alternativement dans des sous-niveaux mF de signe opposé, ce qui permet
des transitions mF→m′F puis−mF→−m′F qui fournissent en plus une évaluation
continue du champ magnétique, soit en se référençant sur une transition mF = 0→
mF = 0. Dans le cas du Césium, la sensibilité au champ magnétique des sous-
niveaux Zeeman est élevée, de l’ordre de 700 Hz/G/mF , et d’autre part, à cause
du gradient de champ magnétique, les atomes dont l’état interne est −mF sont
lancés dans une direction sensiblement différente de celle pour les atomes dont
l’état est +mF , ce qui rend la maîtrise des trajectoires plus difficile. C’est donc
l’option mF = 0→mF = 0 qui est la plus fiable pour les fontaines, les atomes sont
sélectionnés par un pulse π accordé spécifiquement sur cette transition. Ceux qui
ne sont pas dans l’état mF = 0 et participent néanmoins aux interactions entraînent
un léger brouillage des franges, mais le champ magnétique résiduel est évalué
une dizaine de fois par jour ce qui permet de connaître l’incertitude liée à cette
contribution à mieux que 10−17.

Le véritable effet à prendre en compte est donc l’effet Zeeman du second
ordre, et, à sensibilité des sous-niveaux au champ magnétique égale, une tran-
sition optique permet d’améliorer l’incertitude comme le rapport des fréquences.

Enfin, la plupart des autres effets, comme l’effet des impuretés spectrales de
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l’oscillateur d’interrogation, des fuites micro-ondes ou le déplacement dû à l’ex-
citation des raies voisines, voient leur incertitude réduite lorsque le facteur de
qualité expérimental augmente.

Cas du rayonnement du Corps Noir

Le rayonnement du Corps noir est un cas particulier, son influence est étroite-
ment liée à la structure interne de l’atome utilisé. L’effet est décrit par le tenseur
de polarisabilité statique α qui prend en compte le couplage Stark des niveaux

d’horloge |ai〉 (|g〉ou|e〉) avec les états |b〉 présentant le couplage dipolaire élec-
trique le plus important avec |ai〉 (l’expérience a montré qu’il était nécessaire de
prendre en compte le continuum dans la somme) :

αmn (|ai〉) =−
1
h̄ ∑
|b〉

〈ai|d.en|b〉〈b|d.em|ai〉+ 〈ai|d.em|b〉〈b|d.en|ai〉
Eai−Eb

(1.3)

Dans le cas du Césium, la transition de référence implique les états mF = 0
de deux sous-niveaux hyperfins de 6S1/2, |F = 3,mF = 0〉 et |F = 4,mF = 0〉.
Le déplacement de fréquence au premier ordre est le même pour les deux états,
et l’effet différentiel relatif résiduel vaut environ 1,7.10−14 à 300 K selon des
évaluations théoriques [64, 65, 66] et expérimentales [67], ce qui est reporté dans
le bilan expérimental 1.1. Mais si les deux niveaux qui entrent en jeu proviennent
de la structure électronique, comme c’est le cas pour toutes les horloges optiques
en cours de développement, l’ordre principal n’est plus négligeable : dans le cas de
la transition 1S0→ 3P0 de l’atome de Strontium, les calculs théoriques ont montré
que le biais était environ trois fois plus faible que pour le Césium, soit 5,5.10−15

[37, 68]. Si on suppose qu’on peut contrôler les deux déplacements avec la même
précision, c’est-à-dire 0,2%, l’incertitude relative attendue pour le Strontium est
de 2.10−17. On peut donc espérer un gain, même si, ultimement, le choix d’un
atome présentant une sensibilité encore moindre, comme le Mercure, ouvrirait la
perspective de la gamme des 10−18.

1.2.3 Effets liés aux degrés de liberté externes
La problématique est toute autre pour les effets liés au mouvement, qui ne

dépendent pas, en valeur relative, de la fréquence atomique. Dans la mesure où
l’effet Doppler est une des limites les plus fortes pour les fontaines, l’espoir de
créer une référence de plus grande performance dépend de la capacité de maîtri-
ser ce problème à un meilleur niveau, ce qui nécessite de changer complètement
d’approche, en s’affranchissant de la phase de vol des atomes.
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Interrogation d’atomes libres en phase de vol

Dans le cas des fontaines, la micro-onde utilisée lors des deux phases d’in-
teraction avec les atomes n’est jamais parfaitement stationnaire, et puisque les
atomes sont libres, ils sont donc soumis à l’effet Doppler . Celui-ci constitue
d’ailleurs la principale limitation de l’exactitude, même s’il a historiquement fait
l’objet de multiples efforts :

• Les atomes ont été refroidis au maximum pour atteindre une température
légèrement inférieure à 1 µK, ce qui permet déjà de gagner deux ou trois
ordres de grandeur sur la vitesse d’agitation thermique dans le référentiel
en mouvement (1 m/s contre 100 m/s à T = 300 K).

• L’interaction s’effectue dans une cavité de très grande qualité (finesse '
10000), le gradient de phase est donc très petit (de l’ordre de quelques di-
zaines de µradians/cm).

• La trajectoire des atomes a été configurée de façon à être symétrique par
rapport au champ micro-onde : la vitesse est +V pendant la première moi-
tié de l’interaction, et −V pendant la seconde, ce qui permet théoriquement
d’annuler l’effet Doppler du premier ordre. Néanmoins, en pratique, cette
symétrie n’est pas parfaite, l’angle n’est jamais exactement nul entre la fon-
taine et la trajectoire verticale des atomes, et donc ces derniers ne passent
pas au même endroit dans la cavité.

La contribution relative de l’effet Doppler a ainsi été portée à 3.10−16 dans le
bilan d’exactitude 1.1. Ce chiffre est intrinsèquement indépendant de la fréquence
νat , et pour atteindre le même niveau avec une fréquence optique, il faudrait donc
acquérir une maîtrise de l’effet équivalente à celle que l’on a accumulé depuis 50
ans sur les étalons micro-ondes. Les expériences menées dans le domaine optique
par exemple avec l’atome de Calcium en chute libre ont montré qu’il était difficile
de descendre en dessous d’une incertitude résiduelle de quelques 10−15 [33, 34]
à cause de plusieurs obstacles : les faisceaux d’interrogation, qui ne sont pas par-
faitement alignés et dont les fronts d’onde ne sont pas exactement plans (rayon
de courbure de l’ordre de 40 m), et le mouvement atomique (agitation thermique
résiduelle et effet de la gravité) sont sources de déplacement de fréquence. Il faut
donc envisager de changer radicalement de régime et de contrôler les degrés de
liberté externes des atomes. En les piégeant de façon statique, dans un potentiel
externe, on montre que l’effet du mouvement sur la spectroscopie est qualitative-
ment différent.
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Cas d’atomes piégés dans un potentiel : régime de Lamb-Dicke

Lorsqu’un potentiel externe, harmonique pour simplifier, conduit la dynamique
des atomes, leur mouvement peut être décrit classiquement par :

X(t) = Xatsin(Ωt)→V (t) =Vatcos(Ωt) avec Vat = XatΩ (1.4)

et l’onde associée à la source de fréquence angulaire ω0 qui vient interroger les
atomes se met sous la forme :

E = Escos(ωst + ks.X(t)) = Escos
(

ωst +
ωsVat

Ωc
sin(Ωt)

)
(1.5)

On peut la réécrire en une décomposition spectrale en utilisant les fonctions
de Bessel du premier ordre Jn :

E = Es



J0
(

ωsVat
Ωc

)
cos[ωst]

−J1
(

ωsVat
Ωc

)
(cos[(ωs−Ω)t]− cos[(ωs +Ω)t])

+J2
(

ωsVat
Ωc

)
(cos[(ωs−2Ω)t]+ cos[(ωs +2Ω)t])

−J3
(

ωsVat
Ωc

)
(cos[(ωs−3Ω)t]− cos[(ωs +3Ω)t])

+...


(1.6)

2π x 210 kHz
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FIGURE 1.2 – Spectre du champ effectif vu par les atomes pour Ω/2π = 210 kHz, ce
qui correspond à un paramètre de Lamb-Dicke η = 0.14.
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Le champ électrique vu par les atomes présente des bandes latérales espacées
symétriquement du pic central d’un multiple de la fréquence d’oscillation Ω. La
porteuse à ωs n’est pas décalée, et aucun des pics n’est élargi par des effets mo-
tionnels, le piégeage dans un puits de potentiel a donc permis de discrétiser le
spectre et de s’affranchir de l’effet Doppler du premier ordre. Les bandes latérales
du spectre constituent la seule contribution résiduelle du mouvement. Par ailleurs,
on sait que :

lim
η→0

J0(η) = 1 et lim
η→0

Jn(η) = 0 si n 6= 0 (1.7)

On définit alors le paramètre de Lamb-Dicke η = ksXat , et le critère de Lamb-
Dicke :

ωsVat

Ωc
� 1 soit ksXat � 1 (1.8)

Plus l’extension spatiale du mouvement des atomes piégés est petite devant la
longueur d’onde de la source qui vient les interroger, plus on concentre l’essentiel
de l’énergie dans la porteuse, en même temps que les bandes latérales s’éloignent.
Cette approche, introduite par R. Dicke en 1953 [69], se révèle être la clef de
voûte de l’utilisation des réseaux optiques à des fins métrologiques.

Approche semi-classique du régime de Lamb-Dicke

Le même problème peut être traité en utilisant les états propres de l’atome et
ceux du potentiel piégeant. On représente l’atome par un système à deux niveaux
|g〉 et |e〉, séparés en énergie de h̄ωat , la transition entre les deux états possédant
un moment dipolaire électrique dat . On néglige l’émission spontanée en supposant
que la durée de vie du niveau excité est très grande par rapport au temps de cycle
typique de l’horloge. L’hamiltonien décrivant l’état interne de l’atome est donc :

Ĥint = h̄ωat |e〉〈e| (1.9)

Le couplage entre les deux niveaux de l’atome est induit par un laser sonde,
représenté par un champ électrique Es, de fréquence angulaire ωs et de vecteur
d’onde ks orienté selon l’axe x. On introduit la pulsation de Rabi Ω = −datEs/h̄
pour décrire l’interaction :

Ĥs = h̄Ωcos(ωst− ksx̂) |e〉〈g|+ c.c. (1.10)

La dynamique externe des atomes est dictée par un potentiel externe pour le-
quel on fait l’hypothèse qu’il est identique pour |g〉 et pour |e〉, et la partie corres-
pondante de l’hamiltonien peut se mettre sous la forme générale :
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Ĥext = ∑
m

h̄ωm|m〉〈m| (1.11)

Dans le cadre le plus général, m peut être une variable continue, auquel cas les
sommes sont remplacées par des intégrales. L’état atomique peut s’écrire sous la
forme :

|ψat〉= ∑
m

(
ag

me−iωmt |m,g〉+ae
me−i(ωat+ωm)t |m,e〉

)
(1.12)

Lorsque la durée de vie de l’état |e〉 est grande, on considère qu’il n’y a pas
de relaxation dans le système, son évolution est alors complètement décrite par
l’équation de Schrödinger ih̄ ∂

∂ t |ψat〉 =
(

Ĥint + Ĥs + Ĥext

)
|ψat〉. L’approximation

du champ tournant, en supposant que ωat >> δ = ωs−ωat , conduit au système
couplé suivant :

iȧg
m = ∑

m′

Ω∗

2
ei∆(m′,m)t〈m|e−iksx̂|m′〉ae

m′

iȧe
m = ∑

m′

Ω

2
e−i∆(m′,m)t〈m|eiksx̂|m′〉ag

m′

(1.13)

avec ∆(m′,m) = δ +ωm−ωm′ . Les éléments de matrice du type 〈m|e−iksx̂|m′〉
montrent d’une part qu’il existe un couplage entre l’évolution de l’état interne
de l’atome et celle des degrés de liberté externes, et d’autre part que la fonction
d’onde |ψat〉 possède une dépendance spatiale. L’expression des |m〉 est donc déci-
sive pour évaluer les effets du mouvement. Deux cas limites apportent un éclairage
intéressant :

• Si le potentiel est fortement confinant, l’extension ∆x0 des fonctions |m〉 est
faible dans l’espace des positions. Si la condition ∆x0� λ , leur distribution
∆p0 dans l’espace des impulsions est à l’inverse très large devant le recul
h̄ks. Ces états sont alors peu sensibles à l’action de l’opérateur de transla-
tion e−iksx̂ : e−iksx̂|m〉 ' |m〉. C’est en fait le piège lui-même qui a absorbé
l’énergie de recul, la conservation de l’impulsion est toujours assurée 1. On
a donc 〈m|e−iksx̂|m′〉 ' δm,m′ , et la dépendance spatiale disparaît des équa-
tions 1.13.

1. Des photons du faisceau formant le potentiel sont en permanence absorbés par les atomes
et redistribués entre les différents modes spatiaux du piège. L’impulsion des photons de la sonde
entre dans le nouveau bilan de conservation de l’impulsion totale, et l’énergie de ces photons est
redistribuée à l’objet macroscopique qu’est le piège, le changement des niveaux d’énergie propres
de ce dernier est donc négligeable.
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Dans le cas plus spécifique d’un potentiel harmonique, l’atome de masse
mat oscille à une pulsation ω0, l’état fondamental du piège a une extension

spatiale ∆x0 =
√

h̄
2matω0

et impulsionnelle ∆p0 =
√

h̄matω0
2 [70]. Le para-

mètre de Lamb-Dicke introduit précédemment peut se réécrire sous plu-
sieurs formes :

η = ks∆x0 =
h̄ks

2∆p0
=

√
ωrec

ω0
(1.14)

où ωrec est la pulsation associée à l’énergie de recul Erec encaissée par
l’atome lorsqu’il absorbe un photon de la sonde : Erec =

h̄2k2
s

2mat
. On retrouve

le fait que le régime de confinement spatial fort η � 1 correspond effecti-
vement à h̄ks� ∆p0.

• Si au contraire on se place dans la limite des atomes libres, le potentiel ex-

terne prend la forme Ĥext =
h̄2−̂→

κ
2

2ma
, où h̄−→κ est l’impulsion de l’atome et ma sa

masse. Les états propres sont alors les ondes planes |−→κ 〉= ei−→κ −→x , et |g,−→κ 〉
est couplé à |e,−→κ +

−→
k s〉 avec une différence d’énergie h̄∆

(−→
κ ,
−→
κ +
−→
k s

)
=

h̄

(
δ + h̄−→κ .

−→
k s

ma
+ h̄2−̂→k s

2

2ma

)
. Les deux derniers termes entre parenthèses repré-

sentent respectivement l’effet Doppler et l’effet de recul.

1.3 Approches possibles pour un standard basé sur
une transition optique sur des atomes piégés

En piégeant les atomes dans un potentiel externe, on dispose d’un moyen de
contrôle efficace sur les effets du mouvement, ce qui lève une interrogation ma-
jeure qui pesait sur l’intérêt d’un standard à transition optique. Deux types de
systèmes sont candidats à la mise en œuvre de ce type de référence, soit un piège
radio-fréquence contenant un très petit nombre d’ions piégés, soit un piège dipo-
laire chargés d’atomes neutres.

1.3.1 Piégeage des ions

Les premières références de fréquence optique basées sur des atomes piégés
ont été réalisées avec des ions [71], pour lesquels les techniques de piégeage ont
été maîtrisées à partir des années 1950 [36]. Le confinement des ions est excellent
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même avec des champs électriques modestes, ce qui entraîne un faible déplace-
ment des énergies propres. De plus, la charge est un paramètre de contrôle externe,
les deux niveaux de la transition d’horloge voient exactement le même potentiel de
piégeage. Ces avantages ont mis en lumière très tôt la compatibilité métrologique
d’une telle approche.

Les équations de Maxwell montrent qu’il est impossible de piéger des parti-
cules chargées avec un champ magnétique ou un champ électrique statique, il faut
donc avoir recours à des approches plus compliquées, comme le piège de Paul
ou le piège de Penning. Ce dernier combine un champ électrostatique mais aussi
champ magnétique, qui constitue un véritable obstacle à l’étude de transition de
référence, dans la mesure où il est difficile de le maîtriser à un niveau permet-
tant de contrôler l’effet Zeeman. C’est donc le piège de Paul qui est retenu, un
champ électrique radiofréquence est généré par des électrodes en forme d’hyper-
boloïdes de révolution. L’application d’un champ statique superposé à un champ
radiofréquence, u0 + v0 cos(Ωt), conduit à un confinement stable pour certaines
combinaisons de u0, v0, Ω et du rapport charge/masse de l’ion. La moyenne tem-
porelle de cette configuration fait apparaître un pseudo potentiel qui imprime un
macro-mouvement aux ions. Ils restent confinés, parfois pendant plusieurs mois,
autour des zéros du champ, ce qui évite un déplacement de fréquence dû au po-
tentiel lui-même. Mais un micro-mouvement, à la fréquence Ω, est superposé à
ce mouvement principal, et si un trop grand nombre d’atomes sont piégés, la ré-
pulsion coulombienne entraîne un étalement du nuage, et le couplage entre macro
et micro-mouvement induit un chauffage radio-fréquence. Un refroidissement par
laser est alors nécessaire pour amener l’énergie cinétique de cette assemblée à
un niveau où le régime de Lamb-Dicke est établi et où le terme de correction re-
lativiste en (V/c)2 (effet Doppler du second ordre) n’induit pas de décalage de
fréquence trop important :

∆ν2,Dop

νat
=

<V >2

c2 =
kBT

matc2 (1.15)

où kB est la constante de Boltzman et T la température du nuage atomique. Par
exemple, pour un déplacement relatif de 10−17 avec l’ion 88Sr+, il faut descendre
à une température de 10 mK. En pratique, la mise en oeuvre du refroidissement
laser n’a été mise en oeuvre que pour un tout petit nombre d’ions.

Une alternative pour piéger plusieurs ions est un piège de Paul linéaire : dans
les deux directions transverses, les ions sont là encore piégés par un champ RF,
mais seul un champ statique, créant un potentiel très plat, assure le confinement
longitudinal. Il n’y alors qu’un macro-mouvement qui, combiné à la répulsion
coulombienne, permet d’obtenir une chaîne d’ions. L’inconvénient de cette géo-
métrie est qu’elle génère aussi un champ électrique quadrupolaire qui conduit à un
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déplacement de fréquence, les horloges obtenues peuvent donc avoir une bonne
stabilité mais il est difficile d’envisager une exactitude inférieure à 10−14 [72].

La maîtrise des effets systématiques sur les ions fait actuellement l’objet de
nombreuses recherches, focalisées sur quelques espèces atomiques précises. Pour
certains ions, comme 199Hg+, 88Sr+ ou 171Yb+, c’est l’incertitude due à l’effet
quadrupolaire électrique qui domine, dans la mesure où le moment quadrupolaire
associé à la transition de référence va interagir avec les gradients de champ élec-
trique résiduels [73, 74]. Ces perturbations ne sont pas évitables facilement, les
parois matérielles étant extrêmement proches de l’ion, elles peuvent capturer des
charges, mais plusieurs méthodes ont été développées pour évaluer précisément
cette incertitude [73, 75, 76]. Pour d’autres types d’ions, comme l’Aluminium
[77, 78] ou l’Indium [79, 80], il n’y a pas d’effet quadrupolaire, mais ces espèces
sont difficiles à manipuler à cause de problèmes techniques, le refroidissement
de l’espèce atomique peut notamment s’avérer difficile. Une parade a récemment
été imaginée et démontrée expérimentalement : on prépare un système intriqué
mettant en jeu un ion "d’horloge" et un ion "de contrôle". L’ensemble est refroidi,
de façon dite "sympathique", grâce à une transition fortement permise de l’ion de
contrôle, et l’ion d’horloge, ainsi porté dans l’état fondamental du piège, est alors
susceptible de servir de référence de fréquence. C’est le cas par exemple de l’ion
27Al+ que l’on peut binômer avec l’ion 9Be+ [81, 77].

La limitation intrinsèque des horloges à ion repose fondamentalement sur le
fait que seuls quelques ions (N) tout au plus peuvent contribuer au signal (N=7
ions dans le cas de la référence [82]). La détection des populations se fait pas
la méthode de l’étagère de Dehmelt [83, 84]. Le rapport signal sur bruit est li-
mité à

√
N, ce qui affecte la limite quantique de la stabilité, et pose de fortes

contraintes sur le bruit de fréquence du laser qui sonde les atomes. De plus cer-
taines contraintes expérimentales apparaissent, il est nettement plus complexe de
tester les paramètres de l’horloge, il faut effectuer des moyennes sur les données
pour dégager des informations.

Les meilleurs niveaux de contrôle sur les effets systématiques rapportés à
ce jour 2 ont été obtenus, avec l’ion 27Al+ (4.10−17 [78]), avec l’ion 199Hg+

(7,2.10−17 [74]), avec l’ion 88Sr+ (2.10−15 [73]), et avec l’ion 171Yb+ (1,5.10−15

[6]).

1.3.2 Réseau optique pour atomes neutres

La configuration idéale est donc de conserver un régime de confinement fort,
comme dans les horloges à ions, mais en travaillant avec un grand nombre d’atomes,

2. Afin de pouvoir comparer entre elles les valeurs des horloges optiques elles-mêmes, les
contributions des fontaines utilisées comme référence ont été retirées
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comme dans les fontaines, pour avoir un rapport signal à bruit important. Ceci est
réalisable en utilisant à la place des ions des atomes neutres, entre lesquels les
interactions seront beaucoup plus faibles.

Les pièges dipolaires constituent une façon efficace et non dissipative de ma-
nipuler des atomes neutres [85, 86, 87], . Ils n’ont été réalisables qu’à partir des
années 1980, il était en effet nécessaire de disposer de lasers suffisamment puis-
sants et de méthodes de refroidissement des atomes, les profondeurs des pièges
n’étant que de quelques centaines de microKelvins en général, ce qui est à com-
parer à plusieurs milliers de Kelvin dans le cas des pièges de Paul. Puis, au début
des années 1990, les réseaux optiques ont été mis en oeuvre, ouvrant la perspec-
tive d’un confinement suffisamment important pour atteindre le régime de Lamb-
Dicke [88].

Il faut néanmoins s’assurer que cette approche permet de contrôler la pertur-
bation induite sur les énergies atomiques, puisque le processus de piégeage par
la force dipolaire, proportionnelle à E2 (E est le champ électrique), repose sur le
déplacements des niveaux eux-mêmes. Alors que dans le cas des ions c’est sur
la charge externe que porte l’action, proportionnelle à E, et très peu sur la struc-
ture électronique interne. En pratique, dans le cas d’un piège dipolaire désaccordé
sur le rouge des transitions atomiques, pour une profondeur de 10 énergies de
recul à 813 nm (on verra plus loin que c’est un régime de fonctionnement ju-
dicieux), le déplacement lumineux sur des atomes de 87Sr est de 35 kHz, soit
environ 10−10 d’une fréquence optique. Pour atteindre une exactitude de 10−17,
il faudrait contrôler le potentiel effectif vu par les atomes au niveau de 10−7, ce
qui pose de réels problèmes techniques sur la maîtrise de la polarisation et de la
puissance du laser piège, ainsi que sur la distribution des atomes dans le réseau.
On pourrait penser qu’un piège désaccordé sur le bleu des transitions résoudrait
le problème, dans la mesure où on piège aux minimums d’intensité, mais on doit
garder la même profondeur pour ne pas altérer le confinement, ce qui fait que le
déplacement lumineux est au moins égal h̄ωosc

2 , soit encore plusieurs dizaines de
kHz, la position du problème est donc presque inchangée. De façon plus générale,
le régime de Lamb-Dicke est établi lorsque ωosc > ωrec, ce qui de toutes façons
implique un déplacement de plusieurs kiloHertz, difficile à maîtriser au niveau re-
quis. Des expériences ont été réalisées pour faire la spectroscopie, dans un piège
dipolaire bleu, d’une raie micro-onde, pour laquelle l’énergie de recul est beau-
coup plus petite. Ceci autorise l’utilisation de potentiels beaucoup moins confi-
nants, mais le déplacement lumineux reste de l’ordre de 10−10 de la fréquence de
référence [89].

Il faut donc une propriété supplémentaire pour que ce type de confinement
puisse conduire à un fonctionnement en mode horloge. Hidetoshi Katori a fait la
proposition, en 2001, d’utiliser un piège dipolaire tel que le potentiel lumineux
vu par les atomes soit identique, à l’ordre prédominant, pour les deux niveaux
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de la transition de référence. Il s’agit donc d’annuler la déplacement lumineux
différentiel :

νhorloge = νat−
1

4h

[
α|e〉(λl,εl)−α|g〉(λlεl)

]
E 2

l︸ ︷︷ ︸
=0?

+... (1.16)

où α est la polarisabilité dynamique du niveau considéré, El le champ du laser
piège, εl sa polarisation, et λl sa longueur d’onde.

La proposition théorique vise à produire une annulation insensible à la profon-
deur et à la polarisation du piège, en s’appuyant sur deux propriétés spécifiques :

1. Si les deux états de la transition sont tels que J = 0, leur polarisabilité est
purement scalaire, et le déplacement lumineux ne dépend pas de la pola-
risation du laser piège [90, 91]. Les transitions J = 0→ J = 0 sont com-
plètement interdites par les règles de sélection à un photon, mais peuvent
être faiblement permises à cause des couplages induits par la structure hy-
perfine, sans que soit affecté son caractère essentiellement J = 0→ J = 0.
La raie possède donc une très faible largeur naturelle, ce qui est une carac-
téristique décisive pour en faire une bonne référence de fréquence. Ainsi,
la transition 1S0→ 3P0 présente une largeur naturelle de 5 mHz [78] pour
27Al+, de 0,8 Hz [80] pour 115In+ en ce qui concerne les ions, et 1 mHz dans
le cas du Strontium 87 neutre. Par contre, si on utilisait une configuration
J = 0→ J = 1 par exemple, il a été démontré [92] qu’il existait plusieurs
longueurs d’onde d’annulation des déplacements différentiels, en fonction
des sous-niveaux mF , et de la polarisation du faisceau piège. Il serait diffi-
cile dans ce cas de se référencer sur une raie (m = 0−m = 0 par exemple),
la longueur d’onde magique associée dépendrait beaucoup de ε`, qui est un
paramètre difficile à maîtriser.

2. Pour certains atomes, dont le Strontium [37] justement, pour lequel la pro-
position initiale avait été formulée, mais aussi pour d’autres, dont la struc-
ture est similaire pour les niveaux de plus basse énergie, il existe une lon-
gueur d’onde "magique" λmag, pour laquelle :

α|e〉(λmag,��@@ε`) = α|g〉(λmag,��@@ε`) (1.17)

où la dépendance en ε` a disparu grâce au point 1. Par définition de la polari-
sabilité, cette égalité ne dépend pas de la valeur du champ électrique, et donc
pas de la profondeur du piège. La propriété 1.17 est aisément réalisable du
point vue technique, sa dépendance en longueur d’onde étant peu critique
autour de la valeur magique : dans le cas du Strontium 87 (λmag ' 813 nm),
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il sera montré plus loin qu’un contrôle à 10−4 nm près est suffisant pour que
le déplacement lui-même soit au niveau de 2.10−17 pour U0 = 10Er.

Il convient cependant de vérifier que cette proposition théorique est applicable
expérimentalement. A cause du caractère tensoriel de α , il reste une dépendance
résiduelle en polarisation, de l’ordre de 10−5 du déplacement lumineux [37]. Si
ce dernier vaut 36 kHz, l’effet systématique peut être de l’ordre de 10−15 de la
fréquence de référence, il est nécessaire de vérifier qu’on peut le contrôler au ni-
veau de 10−2. Ensuite, même si l’ordre prédominant, en U0/Er, du déplacement
de fréquence est annulé, il faut également s’assurer que les termes d’ordre supé-
rieurs qui n’apparaissent pas dans le développement 1.16, essentiellement le terme
quadratique en (U0/Er)

2, ne présentent pas une amplitude telle qu’elle pourrait
compromettre la faisabilité de l’horloge.

Enfin, même si les atomes sont piégés dans un potentiel dipolaire, il convient
d’étudier l’impact de leur dynamique résiduelle dans le bilan d’exactitude. Dans
la mesure où les effets de déplacement de fréquence, à tout ordre, sont diminués
à faible profondeur de piégeage, il faut notamment évaluer quelle profondeur de
piégeage est compatible avec un objectif de 10−17. L’approche théorique et nu-
mérique suivante a pour but d’apporter une réponse quantitative sur ce point, en
montrant quelles sont les conditions nécessaires pour atteindre le régime de Lamb-
Dicke dans un réseau optique.

Cas d’un potentiel périodique

C’est essentiellement selon la direction de propagation du laser sonde que
le mouvement de l’atome doit être contrôlé, on se place donc dans le cas d’un
potentiel périodique de type réseau optique à 1 dimension formé par une onde à
813 nm stationnaire selon la direction x. Le hamiltonien externe devient alors :

ĤI
ext =

h̄2−̂→
κ 2

2ma
+ Ĥres avec Ĥres =

U0

2
(1− cos(2k`.x̂)) (1.18)

où U0 est la profondeur des puits, et
−→
k` = k`

−→e x le vecteur d’onde du laser piège.
La situation générale (U0 quelconque) est assez différente de celle du piège har-
monique, les puits adjacents ne sont pas indépendants entre eux, ils sont couplés
par effet tunnel, ce qui se traduit dans leur spectre d’énergie par un structure de
bande [93]. Cette délocalisation équivaut à un mouvement résiduel, qui conduit à
l’existence d’effets systématiques liés à la dynamique des atomes en réseau.

Les états propres |n,q〉 de 1.18 sont indexés par deux nombres quantiques, n
étant le numéro de la bande et q la quasi impulsion selon l’axe x. On explicite ces
états grâce au théorème de Bloch, en tenant compte du fait que les solutions sont
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périodiques en q avec une période de 2k`, et on se restreint donc à la première
zone de Brillouin q ∈]− k`;k`]. Avec la représentation en ondes planes, on a :

ĤI
ext |κ〉=

(
h̄2

κ2

2ma
+

U0

2

)
|κ〉−U0

4
(|κ +2k`〉+ |κ−2k`〉) (1.19)

Le problème se ramène donc à une diagonalisation de matrice de Toeplitz, afin
d’expliciter les énergies propres h̄ωn,q, et les vecteurs propres |n,q〉 comme une
superposition d’ondes planes :

ĤI
ext |n,q〉= h̄ωn,q|n,q〉

|n,q〉=
∞

∑
−i=−∞

Cn,κi,q|κi,q〉

∞

∑
−i=−∞

C2
n,κi,q

= 1

(1.20)

avec κi,q = q+ 2ik`, avec i entier relatif. Une résolution numérique, du type de
celle décrite dans la référence [94], permet de calculer la structure de bande pour
différentes valeurs de la profondeur U0 [95](figure 1.3). Il est commode d’évaluer
cette dernière par rapport à l’énergie de recul de l’atome quand il absorbe un

photon du réseau à λmag : Er =
h̄2k2

`
2ma

, soit environ 3,45 kHz dans le cas d’un atome
de Strontium 87 dans un piège à 813 nm.

A faible profondeur, dans le cas U0 = 2Er par exemple, la structure est très
proche de celle de l’atome libre qui est reportée en pointillés (parabole h̄2

κ2

2ma
+ U0

2
repliée dans la première zone de Brillouin). Mais quand le piège devient profond,
l’extension spatiale selon x des fonctions d’ondes diminue, et le fond du puits de
potentiel s’approxime Ĥres 'U0(k`x)2. Les bandes sont de plus en plus étroites
et se rapprochent des énergies propres Eeq

n du modèle de l’oscillateur harmonique
de raideur équivalente avec une fréquence d’oscillation ω0 :

1
2

maω
2
0 x2 =U0(k`x)2 soit

Eeq
n

Er
=

(
1
2
+n
)

h̄ω0

Er
= (1+2n)

√
U0

Er
(1.21)

Pour U0 = 50Er, on constate que les bandes des premiers niveaux deviennent
étroites et proches des énergies Eeq

n représentées par des flèches.

Incertitude sur la fréquence de la transition

Plusieurs types de transition sont possibles, ce que l’on peut mettre en évi-
dence par les équations d’évolution des coefficients ag

n,q et ae
n,q, en substituant

dans le système 1.13 〈m| → 〈n,q| et |m′〉 → |n′,q+ ks〉 :
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FIGURE 1.3 – Structures de bandes pour U0 = 2,10 ou 50Er. En abscisse, le quasi vec-
teur d’onde est rapporté à l’échelle de k`, et en ordonnée l’énergie est rapportée à Er. Pour
U0 = 2Er, la courbe en pointillés correspond au cas de l’atome libre, l’origine des éner-
gies ayant été réajustée. Pour U0 = 50Er, les flèches à droite du graphe correspondent au
cas de l’atome dans un oscillateur harmonique de raideur équivalente.

iȧg
n,q = ∑

n′

(Ωn′,n
q )∗
2

ei∆n′,n
q tae

n′,q+ks

iȧe
n,q+ks

= ∑
n′

Ω
n,n′
q

2
e−i∆n,n′

q tag
n′,q

(1.22)

avec Ω
n,n′
q =Ω∑iCn′,κi,qCn,κi,q+ks

et ∆
n,n′
q = δ +ω I

n′,q−ω I
n,q+ks

. A cause de la struc-
ture des états propres 1.20, l’interaction avec le laser sonde conduit au couplage
d’un état donné |n,q〉 avec tous les états |n′,q+ ks〉, avec une force d’oscillateur
Ω

n,n′
q /Ω et un écart de fréquence Λn,n′,q = ω I

n′,q+ks
−ω I

n,q, reportés sur la figure
1.4.

On représente sur la figure 1.5 les transitions |g〉 → |e〉 dans l’espace des q,
pour une profondeur U0 = 10Er, en considérant à ce stade que le potentiel ef-
fectif vu par les deux niveaux est exactement identique. Les flèches pleines cor-
respondent à la porteuse (n = n′), et les flèches pointillées se traduisent dans le
spectre par des bandes latérales correspondent à des couplages d’un niveau |n〉 à
un niveau |n′ 6= n〉. Quand la profondeur du potentiel augmente, les forces Ω

n,n′
q /Ω

des transitions |n〉→ |n′ 6= n〉 deviennent indépendantes de q et diminuent asymp-
totiquement comme U−|n

′−n|/4
0 (fig. 1.4). Les bandes latérales ont donc de moins

en moins de poids, tout en s’éloignant de la porteuse (fig. 1.4), elles entraînent des
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FIGURE 1.4 – Gauche : forces relatives des transitions n = 0 → n′. Les atome sont
préparés dans des états q initiaux différents : |n = 0,q = −k`〉 (lignes épaisses), |n =
0,q = −k`/2〉 et |n = 0,q = k`/2〉 (lignes fines). Droite : écarts de fréquence entre la
porteuse et les premières bandes latérales, pour des atomes préparés dans des états initiaux
|n = 0,q = −k`〉 (lignes épaisses) et |n = 0,q = 0〉 (lignes fines). Dans les deux cas, la
profondeur des puits a été ramenée à l’échelle de l’énergie de recul Er.

effets négligeables sur la porteuse.
Le cas qui induit le déplacement de fréquence le plus important est celui

d’une interférence cohérente entre deux transitions aboutissant au même n′ : si
par exemple la fonction d’onde de départ est de la forme |ψ〉 ' |n=0〉+ε|n=1〉√

1+ε2 , les
transitions |n = 0〉 → |n′ = 0〉 et |n = 1〉 → |n′ = 0〉 interfèrent et induisent sur la
porteuse un décalage de l’ordre de :

δνpulling =
∆2

∆
1,0
q

ε
Ω

1,0
q

Ω
(1.23)

où ∆ est la largeur de raie supposée commune aux deux transitions. Si par exemple
on fait les hypothèses ε = 0,33, (90 % des atomes en |n = 0〉), ∆ = 10 Hz et
U0 = 10Er, on a η ' 0,4 et on trouve que le déplacement de fréquence est au
pire de l’ordre de 2.10−4 Hz, ce qui conduit à négliger les bandes latérales dans la
suite.

Par ailleurs, le déplacement et l’élargissement de la porteuse (n = n′) doivent
être étudiés avec plus de prudence, à cause de la largeur non nulle des bandes
d’énergie. Celle-ci vaut h̄

(
ωn,q=k`−ωn,q=0

)
, la résolution numérique utilisée pré-

cédemment [95] permet d’extraire les valeurs en fonction de la profondeur du ré-
seau (figure 1.5). On considère le cas le plus simple, en supposant que seul l’état
|n = 0〉 est peuplé, deux cas limites peuvent alors être distingués :
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FIGURE 1.5 – Gauche : Diagrammes des transitions |g〉 → |e〉 dans l’espace des q. Si
on part d’un état q0 déterminé, l’état final est q0 + ks (modulo 2ks). Droite : Largeurs des
premières bandes n = 0,1,2 ou 3.

• Le système se trouve dans un état pur |n,q〉, il n’y a pas d’élargissement de
la porteuse dans ce cas, mais un déplacement d’énergie h̄

(
ωn,q−ωn,q+ks

)
qui est, dans le cas le plus défavorable, égal à la largeur de la bande. D’après
la figure 1.5, on constate que pour atteindre une incertitude de l’ordre de
10−17 en valeur relative, soit 5.10−3 mHz, il est nécessaire d’opérer le piège
avec une profondeur au moins égale à 90Er.

• Si, au contraire, la bande n= 0 est uniformément peuplée, l’état final couvre
la première zone de Brillouin exactement de la même façon. Il n’y a alors
pas de déplacement, mais un élargissement inhomogène de la résonance.
La figure 1.6 montre la forme de la porteuse pour différentes profondeurs
de potentiel (U0 = 20,30,40 et 100Er), avec une fréquence de Rabi Ω = 10
Hz. On constate que en dessous de U0 = 40Er, le contraste commence à
baisser, la largeur de la résonance s’éloigne de la fréquence de Rabi et de-
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vient très dépendante de la profondeur du piège. On n’est donc plus dans
une situation idéale du point de vue métrologique.
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FIGURE 1.6 – Forme des résonances pour la porteuse dans les cas U0 = 20,30,40 et
100Er, lorsque la bande n = 0 est uniformément peuplée. La résolution numérique a été
effectuée pour une fréquence de Rabi Ω = 10 Hz, et avec un temps d’interaction qui
maximise la probabilité de transition Pe à résonance.

Ces deux situations correspondent aux deux cas extrêmes qui peuvent être ob-
tenus lorsque l’on peuple uniquement la bande n = 0. Dans la réalité, on se trouve
dans une situation intermédiaire, et la résonance subit à la fois un déplacement et
un élargissement. Dans tous les cas, la réponse à apporter pour rendre ces effets
négligeables est de réduire la largeur de la bande fondamentale, et donc d’accroître
la profondeur du piège.

Expérimentalement, il est assez simple de placer au moins 90% des atomes
dans cette bande, mais il est nettement plus compliqué de maîtriser la quasi im-
pulsion. Pour peupler uniformément les différents états |n = 0,q〉, il faudrait par
exemple peupler l’état |n = 0〉 d’un piège très profond, quand la bande est quasi
plate, puis ouvrir le piège de façon adiabatique pour aboutir à une profondeur per-
mettant un travail métrologique : les états |q〉 seraient alors bien repartis. Cette
approche n’est pas facilement réalisable, il est difficile de s’assurer qu’on ouvre le
potentiel sans imprimer aux atomes une impulsion supplémentaire. Un cas raison-
nable est par exemple de considérer que l’on maîtrise le peuplement de la bande
sur 1/10 de sa largeur, une incertitude de 50 mHz est alors nécessaire pour at-
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teindre un niveau relatif de 10−17, et le graphe 1.5 indique que cela équivaut à une
profondeur de 70Er.

Il est cependant plus favorable de travailler avec un réseau moins profond pour
des raisons liées aux effets systématiques, mais aussi pour des considérations tech-
niques. Tout d’abord, on maîtrise plus facilement le déplacement lumineux rési-
duel, et on veut limiter au maximum l’amplitude de l’effet quadratique, sur lequel
aucune prédiction théorique fiable n’existe pour les différents atomes susceptibles
de fournir une référence de fréquence optique. Pour le Strontium plus spécifique-
ment, l’étude [37] a abouti à un sensibilité de -2 µHz/E2

r (soit 2.10−17 en valeur
relative à U0 = 70Er), mais ce chiffre peut être mis en question à cause du manque
de fiabilité du modèle théorique, comme cela sera expliqué plus loin. Il est éga-
lement pratique, sur un plan expérimental, de pouvoir faire fonctionner l’horloge
sur une grande plage de valeurs pour la profondeur, pour pouvoir tester certains
effets systématiques. Enfin, pour certains atomes, la polarisabilité est très faible,
ou bien il est difficile de disposer de grandes puissances à la longueur d’onde ma-
gique. L’atome de Mercure est concerné par les deux problèmes, avec un réseau
optique devant être opéré dans l’ultra-violet (340,5 nm). Il est donc nécessaire de
disposer d’une configuration permettant de travailler à de faibles profondeurs de
piégeage, afin ne pas compromettre la faisabilité de la référence.

Cas d’un potentiel périodique avec gravité

Cette contrainte sur la profondeur des puits est beaucoup moins forte si le
piège est soumis à une accélération constante. L’effet tunnel entre puits adjacents,
à l’origine du mouvement résiduel, est fortement inhibé si on ajoute une com-
posante linéaire à l’hamiltonien. Les puits de potentiel sont décalés les uns par
rapport aux autres comme le montre la figure (1.7), ce qui entraîne la disparition
de la structure de bande. Par exemple, dans le cas d’un réseau optique 1D orienté
verticalement, un terme linéaire décrivant la gravité vient s’ajouter à l’hamiltonien
externe :

ĤII
ext =

h̄2−̂→
κ 2

2ma
+

U0

2
(1− cos(2k`.x̂))+magx̂ (1.24)

Il n’existe pas d’état lié pour cette forme d’hamiltonien, les fonctions d’onde
ne sont pas complètement localisées dans le puits initial, et une fraction de la dis-
tribution de probabilité de présence se trouve dans une zone de l’espace où le piège
ne peut plus contenir l’atome, qui finira par retomber dans le continuum (transition
de Landau-Zener [96]) (figure 1.7). Dans la base des états de Bloch, ceci corres-
pond au couplage entre les bandes à cause du terme linéaire dans l’hamiltonien.
Mais l’échelle de temps de cet effet tunnel est longue et augmente exponentielle-
ment avec la profondeur du réseau [96, 97]. Dans le cas du Strontium, même si
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U0 ne vaut que 5Er, la durée de vie de l’état fondamental d’un puits donné est
environ 1010 s, ce qui est à comparer au temps de cycle de l’horloge, typiquement
1 s. On peut donc négliger le couplage par la gravité entre la bande fondamentale
et les bandes excitées, et considérer qu’on n’est en présence que d’états |n = 0〉.

� � � �� � � �

0-1-2-3 x [λl/2]

FIGURE 1.7 – Localisation d’une fonction d’onde de type Wannier-Stark dans un ré-
seau de période λ`/2 dont la dégénérescence est levée par la gravité. L’atome finit par
s’échapper, son énergie pouvant correspondre à un état libre selon la région de l’espace.

On se restreint à la diagonalisation de ĤII
ext dans le sous-espace du niveau fon-

damental, avec une équation aux valeurs propres sous la forme :

ĤII
ext |Wm〉= h̄ω

II
m |Wm〉

|Wm〉=
∫ k`

−k`
dqbm(q)|q〉

(1.25)

où m est un nouveau nombre quantique, les h̄ω II
m sont les nouvelles énergies

propres, et les |q〉 sont les fonctions de Bloch des états propres de ĤI
ext pour

n=0, décrites dans 1.20. Les coefficients bm(q) sont des fonctions périodiques
(bm(q+2ik`) = bm(q)) qui obéissent à une équation différentielle que l’on déduit
de 1.25 :

h̄
(
ω

I
q−ω

II
m
)

bm(q)+ imag
dbm(q)

dq
= 0 (1.26)
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En s’appuyant sur la condition de normalisation des fonctions d’onde et la pé-
riodicité des bm(q), on résout l’équation précédente pour aboutir aux expressions :

ω
II
m = ω

I
0 +m∆g

bm(q) =
1√
2k`

e−
ih̄

mag (qω II
m−γ(q)) (1.27)

avec ω II
0 = 1

2k`

∫ k`
−k`

dqω I
q et h̄∆g = magλ`/2 d’une part et dγ(q)

dq = ω I
q et γ(0) = 0

d’autre part. Les |Wm〉 sont généralement appelés états de Wannier-Stark [97], et
leur profil a déjà été tracé sur la figure 1.7. Chaque |Wm〉 est une superposition
d’états de quasi impulsion définie, et l’énergie propre associée ne dépend que du
nombre quantique m, il n’y a plus de structure de bande dans cette configuration.
Si on observe la représentation 1.8 de ces fonctions d’onde dans l’espace des po-
sitions, on observe que |Wm〉 est bien localisée dans le m-ième puits, qui contient
le pic principal de la probabilité de présence, avec des rebonds dans les puits
adjacents. Cependant, ces rebonds s’éteignent de façon exponentielle avec la pro-
fondeur U0. Il est facile de montrer à partir de 1.25, 1.27 et 1.20 que l’état |Wm+1〉
est un simple translation de l’état |Wm〉 dans un puits décalé de λ`/2, c’est-à-dire
dans le puits adjacent à celui qui accueille |Wm〉. Dans l’espace des impulsions,
quand la profondeur du réseau s’accroît, l’état tend vers une gaussienne, c’est-à-
dire vers l’état lié fondamental de l’oscillateur harmonique équivalent si l’atome
reste confiné dans un seul puits (fig 1.8).
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FIGURE 1.8 – Profil des fonctions de Wannier-Stark dans l’espace de positions (à
gauche) et dans l’espace des quasi-impulsions (à droite).

Les effets du mouvement sont maintenant décrits par le couplage des états de
Wannier-Stark les uns avec les autres par le laser sonde. L’élément de matrice
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correspondant se calcule en utilisant 1.20 et 1.25 :

〈Wm|eiksx̂|Wm′〉=
∫

∞

−∞

dκ b?m(κ + ks)bm′(κ)C0,κC0,κ+ks (1.28)

En utilisant les propriétés de symétrie par translation et le fait que bm(κ) =
b?m(−κ), on montre notamment que :

〈Wm|eiksx̂|Wm+ j〉= eiπ jks/k`〈Wm|eiksx̂|Wm− j〉 (1.29)

Les équations couplées 1.13 entre les coefficients de la fonction d’onde peuvent
être explicitées (le coefficient am est maintenant associé à l’état |Wm〉), sous la
forme :

i ȧg
m = ∑

m′

Ω?
m−m′

2
e−iπm′ ks

k` ei∆m−m′ tae
m′

i ȧe
m = ∑

m′

Ωm′−m

2
eiπm ks

k` e−i∆m′−mtag
m′

(1.30)

où Ωm = Ω〈W0|eiksx̂|Wm〉 est la fréquence de Rabi effective entre des niveaux m et
m′, et ∆m = ω−ωeg +m∆g est le décalage de fréquence lié à cette transition.

Si on se place dans le cas d’un état de Wannier-Stark pur, l’atome considéré est
essentiellement localisé dans un seul puits, et on suppose que l’on est en mesure
expérimentalement de placer quasiment tous les atomes dans la bande fondamen-
tale n = 0. Le schéma 1.9 illustre les différentes transitions possible, le couplage
résiduel induit par le laser sonde entre deux fonctions |Wm〉 très proches peut ame-
ner l’atome à se transférer dans un puits voisin. Cela peut être interprété comme
un effet tunnel assisté par laser.

En présence de gravité, les atomes effectuent donc des oscillations de Bloch
avec une fréquence ∆g/2π (soit 873 Hz dans le cas du Strontium 87), ce qui donne
naissance aux bandes latérales que l’on observe sur le graphe de la résolution
numérique (figure 1.10). Ce mouvement dans l’espace de vitesses est moyenné
lorsque le temps d’interrogation des atomes est grand devant la période des oscil-
lations de Bloch (soit ΩBloch�ΩRabi), l’effet Doppler du premier ordre n’apparaît
plus que par le biais du couplage résiduel des bandes latérales.

Les propriétés spectrales de cette configuration créent d’excellentes conditions
pour le fonctionnement de l’horloge. Tout d’abord, la transition |g,Wm〉→ |e,Wm〉
se fait à une fréquence qui est exactement νat . La structure de bande a disparu et
a été remplacé par un spectre discret, comme c’est le cas quand on passe d’une
particule libre à une particule dans un potentiel harmonique, c’est une améliora-
tion déterminante puisqu’il n’y a plus d’élargissement de la porteuse. Par ailleurs,
les forces d’oscillateur associées aux bandes latérales, détaillées sur la figure 1.11,
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FIGURE 1.9 – Echelle de Wannier-Stark. Un état |Wm〉 donné peut se coupler avec les
états de Wannier-Stark associées aux puits adjacents

possèdent deux caractéristiques importantes : elles diminuent très rapidement avec
la profondeur du réseau (pour U0 = 10Er, même les premières bandes sont quasi
éteintes), et elles sont parfaitement égales pour deux bandes symétriques par rap-
port à la porteuse, ce qui n’entraîne donc aucun pulling différentiel. On est donc
dans une situation beaucoup plus favorable que dans le cas d’un réseau non sou-
mis à une accélération, une profondeur de 10Er est suffisante pour atteindre les
objectifs en terme d’exactitude relative.

La cas le plus défavorable à considérer est la situation où la fonction d’onde
est une superposition cohérente de fonctions de Wannier-Stark, chaque puits ayant
une phase propre par rapport aux autres. Ceci conduit à une interférence entre
les différentes contributions aux bandes latérales, et les phases de deux bandes
symétriques par rapport à la fréquence νeg sont a priori différentes. La probabilité
de transition de la porteuse peut être modifiée de l’ordre de Ω1/∆g par le couple
de premières bandes latérales. Dans le cas de deux puits ayant le même poids
dans la fonction d’onde, le déplacement de fréquence associé est alors de l’ordre

de Ω2
0

∆g

Ω1
Ω0

, pour un temps d’interaction proche d’un pulse π . Par exemple, pour une
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FIGURE 1.10 – Spectre théorique de l’interrogation d’un état de Wannier Stark pur, avec
des profondeurs de réseau U0 = 5Er et U0 = 10Er. Les bandes latérales correspondent au
passage d’un atome d’un puits à l’un de ses deux premiers voisins, au delà la probabilité
de transition est négligeable.

profondeur de 10Er et Ω0/2π = 10 Hz, le décalage est de l’ordre de 2.10−2 Hz, ce
qui représente plusieurs fois 10−17. Une résolution numérique des équations 1.30
pour différents états initiaux du système, et pour une profondeur U0 = 5Er est
représentée sur la figure 1.12. On remarque que le décalage oscille à une fréquence
∆g/2π , ce terme apparaît dans les équations couplées 1.30 lorsque |m−m′| = 1,
c’est-à-dire lorsque l’on couple la première bande latérale. L’incertitude induite,
(de l’ordre de 10−15), affecterait les performances ultimes de l’horloge, mais on
constate que pour les temps tn =

(
n+ 1

2

) 2π

∆g
, le décalage de fréquence s’annule

quelle que soit l’écriture de la fonction d’onde initiale. On possède alors un moyen
très efficace de contrôler cet effet d’interférence, on choisit un temps d’interaction
t tel que l’égalité précédente soit respectée et tel qu’on soit proche d’un pulse π

pour que le contraste soit maximum :

∃n ∈ N/ t = tn et t ' π/Ω (1.31)

Dans la mesure où les deux échelles de temps sont très différentes (Ω−1 �
∆−1

g ), on trouve facilement un temps t répondant aux deux conditions, et comme
∆g est parfaitement connu (potentiellement au niveau de 10−9), l’annulation se
fait à un niveau de précision largement suffisant pour atteindre une exactitude
de 10−17. Il reste à étudier le fait qu’à cause des bandes latérales, la porteuse
est légèrement dissymétrique, et, selon la profondeur de modulation utilisée pour
asservir le laser d’horloge sur cette raie, il peut y avoir un déplacement, comme le
montre les résultats numériques reportés sur la figure 1.13. Pour une résonance de
largeur 2Ω0/2π=20 Hz, avec une profondeur de 5Er, le déplacement ne dépasse
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FIGURE 1.11 – Forces d’oscillateur de la porteuse et des premières bandes latérales en
fonction de la profondeur du potentiel.

cependant pas 0,3 mHz, soit 10−18 en valeur relative, cet effet ne pose donc aucun
problème.

1.3.3 Intérêts et enjeux d’une horloge basée sur l’atome de Stron-
tium

Une horloge basée sur une transition optique, avec des atomes neutres en ré-
seau, apparaît donc comme une approche combinant les avantages des références
de fréquence basées sur les ions, notamment en terme de maîtrise des effets liés
au mouvement, mais avec un rapport signal sur bruit potentiellement aussi bon
que celui atteint par les fontaines. La dernière question est de sélectionner l’atome
que l’on veut utiliser, et ce choix relève d’un compromis entre les caractéristiques
métrologiques intrinsèques à une espèce et les contraintes techniques qui sont as-
sociées à sa manipulation.

Description de l’atome de Strontium

Le Strontium est un alcalino-terreux, il se trouve abondamment dans la nature,
où il se présente sous quatre formes isotopiques, trois bosoniques et une fermio-
nique, dans les proportions suivantes [98] :
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FIGURE 1.12 – Décalage de fréquence de la porteuse en fonction du temps d’interac-
tion du laser sonde lorsque la fonction d’onde initiale est une superposition cohérente de
plusieurs états de Wannier-Stark. Différentes fonctions d’onde initiales sont testées : ligne
continue : ag

n(t = 0) = ag
n+1(t = 0) pour tout n, ligne discontinue : ag

n(t = 0) = ag
n+1(t =

0)eiπ/2, ligne pointillée : ag
−1(t = 0) = ag

0(t = 0), les autres coefficients étant nuls. On
se place dans une configuration où Ω0/2π=10 Hz et U0 = 5Er, le temps d’interaction
correspondant t correspondant à un pulse π est t∆g/2π = 43,70. Les cas où les phases
relatives sont bien définies entraînent les déplacement de fréquence les plus importants, si
les phases sont aléatoires, on a une moyenne et la situation est plus favorable.

TABLE 1.2 – Liste des différents isotopes disponibles pour l’atome de Strontium

Isotope Abondance Spin nucléaire
84Sr 0,56 % 0
86Sr 9,86 % 0
87Sr 7,00 % 9/2
88Sr 82,58 % 0

L’isotope fermionique 87 s’avère être un candidat particulièrement intéressant
pour une application métrologique, pour plusieurs raisons :

• La structure des niveaux de plus basse énergie (figure 1.14) est très favo-
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Ω π

FIGURE 1.13 – Déplacement de fréquence de la porteuse en fonction de la profondeur
de modulation de l’asservissement. Ici encore Ω0/2π=10 Hz et U0 = 5Er, avec un temps
d’interaction fixe respectant les critères 1.31, l’état initial étant celui en trait plein sur le
figure 1.12.

rable, tant pour la manipulation des atomes que pour la spectroscopie, et
les sources nécessaires pour exciter les transitions correspondantes sont re-
lativement faciles à réaliser. La transition 1S0 → 1P1, de largeur Γ = 32
MHz, permet un refroidissement Doppler efficace, bien que limité à une
température de l’ordre du milliKelvin. Cette opération requiert un laser à
461 nm, qui n’est pas disponible commercialement, mais qui s’obtient faci-
lement grâce au doublement de fréquence d’un laser à 922 nm (chapitre 2).
La transition 1S0→ 3P1, de largeur Γ = 7,6 kHz, permet potentiellement de
descendre près de la température de recul [99, 100], de l’ordre du microKel-
vin, et le laser nécessaire (689 nm) peut être par exemple une simple diode
à cavité étendue, asservie sur une cavité ultrastable pour rendre sa largeur
compatible avec celle de la transition.
Par ailleurs, comme cela a été indiqué auparavant, le spin nucléaire non nul
(I = 9/2) de cet isotope induit un couplage hyperfin entre 3P0 et 1P1, la
transition 1S0→ 3P0 à 698 nm devient faiblement permise dans ces condi-
tions, ce qui la place dans un position idéale pour être utilisée comme réfé-
rence. Sa largeur naturelle est de l’ordre de 1 mHz [101], ce qui ne consti-
tuera pas une limite expérimentale à court terme puisque les meilleurs lasers
présentent une largeur supérieur de trois ordres de grandeur. Là encore, la
source peut être une diode laser asservie sur une cavité ultrastable.

• L’existence d’une longueur d’onde magique pour le couple (1S0,
3 P0) permet

de se placer dans la configuration décrite dans le paragraphe 1.3.2, c’est-à-
dire l’annulation du déplacement lumineux induit par le réseau, et la faible
sensibilité de 1S0 → 3P0 à la polarisation du laser piège à cause du carac-
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FIGURE 1.14 – Niveaux de plus basse énergie de l’atome de Strontium 87. Les deux
flèches épaisses symbolisent l’effet du piège dipolaire sur les niveaux 1S0 et 3P0. Les tran-
sitions 1S0→ 1P1 et 1S0→ 3P1 peuvent efficacement utilisées pour refroidir les atomes,
la transition 1S0 → 3P0 est celle sur laquelle on veut se baser pour l’horloge. L’état 3S1
peut servir de relais vers les états 3Pi, particulièrement les deux métastables 3P0 et 3P2.

tère quasi J = 0→ J = 0 de la transition. De plus, le faisceau du piège
à λmag

(87Sr
)
' 813,42 nm peut provenir par exemple d’un laser Titane-

Saphir, potentiellement très puissant.

• Enfin, quand on refroidit des atomes, il reste essentiellement des collisions
dans l’onde s, mais ces dernières deviennent interdites avec des fermions
que l’on a polarisés pour les mettre dans le même état interne. Avec l’iso-
tope 87 du Strontium, on s’expose donc à un faible déplacement de la fré-
quence d’horloge dû aux collisions entre atomes froids.

On peut par ailleurs remarquer que l’isotope bosonique 88 possède des avan-
tages complémentaires de ceux du 87 : il est très abondant, et peut servir de ré-
férence si on rend la transition 1S0 → 3P0 faiblement permise, par exemple en
mélangeant 3P0 avec 3P1 grâce à un champ magnétique [102]. Une comparaison
de deux horloges fonctionnant en parallèle et basées sur ces deux isotopes peut
permettre de tirer des conclusions déterminantes au sujet des déplacements colli-
sionnels sur le Strontium 88.
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Cadre du travail de thèse réalisé

Toutes ces propriétés n’avaient pas encore été pleinement appréhendées lorsque
le choix du LNE-SYRTE s’est porté sur l’atome de Strontium, en 1999. La struc-
ture interne, avec notamment deux niveaux métastables disponibles

(3P0 et 3P2
)
,

et la faisabilité technique des lasers nécessaires ont été des points déterminants,
mais le concept d’horloge à réseau optique n’est apparu qu’en 2001. Il avait
d’ailleurs été envisagé au début de construire une horloge au Strontium de type
fontaine, à l’instar de ce qui a été réalisé pour l’atome de Calcium [33, 34].

Le premier piège magnéto-optique de ce projet a été obtenu en 2002 [103],
et la transition d’horloge 1S0 → 3P0 a été observée fin 2002, pour la première
fois de façon directe [104], ce qui a permis d’évaluer la valeur de la fréquence
avec une incertitude de 20 kHz à l’époque. Ceci constituait le premier pas vers la
réalisation d’un nouveau standard, mais, lorsque ce travail de thèse a débuté en
2003, plusieurs questions restaient encore en suspens quant à la faisabilité d’une
horloge à réseau optique, la proposition de H. Katori demandant à être validée
expérimentalement.

En premier lieu, il était nécessaire de vérifier le niveau d’annulation du dé-
placement lumineux différentiel que l’on parvenait à atteindre. Par exemple, pour
remplir l’objectif de 10−17 d’incertitude relative avec un déplacement de 35 kHz,
il faut contrôler l’annulation avec une précision de 10−7 du déplacement de cha-
cun des niveaux. Ensuite, rien ne garantit a priori que les termes suivants de l’ac-
tion du potentiel sont suffisamment faibles pour ne pas perturber l’horloge. Le
terme du second ordre, appelé hyperpolarisabilité, traduit essentiellement l’exis-
tence de couplage à deux photons à une longueur d’onde donnée :

νhorloge = νat−
1

4h

[
α|e〉(λ`)−α|g〉(λ`)

]︸ ︷︷ ︸
=0 @ λmag

E 2
` −

1
64h

[
γ|e〉(λ`)− γ|g〉(λ`)

]
E 4
` + ...

(1.32)
Une évaluation théorique des coefficients γ , effectuée pour λ = 800 nm, pré-

disait un déplacement quadratique |∆ν(4)| inférieure à 2 µHz par énergie de recul
au carré [37]. Mais cette évaluation dépendait de forces d’oscillateur mal connus
entre les niveaux, et il s’est avéré par la suite que la longueur d’onde magique
valait en fait environ 813,42 nm, or certaines transitions à deux photons sont très
proches de cette valeur (à 813,36 nm et 818, 57 nm), ce qui pouvait potentiel-
lement changer la valeur de |∆γ| de plusieurs ordres de grandeur. Ce problème
laissait jusque récemment un doute sur la viabilité d’une référence de fréquence
basée sur l’atome de Strontium : si on suppose qu’on peut contrôler U0 à 1% près,
pour atteindre un niveau de contrôle de 10−17 avec une profondeur U0 = 10Er , il
faut s’assurer que l’on a |∆ν(4)|< 2.10−3 Hz par énergie de recul au carré. L’éva-
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luation que nous avons effectuée (paragraphe 4.4) a permis de démontrer que ce
critère était en effet rempli.

Un autre interrogation était survenue lorsque les deux premières mesures de la
valeur absolue de la fréquence d’horloge 1S0−3 P0 du Strontium 87, d’une préci-
sion affichée de l’ordre de 10−14, avaient été réalisées par deux groupes indépen-
dants [39, 40]. Les deux résultats se trouvaient en désaccord de 83 Hz, avec des
barres d’erreur inférieures à 20 Hz dans les deux cas. Ce désaccord, de l’ordre de
2.10−13 en valeur relative, pouvait laisser penser qu’un effet systématique majeur
n’était pas maîtrisé et entraînait la non reproductibilité d’une telle horloge. Ce
doute a été levé par une troisième mesure indépendante que nous avons réalisée
(chapitre 5), et qui se trouve être en excellent accord avec la mesure réalisée au
JILA [40].



51

Chapitre 2

Réalisation d’une source à 461 nm
pour le refroidissement des atomes
de Strontium

2.1 Introduction

Avant de charger les atomes de Strontium dans le piège dipolaire, un refroidis-
sement initial est nécessaire si on veut qu’une fraction significative de la distribu-
tion de vitesse soit capturée par le potentiel. On produit un nuage d’atomes froids
en réalisant un Piège Magnéto-Optique basé sur la transition bleue 1S0 → 1P1 à
461 nm. Cette dernière est fortement cyclante (Γ461/2π = 32 MHz), le refroidis-
sement est donc rapide, et il présente une température Doppler limite de l’ordre
du milliKelvin. L’intensité de saturation associée est Isat = 43 mW/cm2, si l’on
veut s’approcher de cette valeur pour tous les faisceaux de piégeage, on évalue les
besoins à environ 200 mW de lumière bleue.

Il n’existe pas de diodes commerciales puissantes à 461 nm, seuls des lasers
à colorant sont disponibles, mais ils sont peu pratique d’utilisation, il est néces-
saire notamment de les stabiliser en fréquence et de changer le colorant souvent.
L’approche communément utilisée est de faire appel à processus d’optique non
linéaire. L’approche traditionnelle consiste à doubler une source à 922 nm en
fréquence avec un cristal de niobate de Potassium (KNbO3), des efficacités de
conversion de l’ordre de 50 % ont été démontrées, ce qui permet d’obtenir des
puissances de l’ordre de 200 mW [105, 106]. Mais il est nécessaire de chauffer
le cristal assez fort pour atteindre un régime d’accord de phase non critique, or,
comme on est à la limite d’une transition de phase du cristal, ceci présente le risque
de le dégrader. Une autre solution est d’utiliser un cristal non linéaire qui sert en
même temps de guide d’onde, mais le mode spatial n’est pas de très bonne qualité,
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et, d’autre part, dans la mesure où ne peut pas le pomper avec une puissance trop
importante, on est limité à une centaine de milliWatts en sortie [107].

En 2000, notre équipe avait réalisée une première source qui effectuait la
somme entre la fréquence d’un laser YAG à 1064 nm et d’une diode à 813 nm dans
un cristal de phosphate de potassium (KTP). Même si ce matériau présente un co-
efficient non linéaire intrinsèque plus faible que celui du KNbO3, l’efficacité de
conversion demeure néanmoins très bonne dans la mesure où l’angle de double ré-
fraction est nettement plus faible. Mais cette source fournissait une puissance limi-
tée à une centaine de milliWatts, elle s’est de plus révélée assez difficile à maîtri-
ser pour la plupart des utilisateurs. Plus récemment, des lasers à semi-conducteur
pouvant délivrer des puissances de l’ordre du Watt dans le proche infrarouge sont
apparus sur le marché, nous avons donc entrepris en 2003 la construction d’une
nouvelle source bleue basée sur le doublage de fréquence d’un MOPA (Master
Oscillator-Power Amplifier) à 922 nm dans un cristal périodiquement polarisé de
KTP (PPKTP).

Dans ce chapitre, après des rappels d’optique non-linéaire sur le doublage de
fréquence, la réalisation de ce nouveau laser bleu est détaillée et ses performances
sont discutées. Nous avons également élaboré une chaîne ultra-vide munie de hu-
blots adaptés aux besoins du réseau optique, elle sera décrite en même temps que
les performances du ralentisseur Zeeman et du Piège Magnéto-Optique qui avaient
été mis en place et décrits précédemment [101] seront rappelées.

2.2 Génération de seconde harmonique

2.2.1 Quasi accord de phase
Processus de conversion

L’emploi d’un cristal non centrosymétrique fait apparaître dans les équations
de Maxwell un terme de polarisation non linéaire PNL. On se limite ici au pre-
mier terme non linéaire, P(2), qui provient de l’interaction de deux champs Eω1

et Eω2 , leurs pulsations ω1 et ω2 pouvant par exemple s’additionner pour faire
apparaître un champ Eω3 de pulsation ω3 = ω1 +ω2. Ce processus est décrit par
le biais du tenseur de susceptibilité χ(2)(ω1 +ω2;ω1;ω2), dans le repère (O,x,y,z)

correspondant aux axes optiques du milieu :

P
(2)
ω3,i = ε0 ∑

j,k
χ
(2)
i, j,k Eω1, j Eω2,k (2.1)

où Eωi et P(2)
ωi sont décrits par des fonctions enveloppes

−→
Eωi(x) et

−−→
Pωi(x), dont

l’amplitude varie lentement à l’échelle de la longueur d’onde λi :



2.2. GÉNÉRATION DE SECONDE HARMONIQUE 53

Eωi =
1
2

(−→
Eωi(x)e

i(ωi t−ki x)+
−→
E ∗ωi

(x)e−i(ωi t−ki x)
)

P(2)
ωi =

1
2

(−−→
Pωi(x)e

i(ωi t−ki x)+
−−→
P∗

ωi
(x)e−i(ωi t−ki x)

) (2.2)

Dans le cas du doublage de fréquence, deux champs identiques Eω1 = Eω2 =
Eω interagissent pour générer un champ E2ω . Si on suppose par exemple que
les champs sont des ondes planes polarisées selon l’axe (Oz) et se propagent se-
lon l’axe (Ox), les équations couplées qui décrivent la dynamique du système
prennent la forme [108] [109] :

dEω(x)
dx

=−i
ω

2nωc
χ
(2)(x)E2ω(x)E ∗ω(x)e

−i∆k x (2.3)

dE2ω(x)
dx

=−i
ω

n2ωc
χ
(2)(x)E 2

ω(x)e
i∆k x− β

2
E2ω (2.4)

χ(2)(x) désigne maintenant le coefficient scalaire de χ(2) qui correspond à la

conversion (χ(2)
3,3,3 dans le cas présent), nω et n2ω sont les indices de réfraction as-

sociés aux champs dans la direction de polarisation, ∆k = k2ω −2kω est le désac-
cord de phase entre les deux ondes, et β est le coefficient de pertes linéaires du
milieu pour la seconde harmonique (on a supposé pour écrire ce système que les
pertes linéaires étaient quasi nulles pour l’onde pompe).

La résolution de ce système dans le cas général est complexe, mais on re-
marque que l’on a la relation suivante :

d
dx

(∣∣∣∣√nω

ω
Eω

∣∣∣∣2 + ∣∣∣∣√n2ω

2ω
e

β

2 xE2ω

∣∣∣∣2
)

= 0 (2.5)

Cette équation, de type Manley-Rowe, traduit simplement le fait que le flux
total de photons est conservé. On fait l’hypothèse à ce stade que Eω est peu affecté
par le processus de conversion (approximation de non déplétion de la pompe) et
donc que Eω(x) =Constante= E0. Cette hypothèse pourra être vérifiée à posteriori
grâce à 2.5.

Lorsque l’on résout le système en faisant tout d’abord l’hypothèse que χ(2)(x)
est constant et que β est nul, on obtient l’expression suivante :

E2ω (L) =−i
ω

n2ωc
χ
(2)E 2

0
ei∆kL−1

i∆k
(2.6)

On introduit l’expression de la puissance par unité de surface, en considérant
que le faisceau est restreint à une section d’aire A :
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Iωi =
Pωi

A
=

ε0c
2

ni |Ei|2 (2.7)

et on combine 2.6 et 2.7 sous la forme :

P2ω(L) = 2
(ωχ(2)L)2

nωn2
2ω

c3ε0

P2
0

A
sinc2

(
∆k
2

L
)

(2.8)

Le rôle du désaccord de phase est fondamental dans la construction de la se-
conde harmonique. Si ∆k est nul, la puissance P2ω croît quadratiquement avec la
longueur d’interaction L, mais dans le cas contraire, il y a un échange permanent
d’énergie entre l’onde fondamentale et la seconde harmonique, avec une périodi-
cité spatiale 2π/∆k, ce qui limite l’efficacité de la conversion comme le montrent
les courbes tracées sur la figure 2.1.

Quasi accord de phase

A cause de la dispersion optique, la condition d’accord de phase n’est généra-
lement pas respectée, mais une méthode consiste à introduire une modulation de
type créneau de période Λ sur le profil de χ(2)(x), le matériau est dit périodique-
ment polarisé. Ceci équivaut à retourner le sens de la non linéarité à chaque fois
que l’échange d’énergie va se faire en défaveur de la second harmonique (figure
2.1). On doit alors ajouter un quasi vecteur d’onde pour compléter la conservation
de l’impulsion totale :

k2ω −2kω −
2nπ

Λ
= 0 (2.9)

C’est dans le cas n=1 que la conversion est la plus efficace, l’intégration de
2.4 en tenant compte de 2.9 donne le même résultat que 2.6 à l’accord de phase,
χ2 est simplement remplacé par χ2,e f f =

2
π

χ2, et on obtient :

P2ω(Lc) = 2
ω2

nωn2
2ω

c3ε0

(
χ
(2)
e f f

)2 P2
0

A
(Lc)

2 (2.10)

Evaluation des pertes

Une partie de la seconde harmonique générée est absorbée par le cristal, c’est
ce que décrit le terme −β

2 E2ω de 2.4. On résout l’équation en le supposant non
nul mais avec βΛ << 1, et dans le cas d’un quasi accord de phase et on trouve :



2.2. GÉNÉRATION DE SECONDE HARMONIQUE 55

1,510,50

Pu
is

sa
nc

e 
se

co
nd

e 
ha

rm
on

iq
ue

  (
u.

a.
)

30

25

20

15

10

5

2,5
0

2

Accord de phase

Quasi accord
de phase

Désaccord
de phase

Distance parcourue dans le cristal (L)

1,510,50 2,52

χ(
2)

(x
) (

u.
 a

.) 1

-1

FIGURE 2.1 – Profil de la puissance de la seconde harmonique selon la valeur du désac-
cord de phase ∆k

Pe f f (X) = 2
ω2

nωn2
2ω

c3ε0

(
χ
(2)
e f f

)2 P2
0

A
(Lc)

2

(
1− e−βX/2

βLc/2

)2

(2.11)

Cette expression de la puissance effective Pe f f ne correspond à la solution
exacte que pour X = nΛ entre 0 et Lc, mais elle décrit le comportement de la
fonction. La puissance absorbée a l’expression suivante :

Pabs =
∫ Lc

0
βPe f f (X)dX ⇒ Pabs

Pe f f
=

βLc−3− e−βLc +4e−βLc/2(
1− e−βLc/2

)2 '−βLc

3
(2.12)

Le coefficient d’absorption β varie beaucoup d’un cristal l’autre, car on est en
limite de la fenêtre de transparence, qui peut se décaler un peu d’une réalisation à
l’autre. Nous avons pu le mesurer en générant du bleu avec une deuxième cristal
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que nous avions prévu en réserve, le résultat trouvé pour notre exemplaire s’est
révélé être relativement élevé : β ' 0,15 cm−1. On obtient Pabs ' 0,1Pe f f pour
une longueur de cristal Lc = 2 cm.

Cette modélisation permet de tenir compte des deux phénomènes concomi-
tants : la majeure partie du bleu généré est effectivement disponible à la sortie de
la cavité, le reste étant absorbé par le cristal. On définit alors les coefficients de
conversion Γe f f = Pe f f /P2

0 et Γabs = Pabs/P2
0 respectivement associés aux deux

processus. Le coefficient de conversion total peut alors s’écrire comme :

Γ = Γe f f +Γabs = 1,1Γe f f (2.13)

2.2.2 Coefficient de conversion associé à un faisceau gaussien

Choix du cristal non linéaire

Dans un processus de quasi accord de phase, toutes les ondes sont polarisées
selon un des axes optiques, le vecteur de Poynting et le vecteur d’onde sont donc
colinéaires, il n’y a pas de double réfraction, ou "walkoff" en anglais. Les maté-
riaux dans lesquels ce type de conversion est possible sont donc très pratiques à
utiliser. Le PPLN (Periodically Poled Lithium Niobate) et le PPKTP (Periodically
Poled Potassium Titanyl Phosphate) sont les deux types de cristaux les plus adap-
tés à la génération de lumière visible, à cause de leur fenêtre de transparence et de
leurs coefficients non linéaires élevés.

Le montage expérimental est considérablement plus simple lorsque le cristal
est utilisé à température ambiante, or le PPLN peut subir des dommages photo-
réfractifs importants dans ces conditions, le PPKTP est donc en fait celui que nous
avons sélectionné. Il s’agit d’un matériau transparent de 350 nm à 4,4 µm, biaxe,
et l’axe selon lequel la non linéarité est la plus forte est désigné comme axe 3. La
composante de χ(2) mise en jeu est appelée d33 selon les notations habituelles de

la piézo-électricité (tous les champs polarisés selon l’axe 3). La condition de quasi
accord de phase (2.9) s’écrit :

Λ =
λω

2 [n2ω(Tc)−nω(Tc)]
(2.14)

Les indices de réfraction dépendent de la température, c’est donc cette dernière
que l’on ajuste pour atteindre la température d’accord de phase Tc qui permet
de remplir la condition 2.14. Pour le KTP, les valeurs connues à T=30˚C sont
nω,0 = 1,918 et n2ω,0 = 1,837 ce qui donne Λ' 5,6 µm. Le fabricant ajuste donc
la périodicité lors de la fabrication pour que Tc soit dans l’intervalle qui lui a été
spécifié.
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Conversion d’un faisceau gaussien dans un cristal de PPKTP

Dans la réalité, il faut considérer que le faisceau pompe a un profil gaussien
pour évaluer le coefficient de conversion. On estime de f f = 9,5 pm/V, grâce à des
mesures préliminaires. Avec un waist situé au centre du cristal et en l’absence de
walkoff, celui-ci s’écrit [110] [111] :

Γe f f =
2ω2d2

e f f

πε0c3n2
ωn2ω

Lckωe−β2ω Lch(a,L,σ) avec de f f =
2
π

d33 (2.15)

h(a,L,σ) =
1

2L

∫ L
2

− L
2

∫ L
2

− L
2

exp [−a(τ + τ ′+L)− iσ(τ− τ ′)]

(1+ iτ)(1− iτ ′)
dτdτ

′ (2.16)

avec kω = 2πnω/λω , a = (βω −β2ω/2)zR ' −β zR/2, où zR est la longueur de
Rayleigh de l’onde pompe de waist w0 : zR = kωw2

0/2. L = Lc/zR est le paramètre
de focalisation, et σ = (∆k−2π/Λ)zR est le désaccord de phase effectif norma-
lisé. Une étude plus poussée montrerait que ce n’est pas exactement σ = 0 qui
maximise h. On constate également que Γe f f est une fonction complexe de Lc, un
cristal trop long n’est pas forcément optimum. Sur la figure 2.2, on trace Γe f f en
fonction du waist w0, qui est finalement le seul paramètre ajustable de l’expression
2.15 pour un cristal donné.

Si on fait tendre w0 vers l’infini, on a Lc << zR, et avec, à nouveau, l’hypothèse
βΛ << 1, on obtient les expressions suivantes :

h(a,X ,σ)' 1
2XzR

eβX/2

(
eβX/4− e−βX/4

β/2

)2

(2.17)

Γe f f (X)'
2ω2χ2

2,e f f

πε0c3n2
ωn2ω

1
w2

0

(
1− e−βX/2

β/2

)2

(2.18)

Là aussi, cette expression n’est exacte que pour X = nΛ ∈ [0,Lc] avec n entier.
On retrouve l’expression 2.11 obtenue en onde plane, sur une surface de focalisa-
tion effective A = w2

0.

2.3 La cavité de surtension

2.3.1 Principe de la cavité de surtension
Nous avons réalisé une nouvelle source à 461 nm par doublage de fréquence

d’un laser pompe à 922 nm. Le cristal non linéaire de PPKTP est placé dans
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FIGURE 2.2 – Coefficient de conversion en fonction du waist du faisceau pompe. La ligne
solide représente les valeurs théoriques pour de f f = 9,5 pm/V, et les trois points corres-
pondent à des valeurs déduites expérimentalement de trois configurations différentes. Le
waist théorique optimal pour maximiser Γe f f est wth = 23,6 µm.

une cavité de surtension résonante à la fréquence fondamentale, dans laquelle
on injecte la pompe, on amplifie ainsi la puissance effective disponible pour la
conversion de fréquence (dans la suite, cette puissance intracavité est désignée
par Pc).

Le choix de la géométrie de la cavité a été déterminé par plusieurs éléments :

• Dans une configuration linéaire, la phase relative entre l’onde fondamentale
et la seconde harmonique est modifiée par la réflexion sur la face arrière
de la cavité. Si par exemple cette variation vaut π , le champ de la seconde
harmonique généré au retour peut interférer destructivement avec celui issu
du premier passage, les photons associés sont alors en partie reconvertis en
photons de la pompe. Si, pour minimiser ce risque, on opte pour un miroir
arrière le plus transparent possible pour la seconde harmonique, on perd le
bénéfice que pourraient apporter des interférences constructives.

• Par ailleurs, l’efficacité de conversion est une fonction complexe de la lon-
gueur du cristal, elle n’est pas nécessairement améliorée si la longueur ef-
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fective du cristal est doublée comme c’est le cas avec une cavité en ligne.
Par contre, l’absorption de notre cristal à 461 nm étant relativement élevée
(β2ω ∼ 0,15 cm−1), les effets thermiques peuvent devenir considérables si
le cristal est traversé deux fois.

M3 cristal de PPKTP

Seconde
harmonique

Puissance
incidente P0

M4

M2 + PZT

waist w1

waist w0

coupleur
M1

L

l

∆

FIGURE 2.3 – Cavité de surtension

C’est donc finalement une configuration en anneau qui a été retenue : la cavité
est constituée de quatre miroirs (figure 2.3), répartis autour d’un axe de symétrie
central ∆. A la longueur d’onde fondamentale, le coupleur d’entrée M1 a un fac-
teur de transmission en puissance T1, les photons transmis sont guidés par trois
autres miroirs M2, M3 et M4 parfaitement réfléchissants avant de revenir sur M1.
Ils effectuent ainsi plusieurs tours successifs, ce qui permet à Pc de s’établir. Par
ailleurs, M4 est transparent pour la seconde harmonique générée par le cristal de
PPKTP, de longueur Lc = 2 cm, placé entre M3 et M4.

L’optimisation du fonctionnement de ce type de montage comporte plusieurs
aspects. D’une part, afin de maximiser le couplage, il faut mettre en forme le mode
spatial du laser pour qu’il vienne s’adapter le plus fidèlement possible au mode
TEM00 de la cavité (adaptation de mode). D’autre part, on détermine les caracté-
ristiques optimales du résonateur lui même, d’une part en adaptant le couplage de
la pompe aux pertes de la cavité (adaptation d’impédance), d’autre part en s’as-
surant que la disposition des miroirs permet au faisceau de garder ses propriétés
géométriques tour après tour (stabilité de la cavité).
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2.3.2 Adaptation de mode
Le mode TEM00 est le mode fondamental de la cavité, son profil spatial est

celui d’un mode gaussien, c’est donc le plus pratique à utiliser. Pour des raisons
de symétrie, au milieu du bras des miroirs plans M1-M2 se trouve un premier waist
w1, et au milieu du bras des miroirs sphériques M3-M4 se trouve un second waist
w0. Étant donnée la nature des miroirs employés, il n’y a pas d’autre points de
focalisation que ces deux-là. Dans la mesure où le processus non linéaire est le
plus efficace quand le rayon est focalisé au centre du cristal, on fait coïncider ce
dernier avec w0 (figure 2.3).

Le profil du laser pompe n’est pas parfaitement gaussien, et si on le décompose
dans la base des modes propres de la cavité, seule la projection sur le TEM00 sera
couplée dans le résonateur. Le reste sera réfléchi par le coupleur d’entrée, la cavité
se comporte comme un filtre spatial. On essaie donc, dans la mesure du possible,
de superposer le laser à ce mode TEM00, en s’adaptant au waist w1 en valeur et en
position.

2.3.3 Adaptation d’impédance
Lorsque l’on fait, pour la pompe, le bilan énergétique sur un tour de cavité,

si le gain, acquis grâce à la transmittivité T1 du coupleur d’entrée, est égal aux
pertes, le couplage est optimum : on dit qu’on est adapté en impédance. Il faut
donc recenser les différentes sources de déperdition d’énergie de la pompe (figure
2.4) :

• Les pertes linéaires α sont dues aux imperfections des réflexions sur les mi-
roirs et des transmissions des faces du cristal, ainsi qu’à l’absorption dans
le KTP. La perte d’énergie vaut α Pc.

• Les pertes non linéaires sont le résultat de la conversion qui se produit dans
le cristal. Comme cela a été expliqué dans la section 2.2, deux processus
sont concommittants : la majeure partie du bleu généré est effectivement
disponible à la sortie de la cavité

(
Pbleu = ΓeffP2

c
)
, le reste étant absorbé par

le cristal
(
Pabs = ΓabsP2

c
)
. Dans la suite, on pose Γ = Γe f f +Γabs.

On note Pr la puissance réfléchie par la cavité, et à résonance, on peut exprimer
Pc et Pr en fonction de P0 (fraction K(Pl) de la puissance laser totale Pl adaptée au
mode TEM00 de la cavité), R1 = 1−T1, α et Γ [112] :

Pc =
(1−R1)P0[

1−
√

R1 (1− p)
]2 (2.19)
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FIGURE 2.4 – Bilan d’énergie de la cavité

Pr =

[√
R1−

√
1− p

]2 P0[
1−
√

R1 (1− p)
]2 (2.20)

où p représente les pertes intracavité ramenées à l’échelle de Pc :

p =
Pertes

Pc
= α +ΓPc (2.21)

On obtient donc l’équation implicite (2.19) sur Pc, qui servira de base à l’optimi-
sation des paramètres exposée dans le section 2.3.4. On remarque d’autre part que
la puissance réfléchie Pr (2.20) est nulle lorsque :

1−R1 = p (2.22)

ce qui correspond précisement à l’adaptation d’impédance, le maximum d’énergie
est alors transféré du laser à la cavité.

2.3.4 Optimisation des paramètres
Avant de passer à la réalisation pratique de la cavité de surtension, une étude

théorique permet d’évaluer les valeurs à donner aux grandeurs qui sont ajustables,
c’est-à-dire essentiellement R1 et le waist w0 à l’intérieur du cristal, afin d’obtenir
l’efficacité de conversion η = Pbleu/P0 la plus élevée possible.

Lorsque les paramètres α , Γ et P0 sont fixés, on peut considérer (2.19) comme
une équation à deux variables du type f (Pc, R1) = 0, et on peut adapter l’impé-
dance en optimisant par rapport à R1 :

∂ f
∂R1

= 0 ⇔ −P0 +
(

1−
√

R1(1− p)
)

Pc

√
1− p√

R1
= 0 (2.23)
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De (2.22) et de (2.23), on obtient facilement :

Padapt
c =

1
Γ

[
−α

2
+

√(
α

2

)2
+ΓP0

]
(2.24)

On dispose alors d’une expression explicite de la puissance de bleu théorique :

Padapt
bleu = Γe f f

(
Padapt

c

)2
=

Γe f f

Γ2

[
−α

2
+

√(
α

2

)2
+ΓP0

]2

(2.25)

Il est clair que cette fonction est strictement croissante avec P0, on fait donc
l’évaluation avec P0 = 310mW (on verra par la suite que ce chiffre correspond
au maximum de puissance de pompe que l’on puisse coupler dans la cavité), on
choisit d’autre part α = 2%, valeur qui sera très bien vérifiée par la suite.

Le seul paramètre ajustable pour maximiser la puissance de bleu est finalement
Γe f f (on a fixé Γ= 1,1Γe f f dans la section 2.2), qui est déterminé par w0. On trace
donc l’efficacité de conversion η en fonction de ce waist (figure 2.5).
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FIGURE 2.5 – Efficacité de conversion en fonction du waist dans le cristal
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Même si, localement, la conversion est proportionnelle au carré de l’intensité
lumineuse de la pompe, on remarque que le rendement global du processus est
pratiquement constant entre 20 et 50 µm : il vaut 76 % à l’optimum, pour w0 =
23,6 µm, et il ne diminue qu’à 71 % pour w0 = 50 µm. Le choix du waist du
faisceau n’est donc pas critique concernant l’efficacité du doublage, mais il peut
par contre avoir des conséquences sur le stabilité thermique de la cavité : si le
faisceau est trop focalisé à l’intérieur du cristal, un effet de lentille thermique
s’amorce [113], et il devient difficile d’évacuer l’énergie absorbée, ce qui entraîne
des fluctuations sur la puissance de sortie de la seconde harmonique.

Nous avons donc choisi de construire une cavité avec un waist supérieur à
40 µm, la distance de Rayleigh associée est alors d’au moins 6 mm, et le posi-
tionnement du cristal n’est ainsi pas critique. Dans ces conditions, la puissance
intracavité est supérieure à 3 W, la puissance de bleu attendue est environ 230
mW, et l’équation 2.5 permet de valider l’hypothèse de non déplétion de la pompe
faite dans le paragraphe 2.2.1 :

|∆Pc|=
eα2ω Lc∆P2ω

2
⇒ |∆Pc|

Pc
< 0,052 << 1 (2.26)

2.3.5 Stabilité de la cavité

Pour assurer la stabilité de la cavité, le rayon doit avoir conservé, après un tour,
les mêmes propriétés géométriques. Pour vérifier que l’on est dans cette situation,
on utilise la méthode des matrices ABCD, qui est détaillée dans la référence [114],
dont on ne donne ici que le résultat. On note ` la longueur du bras M3-M4, L celle
du bras M3-M2-M1-M4, R le rayon de courbure des miroirs sphériques, `c désigne
la longueur du cristal et nω l’indice de refraction du KTP à la longueur d’onde
fondamentale . On pose la notation :

δ = (`− `c)+
`c

nω

(2.27)

La condition de stabilité de la cavité s’écrit alors :

0 <

(
1− δ

R

)(
1− L

R

)
< 1 (2.28)

On peut en déduire l’expression suivante pour les waists :

w2
i =

λ | Bi |

π

√
1−A2

i

i = 0 ou 1 (2.29)
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où Ai et Bi sont les coefficients de la matrice de transfert ABCD pour un tour de
cavité en partant du plan de focalisation du waist wi, λ est la longueur d’onde de
la pompe dans le vide. On a par conséquent besoin de connaître :

A0 = A1 = 1− 2δ

R
− 2L

R
+

2δL
R2 (2.30)

B0 = δ +L− 2δL
R
− δ 2

R
+

δ 2L
R2 (2.31)

B1 = δ +L− 2δL
R
− L2

R
+

δL2

R2 (2.32)

La longueur de notre cristal de PPKTP est `c = 2 cm, le rayon de courbure des
miroirs sphériques utilisés est R = 100 mm, et nous avons finalement choisi ` =
132 mm et L= 440 mm. On observe sur la figure 2.6 que les différentes contraintes
sont respectées : d’une part, on est dans la zone de stabilité, loin des bords, ce qui
évite que la cavité ne soit trop sensible aux réglages, d’autre part le waist dans le
cristal vaut w0 = 43 µm, et est donc suffisamment grand pour réduire les effets
thermiques.

2.4 Réalisation expérimentale et caractérisation de
la source

2.4.1 Assemblage et asservissement
Montage expérimental

Le laser pompe, un MOPA de marque Toptica, est constitué d’une diode à ca-
vité étendue fermée par un réseau en configuration Littrow, qui injecte un amplifi-
cateur à semiconducteur, chacune de ces deux parties étant protégée de la suite du
montage par un isolateur optique. Le laser fournit 450 mW à 922 nm, son carac-
tère monomode est contrôlé en analysant une partie du faisceau par un résonateur
Fabry-Pérot. Le faisceau est de qualité relativement moyenne, mais peu divergent,
on l’adapte au mieux au mode de la cavité avec un télescope ( f =100 mm et f =40
mm) suivi d’une lentille de couplage 1 ( f =400 mm).

1. En optique gaussienne, on montre facilement qu’un faisceau quasi parallèle, de longueur
d’onde λ et de waist w a pour image par une lentille convergente de distance focale f un faisceau
dont le waist w′ est situé dans le plan focal image et vaut :

w′ =
f λ

πw
(2.33)
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FIGURE 2.6 – Dépendance des waists w0 et w1 en fonction des longueurs L et `
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FIGURE 2.7 – Montage expérimental de la cavité de doublage et du système d’asservis-
sement
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Les miroirs, de la marque VLOC, répondent aux hypothèses formulées pour le
calcul, M1 et M2 sont plans, alors que M3 et M4 ont un rayon de courbure R = 100
mm. La valeur optimale de R1 pour un waist de w0 = 43 µm serait environ 90%,
comme le montre la figure 2.5, mais les calculs initiaux pour la cavité étaient
basés sur le waist wopt

0 = 23,6 µm qui maximisait la conversion, ce sont donc des
coupleurs d’entrée tels que R1 = 88% dont nous disposions. Cette différence ne
fait cependant perdre que 1% de rendement. Les miroirs M2, M3 et M4 ont un
traitement haute réflexion à 922 nm : Rω > 99,9%, et M4 transmet très bien la
seconde harmonique puisque T2ω ' 98%.

Le cristal de PPKTP lui-même vient de la société Raicol Crystals, ses dimen-
sions sont 1 × 2 × 20mm, l’axe de quasi-accord de phase est parallèle au côté de
1 mm. La périodicité d’alternance de la non linéarité at été ajustée par le fabricant
afin que l’accord de phase puise être réalisé près de la température ambiante. Le
cristal est placé dans une monture en cuivre régulée en température par un élément
Peltier. L’ensemble de la structure peut se déplacer verticalement et s’incliner, afin
de pouvoir modifier la zone et l’angle d’incidence sur le cristal.

On place les miroirs (figure 2.7) de façon a avoir les dimensions retenues dans
2.3.5, en prenant soin de monter M2 sur un actuateur piézoélectrique afin de pou-
voir moduler la longueur de la cavité. Avec L = 44 cm et `= 13,2 cm, l’angle de
réflexion sur les optiques est alors de 11˚, ce qui conduit à un faible astigmatisme.
Les miroirs doivent être positionnés finement pour que le mode TEM00 soit mis
en forme :

• Le réglage de la cavité commence par l’optimisation de la puissance de
lumière bleue obtenue en simple passage de la pompe dans le cristal (en
interdisant le retour M4-M1). Pour ça, on utilise M2 et M3, ainsi que les
réglages de hauteur et d’orientation du cristal.

• Ensuite on passe en configuration résonateur, en ouvrant le bras M4-M1,
et on balaye la longueur de la cavité pour observer les franges Fabry-Pérot
transmises. Les miroirs M1 et M4 sont ajustés afin de maximiser l’amplitude
des franges associées au mode TEM00, c’est dans cette configuration que le
faisceau se superpose exactement à lui-même après un tour.

Asservissements de la source

Deux asservissements sont nécessaires au fonctionnement de la source : le pre-
mier est effectué sur la cavité elle-même pour la maintenir à résonance, afin d’ob-
tenir le maximum de puissance, et le second ajuste la fréquence du laser pompe
pour que la seconde harmonique générée soit accordée avec la fréquence de la
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transition 1S0→ 1P1.
Pour obtenir la puissance intracavité la plus élevée, le déphasage total du fais-

ceau pompe après un tour complet doit être un multiple de 2π , ce qui implique
de contrôler la longueur du résonateur. On module le courant du laser pompe à 67
kHz, et une petite partie non utilisée de la seconde harmonique à 461 nm est dé-
tectée par la photodiode PD1 (figure 2.7) et analysée par une détection synchrone.
Le signal d’erreur généré est intégré, et utilisé pour contrôler l’offset de l’actua-
teur piézoélectrique qui soutient le miroir M2, avec une bande passante de 1 kHz
environ.

Par ailleurs, la fréquence de la seconde harmonique doit être asservie sur la
résonance atomique qui est utilisée pour la première étape de refroidissement,
puis des modulateurs acousto optiques vont créer des décalages nécessaires à la
réalisation du piège. Une petite partie du faisceau bleu est donc prélevée et en-
voyée vers un jet de strontium indépendant, qui contient tous les isotopes. Avec
la photodiode PD2, on détecte la fluorescence de l’isotope bosonique 88Sr, beau-
coup plus abondant que le l’isotope fermionique 87Sr, sur la transition 1S0→ 1P1,
et une seconde détection synchrone permet d’asservir la cale piézo électrique qui
contrôle la longueur, et donc la fréquence, de la cavité étendue de la diode maître
du MOPA.

Le faisceau asservi sur les atomes est donc exactement à résonance de la tran-
sition pour le Strontium 88, et très proche de résonance (quelques dizaines de
MégaHertz, comme on le voit sur la figure 2.15) pour le Strontium 87 avec le-
quel on veut travailler au final. Une petite partie de la puissance est redirigée vers
la chambre à vide principale, ce faisceau est utilisé comme pousseur (voir para-
graphe 2.5.3).

2.4.2 Caractérisation de la cavité
Les données que la cavité fournit doivent d’une part être proches des mesures

qui ont été effectuées sur les miroirs et le cristal avant qu’ils ne soient employés,
et d’autre part corroborer les valeurs utilisées pour les prévisions théoriques. La
reflectivité R1 du coupleur d’entrée est une quantité facile à mesurer, et dans la
mesure où ce n’est pas une grandeur critique du problème, on tient pour acquis la
valeur de 88% que l’on a mesurée. Il convient par contre d’évaluer soigneusement
les valeurs les coefficients de pertes linéaires α et non linéaires Γ.

Mesures des pertes

La transmission du 922 nm par le miroir de sortie M4 a été calibrée à 1.210−5±
10% et les puissances de 922 et de 461 nm sont évaluées à l’aide d’un puissan-
cemètre thermique avec une incertitude de 5%. On trace

(
Pbleu = ΓeffP2

c
)

(figure
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2.8a) et on en déduit Γe f f = 0,0233± 2.10−4 W−1 par extrapolation. Cette va-
leur correspond parfaitement à la valeur obtenue quand le cristal avait été testé en
simple passage (Γsp

e f f = 0.023 W−1).

(a) (b)

FIGURE 2.8 – Mesure de la puissance de seconde harmonique Pbleu (a) et des pertes to-
tales p de la cavité (b) en fonction de la puissance intracavité, avec des fits respectivement
parabolique (Γe f f .x2) et linéaire(α +Γx)

L’évaluation des pertes linéaires est un problème plus complexe dans la me-
sure où l’information n’est pas directement disponible sans faire d’hypothèses sur
les autres inconnues. De plus, le mode spatial du MOPA varie en fonction de sa
puissance de sortie, le coefficient d’adaptation de mode n’est donc pas une fonc-
tion constante, c’est une quantité délicate à mesurer dont on essaie de s’affranchir.
On peut notamment utiliser le contraste des franges de la lumière réfléchie par la
cavité (Pext est la puissance non adaptée au mode de la cavité, donc Pl = P0 +Pext
et Ptotal

r est la puissance totale réfléchie) :

C =
Pl−Ptotal

r
Pl

=
(Pext +P0)− (Pext +Pr)

Pl

= K(Pl) [1−R]

(2.34)

où R se déduit de l’équation 2.20 :

R =

[√
R1−

√
1− p

]2[
1−
√

R1 (1− p)
]2 (2.35)
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On remarque que la contraste est au mieux égal au coefficient d’adaptation de
mode, ce qui se produit dans le cas d’une adaptation d’impédance idéale (R = 0).
De 2.19 et 2.34, on déduit une expression des pertes indépendante du coefficient
d’adaptation de mode :

p =
C.P0

Pc
(2.36)

On trace p en fonction de Pc (figure 2.8b), on interpole par une droite de type
α + ΓPc et on en déduit αexp = 1,9± 0.18% et Γexp = 0.0251± 9.10−4 W−1.
Une autre approche consiste à supposer qu’à puissance maximale, on est dans une
situation de quasi adaptation d’impédance, on déduit alors de 2.34 que K(Pmax

l =
420 mW)' C = 73%. On passe ensuite à un régime sans conversion (Γ = 0),
par exemple lorsque le cristal est loin de la température d’accord de phase, et on
observe le contraste C0 des franges réfléchies :

C0 = K(Pmax
l )

(1−R1)α

(1−
√

R1(1−α))2
(2.37)

De C0 = 35%, on déduit de cette approche αexp ' 2,1%. Enfin, on pourrait
étudier la finesse de la cavité, par exemple dans un régime sans génération de
seconde harmonique, mais cette méthode est assez difficile à mettre en oeuvre, le
comportement de l’actuateur piézoélectrique est très non linéaire, et les rapports
mesurés ne sont donc pas fiables.

Les mesures de α réalisées sont donc en très bon accord avec la valeur de
2% choisie pour les simulations, et avec les mesures préliminaires réalisées hors
cavité, qui montrent que le cristal d’une part et l’ensemble des miroirs M2, M3
et M4 d’autre part présentent chacun des pertes linéaires environ égales à 1%. Le
rapport Γexp/Γ

exp
e f f ' 1,08 est proche de l’hypothèse de départ (rapport 1,1) pour

décrire l’absorption du bleu par le cristal.

Coefficient non linéaire du KTP et acceptance en température

Nous avons en réalité étudié différentes géométries pour la cavité, de façon
à caractériser l’effet de la focalisation du faisceau pompe intracavité au sein du
cristal. Les waists suivants ont ainsi été essayés : w0 = 56, 43, 36 µm, et les co-
efficients de conversion non linéaires ont été reportés sur le graphique 2.2. Les
points sont très proches de la courbe théorique, ce qui valide le modèle décrit par
les équations 2.15 et 2.16, et le choix de de f f = 9,5 pm/V.

Si on développe les indices de réfraction pour faire apparaître le premier ordre
de la dépendance en température, on obtient :

ni(T ) = ni,0 +ni,1.(T −Tc) pour i = ω ou 2ω (2.38)
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Dans la mesure où nω,1 = 15.10−6 K−1 et n2ω,1 = 31.10−6 K−1, l’approxi-
mation est tout-à-fait valable pour des températures proches de Tc. En posant
∆n1 = n2ω,1−nω,1, on peut faire apparaître la dépendance en température de Γe f f
si on réécrit le coefficient σ de 2.16 en tenant compte de 2.14 :

σ (T ) =
ω

c
∆n1 (T −Tc)zR (2.39)

L’acceptance en température peut être définie comme la plage de température
sur laquelle le coefficient de conversion non linéaire est plus grand que la moi-
tié de son maximum. Sur la figure 2.9, on reporte d’une part des points obtenus
expérimentalement, et d’autre part la courbe théorique de Γe f f en fonction de la
température, d’après 2.15 et 2.16. Cette courbe est très proche d’un comporte-
ment en sinus cardinal carré, qui correspondrait au cas de l’onde plane et qui est
aussi reporté sur le graphique (les deux courbes sont translatées pour que leurs
maximums correspondent à la température de quasi accord de phase constatée ex-
périmentalement). On remarque que l’accord entre les mesures effectuées et les
valeurs attendues est particulièrement bon, surtout dans la mesure ou aucun ajus-
tement n’a été nécessaire.
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FIGURE 2.9 – Coefficient de conversion non linéaire en fonction de la température. Les
points correspondent aux mesures expérimentales, les lignes traduisent le comportement
théorique pour un faisceau parallèle (trait discontinu) ou gaussien (trait continu).



2.5. REFROIDISSEMENT DES ATOMES DE STRONTIUM 71

2.5 Refroidissement des atomes de Strontium
Avant d’être piégés dans le réseau optique, les atomes sont ralentis par un

ralentisseur Zeeman et prérefroidis dans un PMO (Piège Magnéto-Optique) basé
sur la transition à 461 nm. Cette partie de l’expérience a été mise en place dès le
début du projet par Irène Courtillot, elle s’est avérée très performante, on fait juste
dans cette section un rappel des principaux points.

On décrit aussi le système ultra-vide dans lequel les atomes se propagent et
sont capturés. Pour s’adapter au réseau optique, nous avons procédé à la mise en
place d’une nouvelle chambre à vide, plus compacte, avec de nombreux accès
optiques, et des hublots adaptés à la longueur d’onde du piège dipolaire. Des sup-
ports latéraux, en forme de couronnes, ont également été ajoutés afin de servir de
montures pour des bobines ou pour des fibres optiques.

2.5.1 Description de la chaîne ultra-vide

Jet atomique principal

Le Strontium à l’état naturel se présente sous la forme de pépites qui s’oxydent
très vite à l’air libre, il est donc conservé dans une tube étanche. Tous les isotopes
sont présents, dans les proportions indiquées dans le tableau 1.2. Le four qui sert
à produire un jet d’atomes de strontium est constitué de deux tubes de type CF16
en Inox, le premier ("réserve") contenant les pépites elles-mêmes, et le second
("spacer") servant à fixer environ 200 éjecteurs, des microtubes en monel (8 mm
de long, 200 µm de diamètre intérieur) dont le but est de collimater le jet en sé-
lectionnant les atomes dont la vitesse transverse est faible, typiquement inférieure
à 10 m/s.

Le four (photo 2.10) est assemblé avec des joints en nickel, qui garantissent
une étanchéité à des températures supérieures à 700˚C, puis on l’entoure d’un
élément chauffant en fibre de céramique de la marque Watlow, qui permet de le
chauffer à 550˚C (on veille à maintenir les éjecteurs plus chauds que la réserve
pour éviter que les atomes ne s’y déposent). C’est la température typique à laquelle
il faut porter les pépites pour obtenir un jet important (1012 atomes/s). Grâce à la
très bonne isolation offerte par la fibre en céramique, il est possible de garder
un gradient de température supérieur à 400˚C entre l’intérieur et l’extérieur de
l’élément chauffant.

Une croix de pompage accueille le four et deux pompes ioniques MECA2000
de débit 25 l/s, disposées sur les côtés avec des joints en cuivre, permettent de
maintenir en aval du four une pression inférieure à 10−5 Pa. La croix est sur-
plombée par une vanne qui permet si besoin de faire un pré-vidage dans le sys-
tème avant que les pompes ioniques ne prennent le relais. La suite du montage est
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constitué d’un tube autour duquel on met la bobine du ralentisseur Zeeman et de
la chambre à vide dans laquelle on capturera les atomes dans le réseau optique et
où se feront les interactions avec tous les différents lasers. Dans la mesure où il
est primordial que la pression soit la plus basse possible dans cette zone de cap-
ture, un tube de pompage différentiel (10 cm de long, 4 mm de diamètre intérieur)
s’intercale entre la croix et le tube Zeeman, ce qui permet, en association avec
une troisième pompe ionique proche de la chambre à vide, d’établir dans cette
dernière une pression à peu près 100 fois plus faible que près du four.

FIGURE 2.10 – Photos du jet atomique principal. Gauche : Tubes CF 16 pour le réservoir
et le spacer. Droite : détail des éjecteurs et de leur montures

Tube Zeeman et Chambre à vide

Le tube Zeeman est en inox amagnétique, il fait 40 cm de long, il est entouré
par une bobine qui va permettre de procéder au ralentissement des atomes (pa-
ragraphe 5.2.2), elle-même insérée dans un blindage magnétique. On évite ainsi
que les champs importants mis en oeuvre ne s’étendent dans la chambre à vide
où ils pourraient entraîner des perturbations à l’endroit même où les interactions
lumière-atomes ont lieu. De plus on gagne un facteur deux sur le courant néces-
saire dans la bobine.

La chambre à vide est par ailleurs placée juste après la sortie du ralentisseur,
afin que le jet des atomes ralentis n’ait pas le temps de diverger. Elle est en Fortal,
un alliage amagnétique, composé d’Aluminium et d’une série d’additifs, facile à
usiner, et permettant une bonne évacuation de la chaleur dissipée par les bobines
du PMO. Le seul inconvénient est que le matériau est susceptible de se mater. Ceci
empêche l’utilisation de joints cuivre, il est nécessaire de connecter la chambre
aux autres pièces de la chaîne avec des joints mous en indium. Une autre alterna-
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tive aurait été d’utiliser du titane, matériau amagnétique et dur, mais évacuant très
mal la chaleur et beaucoup plus cher.

La chambre (figure 2.12) est constituée d’un cylindre plat de section octogo-
nale. Chacune des huit faces a une ouverture, deux sont utilisées pour se raccorder
au reste de la chaîne et permettre le passage du jet atomique, les 6 autres sont
fermées par des hublots de 30 mm de diamètre avec des joints indium. La base et
le sommet du cylindre présentent pour leur part des hublots plus larges (70 mm
de diamètre). Sur chacune de ces deux faces, on vient fixer une bobines pour le
PMO (paragraphe 2.5.3) équipée d’un circuit de refroidissement, et une couronne,
toujours en Dural, qui sert de support à différents éléments comme des bobines de
compensation du champ magnétique résiduel ou encore des collimateurs de sortie
de fibre optique.

Enfin, dans le prolongement de la zone de capture se trouve le hublot Zeeman
qui permet au faisceau du ralentisseur de passer, dans le sens opposé au jet ato-
mique. Une connexion latérale permet de connecter la troisième pompe ionique
dont le rôle a été évoqué précédemment.

FIGURE 2.11 – Chaîne ultravide complète

Jet atomique secondaire

Un deuxième jet atomique (figure 2.13), indépendant du premier, est utilisé
pour asservir certains lasers sur les transitions atomiques auxquelles ils sont asso-
ciés. La pression de vapeur du Strontium est très basse, l’utilisation d’une simple
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FIGURE 2.12 – Vue éclatée de certaines pièces de la chambre à vide : la chambre elle-
même, une des deux bobines du PMO, une des couronnes utilisées comme support, et la
dérivation qui termine la chaîne en connectant la dernière pompe ionique, et en laissant
passer le faisceau Zeeman.

cellule dans laquelle on ferait de l’absorption saturée nécessiterait de toute façon
un chauffage important (400˚C) à l’endroit même où les lasers interagiraient avec
les atomes, ce qui est susceptible d’entraîner des problèmes. De plus, à haute tem-
pérature, le Strontium devient très corrosif, les fenêtres de la cellule devraient être
en Saphir pour résister.

Le four est exactement identique au premier, il est relié à une croix de pompage
qui permet d’utiliser une pompe ionique pour atteindre un niveau de vide de 10−6

Pa. Le jet traverse ensuite une première zone d’interaction permettant au laser bleu
de venir interroger les atomes, puis une seconde zone que l’on utilise pour asservir
deux lasers rouges à 688 et 689 nm dont le rôle sera expliqué plus loin. Dans cette
deuxième zone d’interaction, deux bobines en configuration Helmholtz génère un
champ magnétique, orienté dans la direction du jet, qui permet de résoudre la
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structure Zeeman des niveaux mis en jeu. Enfin, à la verticale de chacune des
deux zones d’interaction, deux photodiodes sont disposées de façon à observer la
fluorescence associée aux transitions à 461 nm (Γ461/2π = 32 MHz, résistance
de contreréaction de la détection : 500 kΩ), et à 689 nm (Γ689/2π = 7,6 kHz,
résistance : 100 MΩ).

FIGURE 2.13 – Photo du jet atomique secondaire

2.5.2 Le ralentissement Zeeman
Principe

Le ralentisseur Zeeman ([115]) utilise la force de pression de radiation du laser
à 461 nm, de vecteur d’onde k=−k.ez, sur les atomes qui se propagent selon l’axe
z :

Fpr =−h̄k
Γ461

2
s

1+ s+4 ∆2

Γ2
461

ez (2.40)

où s, le paramètre de saturation, est le rapport de l’intensité laser I sur l’intensité
de saturation de la transition Isat = 43 mW/cm2, et ∆, le désaccord total, vaut :
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∆(z,v) = δ − kv(z)−
mqgµB

h̄
B(z) (2.41)

où δ =ωL−ω0 est le désaccord entre la fréquence du laser et celle de la résonance
atomique, mq et g sont le nombre quantique magnétique et le facteur de Landé de
l’atome dans son état 1P1, µB est le magnéton de Bohr, B est le champ magnétique
et v la vitesse de l’atome. Si on utilise un faisceau dont la polarisation est circulaire
(droite ou gauche), on a un couplage vers le sous-état mq =±1, et le déplacement
Zeeman est non nul.

Lorsque l’atome décélère, l’effet Doppler associé diminue, mais on adapte le
profil de B(z) pour que la force reste toujours quasiment à résonance (en réalité,
on reste toujours décalé un peu sur le rouge de la transition dans le référentiel
de l’atome pour entraîner un refroidissement). Des simulations numériques ont
permis d’établir quel serait le profil optimum [101].

Réalisation expérimentale

L’utilisation d’un faisceau convergeant focalisé à la sortie du four (figure 2.14)
permet un meilleur recouvrement entre le laser et le jet atomique, et d’autre part,
on refroidit ainsi les atomes dans la direction transverse, ce qui diminue l’expan-
sion du jet. En pratique, le faisceau possède un waist de 16 µm, il est focalisé à 83
cm du hublot Zeeman de la chambre à vide, et sa puissance est environ de 15 mW.
Un décalage ∆(Zeeman)/2π =−503 MHz optimise le nombre d’atomes ralentis.

La bobine du ralentisseur est réalisée de façon a produire un champ magné-
tique adapté [101]. Dans la mesure où il est nécessaire de dissiper plusieurs cen-
taines de Watts dans les conditions normales de fonctionnement, nous avons amé-
lioré le système initial en enroulant le plus près possible du bobinage un tuyau
en cuivre de 6 mm de diamètre externe. L’ensemble a ensuite été recouvert d’un
mélange de ciment et de carbure de calcium pour que la chaleur soit efficacement
véhiculée vers ces tuyaux, dans lesquels circule de l’eau pour refroidir le système.

Après optimisation des différents paramètres, on a mesuré que la vitesse lon-
gitudinale des atomes passait d’environ 500 m/s à la sortie du four à environ 25
m/s après le ralentisseur. La fraction d’atomes capturés est environ de 3%.
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FIGURE 2.14 – Schéma expérimental associé au laser à 461 nm. Le faisceau à la sortie de
la cavité de doublage est partagé entre les différents besoins : faisceau d’asservissement,
faisceau Zeeman, 3 faisceaux rétroréfléchis pour le PMO, ainsi qu’un faisceau sonde et
un faisceau pousseur.



78 CHAPITRE 2

2.5.3 Piège Magnéto-Optique
Le PMO ([116]) repose sur la combinaison d’un gradient de champ magné-

tique et de la force Doppler exercée par deux faisceaux contrapropageants, qui
produisent une force de rappel pour les atomes dans l’espace des positions et dans
l’espace des vitesses.

Dans le cas de notre expérience (figure 2.14), le gradient de champ est envi-
ron de 2 mT/cm pendant la phase de capture, qui dure typiquement 200 ms. Les
bobines sont arrêtées pendant la fin du cycle pour ne pas entraîner de perturbation
magnétique. Trois faisceaux rétroréfléchis couvrent toutes les directions de l’es-
pace, ils ont chacun une puissance d’environ 6 mW et un waist de 1 cm. Ils sont
désaccordés d’environ 40 MHz de la transition atomique, alors que l’optimum
théorique pour la température est de 16 MHz, mais l’optimisation conduit à trou-
ver un compromis entre la température du nuage et le nombre d’atomes que l’on
parvient à charger. En changeant la fréquence de MAO d, on cible soit l’isotope
fermionique, soit l’isotope bosonique. Les décalages isotopiques sont rappelés sur
la figure 2.15.
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FIGURE 2.15 – Décalages isotopiques, en MHz, entre le Strontium 88 et la structure
hyperfine du Strontium 87.

Un faisceau sonde permet d’envoyer des pulses bleus très brefs (10 ms) pour
faire fluorescer les atomes. Sa puissance a été asservie à environ 1,5 mW, sa fré-
quence est décalée de 14 MHz (resp. 55 Mhz) par rapport à la transition du Stron-
tium 87 (resp. 88). Les atomes sont alors détectés par une photodiode très sensible
intégrée à la chambre à vide. Conformément à ce qui avait été mesuré précédem-
ment [101], on capture environ 106 atomes de Strontium 87 dans un PMO de 3
mm de diamètre à une température de 2 mK, ou alors 107 atomes de Strontium 88
dans un PMO de 8 mm de diamètre à une température de 5 mK.

Enfin, nous avons également mis en place un faisceau "pousseur", qui est exac-
tement à résonance de la transition pour le Strontium 88, et très proche de réso-
nance pour le Strontium 87. Ce rayon est vertical, très fin, il vient percer le PMO
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en poussant localement les atomes hors du nuage, ce qui produit une trace visuelle
très claire. On verra dans la suite que pour s’assurer que le PMO est bien traversé
par le piège dipolaire, on superpose ce dernier sur le faisceau pousseur.

Une perspective de développement de cet aspect de l’expérience serait de dé-
fléchir les atomes juste avant le ralentisseur Zeeman. Ceci permettrait de pré-
réduire la distribution de vitesse avant le ralentisseur et de se débarrasser des
atomes les plus chauds. De plus, avec cette approche, la chambre à vide ne serait
plus dans l’axe du four, ce qui serait susceptible de diminuer l’effet du rayonne-
ment du corps noir. Par ailleurs, les atomes non capturés ne provoqueraient plus
de collisions avec les atomes froids, et ils ne viendraient plus se déposer sur le
hublot Zeeman.

2.6 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons démontré la grande efficacité du doublage de

fréquence obtenu avec un cristal de PPKTP, avec une efficacité de conversion de
50% pour passer de 922 nm à 461 nm, et une grande facilité d’emploi. Nous avons
obtenu une puissance d’environ 230 mW de lumière bleue, ce qui permet notam-
ment de disposer pour le ralentisseur Zeeman et le PMO basés sur la transition
1S0 → 1P1 de faisceaux dont l’intensité est proche de la saturation. Mais cette
étape ne constitue qu’un prérefroidissement : dans le chapitre 3, on verra qu’elle
est associée à un "rangement" des atomes sélectif en vitesse dans les états méta-
stables 3P0 et 3P2, ce qui permet d’accumuler les atomes dans le réseau optique,
avant qu’un deuxième refroidissement ne soit mis en oeuvre pour les amener vers
les états motionnels de plus basse énergie du piège.

La construction d’une nouvelle source bleue a débuté, elle sera associée au
second système à vide, indépendant du premier, que nous souhaitons mettre en
place. Étant donné que les effets thermiques sont importants dans le cristal, il se-
rait dangereux de le soumettre à une puissance de pompe intracavité plus élevée,
la nouvelle source est donc basée sur une deuxième cavité de surtension complè-
tement indépendante de celle qui vient d’être décrite.
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Chapitre 3

Montage expérimental

3.1 Caractéristiques du piège dipolaire
Le piège dipolaire constitue l’élément central du montage expérimental, il per-

met de placer les atomes dans le régime de Lamb-Dicke nécessaire au fonctionne-
ment de l’horloge. Comme cela a été évoqué dans le chapitre 1, la configuration
retenue se présente sous la forme d’un réseau optique vertical à une dimension,
dont les caractéristiques géométriques vont déterminer le profil et la profondeur
du potentiel. La conception technique du piège et de son asservissement ont été
réalisés par Anders Brusch.

3.1.1 Force dipolaire et réseau optique
La force dipolaire trouve son origine dans le gradient d’intensité de l’onde lu-

mineuse E`(r)cos(ω`t+φ(r)) qui interagit avec les atomes. Dans tout ce chapitre,
on suppose que le piège dipolaire est opéré à une longueur d’onde λ`=813 nm. On
se place dans le cas d’un atome à deux niveaux |g〉 et | f 〉, séparés d’une énergie
h̄ωat et présentant un élément de couplage dipolaire électrique dat . Lorsque l’on
néglige la largeur Γ de la transition, on montre en théorie semi-classique que cette
force dérive du potentiel Udip dépendant de la position [70] :

Udip(r) =−
d2

at
2h̄cε0

I(r)
(

1
ωat−ω`

+
1

ωat +ω`

)
(3.1)

Il s’agit du déplacement lumineux des énergies propres de l’atome, proportionnel
à l’intensité du champ par unité de surface I(r) = 1

2ε0cE 2
` (r). Lorsque le faisceau

est désaccordé sur le rouge de la transition atomique (ω` < ωat), les atomes sont
attirés vers les zones de plus forte intensité lumineuse, qui minimisent leur énergie
potentielle (schéma 3.1), on réalise donc un piège au niveau du waist de l’onde.
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FIGURE 3.1 – Les atomes évoluent dans un puits de potentiel dont la profondeur est
proportionnelle à l’intensité de l’onde lumineuse

La solution stationnaire de l’équation pilote pour le cas d’un système à deux
niveaux montre également que les atomes sont presque tous dans l’état fondamen-
tal à l’équilibre, ce qui permet de faire deux remarques complémentaires. Tout
d’abord, le déplacement lumineux 3.1 est donc relatif au niveau |g〉, on peut le
redéfinir comme suit :

∆E|g〉(r) =−
1
4

αg E 2
` (r) avec αg =

d2
at
h̄

(
1

ωat−ω`
+

1
ωat +ω`

)
(3.2)

où αg est la polarisabilité dynamique de l’atome dans l’état |g〉. Par ailleurs,
l’émission spontanée est proportionnelle à Γσ f f , elle est donc très faible dans
le cas d’un paramètre de saturation peu élevé, on dispose donc d’un potentiel non
dissipatif et non chauffant.

La mise en oeuvre de cette force sous la forme d’un réseau optique vertical
permet de piéger les atomes dans des puits espacés de λ`/2, dans lesquels la qua-
lité du confinement est suffisante pour contrôler les effets systématiques liés au
mouvement (chapitre 1). Même si une faible profondeur de piégeage U0 est préfé-
rable pour le fonctionnement ultime de l’horloge, on veut aussi pouvoir disposer
de puits très profonds pour la phase de validation, notamment pour la phase de
chargement des atomes dans le piège, ou encore pour tester l’effet de l’hyperpola-
risabilité, proportionnelle à U2

0 . On insère donc le faisceau du piège dans un cavité
linéaire, dont le facteur de surtension multiplie la profondeur du réseau.

Le champ intracavité associé correspond au mode TEM00 du résonateur, il est
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stationnaire dans la direction longitudinale z, et gaussien dans le plan transverse
paramétré par r =

√
x2 + y2. Les états motionnels sont quantifiés et repérés par les

nombres quantiques nz et nr. On considère que le waist w du faisceau est constant
à l’échelle de longueur avec laquelle on travaille, typiquement la taille du PMO, et

on peut alors écrire l’amplitude du champ comme E`(r,z) = E0e−
r2

w2 cos(k`z). Dans
le cadre le plus général, en tenant compte de la gravité, le potentiel total Ui(r,z)
vu par les atomes dans l’état |i〉 (figure 3.2) peut s’exprimer sous la forme :

Ui(r,z) =U0,i

(
1− e−

2r2

w2 cos2(k`z)
)
+mgz (3.3)

où U0,i est la profondeur du piège. Un terme constant a été ajouté à l’expression 3.3
afin que le potentiel soit nul à l’origine, pour des raisons qui apparaîtront au début
du chapitre suivant. On remarque que l’intensité maximale du champ par unité de
surface I0 et la puissance intracavité P sont reliées par I0 =

8P
πw2 , où le facteur 8,

au lieu de l’habituel facteur 2, vient du fait qu l’onde est rétroréfléchie et que le
fond du potentiel correspond à une interférence constructive. La profondeur U0,i
s’exprime alors en fonction de P et de la polarisabilité αi de l’état interne :

U0,i =
1
4

αi E
2
0 =

1
4

αi
2

cε0
I0 =

1
4

αi
2

cε0

8P
πw2 (3.4)

Sauf mention du contraire, U0 désigne dans la suite le potentiel commun à
|1S0〉 et |3P0〉. Par exemple, pour atteindre une profondeur U0 = 1000Er, il est
nécessaire d’avoir d’avoir une puissance intracavité de 7 W environ si on focalise
sur un waist de 90 µm.

3.1.2 Réalisation expérimentale du piège dipolaire
Caractéristiques géométriques

Une faible valeur du waist w du faisceau piège entraîne un potentiel très pro-
fond (equation 3.4), mais le choix de la valeur relève d’un compromis entre plu-
sieurs éléments :

• On doit trouver une configuration géométrique telle que la stabilité de la
cavité de surtension soit assurée mais également non critique.

• La longueur de Rayleigh zr associée au waist du piège doit être suffisam-
ment grande pour permettre de contrôler la superposition du col du faisceau
avec le PMO.
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FIGURE 3.2 – Représentation du potentiel du piège dipolaire dans un plan (r,z), où r
est une direction quelconque du plan transverse. La pente associée au terme mgz a été
volontairement accentuée : dans le cas U0 = 10Er par exemple, deux minima consécutifs
ne sont décalés que de U0/40 .

• Enfin, d’autres faisceaux, plus étroits, vont être alignés sur l’axe du piège.
On veut pouvoir les superposer de façon non critique avec le col du piège,
leur longueur de Rayleigh doit donc rester de l’ordre du centimètre, ce qui
correspond à des faisceaux dont les waists seraient d’environ 50 µm, on fixe
ainsi une borne inférieure pour w.

La cavité de surtension est délimitée par un coupleur d’entrée M1 et un miroir
arrière M2 monté sur un actuateur piézoélectrique, ces deux optiques étant des
ménisques, de rayons de courbures respectifs 200 mm et 125 mm (figure 3.3). A
l’intérieur de ce résonateur on trouve deux hublots de la chambre à vide, et une
lame M3 positionnée à 45˚ par rapport à la verticale et qui se comporte comme un
miroir à 813 nm. Comme pour la cavité à 461 nm, on utilise les matrices ABCD
pour évaluer l’expression du waist intracavité en fonction de la longueur géomé-
trique Dgom de la cavité [114], l’insert de la figure 3.3 montre que pour un waist
théorique wth = 86 µm, on est encore dans une zone où la dépendance en Dgom
n’est pas trop critique. Cette valeur laisse la possibilité d’aligner des faisceaux
encore plus fins sur l’axe du piège, et par ailleurs, elle correspond à une longueur
de Rayleigh de 29 mm, il y a donc une marge considérable pour la superposition
sur le PMO, qui fait environ 3 mm de diamètre. Dans la mesure où l’on veut que



3.1. CARACTÉRISTIQUES DU PIÈGE DIPOLAIRE 85

Hublots de la 
chambre à vide 

(espacés de 132 
mm)

Coupleur d'entrée M1
R=200 mm, R1= 98% @ 813 

Miroir M2 
R=125 mm, HR @ 813 nm,

HT @ 670-710 nm

Miroir M3 
HR @ 813 nm

HT @ 690-700 nm

e = 6 mm

Faisceau issu 
du laser Ti-Saph

Dgéom  = D1 + D2 
Lentilles d'adaptation de mode

120

100

320

80

60

300

40

20

280
0

260240220200

86 µm

318 mm

Longueur géométrique de la cavité (mm)

W
ai

st
 d

u 
pi

èg
e 

(µ
m

)

PD1

Caméra

D1

D2

waist w situé 
au centre O 

de la chambre 
à vide

f = 30 mmf = 300 f = 50 mm

PD2

M4 

Sortie
de la fibre

Polarisation
intracavité

FIGURE 3.3 – La cavité M1-M2 contient deux hublots de la chambre à vide et une lame
M3 réfléchissante à 813 nm. Trois lentilles (deux pour un téléscope et une lentille d’injec-
tion) adapte le faisceau incident au mode TEM00 de la cavité, les photodiodes PD1 et PD2
permettent de visualiser respectivement les franges en transmission et en réflexion de la
cavité.

le waist soit situé au milieu O de la chambre à vide, on calcule que le miroir M1
doit être à une distance géométrique D1 = 198 mm de O et M2 à D2 = 120 mm.

Grâce à une caméra placée à la verticale de la lame à 45˚, on peut effectuer
une mesure de la divergence du faisceau, et déduire une valeur expérimentale du
waist wexp = 89 µm.

Montage et procédure d’alignement

Le faisceau du piège dipolaire est généré par un laser Titane-Saphir de la so-
ciété Teknoscan, modèle TIS-SF-07, monomode, dont la puissance de sortie est
environ 800 mW. Dans la mesure où la valeur exacte de λmag et les effets des tran-
sitions à deux photons proches de λmag n’étaient pas bien connus initialement, ce
type de laser est particulièrement adapté dans la mesure où il permet de parcourir
une vaste plage du spectre (la courbe d’accordabilité de notre modèle s’étend de
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790 nm à 850 nm environ). Le laser est pompé par un laser Verdi 10 Watts (V10)
de la société Coherent, à 532 nm.

Le rayon du laser Ti :Saph traverse un modulateur acousto-optique, qui sert
à asservir la puissance du piège. Le modulateur fonctionne à 80 MHz, et on par-
vient à transférer 80% de la puissance dans l’ordre +1. On couple ensuite une
fibre à maintien de polarisation optimisée pour 813 nm avec une efficacité d’envi-
ron 70%, afin de transférer la lumière vers le banc optique principal. Du fait des
intensités lumineuses élevées mises en jeu, l’injection s’effectue d’abord à faible
puissance, en s’alignant sur deux diaphragmes de protection en amont de la fibre.
Cette dernière filtre spatialement le faisceau, la puissance totale disponible en sor-
tie est environ P0 = 450 mW avant que trois lentilles, de longueurs focales 30, 75
et 300 mm, ne l’adaptent au mode TEM00 du résonateur. L’ajustement de la posi-
tion des lentilles s’effectue en se basant sur le fait que si le faisceau est bien adapté
à la cavité, l’onde réfléchie par cette dernière doit se rétrocoupler exactement dans
la fibre, ce que l’on peut vérifier par exemple en mesurant l’ordre 0 de la lumière
sortant du MAO du laser Titane-Saphir au retour.

Lorsque la longueur de la cavité est modulée, les franges en transmission
peuvent être observées par la photodiode PD1 grâce à la transmission résiduelle
de M3, et les franges en réflexion mesurée par la photodiode PD2 qui capte une
partie de la lumière réfléchie par la cavité. Mais malgré ces deux signaux, l’ali-
gnement de la cavité est plus complexe que prévu, l’allure des franges s’est avérée
peu reproductible à cause d’un défaut de M1 et M2 difficile à détecter au premier
abord : les deux faces de ces ménisques ne sont pas parfaitement parallèles entre
elles, et donc une rotation de la monture entraîne un désalignement de la cavité.
Dans la mesure où le coupleur M1 en particulier est souvent retiré pour être net-
toyé, nous avons repéré son orientation pour accroître la reproductibilité de son
positionnement.

Pour que le piège dipolaire soit bien centré sur le PMO, on utilise comme ré-
férence le pousseur bleu (chapitre 2) : ce faisceau est accordé en fréquence sur
la résonance 1S0→ 1P1 du Strontium 87, il traverse le nuage atomique verticale-
ment en laissant un signature très nette puisqu’il expulse localement les atomes,
on peut donc le positionner visuellement de façon à ce qu’il "perce" le PMO en
son centre. On superpose le faisceau du piège sur le pousseur en se basant sur
deux points de repère, l’un juste avant la cavité et l’autre juste après. On aligne
ensuite le résonateur en optimisant le rétrocouplage dans la fibre avec M1 et les
franges en transmission de la cavité avec M2. Mais cette dernière étape désaligne
légèrement les faisceaux à cause des déformations des optiques évoquées dans
le paragraphe précédent, il faut donc itérer la démarche plusieurs fois. Une fois
que la démarche a convergé, on cache le pousseur et c’est le piège dipolaire qui
constitue la référence de direction pour toute la suite du montage.
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Puissance intracavité

Les pertes linéaires sont essentiellement dues aux hublots de la chambre à
vide, on considère que M2 et M3 réfléchissent toute la lumière. Des mesures pré-
liminaires ont permis d’établir une déperdition d’environ 0,5% par passage de
hublot, soit α = 2% après un aller-retour, mais l’usage a cependant montré que ce
chiffre dépendait beaucoup de la position du faisceau, il s’est parfois avéré néces-
saire de le translater très légèrement pour descendre les pertes. On choisit donc un
coupleur d’entrée qui réfléchit R1 = 98% de la puissance pour satisfaire au mieux
l’adaptation d’impédance.

Une calibration de l’ensemble M3 + photodiode PD1 a permis d’établir l’échelle
1 V = 4,27 W intracavité. Cette équivalence sera vérifiée a posteriori grâce à la
relation qui existe entre puissance intracavité Pc et fréquence d’oscillation dans
le piège. En conditions nominales, on mesure environ Pc=12,8 W. Par ailleurs, le
contraste C des franges en réflexion est mesuré par la photodiode PD2, et la for-
mule α = C.P0

Pc
permet d’évaluer les pertes linéaires : on mesure nominalement

C = 70%, et on a donc α = 2,5%.
Enfin, on utilise ces valeurs pour évaluer la puissance intracavité théorique.

Avec la même approche que celle du chapitre 2, on a :

Pc '
(1−R1)CPO

(1−
√

R1(1−α))2
(3.5)

On trouve que, théoriquement, Pc doit valoir 12,5 W, il y a donc un bon accord
avec ce qui a été mesuré expérimentalement.

3.2 Asservissement de la profondeur du potentiel
Le réseau optique doit être suffisamment stable pour que les atomes ne soient

pas chauffés après leur capture, ce qui diminuerait le temps de vie effectif du pié-
geage. Par ailleurs, il doit être possible de changer, rapidement et sans perdre les
atomes, la profondeur du potentiel entre les différentes phases de la séquence tem-
porelle. Ces exigences nous ont poussé à mettre en place une chaîne constituée de
trois asservissements dont le temps de réponse n’excède pas quelques microse-
condes.

3.2.1 Asservissement de Hänsch-Couillaud
Principe de la méthode

Pour asservir la cavité du piège dipolaire, on veut éviter de moduler la lon-
gueur de la cavité de surtension, qui se traduirait par une modulation du dépla-
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cement lumineux subi des atomes. Par ailleurs, un processus de chauffage para-
métrique des atomes apparaît si la profondeur du potentiel est modulée à 2 fois
la fréquence d’oscillation dans le piège, ce qui implique d’éviter les intervalles
de fréquence [100 Hz ;1 kHz] et [40 kHz ;500 kHz] (ces chiffres seront justifiés
plus loin). On opte pour la méthode de stabilisation Hänsch-Couillaud, avec une
légère modification par rapport au schéma initial décrit dans la référence [117].
Initialement, c’est un polariseur qui avait été placé dans la cavité par Hänsch et
Couillaud pour autoriser une des polarisations et éteindre l’autre, mais la qualité
de la polarisation sélectionnée se fait toujours au détriment des pertes linéaires,
compromettant ainsi le facteur de surtension du résonateur. Pour parer à ce pro-
blème, nous avions initialement choisi de placer une lame λ/4 intracavité, quasi
parfaitement transparente à 813 nm. Les axes optiques sont alors parfaitement dé-
finis et les phases des deux modes propres du résonateur sont séparés de π sur un
aller-retour, en conséquence, lorsque la longueur de la cavité est ajustée pour que
les interférences soient constructives pour l’une des polarisations, elles sont des-
tructives pour l’autre. Mais dans la mesure où cette technique utilise la différence
de phase entre les deux modes, il s’est finalement avéré que la différence entre
les phases prises à la réflexion des polarisations s et p associées à la lame M3
était suffisante pour les discriminer. La lame λ/4 a donc été retirée du montage.
Globalement, nous avons estimé que la fraction de l’énergie se trouvant dans la
mauvaise polarisation était inférieure à 10−3 (le cube séparateur de polarisation
qui précède la cavité éteint la mauvaise polarisation à mieux que 10−2 de l’éner-
gie, ce chiffre doit encore être multiplié par le facteur de couplage dans la cavité
lorsqu’elle est à résonance pour la bonne polarisation, on considère donc que 10−3

est même une estimation pessimiste).
Une partie du signal réfléchi par la cavité est ensuite décomposée par un ana-

lyseur formé d’une lame λ/4 et d’un cube séparateur de polarisation. La mise en
oeuvre pratique est légèrement différente, mais dans le principe, les axes de la
lame sont alignés sur les axes s et p de M3, mais ils sont à 45˚ de ceux du cube,
de telle sorte que l’on décompose le signal réfléchi dans des directions qui ne sont
pas les directions propres de la cavité. Les intensités correspondant aux faisceaux
finalement obtenus sont détectés par deux photodiodes, et la différence des deux
signaux permet de fabriquer un signal d’erreur adapté à l’asservissement de la
cavité.

Expression du signal d’erreur

Des tests préalables nous ont permis de montrer que les pertes étaient infé-
rieures selon la direction p, c’est donc sur ce mode propre que nous avons choisi
d’utiliser la cavité. On note T1 la transmittivité du coupleur d’entrée (R1+T1 = 1),
δ la phase prise par l’onde p de la cavité et ε la différence entre les phases prises
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par les ondes s et p lors de la réflexion sur M3 (ε = 2(δs−δp) pour un aller-retour).
On considère que l’onde incidente sur la cavité est plane, d’amplitude E0 et pola-
risée linéairement selon une direction formant un petit angle θ avec la direction
p. On peut alors écrire l’amplitude des signaux réfléchis :

E
(r)
p = E0cos(θ)

(
√

R1−T1
eiδ

1−
√

R1eiδ

)
(3.6)

E
(r)
s = E0sin(θ)

(
√

R1−T1
ei(δ+ε)

1−
√

R1ei(δ+ε)

)
(3.7)

Après le passage dans l’analyseur décrit précédemment, les champs réfléchis
et transmis par le cube peuvent s’écrire :

Ea,b =
1√
2

(
1 ±1
±1 1

)(
1 0
0 i

)(
E
(r)
p

E
(r)
s

)
(3.8)

Les intensités correspondantes en sortie sont donc :

Ia,b =
1
2

cε0|Ea,b|2 =
1
2

cε0

∣∣∣∣∣E
(r)
p ± iE (r)

s√
2

∣∣∣∣∣
2

(3.9)

Un calcul montre que que l’on peut exprimer leur différence ∆I = Ia− Ib sous la
forme :

∆I = I02sin(θ)cos(θ)
2T1
(
2
√

R1 cos(δ + ε/2)− (R1 +1)cos(ε/2)
)[

(1−
√

R1)2 +4
√

R1 sin2 δ

2

][
(1−
√

R1)2 +4
√

R1 sin2 δ+ε

2

]
(3.10)

avec I0 =
1
2cε0E2

0 . Les courbes associées aux ∆I pour différentes valeurs de ε sont
reportées sur la figure 3.4, on peut montrer que l’on obtient un signal autour de
δ = 0 d’erreur seulement si

∣∣cos
(

ε

2

)∣∣< 2
√

R1
R1+1 , soit 0,02 < |ε|, avec −π < ε ≤ π .

Ceci correspond au fait que le déphasage entre les ondes s et p doit être suffisam-
ment grand pour pouvoir résoudre les résonances associées, dont la largeur est
déterminée par la finesse de la cavité.

Mise en oeuvre de l’asservissement

En sortie de fibre, la lame λ/2 Foxtrot (figure 3.5) permet d’ajuster la pola-
risation du faisceau pour que le maximum de puissance soit transmis par le cube
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FIGURE 3.4 – Signaux d’erreur en fonction du déphasage autour de δ = n2π , l’échelle
ayant été recalée autour de δ = 0. La courbe associée à 3.10 ne s’annule pas exactement
en δ = 0, mais en pratique le signal obtenu expérimentalement est de toute façon déformé.
Comme on le verra plus loin (paragraphe 3.2.3), un asservissement supplémentaire, qui
corrige l’offset global du signal d’erreur, a été mis en place pour parer à ce problème.

Tango, ce qui minimise les pertes, contrairement à la lame semi-réfléchissante uti-
lisée dans la méthode originelle. La lame λ/2 Charlie permet de s’aligner sur l’axe
p de la cavité, tout en gardant un angle θ non nul pour ne pas éteindre le signal
d’erreur 3.10. Bien que la lumière réfléchie par le résonateur soit au retour quasi
entièrement transmise par le cube Tango, une fraction de la lumière est réfléchie
à cause des défauts du cube. Sa polarisation est non déterminée, mais on utilise la
lame λ/2 Romeo pour la réaligner le mieux possible sur la direction p du montage
et ainsi se rapprocher du cas théorique. La lame λ/4 India et le cube Delta jouent
ensuite le rôle d’analyseur qui a été décrit précédemment, ils décomposent le si-
gnal en deux composantes σ+ et σ− détectées par les photodiodes PDa et PDb,
la différence est ensuite traitée par un double intégrateur, dont la sortie asservit la
longueur de la cavité en contrôlant l’actuateur piézoélectrique sur lequel et monté
le miroir M2. La bande passante de cete boucle a été portée à environ 10 kHz en
insérant l’actuateur dans une monture lourde, de forte inertie.

3.2.2 Asservissement de la puissance
Ce premier niveau de contrôle assure l’asservissement de la cavité sur son

mode TEM00, mais il ne peut par contre pas éviter les fluctuations de la puissance
intracavité, qui dépend de la puissance P0 disponible après la fibre. Par ailleurs, la
bande passante est limitée à une dizaine de kiloHertz. Un deuxième étage est donc
nécessaire pour rétroagir sur ce paramètre : lorsque l’asservissement de Hänsch-
Couillaud est actif, la photodiode PD1 compare la puissance intracavité Pc à un
consigne extérieure Pre f , très stable dans le temps, et un double intégrateur vient
contrôler la puissance de sortie du modulateur acousto-optique injectant la fibre
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FIGURE 3.5 – Asservissements du piège dipolaire. Le premier étage de contrôle asservit
la longueur de la cavité selon la méthode Hänsch-Couillaud, modifiée en définissant les
axes propres de la cavité non pas par un polariseur mais par les axes s et p imposés par la
réflexion du faisceau sur la lame intracavité à 45˚. Le deuxième étage consiste à rétroagir
sur la puissance d’entrée P0 pour asservir la puissance intracavité. Enfin le troisième étage
corrige l’offset que l’on peut avoir sur le signal d’erreur du premier étage.

pour annuler la différence Pc−Pre f .
Cet asservissement possède une bande passante d’environ 100 kHz, il dimi-

nue considérablement le bruit sur l’intensité intracavité (figure 3.6) et permet de
contrôler cette dernière indépendamment de la longueur de la cavité. On est ainsi
en mesure de changer la profondeur du potentiel en quelques microsecondes, no-
tamment lorsque l’on passe de la phase de piégeage à celle d’interrogation. En
pratique, quelques millisecondes sont nécessaires afin d’assurer le passage adia-
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batique des atomes d’une configuration à une autre.

3.2.3 Asservissement de l’offset
Le signal d’erreur obtenu expérimentalement pour l’asservissement de Hänsch-

Couillaud 3.10 est toujours déformé par rapport au cas idéal représenté sur la fi-
gure 3.4. On ajoute donc un dernier étage de contrôle pour s’asservir au sommet
des franges de la cavité, ce qui d’une part maximise la puissance, et d’autre part
rejette les fluctuations résiduelles de longueur de la cavité, qui deviennent d’ordre
deux. Par ailleurs, cette approche permet le contrôle des fluctuations de l’offset du
signal d’erreur 3.10 sur le long terme, dues à des phénomènes thermiques.

On somme un offset sur le signal Ia− Ib, on le module lentement, à une fré-
quence de 1 Hz, et on détecte de façon synchrone la réponse sur l’asservissement
de puissance (figure 3.5). Un intégrateur simple étage rétroagit sur l’offset par le
biais d’un sommateur, l’ensemble ayant une bande passante de 0,1 Hz environ.

3.2.4 Evaluation de la stabilité du piège
Grâce à ces trois étages de contrôle, le piège dipolaire peut rester asservi pen-

dant plusieurs heures. Il est cependant nécessaire d’évaluer le niveau de stabilité
du potentiel effectif vu par les atomes, en mesurant la densité spectrale de puis-
sance du bruit d’intensité intracavité, Sε(ν), où ε(t) = I(t)−I0

I0
. La mesure se fait

avec une photodiode placée derrière la lame à 45˚, reliée à un analyseur de spectre.
Les résultats sont représentés sur le graphique 3.6, on constate que l’ajustement du
gain de l’asservissement fait baisser le spectre du bruit pour les basses fréquences,
et que, en ajoutant encore l’asservissement sur la puissance et celui sur l’offset,
on amène le bruit au niveau de celui du détecteur au-delà de 1 kHz. Le taux de
chauffage Γε associé à l’énergie moyenne 〈E〉 dans la cavité, et à une fréquence
d’oscillation νosc peut s’exprimer sous la forme [118] :

d〈E〉
dt

= Γε〈E〉 avec Γε = π
2
ν

2
oscSε(2νosc) (3.11)

On extrapole le comportement de la courbe correspondants à tous les asservis-
sement actifs, limitée à 10−12 Hz−1 pour les hautes fréquences à cause de la bande
passante du détecteur : on suppose ainsi qu’entre 50 et 100 Hz, Sε reste inférieure
à 10−9 Hz−1, et qu’au delà de 10 kHz, Sε vaut 10−13 Hz−1 (on néglige la remon-
tée dans les spectres attendue vers 800 kHz à cause de relaxations dans le cristal
du laser Titane Saphir). En s’appuyant sur le graphe et sur ces hypothèses, on dé-
duit que pour un piège de grande profondeur, avec des fréquences d’oscillation
typiques longitudinale νz=245 kHz et transverse νt=500 Hz, on a Γε,z = 5,9.10−2

s−1 et Γε,t = 2,5.10−5 s−1. A faible profondeur, par exemple νz=22 kHz et νt=50
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FIGURE 3.6 – Bruit relatif d’intensité intracavité, avec les différents asservissements ra-
joutés successivement. Les deux courbes les plus hautes correspondent à l’asservissement
de la cale piézoélectrique par la méthode de Hänsch-Couillaud avec un gain quelconque
(points noirs) et avec un gain optimisé (points-tirets bleus). Pour observer l’effet de l’as-
servissement de l’offset indépendamment de celui de la puissance sur lequel il s’appuie,
on le simule en se plaçant manuellement au sommet de la frange alors que le contrôle op-
timisé du piézo est actif, ce qui permet d’obtenir la troisième courbe (tirets verts). Enfin,
la dernière courbe (trait plein rouge) correspond au cas où tous les étages de contrôle sont
actifs, le bruit est limité à environ 10−12 Hz−1 par le bruit de la photodiode au delà de 1
kHz.

Hz pour U0 = 10Er, on obtient Γε,z = 4,8.10−4 s−1 et Γε,t = 2,5.10−5 s−1. Dans
tous les cas, le temps de chauffage caractéristique 1/Γε est grand devant les temps
de cycle typiques de moins d’une seconde qui sont utilisés, on conclut donc que
le bruit d’intensité n’est pas un facteur susceptible de diminuer la durée de vie des
atomes dans le piège.
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3.3 Drain atomique

3.3.1 Limites des processus de refroidissement
Le chargement du piège dipolaire doit permettre de placer dans le régime de

Lamb-Dicke un grand nombre d’atomes en un temps aussi court que possible, il
est nécessaire de trouver une stratégie efficace pour respecter ces critères.

Le piège magnéto-optique (PMO) bleu 1 permet d’obtenir un nuage d’environ
106 atomes froids à une température de 2 mK. Dans la mesure où la structure
hyperfine de 1P1 est mal résolue, le refroidissement sub-Doppler basé sur cette
transition n’apporte pas d’amélioration déterminante [119]. Si on superpose le
piège dipolaire avec le nuage, seuls les atomes qui sont dans le potentiel et dont
l’énergie cinétique est inférieure à la profondeur du piège au moment où on arrête
les faisceaux de refroidissement sont capturés. On ne peut donc collecter qu’une
faible fraction de la distribution de vitesse, et il n’y a pas assez d’atomes pour
obtenir un bon rapport signal sur bruit (mettre un chiffre). Deux solutions peuvent
être envisagées pour améliorer la capture : soit on procède à une étape de refroi-
dissement supplémentaire avant de charger le piège, soit on utilise une approche
qui permet d’accumuler les atomes dans le potentiel.

Le refroidissement Doppler sur la raie étroite 1S0→ 3P1, de largeur Γ689/2π =
7,6 kHz, présente une limite Doppler de l’ordre de 200 nK. Pour des faisceaux de
l’ordre de 2 cm de diamètre, on peut calculer que les atomes dont la vitesse est
inférieure à V689 ' 2,5 m/s sont arrêtés, ce refroidissement est donc impossible
à mettre en oeuvre juste après le ralentisseur Zeeman, où la vitesse longitudinale
des atomes est piquée autour de V0 = 22 m/s [101]. En revanche, un PMO rouge
peut tout-à-fait être envisagé s’il s’appuie sur un nuage atomique pré-refroidi par

le PMO bleu pour lequel
√
〈V 2〉=

√
3kBT

m ' 0,75 m/s.
Cette approche est celle utilisée par les groupes d’Hidetoshi Katori[120, 100]

et John Hall [99], elle est particulièrement simple pour le Strontium 88, du fait de
l’absence de sous-structure dans le niveau fondamental, et des pièges de densité
1012 cm−3 à T ' 400 nK ont été réalisés [120]. Le problème est plus difficile
pour l’isotope fermionique 87, l’état 3P1 présente une structure hyperfine réso-
lue à l’échelle de la largeur naturelle du niveau, contrairement à l’état 1P1 sur
lequel s’appuie le PMO bleu. La sensibilité magnétique µe de 3P1 est beaucoup
plus grande que celle µg de 1S0, on peut montrer que ceci conduit à un confine-
ment limité à une portée de h̄δ

mF µeb′ , où b′ est le gradient du champ magnétique,
mF le nombre magnétique et δ le désaccord laser. Pour b′ = 3 G/cm et δ = Γ689,
on constate que le piégeage est limité à 240 microns, on ne peut donc capturer
qu’une fraction réduite des atomes ayant une vitesse inférieure à la vitesse de cap-

1. Ici, "bleu" désigne la transition 1S0→ 1P1 et "rouge" la transition 1S0→ 3P1
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ture dans la mesure où le PMO bleu a un rayon de 1,5 mm environ. Par ailleurs,
plus les atomes vont vers les sous-niveaux Zeeman extérieurs, plus les coefficients
de Clebsch-Gordan sont différents pour les transitions σ+ et σ−, et les atomes ne
voient plus du tout les mêmes forces de rappel selon leur mF . En plus du laser
désaccordé sur le rouge de la transition |1S0,F = 9/2〉 → |3P1,F = 11/2〉 corres-
pondant à un PMO classique, un laser supplémentaire légèrement sur le rouge de
la transition |1S0,F = 9/2〉→ |3P1,F = 9/2〉 est nécessaire pour assurer le repom-
page des atomes dans un sous-état qui leur permet de toujours voir une grande
force de rappel. Des nuages de 106 atomes à 2 µK ont pu être réalisés, mais le
temps nécessaire au chargement est supérieur à 100 ms [100], et par ailleurs le
diamètre typique de l’assemblée, 240 microns, rend sa superposition avec le piège
dipolaire expérimentalement difficile à mettre en oeuvre.

Dans la mesure où l’on souhaite limiter au maximum le temps mort, c’est-à-
dire la fraction du cycle qui est dédiée à la préparation des atomes et non pas à
leur interrogation, il apparaît que cette approche n’est pas optimale. Nous avons
donc imaginé une stratégie de chargement totalement différente, qui consiste à
accumuler les atomes dans le piège dipolaire directement pendant la phase de
refroidissement du nuage par le PMO bleu.

3.3.2 Principe du drainage atomique
Le "drain atomique" est une approche qui consiste à découpler, pour les atomes,

la dynamique liée au PMO bleu et celle due au réseau optique. Si on se contente de
superposer les deux pièges, les atomes captés par le potentiel dipolaire s’échappent
dès qu’ils sont dans leur état interne fondamental, état dans lequel ils sont exposés
aux photons des forces Doppler bleues. Pour accumuler les atomes, il est donc
nécessaire de les empêcher de revenir en 1S0 lorsqu’ils sont capturés dans le piège
dipolaire. Nous avons choisi d’étager les atomes dans les états métastables 3P0
et 3P2 lorsque la probabilité qu’ils soient capturés par le potentiel dipolaire est la
plus élevée.

Expérimentalement, le PMO bleu est traversé par le réseau optique vertical
formé par une onde stationnaire dont le waist est centré sur le PMO pour que les
puits soient les plus profonds possibles à la hauteur du nuage d’atomes (figure
3.7). Le drain atomique est constitué de deux autres faisceaux, à 689 et 688 nm,
accordés respectivement sur les transitions |1S0〉→ |3P1〉 et |3P1〉→ |3S1〉, alignés
et centrés sur le réseau optique. Les atomes pris par le drain sont alors transférés en
3S1, qui se désexcite spontanément dans 67% des cas vers les niveaux métastables
3P0 ou 3P2, dont les durées de vie sont bien plus longues que les temps de cycle,
ou bien, dans 33% des cas, vers 3P1 puis éventuellement 1S0, états dans lesquels
ils sont à nouveau candidats au drainage. Par ailleurs, les faisceaux du drain ont un
waist nettement inférieur à celui du réseau, de telle sorte qu’ils "pointent" l’endroit
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FIGURE 3.7 – En même temps que les faisceaux du PMO sont actifs, les deux lasers
du drain atomiques entraînent les atomes qui sont au centre du piège, où le potentiel est
le plus profond, vers l’état 3S1. Ceux qui se désexcitent spontanément en 3P0 et 3P2 sont
"étagés", c’est-à-dire isolés de la dynamique du PMO, et susceptibles de tomber dans le
potentiel, les autres recommencent le cycle et ont une probabilité de rejoindre les états
métastables.

où le potentiel dipolaire vaut U0, c’est-à-dire l’endroit où la probabilité de capture
dans le piège est la plus élevée : lorsque les atomes sont drainés dans les états
métastables, ceux dont l’énergie cinétique est plus petite que U0 sont capturés dans
le réseau optique et y demeurent puisqu’ils sont isolés des faisceaux du PMO. On
a ainsi sélectionné les atomes les moins rapides, que l’on va accumuler dans la
mesure où la rethermalisation du piège magnéto-optique produit continûment de
nouveaux atomes lents qui entretiendront le processus.

Cette étape est suivie par une courte séquence de repompage visant à ramener
les atomes des deux états métastables vers le fondamental (figure 3.8). Il est au
préalable nécessaire d’éteindre les faisceaux du PMO et ceux du drain atomique,
afin que 1S0 ne soit couplé avec aucun autre état, ainsi que le champ dans les bo-
bines du PMO dans la mesure où l’on veut maîtriser le profil du champ magnétique
pour la suite. On active pour cela deux nouveaux lasers, appelés repompeurs dans
la suite, alignés sur le piège dipolaire et respectivement ajustés sur les transitions
|3P0〉 → |3S1〉 (679 nm) et |3P2〉 → |3S1〉 (707 nm). En utilisant 3P1 comme relais,
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FIGURE 3.8 – Lorsque la phase de drainage atomique est achevée, on éteint tous les fais-
ceaux associés, puis on allume deux lasers repompeurs à 679 nm et 707 nm qui amènent
les atomes des états métastables vers 3S1, d’où ils se désexcitent soit vers 3P1 avant de
retomber en 1S0, soit vers 3P0 ou 3P2 où ils sont repompés à nouveau.

tous les atomes reviennent en 1S0 en un temps de l’ordre de la milliseconde. Afin
de s’assurer que tous les atomes vont être repompés, les fréquences de ces lasers
sont modulées (paragraphe 3.3.3) pour couvrir toutes les transitions hyperfines
potentiellement réalisables (figure 3.11). On évite ainsi d’avoir à s’asservir sur
des raies qui sont d’une part a priori difficiles à observer, et qui sont d’autre part
réparties sur plusieurs GigaHertz pour chacune des deux familles de transitions.

3.3.3 Mise en oeuvre du montage
Sources lasers

Les différents lasers utilisés dans cette approche de chargement du piège sont
des diodes laser en cavité étendue. Pour la gamme de longueur d’onde allant
de 688 nm à 698 nm, donc notamment pour les deux lasers du drain atomique,
on dispose de filtres interférentiels que l’on place dans la cavité pour rendre
la source monomode [121]. Ces filtres ont été fournis par la société Research
Electro-Optics, ils sont constitués d’un empilement de couches qui induisent des
interférences multiples de la lumière incidente. Pour un angle d’incidence donné,
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seule la longueur d’onde pour laquelle les interférences sont constructives est
transmise, dans une fenêtre de ±0,1 nm, le reste du spectre est réfléchi. Aux lon-
gueurs d’onde pour lesquelles il n’y a pas de filtre disponible, à 679 nm et à 707
nm, un réseau de diffraction en réflexion ferme la cavité étendue et sert également
à sélectionner un mode particulier. Dans les deux cas, les lasers possèdent une lar-
geur spectrale typique de 50 kHz si on ne tient compte que du bruit blanc (plutôt
200 kHz si on prend en compte la remontée en 1/ f due au bruit de scintillation
à basse fréquence), avec des modes espacés d’environ 2 GHz quand on balaye le
courant.

Le laser à 689 nm correspond à la transition |1S0,F = 9/2〉 → |3P1,F = 9/2〉,
dont le largeur naturelle est environ 7,6 kHz, il est donc nécessaire de contrôler
la source par une référence externe pour réduire sa largeur spectrale. Sur un banc
optique annexe, on référence le laser sur une cavité ultra-stable avec la méthode
de Pound-Drever-Hall [122] (figure 3.9). Cette technique sera vue plus en détail
dans la description du laser d’horloge, mais on estime ici que le laser ainsi asservi
a une largeur inférieure à 100 Hz. Afin de combler l’écart entre la fréquence du
mode de la cavité et celle de la transition atomique, on dispose deux modulateurs
acousto-optiques MAO1 et MAO2 avant d’injecter une diode laser esclave qui
augmente la puissance laser disponible. Enfin, deux fibres à maintien de polarisa-
tion transfèrent la lumière vers le banc optique principal.
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FIGURE 3.9 – Montage optique des lasers à 688 et 698 nm. FMP : Fibre à Maintien de
Polarisation, MEO : Modulateur Electro-Optique, MAO : Modulateur Acousto-Optique,
FI : Filtre Interférentiel, PDA : Photodiode à Avalanche, IO : Isolateur Optique, λM :
Lambdamètre. Les chemins en pointillés remplacent les chemins en trait plein lorsqu’on
passe du 87Sr au 88Sr.
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Pour contrôler en fréquence les lasers impliqués dans le drain atomique, on
adopte une approche similaire à celle choisie pour le laser à 461 nm, c’est-à-dire
en utilisant l’isotope 88. Il est d’une part plus abondant que le 87, et d’autre part
il possède une structure Zeeman beaucoup plus simple du fait de la nullité du spin
nucléaire : 1S0 ne présente que mF = 0, et la dégénérescence entre les niveaux
mF =−1, 0,+1 de 3P1 et 3S1 est levée en appliquant un champ magnétique exté-
rieur avec une paire de bobines en configuration Helmholtz. Deux faisceaux, à 689
et 688 nm, sont envoyés vers le petit jet atomique avant d’être rétroréfléchis. Les
atomes traversent en premier lieu le faisceau à 689 nm, on observe un creux d’ab-
sorption saturée de 200 kHz de large environ pour les trois transitions |1S0, mF =
0〉→ |3P1, mF =−1, 0,+1〉, et on ajuste la fréquence pour que le niveau d’arrivée
soit mF = 0. Immédiatement après, les atomes traversent le faisceau à 688 nm de
telle sorte que le niveau 3P1, mF = 0 soit encore suffisamment peuplé, le coeffi-
cient de Clebsch-Gordan est nul pour une transition J = 1, m = 0→ J = 1, m = 0,
on n’observe donc que les deux transitions |3P1, mF = 0〉 → |3S1, mF =−1,+1〉.
Pour asservir les deux lasers, on sonde successivement les deux résonances en
appliquant une modulation carrée de 100 kHz de profondeur et on détecte de fa-
çon synchrone la réponse sur la fluorescence des atomes. Le signal d’erreur gé-
néré est intégré numériquement pour s’asservir à mi-hauteur du pic d’absorption
saturée de la transition |1S0, m = 0〉 → |3P1, m = 0〉 en agissant sur le modula-
teur MAO1 en double passage qui injecte l’esclave à 689 nm, et à mi-hauteur du
creux entre les transitions |3P1, m = 0〉 → |3S1, mF = ±1〉 en contrôlant la cale
piézoélectrique de la cavité étendue du laser à 688 nm. Nous avons estimé que
le contrôle des fréquences se faisait avec une incertitude de 4 kHz pour la source
à 689 nm, et de 4 MHz pour celle à 688 nm. Enfin, on décale les fréquences
avec les modulateurs MAO4 et MAO6 pour combler les écarts isotopiques avec
le Strontium 87 (figure 3.10), les transitions les plus facilement accessibles étant
|1S0, F = 9/2〉→ |3P1, F = 9/2〉 et |3P1, F = 9/2〉→ |3S1, F = 9/2〉 (figure 3.10).

Les repompeurs sont également installés sur le banc optique annexe pour des
raisons d’encombrement, et leurs fréquences sont modulées très rapidement, on
se dispense ainsi de les asservir sur des raies atomiques difficiles à observer. Cette
approche permet de repomper de manière très simple tous les sous-états de 3P2,
qui possède 5 niveaux hyperfins (figure 3.11).

Avec un lambdamètre, on se centre au milieu de l’intervalle que l’on souhaite
couvrir, puis on module de ±4 GHz, ce qui correspond à peu près à couvrir 4
modes laser successifs. Mais comme cela est souligné par le graphe 3.12, il n’est
pas suffisant de moduler uniquement le courant de la diode, il resterait de nom-
breuses zones non couvertes, puisque un mode n’est accordable que sur δ f ' 100
MHz par le courant, alors que deux modes successifs sont séparés de ∆ f ' 2 GHz.
Entre deux périodes Ti de la modulation d’intensité dans la diode, on fait donc dé-
river lentement la longueur de la cavité étendue en modulant le courant de la cale
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piézoélectrique avec un période Tp beaucoup plus longue, et avec une amplitude
telle qu’elle couvre tout l’intervalle spectral libre ISL'1 GHz. Pour qu’il y ait un
recouvrement entre un mode donné et sa transformée après un temps Ti, il faut a
priori qu’il y ait entre les périodes la relation :

ISL
Tp

Ti ≤ δ f ⇒ fi ≥ 10 fp (3.12)

On a donc choisi de moduler la cale piézoélectrique au maximum de sa bande
passant, environ fp = 1 kHz, et le courant de la diode à fi = 14 kHz. Il s’est avéré
en fait que la sensibilité à la condition 3.12 n’était pas très critique. Pour combler
l’écart ∆ f , il faut qu’un mode se décale de l’ordre de ∆ f

δ f = 20 fois, ce qui prend
un temps 20Ti ' 1 ms.
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FIGURE 3.12 – Bande de fréquence couverte par un laser repompeur. En trait fin bleu :
Variation de la fréquence quand seule la longueur de la cavité est modulée, en trait moyen
gris : variation de la fréquence quand seul le courant de la diode est modulée, en trait épais
rouge : lorsque les deux modulations sont actives simultanément, on parvient à couvrir un
zone continue de fréquence, on optimise a priori en assurant un recouvrement entre deux
passages successifs sur le même mode.

Enfin, la question de la polarisation des repompeurs ne se pose pas, il existe ef-
fectivement des états noirs qui potentiellement pourraient laisser certaines combi-
naisons de sous-états magnétiques isolées, mais lorsque la fréquence de ces lasers
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est modulée plus vite que la durée de vie de ces états noirs, ils ne sont pas stables
et sont donc repompés. Expérimentalement, on ajuste la vitesse de modulation
jusqu’à ce que l’efficacité du processus de repompage soit proche de 1.

Ajustement des paramètres des faisceaux

Les paramètres des faisceaux du drain atomique doivent être ajustés, d’une
part pour permettre un bonne efficacité du processus décrit précédemment, et
d’autre part pour que la mise en oeuvre expérimentale soit réalisable.

Le drain atomique doit être plus étroit spatialement que le piège dipolaire pour
que les atomes ciblés soient préférentiellement ceux qui sont proches de l’axe,
c’est-à-dire là où le potentiel est le plus profond. Les deux lasers impliqués (à
688 et 689 nm) doivent donc posséder un waist inférieur à 90 µm, nous avons
choisi une valeur commune de wd = 50 µm, ce qui correspond à une longueur de
Rayleigh zR = 11 mm. Un piège dipolaire encore plus fin spatialement permettrait
d’augmenter l’efficacité de capture des atomes, mais, si le drain est par exemple
deux fois plus étroit, la valeur de zR associée rendrait alors la superposition des
waists des différents faisceaux très critique, les valeurs choisies résultent donc
d’un compromis.

La puissance des deux lasers du drain détermine à quelle distance de l’axe
les atomes vont être étagés en 3P0 ou 3P2, il est donc nécessaire de trouver un
compromis pour maximiser la capture par le piège dipolaire. Si les puissances sont
trop faibles, le transfert vers les états métastables n’est pas opérant, et à l’inverse si
elles sont trop élevées, le transfert aura lieu en moyenne plus loin de l’axe, là où la
profondeur plus faible du potentiel entraînera la capture d’un nombre plus faible
d’atomes. En se basant sur l’optimisation du nombre d’atomes dans le piège, on a
finalement opté pour des puissances P689 = 3µW et P688 = 30µW. On peut alors
s’assurer que le temps de séjour moyen Ts des atomes dans le tube formé par le
drain reste grand devant le temps de pompage optique Tpo de 1S0 vers les états
métastables.

Les caractéristiques des faisceaux des lasers repompeurs sont beaucoup moins
critiques, on leur donne waist de 200 µm pour couvrir tout le faisceau du piège
dipolaire. Les puissances vues par les atomes sont P679 = 500µW, soit I679 '
103× Isat,679, et P707 = 200µW, soit I707 ' 102× Isat,707. Sur la figure 3.13, on
représente la fluorescence des atomes ramenés en 1S0 en fonction du temps (la
détection sera détaillée en fin de chapitre), on constate que conformément à la
prévision tirée de la figure 3.12, un temps typique d’une milliseconde est suffisant
pour repomper tous les atomes. En pratique, on prend quelques millisecondes
supplémentaires.
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FIGURE 3.13 – Fluorescence des atomes repompés en 1S0 en fonction du temps. Après
une milliseconde, on constate que le taux de repompage ne varie quasiment plus. Les
points anguleux proviennent simplement de la résolution temporelle.

Procédures d’alignement

L’alignement des deux lasers du drain atomique l’un avec l’autre est critique,
ce qui nous a poussé à améliorer notre approche au cours du temps. Après avoir
été ajustés par les modulateurs MAO3 et MAO4 sur les fréquences propres de
l’isotope fermionique, les deux faisceaux sont tout d’abord recombinés par un
filtre interférentiel FI1 qui transmet le laser à 688 nm et réfléchit celui à 689 nm,
puis on leur fait traverser un trou de filtrage spatial de 20 µm de diamètre, qui
leur donne ainsi un waist commun, en taille et en position. Dans la mesure où les
longueurs d’onde sont quasiment les mêmes, ils sont ensuite toujours imagés au
même endroit, on les considère comme un tout dans la suite.

Le drain atomique doit être aligné sur le réseau optique pour que l’on soit en
mesure de pointer le centre du piège dipolaire avec une précision inférieure au
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waist (50 µm). On prend deux points de référence situé environ 1 m en amont et
1 m en aval du PMO pour confondre les deux faisceaux en champ lointain, puis
on image les waists sur la caméra située à la verticale de la chambre, qui permet
d’affiner la superposition, avec une précision que l’on évalue à mieux que 10 µm,
ce qui est suffisant par rapport au waist de 50 µm du drain à insérer dans le waist
de 90 µm du piège.

Les repompeurs enfin sont également recombinés par un filtre interférentiel
avant d’être injectés dans une fibre optique que l’on amène à la verticale du PMO.
L’alignement n’est pas aussi critique que le précédent, on se contente d’orienter
la sortie de fibre pour que les faisceaux passent par le trou calibré situé de l’autre
côté du PMO et qui a servi à donner un point fixe au drain atomique.

3.4 Refroidissement des atomes piégés
Plusieurs effets systématiques sont étroitement liés à la température de l’as-

semblée, qui invite à amener celle-ci à un niveau le plus bas possible. L’évaluation
des effets dépendant de la profondeur U0 du potentiel ne peut se faire précisément
que si celui-ci est bien défini, ce qui est particulièrement critique pour l’hyperpo-
larisabilité, proportionnelle à U2

0 . Il est donc nécessaire que les atomes voient le
potentiel effectif le plus uniforme possible, ce qui implique qu’ils soient localisés
au fond des puits. Ensuite, si l’assemblée est trop chaude, on va être très sensible
à l’alignement du faisceau sonde sur la direction du piège, ce qui augmente la
sensibilité à l’effet Doppler. Enfin, la largeur des raies entourant la porteuse est
également liée à la température des atomes, le refroidissement permet donc de
prévenir un pulling excessif sur la résonance d’horloge. Par ailleurs, la stabilité
peut également être affectée : lorsque l’on fait la spectroscopie de la transition de
référence, même si on ne change pas de niveau vibrationnel, la fréquence de Rabi
dépend de l’état nz, donc si de nombreux niveaux sont peuplés, cela résulte en une
perte de contraste de la résonance quel que soit le temps d’interrogation choisi, le
rapport signal sur bruit s’en trouve donc dégradé.

Si les atomes sont capturés dans un piège dont la profondeur maximale est 260
µK, seuls quelques pourcents sont dans l’état fondamental si on suppose que la
température est du même ordre de grandeur. L’objectif fixé au chapitre 1 de 90%
des atomes dans l’état motionnel nz = 0 équivaut à une température de 0,5 µK à
U0 = 10Er, soit environ 6 µK à profondeur maximale. Une étape de refroidisse-
ment supplémentaire est donc nécessaire pour réduire la distribution des atomes
dans les états externes nz.

Elle doit s’accompagner d’un refroidissement dans le plan transverse dans la
mesure où le potentiel longitudinal effectif dépend de la quantification du mouve-
ment dans ce plan comme on peut le voir sur la figure 3.14. Les transitions de type
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(nz,nr)→ (nz + 1,n′r), rendues possibles notamment par les processus collision-
nels, sont essentiellement empêchées si la distribution des nr est réduite. De plus,
lorsque l’on va ouvrir le potentiel de façon adiabatique pour la phase de spectro-
scopie proprement dire, on veut s’assurer que l’on garde les atomes dans le piège,
ce qui implique la encore de réduire leur distribution dans toutes les directions.

FIGURE 3.14 – Potentiel effectif vu pas les atomes. On a zoomé sur un des puits du
réseau et on adopte un point de vue classique : plus nr est grand, plus en moyenne l’atome
voit un potentiel longitudinal faible : ωz(r′)< ωz(r) si r′ > r.

3.4.1 Position du problème, choix du type de refroidissement
Seuls les atomes les plus lents sont sélectionnés par le processus de charge-

ment du piège dipolaire, le refroidissement sur la raie étroite |g〉 = |1S0,mF =
9/2〉→ |e〉= |3P1,mF = 9/2〉, de fréquence ω689/2π et de largeur Γ689/2π = 7,6
kHz, devient efficace. On continue à se baser sur le niveau hyperfin 9/2 de |3P1〉,
toujours à cause de l’accessibilité de sa fréquence. La stratégie la plus adaptée
pour réduire l’énergie associée au mouvement externe de l’atome est le refroi-
dissement par bande latérale, qui s’appuie sur les niveaux de quantification n du
piège lui-même (figure 3.15) [123, 124]. Un laser de fréquence ωlas/2π est désac-
cordé de façon à exciter la bande latérale rouge de la transition (n→ n−1), puis,
par émission spontanée, le processus le plus probable est de se désexciter dans
le même niveau vibrationnel (n− 1→ n− 1). Cette stratégie est possible dans la
direction longitudinale, dans la mesure où les bandes latérales sont résolues (280
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kHz à comparer à une largeur naturelle de 7,6 kHz), mais ce n’est en revanche pas
du tout le cas pour le plan transverse (570 Hz contre 7,6 kHz), dans lequel on se
contente d’un refroidissement Doppler classique.

Potentiel dipolaire
vu par 3P1

Potentiel dipolaire
vu par 1S0

n'z=0

n'z=1

n'z=2

n'z=3

nz=0

nz=1

nz=2

nz=3

FIGURE 3.15 – Principe du refroidissement par bande latérale. Le laser de refroidisse-
ment est calé sur une transition n→ n−1, puis l’émission spontanée se fait préférentielle-
ment comme n−1→ n−1. On note ici que le potentiel vu par l’atome est différent selon
que l’état interne est 1S0 ou 3P1. Le caractère anharmonique du piège a été négligé ici, les
niveaux sont équidistants les uns des autres.

Dans le cas de l’état |3P1,9/2,mF〉, le déplacement lumineux dépend du sous
niveau magnétique que l’on considère. Ceci rend plus complexe le processus de
refroidissement, les bandes latérales rouges associées aux différents nombres mF
sont séparées et leur répartition est entrelacée avec celle des bandes bleues qui à
l’inverse représentent un processus de chauffage concurrent du refroidissement. Il
est donc nécessaire d’évaluer l’efficacité du processus en fonction du décalage de
fréquence du laser δ = ωlas−ω689 et de sa puissance.

3.4.2 Spectroscopie de la transition 1S0→ 3P1

Le niveau 5s5p 3P1,F = 9/2 est couplé par le laser formant le piège dipo-
laire aux niveaux 5sns 3S1 pour n≥ 6, 5snd 3D1 et 5snd 3D2 pour n≥ 4, en tenant
compte de tous les niveaux hyperfins. A la différence du déplacement lumineux ν0
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sur le niveau 1S0, celui sur 3P1,F = 9/2 dépend du sous-niveau Zeeman mF que
l’on considère. Le calcul complet est assez difficile à mener, mais on peut suppo-
ser que la polarisation du piège est parfaitement linéaire, et négliger les écarts de
fréquence entre les niveaux hyperfins. Dans ce cas, le calcul détaillé dans l’annexe
A montre que le déplacement lumineux de 5s5p 3P1,F = 9/2 peut être mis sous
la forme −ν1−ν2.Σ1(mF), avec :

TABLE 3.1 – Coefficients Σ1(mF)

mF Σ1(mF)

±1/2 0,4949
±3/2 0,4545
±5/2 0,3737
±7/2 0,2525
±9/2 0,0909

La fréquence de la transition
(
5s2 1S0

)
→
(3P1, F = 9/2, mF

)
tenant compte

des déplacements lumineux, y compris celui (ν0) de 1S0, est de la forme :

ν1S0→3P1
(mF) = ν

0
1S0→3P1

− 1
4h

(
α3P1

(mF)−α1S0

)
E2 (3.13)

= ν
0
1S0→3P1

− (ν1 +ν2.Σ1(mF)−ν0) (3.14)

et le déplacement lumineux différentiel vaut donc :

∆ν(mF) = ν1S0→3P1
(mF)−ν

0
1S0→3P1

= ν0−ν1−ν2.Σ1(mF) (3.15)

Le spectre expérimental (figure 3.16) de la transition est difficilement obser-
vable par une excitation directe, la force d’oscillateur de la transition est trop
faible, il est plus simple d’accumuler les atomes dans les états métastables 3P0 et
3P2. Un laser à 689 nm, orienté selon l’axe longitudinal du piège, proche de ré-
sonance émet un premier pulse, plus court (10 µs) que le temps de vie de |3P1〉
(20 µs), ce qui transfert une fraction de la population en 3P1, F = 9/2. Puis un
laser à 688 nm, accordé sur 3P1, F = 9/2→ 3S1, F = 9/2, est utilisé pendant 20
µs, et étage une majorité des atomes dans les états métastables. Les deux sources
utilisées sont celles mises en place pour le drain. Pour minimiser le déplacement
de fréquence par le laser à 689 nm, on limite sa puissance à quelques microWatts
(pour 1 microWatt, on calcule que le déplacement de 3P1 par le laser à 689 nm
désaccordé de la transition 3P1 → 3S1 est de l’ordre de 150 Hz), et on répète le
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cycle précédent plusieurs centaines de fois pour dépeupler au maximum l’état
fondamental, en on détecte enfin la baisse de fluorescence associé à une fréquence
donnée du laser à 689 nm.
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FIGURE 3.16 – Spectre de la transition 1S0 → 3P1, 9/2, avec (noir trait plein) et sans
(bleu trait pointillé) refroidissement pour une profondeur de réseau U0 = 1520Er. Les
transitions associés aux sous-niveaux mF de 3P1, 9/2 apparaissent après une phase de
refroidissement. L’origine des fréquences correspond à la transition non perturbée, lorsque
les atomes sont libres.

Il apparaît effectivement une baisse de fluorescence, de largeur totale environ
4 MHz, mais pour faire apparaître la structure Zeeman de 3P1, F = 9/2, le re-
froidissement, qui sera étudié au paragraphe suivant, s’est avéré nécessaire. Une
première observation permet de déterminer le sens du spectre : on sait, d’après le
tableau 3.1, que la variation de la fréquence (équation 3.15) est monotone avec
|mF |, mais, à cause de la mauvaise connaissance des forces d’oscillateur, il n’est
pas a priori possible de savoir le signe de ν2 dans la mesure où les contributions
à α3P1

de 3D1 et 3D2 d’une part et de 3S1 d’autre part sont de signes opposés.
Par contre, on constate que les résonances dans la sous-structure sont beaucoup
plus rapprochés sur la gauche que sur la droite, ce qui correspond au fait que les
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Σ1(mF) sont de plus en plus proches lorsque |mF | diminue. On en déduit que le
creux le plus à gauche du spectre correspond à mF =±1/2 et celui le plus à droite
à mF = ±9/2. Les deux flèches correspondantes sont utilisées pour trouver les
coefficients de 3.15, sachant que ν0 vaut 5,44 MHz pour la profondeur de piège
de 1520Er à laquelle le spectre (fig. 3.16) a été observé :

ν1 = 3,69 MHz et ν2 = 6,36 MHz (3.16)

On en déduit les fréquences théoriques correspondant aux autres |mF | (±3/2,
±5/2, ±7/2), et on ajoute les flèches correspondantes sur la figure. La transition
associée à mF =±3/2 est trop proche de celle à±1/2 pour être clairement résolue,
mais celles liées à ±5/2, ±7/2 et ±9/2 apparaissent distinctement. On peut éga-
lement déduire la pulsation d’oscillation longitudinale ω(mF) dans le potentiel U
vu par l’état 3P1, 9/2, mF grâce à la relation ∆ν(mF) =

ma
2h.k2

`

(
ω2

z −ω2(mF)
)
, les

résultats sont résumés dans le tableau 3.2.

TABLE 3.2 – Déplacement lumineux différentiel ∆ν(mF) sur la transition
1S0, 9/2→ 3P1, 9/2 en fonction de mF , pulsation d’oscillation ω(mF) et pro-
fondeur du piège dipolaire U(mF) dans l’état 3P1, 9/2, mF . Ces données corres-
pondent à un piège d’une profondeur de 1520Er pour l’état 1S0, dont les caracté-
ristiques sont également rappelées.

état mF ∆ν(mF) (MHz) ω(mF)/2π (kHz) U(mF) (MHz)

3P1, 9/2

±1/2 -1,37 313 6,81
±3/2 -1,11 307 6,55
±5/2 -0,60 295 6,04
±7/2 0,17 275 5,27
±9/2 1,20 247 4,24

1S0, 9/2 tous × ωz/2π =280 kHz U0 =5,44 MHz

3.4.3 Caractéristiques du refroidissement
On considère un piège dipolaire à une dimension, de paramètre de Lamb-

Dicke η =
√

ωrec
ωz

, où h̄ωrec est l’énergie de recul associée au laser d’interaction, à

689 nm dans le cas présent, et ωz/2π est la fréquence d’oscillation longitudinale
dans le potentiel tel qu’il est vu par l’état 1S0, soit 280 kHz pour U0 = 1520Er.
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Même si la pulsation d’oscillation ω(mF) dans l’état excité est quasi identique
à ωz, on prend le soin de les distinguer pour des raisons qui apparaîtront dans la
suite. Les états motionnels propres n sont ceux associés à la direction longitudinale
z du piège, ils liés aux opérateurs création a† et annihilation a. Dans la mesure où
le paramètre de Lamb-Dicke vérifie la relation η ' 0,13� 1, on considère que
seules les transitions associées à la porteuse (∆n = 0), à la première bande latérale
rouge (∆n = −1) et à la première bande latérale bleue (∆n = +1) sont possibles,
avec des forces de couplage valant [35] :

Ωn,n′ = Ω0ηn,n′ avec


ηn,n′ = 1 si n′ = n

ηn,n′ = η
√

n si n′ = n−1

ηn,n′ = η
√

n+1 si n′ = n+1

(3.17)

Les états propres motionnels |n〉 et |n′〉 ne sont pas rigoureusement les mêmes
lorsque les deux potentiels sont différents, on peut montrer avec la théorie des
perturbations que la définition des ηn,n′ reste la même au premier ordre.

A l’équilibre, la population de l’état excité |e,n′〉 se déduit des solutions sta-
tionnaires des équations de Bloch optiques [125], mais avec une intensité lumi-
neuse I corrigée d’un facteur η2

n,n′ pour tenir compte de la fréquence de Rabi
effective :

σ
n→n′
ee (δ ) =

1
2

η2
n,n′

I
Isat

1+η2
n,n′

I
Isat

+4
(

δ−∆(mF )−[(n′+1/2).ω(mF )−(n+1/2).ωz]
Γ689

)2 (3.18)

où δ = ωlas−ω689.
Les taux d’émission spontanée sont également modifiés : de la référence [126],

on sait que dans le cas de l’atome libre, Γ689 ∝ |〈e|D̂|g〉|2, avec D̂ opérateur di-
polaire électrique. Lorsque le mouvement externe est quantifié par les états n, on
déduit de [35] que :

Γn′→n ∝

∣∣∣〈e|D̂|g〉×〈n′|eiη(a+a†)|n〉
∣∣∣2 ' ∣∣∣〈e|D̂|g〉∣∣∣2× ∣∣∣〈n′|1+ iη(a+a†)|n〉

∣∣∣2
(3.19)

On trouve finalement que :

Γn′→n = Γ689η
2
n,n′ (3.20)
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Le taux de chauffage Γ+,n à partir du niveau n est la somme de deux termes, cor-
respondant aux deux chemins possibles pour aller de n à n+1 :

• soit on excite la porteuse, puis la désexcitation se fait selon la bande latérale
rouge (n→ n→ n+1)

• soit on excite la bande latérale bleue, puis la désexcitation se fait selon la
porteuse (n→ n+1→ n+1)

L’expression de Γ+,n est alors :

Γ+,n(δ ) = Γn→n+1.σ
n→n
ee (δ )+Γn+1→n+1.σ

n→n+1
ee (δ ) (3.21)

De la même façon, on définit un taux de refroidissement Γ−,n à partir de l’état n,
qui vaut, en sommant là aussi sur les deux chemins possibles (n→ n→ n−1) et
(n→ n−1→ n−1) :

Γ−,n(δ ) = Γn→n−1.σ
n→n
ee (δ )+Γn−1→n−1.σ

n→n−1
ee (δ ) (3.22)

Les équations de taux mettent en évidence la dynamique des populations Pn
des états n, et en particulier celles associées aux deux états motionnels les plus
bas en énergie. Dans un premier temps, on considère le cas où un seul état mF est
disponible :

dPn

dt
= Γ+,n−1.Pn−1 +Γ−,n+1.Pn+1− (Γ+,n +Γ−,n)Pn (3.23)

dP0

dt
= Γ−,1.P1−Γ+,0.P0 (3.24)

En pratique, on fait l’hypothèse qu’à la fin du processus de refroidissement, les
niveaux n = 0 et n = 1 sont les seuls à être peuplés, et à l’équilibre, on tire de 3.24
le rapport :

P0

P1
=

Γ−,1
Γ+,0

(3.25)

On trace ce rapport en fonction du désaccord de fréquence pour des paramètres de
saturation s = I/Isat de 2500 et 25000 (figure 3.17), en supposant ∆(mF) = 0 et
ω(mF) = ωz. On retrouve bien le fait que le transfert vers l’état motionnel fonda-
mental n = 0 est optimisé lorsque le laser est accordé sur la bande latérale rouge
de la transition (ωlas−ω689 = ωz). Les courbes correspondent à des rapports I/Isat
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de 2500 et 25000, cette dernière valeur étant environ celle que l’on a expérimen-
talement, on a alors environ 95% d’atomes en n = 0, ce qui remplit l’objectif fixé
au chapitre 1. Cette proportion serait encore meilleure si on diminuait s, mais il
est également nécessaire de trouver un compromis avec la puissance requise pour
la phase de drainage atomique, on ne peut donc pas pour l’heure descendre la
puissance du laser pour optimiser le seul refroidissement. Une amélioration dans
les travaux à venir consistera à dissocier les puissances disponibles à 689 nm pour
ces deux parties de la séquence temporelle.

0–600 –400 –200 200 400

νr-ν0 (kHz)Bande latérale 
rouge (-280 kHz)

20

40

60

80

100
P0/P1

FIGURE 3.17 – Rapport P0/P1 à l’état stationnaire de la phase de refroidissement, en
fonction du désaccord entre le laser et la transition, en ne prenant pas en compte la struc-
ture Zeeman. Trait violet fin : I/Isat = 2500, trait bleu épais : I/Isat = 25000.

On doit en fait prendre en compte tous les sous-niveaux mF , et si on suppose
que les dynamiques des populations associées sont découplées les unes des autres,
on peut écrire l’équation 3.24 pour chacun des mF . L’équation de taux associée au
niveau fondamental est obtenue simplement par sommation :

∑
mF

[
dP0(mF)

dt

]
= ∑

mF

[Γ−,1(mF).P1(mF)−Γ+,0(mF).P0(mF)] (3.26)

L’émission spontanée et les faisceaux de refroidissement selon les directions x et
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y redistribuent en permanence les mF entre eux, on considère que les populations
P0(mF) sont toutes égales entre elles, de même que les P1(mF), soit P0(mF) =
P0/10 et P1(mF) = P1/10. L’équation 3.26 devient :[

dP0

dt

]
= ∑

mF

[Γ−,1(mF)]
P1

10
−∑

mF

[Γ+,0(mF)]
P0

10
(3.27)

et à l’état stationnaire, on obtient donc :

P0

P1
=

∑
mF

Γ−,1(mF)

∑
mF

Γ+,0(mF)
(3.28)

On trace le résultat en fonction du désaccord de fréquence (figure 3.18), en prenant
le déplacement différentiel ∆(mF =±1/2) comme référence (δ ′= δ +2π∆(mF =
±1/2)) pour se baser sur l’écart de fréquence par rapport à la transition qui est la
plus déplacée vers le rouge par le piège dipolaire, c’est-à-dire celle dont l’état final
est 3P1, 9/2, mF =±1/2.

0

9

18

Ecart de fréquence δ'/2π (kHz)
1.103 2.103 3.103-1.103

P0 /P1

±9/2

0
Ecart de fréquence δ'/2π (kHz)

1.103 2.103 3.103-1.103

P0 /P1

4

±7/2

±5/2

±3/2±1/2

±9/2

±7/2

±5/2

±1/2
8

±3/2

FIGURE 3.18 – Rapport P0/P1 à l’état stationnaire de la phase de refroidissement, en
fonction du désaccord entre le laser et la transition 1S0, 9/2→ 3P1, 9/2, mF = ±1/2 en
prenant en compte tous les sous-niveaux Zeeman. Gauche : I/Isat = 2500, Droite : I/Isat =
25000.

Le rapport des populations présente un pic à chaque fois que l’on est accordé
sur la bande latérale rouge, avec des effets d’interférences plus ou moins mar-
qués selon l’écart à la bande bleue la plus proche. Les niveaux ±3/2 et ±5/2 par
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exemple étant séparés de presque exactement deux fois la fréquence d’oscillation,
la compétition entre le chauffage sur ±3/2 et le refroidissement sur ±5/2 résulte
en un maximum très peu marqué. C’est en s’accordant sur le rouge de la transi-
tion qui est déjà la plus décalée vers le rouge à cause du déplacement lumineux du
piège que l’on maximise le ratio P0/P1, on doit donc s’accorder sur la bande la-
térale rouge de 1S0, 9/2→ 3P1, 9/2, mF =±1/2. A faible saturation, lorsque les
raies sont moins élargies, cet effet d’interférence est moindre, et les maximums
sont plus hauts, mais comme indiqué précédemment, on souhaite que le laser à
689 nm garde suffisamment de puissance pour la phase de drainage. Par ailleurs,
plus la puissance est faible, plus le temps pour atteindre l’équilibre, supposé dans
le cas du résultat 3.28, sera long. Pour un paramètre I/Isat de 25000, on atteint
P0/P1 = 8, ce qui correspond environ à 90% des atomes dans n = 0, on est donc
dans une situation conforme à ce que l’on attendait.

3.4.4 Mise en oeuvre

Si seuls les deux premiers niveaux étaient peuplés, on obtient un taux caracté-
ristique peuplement pour n= 0 de

(
1+ P0

P1

)
Γ+,0. Avec un paramètre I/Isat=25000

et un désaccord de 280 kHz, on obtient un taux de 9Γ+,0 ' 9× 0,5Γ689 soit un
temps de quelques microsecondes. En pratique, le temps caractéristique néces-
saire au processus de refroidissement est environ de 40 ms, à cause du fait qu’à
la température initiale (260 µK), beaucoup de niveaux sont peuplés. Par ailleurs,
à cause de l’anharmonicité du piège, les niveaux vibrationnels se rapprochent de
plus en plus quand n augmente, et le modèle tel qu’il a été présenté est moins
efficace pour les niveaux hauts puisque la répartition des bandes latérales "chauf-
fantes" bleues devient difficile à maîtriser, ce qui diminue également l’efficacité
du processus. Pour contrer cet dérive de l’écart entre les niveaux, une améliora-
tion future possible sera d’appliquer une rampe de fréquence sur le décalage de
fréquence δ , ou une combinaison de plusieurs fréquences.

Le refroidissement longitudinal est pris en charge par le même faisceau en
simple passage que celui utilisé pour le drain atomique. Les axes x et x sont ren-
dus indépendants de l’axe z, afin de mieux pouvoir optimiser les fréquences et
les puissances nécessaires (figure 3.19). L’esclave à 689 nm injecte une deuxième
fibre à maintien de polarisation, le faisceau de sortie est partagé en deux polarisa-
tions orthogonales, décalées chacune par un MAO d’une quantité très proche, pour
s’accorder sur la raie d’intercombinaison de l’isotope fermionique, comme cela a
été fait pour l’axe z. Mais les deux modulateurs fonctionnent à deux fréquences
très légèrement différentes (un écart de 20 kHz est suffisant), et après recombinai-
son par un cube, les deux rayons résultants, qui sont injectés dans deux nouvelles
fibres MP, possèdent donc des polarisations modulées. Ceci permet d’éviter de
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créer des états noirs dans le processus de refroidissement transverse, puisque l’on
module plus vite que la largeur naturelle des niveaux (7,6 kHz). Les faisceaux en
sortie pointent selon x et selon x, et sont rétroréfléchis après avoir traversé le nuage
atomique, on créé une configuration Doppler où le piège dipolaire joue le rôle du
potentiel de rappel.

+ 22
0,2

9 M
Hz

+ 22
0,2

7 M
Hz

FMP
2 xFMP

Laser
689 nm

Refroid. x

Refroid. y
λ/2

MAO9

MAO8

λ/2

λ/2
λ/2

λ/2

FIGURE 3.19 – Préparation des faisceaux pour le refroidissement dans le plan transverse.
Deux polarisations linéaires orthogonales à deux fréquences sensiblement différentes sont
entrelacées pour moduler la polarisation des faisceaux finalement injectés dans les fibres.

Les valeurs des fréquences de MAO4 (figure 3.9), MAO8 et MAO9 (figure
3.19) sont en fait ajustées en fonction de la profondeur du piège dipolaire (les
valeurs indiquées, respectivement 220,29 MHz, 220,29 MHz et 220,27 MHz, cor-
respondent à une profondeur Umax

0 = 1520Er). Les variations de fréquence sont
néanmoins suffisamment petites pour ne pas entraîner de désalignement problé-
matique des faisceaux. MAO4 comble la différence de fréquence entre la tran-
sition |1S0〉 → |3P1〉 pour l’isotope 88 et la bande latérale rouge de la transition
|1S0〉 → |3P1,F = 9/2,mF =±1/2〉 pour l’isotope 87. Sa fréquence de fonction-
nement théorique, exprimée en MégaHertz, s’écrit, si on se réfère au tableau 3.2 :

νMAO(U0) = νDI +∆ν(±1/2)−
ω(±1/2)+ 1

2 [ω(±1/2)−ωz]

2π

= 221,71−1,37
U0

Umax
0
−0,33

√
U0

Umax
0

(3.29)

où νDI = 221,71 MHz est le décalage isotopique pour cette transition entre les
isotopes 87 et 88. Pour différentes profondeurs U0, le refroidissement a été opti-
misé et la fréquence νMAO(U0)− νDI est reportée sur la figure 3.20. On observe
qu’il y a un bon accord entre les points expérimentaux et la courbe théorique, les
écarts peuvent être expliqués par plusieurs facteurs :
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• tout d’abord, comme cela apparaît sur les courbes 3.18, le refroidissement
est efficace à plusieurs fréquences, il n’est donc pas forcément évident de le
détecter si on s’appuie sur un autre sous-niveau que mF =±1/2.

• d’autre part, l’asservissement du laser à 689 nm sur le petit jet atomique
peut être exposé à un déplacement de fréquence, soit par effet Doppler si le
faisceau n’est pas suffisamment orthogonal au jet atomique ou si sa rétroré-
flexion n’est pas bien superposée, soit si le faisceau à 688 nm, très proche
spatialement, déplace le niveau 3P1.

L’évaluation de la température finale après refroidissement s’appuie sur la
spectoscopie des atomes dans le piège, elle est présentée en détail dans la sec-
tion 4.1.

FIGURE 3.20 – Fréquence de MAO4 optimisant le refroidissement des atomes dans le
piège, en fonction de la profondeur du potentiel. On a retranché à la fréquence le décalage
isotopique, soit 221,71 MHz, les points noirs sont les points expérimentaux, et la courbe
rouge correspond au comportement théorique décrit par l’équation 3.29
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3.5 Laser d’horloge

Le laser d’horloge à 698 nm est utilisé à l’issue de la phase de préparation
pour interroger les atomes sur la raie 1S0 → 3P0. Ultimement, c’est la largeur
spectrale du laser qui limite la largeur de la résonance que l’on obtient, il convient
donc d’apporter un soin tout particulier au spectre de bruit de fréquence de cette
source. Le niveau de stabilité envisagé dans le chapitre 1 est conditionné par le fait
de posséder une source de quelques Hertz de large, comme cela avait déjà été mis
en oeuvre dans plusieurs groupes [24, 25, 26]. Un laser a cavité étendue classique a
une largeur de quelques centaines de kiloHertz, mais on réduit fortement la largeur
de sa densité spectrale de puissance du bruit de fréquence en l’asservissant sur une
cavité Fabry-Pérot ultrastable. Le montage tel qu’il va être décrit dans cette partie
a été entièrement réalisé par Xavier Baillard et Audrey Quessada-Vial.

3.5.1 Description de la cavité ultra-stable

La cavité FP1 est composée de deux miroirs identiques contactés optique-
ment sur un barreau en ULE (Ultra-Low Expansion glass), matériau dont le co-
efficient d’expansion thermique est très faible à température ambiante, de l’ordre
de 0± 1.10−8 K−1. Les miroirs sont espacés de L =10 cm, ce qui correspond à
un intervalle spectral libre de 1,5 GHz environ. La finesse de la cavité utilisée est
24500, les résonances sont donc d’une largeur d’environ 61 kHz. Les fréquences
propres s’écrivent νn = n. c

2L , et on note n0 la valeur de n telle que νs−νn soit la
plus petite possible.

Cette cavité est posée sur un support en Invar en forme de V, afin que les points
de contact soient bien définis. Des joints en Viton sont intercalés entre les deux
pour améliorer l’amortissement des vibrations haute fréquence. L’ensemble est
placé dans une enceinte ultra-vide, qui joue le rôle d’un premier blindage ther-
mique et acoustique, et qui permet de limiter les fluctuations d’indice de réfrac-
tion entre les miroirs. On atteint une pression de l’ordre de 2.10−7 Pa grâce à
une pompe ionique de 25 l/s similaire à celles utilisées pour le système à vide
principal. Il est crucial d’atteindre ce niveau de pression dans la mesure où des
fluctuations de l’ordre de 5.10−6 Pa entraînerait une incertitude de l’ordre de 0,5
Hz sur le sommet de la résonance, sur lequel on va venir s’asservir, il est néces-
saire d’avoir un ordre de grandeur de mieux pour atteindre l’objectif fixé en terme
de largeur spectrale.

Trois cylindres en aluminium viennent ainsi entourer la cavité elle-même, et
une stabilisation de température supplémentaire a été installée sur l’enceinte exté-
rieure pour limiter les fluctuations de fréquence sur le long terme.
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3.5.2 Principe de l’asservissement de Pound-Drever-Hall
Ce type d’asservissement a été initialement développé par R. Pound en 1946

([127]) et généralisé au domaine optique par Drever et Hall au début des années
1980 ([122]). Grâce à un modulateur électro-optique, on module à la fréquence
Ω/2π la phase de l’onde incidente Es(t), ce qui fait essentiellement apparaître, en
plus de la porteuse à ω = ωs, les bandes latérales à ω = ωs±Ωs si l’indice de
modulation β reste suffisamment petit :

Es(t) = Es,0 exp [i(ωst +β sinΩt)] (3.30)

Pour un pic donné, le champ réfléchi par la cavité Fabry-Pérot Er(ω) par rap-
port au champ incident E i(ω) a pour expression, avec des miroirs de coefficient
de réflexion en amplitude r :

F(ω) =
Er(ω)

E i(ω)
= r

1− ei2ωL/c

1− r2ei2ωL/c
(3.31)

Les trois composantes du champ réfléchi sont détectées par une photodiode
à avalanche, l’intensité lumineuse reçue est démodulé à la fréquence Ω/2π . On
obtient un signal d’erreur proportionnel à la partie imaginaire de la fonction com-
plexe F(ωs).F?(ωs +Ω)−F?(ωs).F(ωs−Ω), et centré sur νn0 . La fréquence du
laser est ajustée en rétroagissant simultanément sur le courant de la diode et sur la
longueur de la cale piézoélectrique de la cavité étendue.

3.5.3 Mise en oeuvre
Le schéma du système (figure 3.21) est similaire à celui du laser à 689 nm :

on utilise un laser à cavité étendue avec un filtre interférentiel intracavité, une
partie du faisceau est prélevée et modulée en phase par un modulateur électro-
optique à 50 MHz avant d’être analysé par la cavité ultra-stable FP1, comme décrit
auparavant. Le faisceau réfléchi est récupéré par une photodiode à avalanche, et
démodulé à 50 MHz pour aboutir au signal d’erreur évoqué dans la paragraphe
précédent. L’asservissement se fait par le biais d’un circuit proportionnel-double
intégrateur agissant sur le courant de la diode, et d’un autre circuit intégrateur
agissant sur la longueur de la cale piézoélectrique de la cavité du laser. La bande
passante de l’ensemble de la rétroaction est de l’ordre de 3 MHz.

Le banc optique sur lequel les composants sont disposés est posé sur une table
de compensation active des vibrations de la marque HWL, afin de découpler le
laser des bruits basse fréquence qui pourraient être transmis par le sol. En pra-
tique, cette plate-forme s’est révélée efficace au dessus de 1 Hz. Afin de parfaire
l’isolation thermique et acoustique, l’ensemble est enfermé dans un coffre en Du-
ral quasi hermétique. Finalement, à l’équilibre thermique, on atteint une dérive de
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la fréquence de référence inférieure à 10−16 s−1, ce qui correspond à une stabi-
lisation de température de l’ordre de 10−8 degré sur la seconde, le coefficient de
dilatation de l’ULE étant de l’ordre de 10−8 K−1.

La lumière de ce laser maître asservi traverse un MAO en double passage,
alimenté par un synthétiseur radiofréquence, ce qui permet de contrôler avec pré-
cision l’écart de fréquence entre la cavité de référence et la transition atomique
1S0→ 3P0. Une fibre optique à maintien de polarisation amène ensuite la lumière
sur le banc optique principal, et on injecte un laser esclave dont le faisceau est
recombiné avec le drain atomique au niveau du filtre interférentiel FI2 dessiné sur
la figure 3.9. Afin que le front d’onde soit le plus plan possible lorsque les atomes
sont sondés sur la transition d’horloge par ce laser, nous avons fait en sorte que le
waist de ce dernier soit d’environ 200 µm au niveau du PMO. Une seconde fibre,
du même type, permet d’amener une fraction de la lumière du laser maître vers le
laser femtoseconde qui permet de mesurer la fréquence de la cavité ultra-stable.
Néanmoins, à cause de la longueur du cordon (30 m, à cause de l’éloignement des
deux expériences), il a été nécessaire de mettre en place un système de compen-
sation du bruit de phase introduit par la fibre, qui permet une annulation au niveau
de 3.10−16/τ−1 [128].
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FIGURE 3.21 – Description du laser d’horloge ultrastable à 698 nm. Installé sur un
banc optique annexe isolé thermiquement et acoustiquement, le laser est stabilisé sur un
mode donné de la cavité ultrastable par un asservissement de Pound-Drever-Hall. Après
un MAO en double passage qui comble la différence entre νn0 et νat , le faisceau passe
par une fibre PM pour rejoindre le banc optique principal et injecte un laser esclave qui
va interroger les atomes. Un second laser esclave du banc annexe permet d’envoyer via
une seconde fibre PM une partie de la lumière vers le laser femtoseconde qui va mesurer
la fréquence de la cavité. Le bruit de phase introduit par cette fibre est compensée par un
asservissement sur la phase de l’entrée RF du MAO12.
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3.5.4 Spectre de bruit du laser

La partie basse fréquence du bruit du laser est la plus intéressante, c’est dans
cette gamme que les atomes sont le plus sensibles, alors qu’ils filtrent le bruit
aux fréquences plus grandes que la fréquence de Rabi. Pour mesurer la densité
spectrale de puissance du bruit de fréquence, une deuxième cavité, FP2, quasi
identique à la première, est nécessaire. On couple le faisceau asservi sur FP1 dans
FP2 et on génère un deuxième signal d’erreur de type Pound-Drever-Hall, le bruit
de ce signal d’erreur est la somme des bruits des deux asservissements. Le spectre,
enregistré avec un FFT, est représenté sur la figure 3.22. En dessous de 100 Hz,
le niveau est en fait meilleur une fois que le banc optique est isolé des vibrations,
mais on ne dispose pas de suffisamment de résolution pour détecter les valeurs
exactes dans la mesure où c’est alors le bruit de vibration de FP2, qui n’est pas
isolée, qui l’emporte. Entre 100 Hz et 10 kHz, on atteint un palier de bruit blanc
d’environ 10−1 Hz2/Hz.

La largeur spectrale ∆ν du laser se calcule à partir de la densité spectrale de
puissance de bruit de phase du laser Sφ ( f ) = Sν( f )/ f 2. On veut déterminer quelle
fraction de cette distribution correspond à une rotation de π de la phase, ce qui se
traduit par [129] : ∫

∞

∆ν/2
Sφ ( f )d f =

2
π

(3.32)

Le laser tel qu’il a été réalisé par Xavier Baillard possède une largeur spectrale
∆νlaser ' 30 Hz.

3.6 Détection
La détection des populations s’effectue en détectant la fluorescence des atomes

sur la transition fortement cyclante 1S0 → 1P1. Un faisceau sonde à 461 nm est
dirigé vers la zone de piégeage avant d’être rétroréfléchi, il est orienté à 45˚ du jet
atomique pour diminuer la fluorescence due aux atomes chauds. Cette approche
présente néanmoins l’inconvénient de chasser tous les atomes du piège à chaque
détection, une amélioration future sera d’essayer de détecter en absorption pour
tenter de ne pas décharger entièrement le réseau optique à chaque cycle.

A cause du faible nombre d’atomes N dans le piège et de la lumière parasite
à 813 nm, il s’est avéré nécessaire d’observer la fluorescence avec une caméra
perfectionnée (Hamamatsu C9100 CCD), fournissant un grand rapport signal à
bruit, avec un haut rendement quantique ηq, et un faible bruit de conversion. On
place devant l’objectif une lentille qui permet de capter la lumière dans un angle
solide Ω/4π = 4,72.10−4 et un filtre de transmission 0,8 à 461 nm et 1,4.10−4
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FIGURE 3.22 – Densité spectrale de puissance du bruit de fréquence du laser en régime
libre (haut) et asservi (bas). Les spectres sont obtenus en asservissant le laser sur une autre
cavité ultra-stable indépendante et en mesurant le bruit de ce deuxième signal d’erreur
ainsi généré.

à 813 nm, puis on optimise la polarisation du faisceau sonde pour que la caméra
soit dans la direction la plus favorable possible du diagramme de rayonnement. La
caméra est déclenchée en même temps que la sonde bleue, et elle intègre pendant
une durée ∆t. Le signal de fluorescence S vu par la caméra est proportionnel à N :

S = G.N.Γ461
1
2

s
s+1

∆t.ηq.F.
Ω

4π
(3.33)

où F est le facteur de transmission à 461 nm de l’ensemble objectif+filtre et G
le gain de l’acquisition. Si on mesure la fluorescence du PMO bleu sans drain
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atomique, on trouve N = 7.105, ce qui est compatible avec la valeur mesurée avec
une photodiode. Après la phase de capture dans le réseau optique et de repompage,
on laisse un petit délai pour que les atomes non piégés puissent quitter la zone
d’interaction et on détecte la fluorescence de ceux qui ont été capturés, on trouve
alors que le taux de chargement est environ 1%, soit N = 104.

La mesure de la probabilité de transition Pc associée à la transition d’hor-
loge permet de s’affranchir des fluctuations du nombre d’atomes d’un cycle à
l’autre. Après la phase de spectroscopie par le laser à 698 nm, un premier pulse
bleu permet de détecter le nombre Ng d’atomes restés en 1S0, ce qui a également
pour conséquence de les expulser du réseau. Puis on repompe les Ne atomes qui
avait été transférés en 3P0 vers 1S0 et un nouveau pulse bleu vient détecter cette
deuxième population. On mesure alors Pc :

Pc =
Ne

Ng +Ne
(3.34)

3.7 Conclusion
Le déroulement de la séquence temporelle de l’expérience est décrite par le

schéma 3.23. Le temps de cycle de l’horloge est essentiellement dominé par la
phase combinant le PMO bleu et la drain atomique, qui dure quelques centaines
de millisecondes. Ensuite, le premier repompage accompagne pendant quelques
millisecondes le début de la phase de refroidissement 3D sur la raie étroite à 689
nm, qui elle se prolonge pendant une quarantaine de millisecondes. Le réseau
optique est actif en permanence, et avant que la spectroscopie ne commence, il est
possible si besoin d’ajuster sa profondeur en ouvrant le piège de façon adiabatique
[130] afin de conserver les facteurs de peuplement des états motionnels dans les
différentes directions. Après l’interrogation de la transition d’horloge, de durée
ajustable, on revient de la même façon à la profondeur maximale, et on détecte
successivement les populations en 1S0, puis en 3P0 après une deuxième phase de
repompage. La partie de la séquence ou les lasers du drain ne sont pas actifs est
utilisée pour les asservir sur leur raie atomique respective, ce qui nécessite en
pratique 6 ou 7 ms.
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Chapitre 4

Etude du piège dipolaire et de ses
effets systématiques sur le
fonctionnement de l’horloge

4.1 Température des atomes dans le piège

Comme cela a été expliqué au chapitre précédent (3.4), l’enjeu du processus
de refroidissement sur raie étroite est d’amener les atomes à évoluer dans des
potentiels les plus semblables possibles. Des mesures sur le spectre de la transition
d’horloge permettent d’évaluer la qualité de ce refroidissement à 3 dimensions sur
l’assemblée atomique.

4.1.1 Dynamique des atomes dans le piège

On reprend l’expression du réseau optique (équation 3.3) à une dimension,
avec un profondeur U0 qui a la même valeur pour les deux niveaux 1S0 et 3P0
lorsque le laser piège est à la longueur d’onde magique :

U(r,Z) =U0

(
1− e−

2r2

w2 cos2(k`Z)
)
+mgZ (4.1)

Lorsque la profondeur du piège est grande devant la température des atomes,
ceux-ci reste localisés dans un puits déterminé. On se limite donc à des mouve-
ments de petite amplitude, on peut développer ce potentiel autour de l’origine, et
on obtient, en s’arrêtant aux termes d’ordre 4 :
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U(r,Z)∼
0

U0

(
k2
`Z2 +

2r2

w2 −
2k2

`Z2r2

w2 −
k4
`Z4

3
− 2r4

w4

)
+mgZ (4.2)

Le terme en mgZ invite à réécrire le potentiel sous une forme un peu différente,
en utilisant la variable z = Z+ mg

2U0k2
`

pour mettre en avant les termes harmoniques,
et évaluer le poids des différents ordres :

U(r,z)∼
0

1
2

mω
2
z z2 +

1
2

mω
2
r r2︸ ︷︷ ︸

Uext

−
2U0k2

`

w2 r2z2︸ ︷︷ ︸
W

−
k4
`U0

3
z4− 2U0

w4 r4︸ ︷︷ ︸
U (4)

+
2mg
w2 r2z+

2k2
`mg
3

z3 +
m3g3

6U2
0 k2

`

z︸ ︷︷ ︸
U (3)

(4.3)

où l’on a enlevé les termes constants et défini les pulsations d’oscillations ωz selon
l’axe longitudinal et ωr dans le plan transverse 1 :

1
2

mω
2
z =U0k2

` et
1
2

mω
2
r =

2U0

w2 (4.4)

Les termes de Uext correspondent à l’approximation harmonique, tous les autres
sont traités comme des perturbations. W est associé à un couplage entre les com-
posantes transverses et longitudinale du mouvement, U (3) est l’ensemble des termes
impairs issus de la transformation, et U (4) représente le premier ordre des correc-
tions traduisant l’anharmonicité.

Le mouvement est en première approximation celui d’un oscillateur harmo-
nique à 3 dimensions, l’approche quantique de la résolution du problème de l’os-
cillateur harmonique [70] invite à définir les opérateurs création â†

i et annihilation
âi associés aux opérateurs de position et d’impulsion dans les différentes direc-
tions i (les relations sont les mêmes pour l’axe y que pour l’axe x) :

x̂2 =
h̄ωrw2

8U0

(
â†

x + âx

)2
et p̂2

x =−
2mh̄ωr

4

(
âx− â†

x

)2
(4.5)

ẑ2 =
h̄ωz

4U0k2
`

(
â†

z + âz

)2
et p̂2

z =−
2mh̄ωz

4

(
âz− â†

z

)2
(4.6)

Les opérateurs âi et â†
i et les états nombres propres |ni〉 qui leur sont associés

1. En réalité, on a : 1
2 mω2

z =U0k2
`

[
1− m2g2

2U2
0 k2

`

]
et 1

2 mω2
r = 2U0

w2

[
1− m2g2

4U2
0 k2

`

]
, mais le poids relatif

des termes en m2g2

U2
0 k2

`
est seulement de l’ordre de 10−5 pour U0 = 10Er.
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répondent aux propriétés habituelles : â†
i |ni〉=

√
ni +1|ni +1〉, âi|ni〉=

√
ni|ni−

1〉, [âi, â
†
i ] = 1 et N̂i|ni〉= ni|ni〉 avec N̂i = â†

i âi. Le Hamiltonien externe ne prenant
en compte que les termes harmoniques de 4.3 s’exprime comme :

Ĥext =
1

2m
p2 +

1
2

mω
2
r (x

2 + y2)+
1
2

mω
2
z z2 (4.7)

= h̄ωr

(
N̂x + N̂y +1

)
+ h̄ωz

(
N̂z +

1
2

)
(4.8)

Le terme de couplage W entre les directions longitudinale et transverses peut
alors s’écrire sous la forme :

Ŵ =− h̄ωzh̄ωr

16U0
(â†

z + âz)
2
[
(â†

x + âx)
2 +(â†

y + ây)
2
]

(4.9)

La théorie des perturbations indique que la correction du premier ordre à
l’énergie des états propres |n〉 = |nx〉|ny〉|nz〉 de 4.7 est 〈n|Ŵ |n〉, ce qui permet
d’expliciter le fait que la fréquence des bandes latérales obtenues lorsque l’on
sonde selon l’axe z présente une correction qui dépend des nombres quantiques
radiaux nx et ny. Une image classique est de considérer qu’un atome qui n’est
pas au fond du potentiel voit une onde stationnaire moins profonde. La correction
s’exprime sous la forme (le signe + correspond à la bande latérale bleue, et le
signe − à la rouge) :

∆E± = Enx,ny,nz±1−Enx,ny,nz (4.10)

= ±h̄ωz

[
1− h̄ωr

4U0
(nx +ny +1)

]
(4.11)

On constate donc que l’on peut utiliser les bandes latérales pour caractériser la
dynamique des atomes dans le piège. Le poids des corrections dues à W et U (4)

est évalué par les quantités :

εW = 〈n| Ŵ
1
2mω2

z z2
|n〉=

h̄ωrk2
`

mω2
z
(nx +ny +1) (4.12)

εx = 〈n|
Û (4)

x

U0x̂2/w2 |n〉= 〈n|
−U0x̂4/w4

U0x̂2/w2 |n〉=−
h̄

2matωrw2 (2nx +1) (4.13)

εz = 〈n|
Û (4)

z

U0k2
` ẑ2 |n〉= 〈n|

−U0k4
` ẑ4/3

U0k2
` ẑ2 |n〉=−

h̄k2
`

6matωz
(2nz +1) (4.14)
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Pour évaluer les ordres de grandeur, on suppose que ωx = 2π.500 Hz et ωz =
2π.245 kHz. L’hamiltonien W peut être traité perturbativement si 〈εW 〉 � 1 (la
valeur moyenne porte sur les nombres n), par exemple 〈εW 〉 < 1/10 est réalisé
lorsque 〈nx +ny〉< 2000. Il sera justifié plus loin que cette condition est remplie,
et que l’on a des peuplement moyens de l’ordre de 〈nx〉' 600 et 〈nz〉' 0,05. Lors-
qu’on utilise ces valeurs dans les équations 4.13 et 4.14, on trouve 〈εx〉 ' 1,2.10−2

et 〈εz〉 ' 1,4.10−3, on néglige ces corrections dans la suite. Enfin, les termes U (3)

ne sont pas à prendre en compte, ils sont impairs et donc, au premier ordre de la
théorie des perturbations, ils apportent une modification nulle aux termes diago-
naux du Hamiltonien Ĥext .

En conclusion, les atomes évoluent dans un potentiel harmonique dont la rai-
deur dans le plan transverse est différente de celle dans la direction longitudinale,
et que le seul terme perturbatif à considérer est le couplage W entre les mouve-
ments dans ces deux sous-espaces.

4.1.2 Etude du spectre en fonction de la température
Les processus de refroidissement sont différents dans la direction longitudi-

nale (refroidissement par bande latérale) et dans le plan transverse (refroidisse-
ment Doppler), on doit donc évaluer séparément les deux températures associées
Tz et Tr.

Considérations générales

Lors de l’interrogation des atomes selon l’axe longitudinal avec le laser à 698
nm, on fait notamment apparaître la porteuse (∆nz = 0) et les bandes latérales
correspondant à ∆nz =±1. Mais, si tous les états nz contribuent à la bande bleue,
seuls les états tels que nz≥ 1 contribuent par contre à la bande rouge, les atomes en
nz = 0 étant déjà au minimum d’énergie, le rapport r des hauteurs (bleu sur rouge)
permet de déduire la proportion d’atomes dans l’état motionnel fondamental. Par
ailleurs, l’équation 4.10 montre que le profil de ces raies est dicté par l’excitation
transverse des atomes et donc par la population des états motionnels radiaux. La
figure 4.1 (a) montre des spectres enregistrés dans les conditions identiques sauf
en ce qui concerne les faisceaux de refroidissement. Lorsque ces derniers sont
éteints, les bandes latérales sont larges et quasi symétriques par rapport à la por-
teuse, mais lorsque l’on active le refroidissement longitudinal, le rapport r devient
nettement supérieur à 1, et la largeur des bandes latérales diminue, à cause du cou-
plage des mouvements relatifs aux différentes directions. Enfin, quand on ajoute
aussi le refroidissement radial, les bandes s’affinent nettement et le r augmente
encore à cause de la redistribution des mF par les faisceaux transverses. On met
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donc ainsi en lumière la complémentarité du refroidissement par bande latérale
selon z et du refroidissement Doppler selon x et y.
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FIGURE 4.1 – Spectre de la transition 1S0→ 3P0 faisant apparaître la porteuse et les pre-
mières bandes latérales motionnelles. Pour (a), (b) et (d), afin d’amplifier les bandes laté-
rales, on a choisit un temps d’interaction τ = 250 ms et une puissance de sonde P698 = 1,5
mW. On est très loin des conditions normales d’opération, proches d’un pulse π , on a ici
ΩRabiτ ' 860π . (a) : Allure du spectre à U0 = 1360Er (soit νr = 520Hz et νz = 255 kHz)
pour différentes configurations (sans refroidissement, seulement selon l’axe z, et selon
toutes les directions). (b) : Spectre moyenné lorsque tous les refroidissements sont actifs,
pour U0 = 940Er. (c) : Détail de la bande latérale bleue pour un temps d’interaction court
(1 ms), avec la courbe ajustée décrite par l’équation 4.22. Pour cette figure, la puissance
de sonde a été ajustée (1 mW) pour maintenir des conditions optimales pour la porteuse, la
bande latérale a ainsi la même amplitude que celle que l’on a en fonctionnement nominal.
On peut vérifier que pour cette valeur de la puissance l’élargissement par saturation est
négligeable devant la largeur de raie observée. En ordonnée, la probabilité de transition a
été multipliée par 10 pour que le maximum soit de l’ordre de 0,4 pour pouvoir se compa-
rer à la courbe suivante. (d) Détail de la bande latérale bleue pour un temps d’interaction
long (250 ms), avec la courbe ajustée.
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Température longitudinale

Si N est le nombre total d’atomes dans le réseau et N0 le nombre d’atomes
occupant l’état motionnel nz = 0, le rapport r de l’amplitude des bandes latérales
s’exprime comme :

r =
N

N−N0
⇒ N0

N
= 1− 1

r
(4.15)

La distribution des atomes se fait selon une statistique de Maxwell-Boltzman,
puisque l’on est très loin de la température de Fermi. On peut donc écrire que,
dans une direction i, la probabilité de se trouver dans l’état ni est :

p(ni) =

(
1− e−

hνi
kBTi

)
e−ni

hνi
kBTi pour ni ≥ 0 (4.16)

〈ni〉=
1

e
hνi

kBTi −1
(4.17)

De 4.15 et 4.16, on déduit une relation qui relie directement le spectre à la tempé-
rature longitudinale :

Tz =
hνz

kB ln(r)
(4.18)

La figure 4.1 (b) représente un spectre moyenné correspondant à des conditions
telles que U0 = 940Er, soit νz = 212 kHz et νr = 430 Hz. Les hauteurs des bandes
latérales ont un rapport r = 23, soit 95% des atomes en |nz = 0〉 et Tz = 3 µK. Pour
U0 = 1360Er, on montre que l’on a Tz = 4 µK.

Température transverse

Lorsque l’on se trouve dans des conditions de température suffisamment basses,
l’expression perturbative 4.10 est valable, et l’on peut faire un modèle simple pour
déduire les températures. On suppose que la probabilité de transition (nx,ny,nz)→
(nx,ny,nz± 1) est proportionnelle à la population dans l’état (nx,ny,nz), c’est à
dire à :

f (n) =
(

1− e−
hνz

kBTz

)
e−nz

hνz
kBTz

(
1− e−

hνr
kBTr

)2

e−(nx+ny)
hνr

kBTr (4.19)

On pose nr = nx + ny, le facteur de dégénérescence associé vaut nr + 1 (nombre
de couples (nx,ny) pouvant donner nr). La bande latérale bleue correspond à une
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sommation des f (n) sur tous les états nz, on obtient finalement que la probabilité
de transition associée vaut :

a(nr) = A.
(

1− e−
hνr

kBTr

)2

e−nr
hνr

kBTr (nr +1) (4.20)

où A est une constante multiplicative. Par ailleurs, si on réécrit 4.10 dans le cas
"bleu" sous la forme :

ν = νz

[
1− νt

4U0/h
(nr +1)

]
(4.21)

où ν est la fréquence effective de la transition, on déduit finalement :

a(ν) = A.
(

1− e−
hνr

kBTr

)2

e−
hνr

kBTr .e
4U0
kBTr

(
1− ν

νz

)
4U0

hνr

(
1− ν

νz

)
(4.22)

A partir de cette équation, on ajuste une courbe aux points expérimentaux de la
bande latérale bleue (figure 4.1 (c) et (d)). Pour un temps d’interaction court (1
ms, figure (c)), on est proche du mode de fonctionnement nominal de l’horloge,
avec des bandes latérales de faible amplitude et très bruitées. On a pu vérifier
que la ratio r, et donc Tz, étaient inchangés, et d’autre part on observe que la
température radiale vaut environ Tr = 15 µK. En revanche, lorsque l’interaction
est plus longue (250 ms, figure (d)), on est au-delà du temps de cohérence du
laser et la probabilité est proche de 0,5, la raie est alors distordue et la température
radiale observée, Tr = 35 µK, est peu représentative.

La validation de ce modèle peut également s’effectuer en sondant les atomes
avec un faisceau à 698 nm orienté horizontalement. Dans la mesure où dans cette
direction (x par exemple), les atomes ne sont pas dans le régime de Lamb-Dicke,
la largeur du spectre obtenu est la largeur Doppler. Le résultat expérimental (figure
4.2) montre une largeur Doppler de 92 kHz. On peut comparer cette valeur avec
la largeur ∆ f0 attendue à mi-hauteur :

∆ f0 = 2
√

2ln2 f0

√
〈v2

x〉
c2 = 2

√
2ln(2) f0

√
kB.T
mac2 (4.23)

Avec Tr = 15 µK, on obtient ∆ f0 = 123 kHz, ce qui est en correctement en
accord avec le résultat trouvé par l’ajustement du spectre de la figure 4.2.

4.1.3 Conclusion
Le modèle est validé par le fait que les approximations initiales sont vérifiées,

pour Tz = 4 µK et Tr = 15 µK on obtient 〈nz〉= 0,05 et 〈nx〉= 〈ny〉= 600, W est
donc bien une perturbation.



134 CHAPITRE 4

-80 0 80

0,00

0,03

0,06

0,09
P

ro
ba

bi
lit

é 
de

 tr
an

si
tio

n

Fréquence (kHz)

FIGURE 4.2 – Profil Doppler de la résonance d’horloge lorsque la sonde est orientée
horizontalement.

Pour U0 = 1360Er, la profondeur du réseau est environ 5 MHz, mais le po-
tentiel effectif vu par les atomes dépend de nr (figure 3.14), la dispersion sera de
l’ordre de 〈nr〉×νr ' 0,5 MHz. Les atomes voient donc le même potentiel à 10%
près.

Lorsque l’on ouvre adiabatiquement le piège pour faire la spectroscopie de la
transition d’horloge, le rapport νi/Ti est conservé, donc si on passe d’une profon-
deur de 1360Er à une profondeur de 10Er, on aboutit à νz = 22 kHz et à Tz de
0,35 µK, on atteint donc l’exigence annoncée au paragraphe 3.4 (0,5 µK). Dans
le plan transverse, on s’assure que les atomes ne sont pas expulsés par l’ouver-
ture du potentiel en constatant que pour U0 = 10Er, νr = 45 Hz= 1,3.10−2 Er,
le potentiel peut donc contenir de l’ordre de 800 niveaux si on le suppose har-
monique (en réalité le caractère gaussien du faisceau augmente ce nombre). Avec
〈nx〉= 〈ny〉= 600, la distribution est donc suffisamment resserrée pour empêcher
les pertes d’atomes. L’utilité d’un réseau 3D sera discutée dans la section 5.2.5.
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4.2 Mesure de fréquence

4.2.1 Optimisation de la résonance

Effet Zeeman sur la transition 1S0→ 3P0

L’intérêt particulier d’utiliser 1S0→ 3P0 comme transition d’horloge a été sou-
ligné au chapitre 1. Mais la sensibilité au champ magnétique des deux niveaux mis
en jeu est différente, ce qui pose un problème qui doit être traité spécifiquement.

En l’absence de mélange des états, le facteur de Landé serait identique pour
les états 1S0 et 3P0, et égal au facteur de Landé nucléaire gI . Mais dans la mesure
où la structure hyperfine entraîne la contamination de 3P0 par 3P1 et 1P1, il apparaît
un facteur de Landé différentiel δg. Lorsque l’on effectue la transition entre les
deux états avec une polarisation π , le nombre magnétique mF est donc conservé,
et l’effet Zeeman du premier ordre associé à un champ extérieur B exprimé en
Gauss se met alors sous la forme [131] :

∆
(1)
B ν =−δgmF µ0B' 110×mF Hz/G (4.24)

où µ0 = µB/h, et µB est le magnéton de Bohr. Par ailleurs, l’effet Zeeman du
second ordre ne constitue pas en lui-même une difficulté supplémentaire puisqu’il
est essentiellement indépendant du nombre mF , et vaut pour le Strontium 87 :

∆
(2)
B ν =−αB2 avec α = 0,233Hz/G2 (4.25)

La dépendance relative en mF n’est que de 10−6 de la valeur de ∆
(2)
B ν , soit 5.10−22

de la fréquence optique pour un champ typique de 1 Gauss, on n’a pas à en tenir
compte.

Pour un champ magnétique non nul, si on suppose que les mF sont équipeuplés
après la phase de refroidissement sur raie étroite, l’étalement de fréquence des dif-
férentes transitions mF →mF à cause de l’effet Zeeman du premier ordre entraîne
un élargissement et une perte de contraste. Mais si ces sous-transitions sont réso-
lues, l’effet peut être au contraire avantageusement utilisé en alternant les mesures
entre deux mF de signe opposé, notamment en utilisant les états mF =±9/2, qui
peuvent être peuplés par pompage optique :

ν+9/2 = νat−δg9/2µ0B−αB2

ν−9/2 = νat +δg9/2µ0B−αB2

}
⇔

{
ν−9/2+ν+9/2

2 = νat−αB2

ν−9/2−ν+9/2
2 = δg9/2µ0B

(4.26)
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La somme de deux fréquences permet de s’affranchir de l’effet Zeeman du pre-
mier ordre et la différence amène à une calibration précise du champ B vu par les
atomes. Cette approche est optimale vis-à vis du fonctionnement de l’horloge.

Néanmoins, elle n’a été mise en place que récemment dans notre montage
expérimental et sera décrite en détail dans la thèse de Xavier Baillard. Nous avons
dans un premier temps utilisé une méthode plus simple qui consiste à entourer
le piège de trois couples de bobines en configuration Helmholtz pour annuler au
mieux le champ magnétique résiduel dans toutes les directions de l’espace, c’est
la technique qui est décrite dans ce texte.

Optimisation de l’interrogation

Si on se réfère au schéma 3.21, chaque cycle permet d’obtenir la probabilité
de transition en fonction de la fréquence du MAO10 en double passage, comman-
dée par un synthétiseur dont on balaye la fréquence avec un pas ajustable. Pour
minimiser la largeur de la raie, on augmente progressivement le temps d’interro-
gation T , on repousse ainsi la limite Fourier de la résonance et on se rapproche
de la limite δνlaser imposée par le laser d’horloge. A chaque fois, on optimise
la forme de la raie, en diminuant la puissance du faisceau sonde, et on s’arrête
lorsque le contraste commence à chuter, on est alors approximativement dans le
cas d’un pulse π , T correspond donc au premier maximum des oscillations de
Rabi. Ces dernières sont représentées sur la figure 4.3 dans le cas d’une puis-
sance de 0,2 mW, ce qui correspond à T ' 0,8 ms, mais lorsque T se rapproche
de Tcoh = 1

δνlaser
, les oscillations sont de moins en moins contrastées, l’amortis-

sement dû à la cohérence du laser l’emporte et la probabilité de transition tend
asymptotiquement vers 0,5.

On ajuste également à chaque étape l’intensité des différents courants dans les
trois paires de bobines pour compenser l’élargissement dû au champ magnétique
résiduel, qui écarte les niveaux de la sous-structure.

Après itération de ces différentes optimisations, on obtient typiquement un
profil de résonance comme celui représenté sur la figure 4.4, de largeur expéri-
mentale ∆νexp = 48 Hz, soit un facteur de qualité d’environ 1013, pour un temps
d’interrogation T = 15 ms. La puissance effectivement vue par les atomes est diffi-
cile à mesurer directement, mais si on suppose que l’on est à la limite de résolution
Fourier, on peut calculer qu’une largeur à mi-hauteur de 48 Hz de la probabilité
de transition de Rabi pour T = 15 ms correspond à νRabi = 43 Hz ([47]), soit une
puissance de l’ordre de 1 µW, si on suppose que l’intensité de saturation vaut
0,4.10−12 W/cm−2 [101].

Les courants dans les bobines équivalent à la compensation d’un champ ré-
siduel total de 300 mG environ. Par ailleurs, avec une polarisation quelconque
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FIGURE 4.3 – Oscillations de Rabi sur la transition d’horloge dans le cas d’une puis-
sance de sonde de 0,2 mW environ. L’amortissement du contraste vient du fait que les
coefficients de Clebsch Gordan ne sont pas les mêmes pour tous les sous niveaux mF , ce
qui entraîne un brouillage au bout de quelques millisecondes. Par ailleurs, l’intensité lu-
mineuse n’est pas tout-à-fait homogène pour toute l’assemblée d’atomes. L’autre échelle
de temps à prendre en considération est le temps de cohérence du laser, de l’ordre de 30
ms, au delà duquel la probabilité reste stabilisée à 0,5.

du laser sonde par rapport à la direction du champ magnétique résiduel Bres,
on peut montrer que les raies les plus extrêmes, en l’occurence 7/2→ 9/2 et
−7/2→−9/2 sont éloignées de 1350 Hz/G ([131]). La largeur de 50 Hz de la
résonance de la figure 4.4 amène à penser que, en plus des 30 Hz imposé par le
laser, environ 20 Hz sont ajoutés par la dispersion de la sous-structure Zeeman, on
en déduit que le défaut d’annulation de Bres est dans ce cas de l’ordre de 15 mG.

La transition d’horloge sur l’isotope bosonique a été observée dans des condi-
tions suggérées dans le chapitre 1 : en couplant l’état 3P0 à l’état 3P1 par un champ
magnétique statique, on rend la transition faiblement permise [102], ce que nous
avons observé et décrit dans la référence [132]. Mais les profils deviennent très
bruités autour de 30 Hz (figure 4.5), et il s’est avéré difficile d’obtenir des lar-
geurs de cet ordre sur une base régulière, tant pour le fermion que pour le boson.
Ceci qui laisse à penser que c’est la largeur spectrale du laser lui-même qui consti-
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FIGURE 4.4 – Profil expérimental de la porteuse pour la transition 1S0→ 3P0 (points).
L’ajustement par une lorentzienne (courbe rouge) permet d’évaluer la largeur à mi-hauteur
de la résonance, soit environ 50 Hz.

FIGURE 4.5 – Profils de la porteuse dans le cas du fermion 87Sr et du boson 88Sr quand
on est proche de la largeur du laser.

tue la limitation actuelle, on se trouve d’ailleurs dans la gamme de la largeur de
raie calculée dans la partie 3.5.4 : ∆νlaser ' 30 Hz. Un axe principal du projet
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va d’ailleurs consister à asservir le laser d’horloge sur un cavité de référence de
finesse plus élevée et de plus grande stabilité mécanique.

4.2.2 Asservissement du laser d’horloge
Pour asservir le laser sonde sur la transition atomique de référence, on rétroagit

sur la fréquence du MAO10 (figure 3.21) qui comble le désaccord entre la cavité
et les atomes. On sonde alternativement d’un côté (cycle n− 1) puis de l’autre
(cycle n) de la résonance (figure 4.4), la différence entre les deux probabilités de
transition correspondantes, respectivement Pn−1 et Pn, fournit un signal d’erreur
εn = Pn−Pn−1. On déduit la fréquence centrale νn en fonction de νn−1, en ajustant
le gain K de la boucle :

νn = νn−1 +K.εn (4.27)

Parallèlement, le faisceau issu du MAO sonde les atomes à une fréquence νs
n+1, à

une distance νmod (que l’on fixe à δνexp/2 en début de séquence) de la fréquence
centrale précédente νn :

ν
s
n = νn +(−1)n.νmod (4.28)

Sur la figure 4.6, on représente les fréquences νn pour une intégration d’environ
1200 cycles avec un piège dipolaire fonctionnant près de la longueur d’onde ma-
gique et à une profondeur importante. Les fluctuations lentes que l’on observe
sont la signature des fluctuations de la fréquence propre de la cavité sur laquelle
est référencé le laser. Pour faire des mesures des déplacements de fréquence induit
par le piège, on doit s’affranchir de ces fluctuations, ce qui nous a poussé à utiliser
une méthode différentielle qui sera décrite dans le paragraphe 4.3.3.

4.3 Etude du déplacement lumineux
Plusieurs éléments font que l’annulation du déplacement différentiel de fré-

quence telle qu’elle a été proposée par H. Katori est imparfaite, cette approche
demande donc des vérifications :

1. Tout d’abord, le déplacement du premier ordre en U0 n’est pas purement
scalaire, il y a un effet de la structure magnétique de 1S0 et de 3P0, qui ne
sont pas déplacés de la même manière selon la polarisation du laser piège.
On s’assure dans le paragraphe 4.3.2 que cette correction ne pose pas de
problème.



140 CHAPITRE 4

0 500 1000 1500

-1000

-500

Fr
éq

ue
nc

e 
at

om
es

 - 
ca

vi
té

 (H
z)

Temps (s)

FIGURE 4.6 – Fréquences d’asservissement en fonction du temps, pour une intégration
d’une vingtaine de minutes, à λ` = 813,3596 nm et U0 = 1340Er. Les fluctuations cor-
respondent à l’oscillation de la cavité de référence.

2. Ensuite, le déplacement du deuxième ordre n’a a priori aucune raison de
s’annuler, la faisabilité de l’horloge est donc étroitement conditionnée à
l’amplitude de ce terme, étudiée en détail dans la section 4.4.

La vérification du point 1 valide l’hypothèse de l’existence d’une longueur
d’onde magique pour l’atome de Strontium, mais sa valeur réelle ne peut être dé-
montrée qu’expérimentalement (paragraphe 4.3.3), à cause de la mauvaise connais-
sance des forces d’oscillateur utilisées dans l’évaluation théorique [37]. De plus,
pour que le piège puisse effectivement être utilisé dans une configuration ma-
gique, il faut évaluer la criticité de l’annulation en fonction de la longueur d’onde
du piège, qui va déterminer l’incertitude sur le déplacement résiduel de fréquence
du premier ordre.
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4.3.1 Polarisabilité scalaire et longueur d’onde magique
Polarisabilité scalaire pour un atome multi-niveaux

L’approche développée dans la paragraphe 3.1.1 n’est valide que pour un mo-
dèle à deux niveaux, lorsque le piège est largement hors résonance, on doit prendre
en compte le couplage d’un état |i〉 avec tous les états | j〉 susceptibles de contri-
buer à la polarisabilité dynamique. Si on considère l’isotope bosonique 88 du
Strontium, le noyau n’a pas de spin nucléaire, l’état de structure fine 3P0 est par
conséquent pur, et la transition 1S0→ 3P0 est complètement interdite par les règles
de sélection à un photon. Mais dans le cas de l’isotope fermionique 87, l’atome
possède un spin nucléaire I = 9/2, l’hamiltonien de structure hyperfine couple
l’état 3P0 avec les états 1P1 et 3P1, la transition 1S0→ 3P0 devient donc faiblement
permise par couplage dipolaire électrique. On ne se trouve donc plus exactement
dans le cas d’une transition J = 0→ J = 0, et une structure hyperfine complexe
multiplie le nombre de termes à prendre en compte pour évaluer le déplacement
lumineux. Cependant, l’écart hyperfin étant petit devant les désaccords entre le la-
ser piège et les transitions atomiques impliquées dans la polarisabilité dynamique,
on peut considérer dans un premier temps que l’on a toujours des états J = 0 (fi-
gure 4.7), dont le déplacement lumineux ne présente qu’une composante scalaire
dans la mesure où les fonctions d’onde associée sont de symétrie sphérique dans
l’espace des positions. Il n’y a donc pas à ce stade de dépendance en polarisation,
et l’expression de la polarisabilité dynamique peut être généralisée sous la forme :

α|i〉 =−
1
h̄ ∑

j
|di j|2

(
1

ωi−ω j−ω`
+

1
ωi−ω j +ω`

)
avec di j = 〈i|d| j〉

(4.29)

Longueur d’onde magique

Le développement de la fréquence νH de la transition d’horloge en fonction
du champ électrique créant le potentiel lumineux s’écrit alors, avec |g〉= |1S0〉 et
|e〉= |3P0〉 :

νH(r) =

[
ν|e〉−

1
4h

α|e〉(λ`)E
2
` (r)+O(E 4

` (r))
]
−
[

ν|g〉−
1

4h
α|g〉(λ`)E

2
` (r)+O(E 4

` (r))
]

= νat−
1

4h

[
α|e〉(λ`)−α|g〉(λ`)

]
E 2
` (r)+O(E 4

` (r)) (4.30)

Les règles de sélection sur les transitions et l’amplitude des |di j| montrent que
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FIGURE 4.7 – Gauche : Structure des niveaux de plus basse énergie à prendre en compte
dans la polarisabilité dynamique. Droite : Système simplifié, en négligeant la structure
hyperfine, mais équivalent au précédent pour évaluer l’ordre principal du déplacement
lumineux.

le niveau fondamental 5s2 1S0 est couplé essentiellement aux niveaux 5snp 1P1, et
l’état excité 5s5p 3P0 aux niveaux 5sns 3S1 et 5snd 3D1, où n est le nombre quan-
tique principal. Les états les plus proches sont ceux qui ont le plus d’influence, ce
qui permet d’esquisser le profil général du déplacement lumineux −1/4αE 2

` de
chacun des niveaux d’horloge (figure 4.8 gauche) dans la gamme des transitions de
plus basse énergie. Étant donné le comportement des courbes aux voisinages des
divergences associées aux résonances, les deux profils se croisent nécessairement,
ce qui prouve l’existence d’une longueur d’onde magique pour le strontium. Une
évaluation théorique a été menée en sommant les contributions au déplacement
lumineux jusqu’aux états n = 11 [37, 91], et le résultat pour les deux états de la
transition d’horloge est tracé sur la figure 4.8 droite . Les deux courbes se croisent
vers λ ' 800 nm, l’écart à la valeur expérimentale λmag ' 813 nm s’explique par
l’incertitude sur les valeurs des |di j|. A partir de ces courbes, pour un profondeur
de piège de 10Er, on peut montrer que le déplacement résiduel de fréquence est
limité à 10−17 en valeur relative dès lors que l’on maintient la fréquence du piège
à moins de 20 MHz de sa valeur magique, or ce niveau de contrôle ne pose aucun
problème technique.

Poids des couplages ordres multipolaires plus élevés

La description complète de la polarisabilité doit prendre en compte non seule-
ment le couplage dipolaire électrique (E1), mais aussi les autres, notamment les
couplages dipolaire magnétique (M1) et quadrupolaire électrique (E2) :
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FIGURE 4.8 – Gauche : Profil général du déplacement lumineux pour les deux niveaux
d’horloges, au voisinage des transitions de plus basse énergie. Les divergences des profils
sont associées à ces résonances. Droite : Profils calculés numériquement en tenant compte
des contributions des niveaux électroniques jusqu’au orbitales n=11, pour une intensité du
laser piège de 10 kW/cm2

α|i〉(λ`) = α|i〉,E1(λ`)+α|i〉,M1(λ`)+α|i〉,E2(λ`) (4.31)

Cependant, même si la valeur λmag n’a été déterminée qu’avec le seul couplage
E1, c’est à dire que l’on a α|1S0〉,E1

(λmag) = α|3P0〉,E1
(λmag), la correction apportée

par les deux autres termes ne constitue pas un problème. D’une part, ces contribu-
tions supplémentaires sont scalaires, elles n’entraînent donc qu’un déplacement
de la longueur d’onde magique. De plus, l’évaluation théorique [37] a montré que
αM1(λ`) ' αE2(λ`) ' 10−7×αE1(λ`) pour les deux niveaux, la correction est de
toute façon négligeable devant l’incertitude sur les |di j|, il n’était donc pas néces-
saire de la prendre en compte dans le modèle.

4.3.2 Discussion sur la composante tensorielle du déplacement
lumineux

On prend maintenant en compte la structure hyperfine de l’atome, pour faire
apparaître le déplacement lumineux tensoriel. La généralisation tensorielle de 4.29
s’écrit :
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αmn,|i〉 =−
1
h̄ ∑

j

(
〈i|d.em| j〉〈 j|d.en|i〉

ωi−ω j−ω`
+
〈i|d.en| j〉〈 j|d.em|i〉

ωi−ω j +ω`

)
(4.32)

L’amplitude de la partie tensorielle par rapport à la partie scalaire, pour un état
| j〉 déplaçant un état |i〉, est à peu près proportionnelle à δs f , j/δi j, rapport entre la
largeur de la structure hyperfine du niveau | j〉 et le désaccord δi j = ||ωi−ω j|−ω`|
avec le laser de piégeage. Pour |3S1〉 et |3D1〉 par rapport |3P0〉, ces ratios valent
respectivement 8,1.10−5 et 5,4.10−6, alors que pour |1P1〉 par rapport à |1S0〉, il
ne vaut que 2,1.10−7. Le déplacement tensoriel de |3P0〉 est a priori deux ordres
de grandeur plus grand que celui de |1S0〉.

Si on suppose que le champ magnétique B est parallèle à la polarisation du
laser formant le réseau optique, on peut réécrire le déplacement de fréquence pour
les niveaux d’horloge, en tenant compte de l’effet Zeeman et du déplacement lu-
mineux, sous la forme générale ([131]) :

∆νe =−m′F(gI +δg)µ0B−αB2−κ
S
e

U0

Er
−κ

V
e ξ m′F

U0

Er
−κ

T
e
(
3m′2F −F(F +1)

)U0

Er
(4.33)

∆νg =−mFgIµ0B−κ
S
g

U0

Er
−κ

V
g ξ mF

U0

Er
−κ

T
g
(
3m2

F −F(F +1)
)U0

Er
(4.34)

où les coefficients κS, κV et κT sont proportionnels respectivement aux compo-
santes scalaire, vectorielle et tensorielle de rang 2 de la polarisabilité dynamique
4.32, ils ne dépendent que de la longueur d’onde. Le coefficient ξ = sin(2ε) est le
degré d’ellipticité de la polarisation du faisceau piège, dont la polarisation s’écrit,
dans le cas d’une propagation selon l’axe z, sous la forme générale :

e = cos(ε)ex + isin(ε)ey (4.35)
= −sin(ε−π/4)e−1− cos(ε−π/4)e+1 (4.36)

avec e±1 =∓(ex± iey)/
√

2. ε = 0 correspond à une polarisation linéaire, et ε =
±π/4 à des polarisation σ±, l’intervalle [−π/4;π/4], suffit à décrire tous les cas.

La figure 4.9 montre le déplacement de fréquence tensoriel ∆νe +κS
e

U0
Er

théo-
rique (on a donc retranché le déplacement scalaire) en fonction de l’angle de po-
larisation ε . Les courbes associées à +mF et −mF sont symétriques par rapport à
une valeur centrale égale à −αB2−κT

e
(
3m2

F −F(F +1)
) U0

Er
.
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FIGURE 4.9 – Profil du déplacement de fréquence de |3P0〉, en fonction du sous-niveau
Zeeman considéré, en tenant compte de tous les termes sauf du déplacement lumineux
scalaire. Le courbes sont tracées pour U0 = 10Er, avec κV

e = 0,1 Hz/Er (déduit de [37]),
κT

e = 9.10−3 Hz/Er, gIµ0 = −185 Hz/G et δgµ0 = −109 Hz/G ([131]). Le champ ma-
gnétique B = 30 mG (graphe a) correspond à un champ résiduel, alors que B = 300 mG
(graphe b) est le champ typique utilisé pour le pompage optique. Avec un champ magné-
tique plus faible, on note que l’on aurait des anticroisements entre les courbes.

Dans le cas d’une transition π (mF → mF ), on a un déplacement de fréquence
de la transition égal à :

νH(mF)= νat−δgµ0mFB−αB2−∆κ
SU0

Er
−∆κ

V
ξ mF

U0

Er
−∆κ

T (3m2
F −F(F +1)

)U0

Er
(4.37)

Si on interroge successivement deux mF de signes opposés, on peut annuler les
termes en mF en faisant la demi somme des fréquences obtenues, on s’affran-
chit ainsi de l’effet Zeeman du premier ordre et la composante vectorielle de la
polarisabilité :

νH(−mF)+νH(mF)

2
= νat−

[
∆κ

S(λ`)+∆κ
T (λ`)

(
3m2

F −F(F +1)
)]U0

Er
−αB2

(4.38)

Dans l’expression entre crochets de l’équation 5.7, le terme scalaire est nul pour
λ S

mag mais il possède une dynamique 10 Hz/Er/nm : en changeant un peu λ`, il
est possible de compenser le terme tensoriel, évalué à 9(23).10−3 Hz/Er dans la
référence [131] dont on peut supposer qu’il varie peu en valeur absolu. Ainsi, ∆κT
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a juste pour effet de déplacer la longueur d’onde magique, au plus de quelques
10−2 nm. Il reste le terme en B2, qui peut être évalué grâce à la demi différence
des fréquences :

νH(−mF)−νH(mF)

2
= δgµ0mFB+∆κ

V
ξ mF

U0

Er
(4.39)

Le premier terme de cette équation est utilisé pour évaluer le champ B et ainsi cor-
riger le terme αB2 de 5.7. On s’affranchit facilement du second terme pour deux
raisons :

• D’une part il est négligeable devant le premier, du fait de la qualité de la
polarisation linéaire dans la cavité. On a supposé que seulement 10−3 de
l’énergie était dans la mauvaise polarisation (paragraphe 3.2.1), ce qui li-
mite le rapport des champs à

√
10−3 et donc on a : ξ ≤

√
10−3 ' 3.10−2.

Pour B = 0,3 G et U0 = 10Er, on évalue ∆κV ξ mFU0/Er
δgµ0mF B ≤ 10−3.

• D’autre part, grâce aux mesures différentielles alternant les profondeurs U0,
on peut de toute façon évaluer et corriger ce terme.

Par cette approche, on s’affranchit à la fois de l’effet Zeeman et des compo-
santes tensorielles de rang 1 et 2 de la polarisabilité, ces termes ne compromettent
donc pas la faisabilité de l’horloge.

4.3.3 Evaluation expérimentale de la longueur d’onde magique
et de l’annulation du déplacement lumineux

Mesures différentielles

Les fluctuations de fréquence de la cavité de référence du laser ont une échelle
de temps typique de l’ordre de la minute, les mesures de fréquence doivent donc
être effectuées à une cadence plus élevée. La meilleure solution pour s’affranchir
du bruit basse fréquence de la cavité est d’effectuer des mesures différentielles en
fonction de la profondeur du piège, c’est-à-dire d’entrelacer des séries de points
à différentes profondeurs. Sur la figure 4.10 (a), les mesures sont faites toutes les
secondes, on a mêlé des séries de 19 points à quatre profondeurs différentes, et on
répète cette séquence typiquement une vingtaine de fois (figure 4.10 (b), ce qui
représente une intégration de 20 ou 30 minutes.

Pour filtrer les fluctuations de la cavité, on ramène toutes les données sur un
même plan en retranchant à chaque point le déplacement lumineux attendu, on
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ajuste ensuite l’ensemble de ces nouveaux points par un polynôme de degré N.
Dans la mesure où l’on veut suivre les fluctuations lentes, liées à des processus
thermiques, sans suivre le détail du bruit de chacun des asservissements, N a une
influence : on constate sur la figure 4.10 (c) qu’entre N = 5 et N = 12, la fréquence
ne varie que d’une fraction de la barre d’erreur, nous avons choisi d’appliquer un
polynôme de degré N = 10 dans tous les cas. La barre d’erreur attribuée à chaque
point est l’incertitude statistique, c’est-à-dire la valeur de la variance d’Allan après
un temps d’intégration τ (figure 4.10 (e)).

Enfin, on considère à nouveau individuellement les quatre ensembles de points
initiaux, et à chacun on retranche le polynôme avant de faire la moyenne de ces
points corrigés. Pour chacune des quatre profondeurs, on obtient un point corres-
pondant au déplacement de fréquence (figure 4.10 (d)) dont la barre d’erreur est
l’écart type d’Allan.

Mesure de λmag, criticité sur l’annulation du déplacement lumineux

Les mesures de fréquences différentielles donnent un ensemble de points de
fréquence correspondant à différentes profondeurs du réseau. On s’applique à
maintenir la longueur d’onde du piège constante pendant le cycle de mesure en la
mesurant avec un lambdamètre, ce qui permet un contrôle au niveau de quelques
10−4 nm. On extrapole dans un premier temps les points expérimentaux par une
droite, et on constate que leur distribution est compatible avec un comportement
linéaire en la profondeur, en tous cas au niveau de résolution permis par le bruit
de la mesure.

Sur la figure 4.11 (a) sont représentés des ensembles de points associés à plu-
sieurs longueurs d’onde, ainsi que les ajustements du premier ordre. La technique
de mesure expliquée en 4.3.3 ne permet pas de trouver la valeur absolue de la fré-
quence, mais seulement les écarts entre les fréquences associées aux différentes
profondeurs, les ensemble de points sont donc translatés en ordonnée pour que les
droites passent toutes par zéro, ce qui correspond à l’hypothèse d’un déplacement
nul pour U0 = 0. Les pentes de ces droites sont reportées sur la figure 4.11 (b),
la longueur d’onde magique correspond à une pente nulle, c’est-à-dire au cas où
la fréquence est complètement indépendante de la profondeur. Les points expéri-
mentaux sont ajustés par une droite qui permet de déterminer la valeur magique
avec une précision meilleure d’un ordre de grandeur par rapport aux deux déter-
minations effectuées par d’autres équipes [133] :

λmag = 813,428(1)nm (4.40)

Pour cette valeur de la longueur d’onde, le déplacement de fréquence entre
la profondeur nulle et la profondeur la plus élevée (environ 5 MHz) est au plus
de 5 Hz en tenant compte des barres d’erreur. Avec cette résolution, susceptible
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(a) (c)

(b)

(d) (e)

FIGURE 4.10 – (a) Points de fréquence νn du MAO10 lorsque le laser est asservi sur la transition
atomique, pour 4 profondeurs différentes, à λ` = 813,720 nm. (b) Séquence de la figure (a) répétée
une vingtaine de fois, les fluctuations de la cavité sont filtrées avec un polynôme de degré 10.
(c) Fréquence à profondeur maximale en fonction du degré du filtre polynômial. (d) Points de
fréquence correspondant aux moyennes des points corrigés des fluctuations de la cavité, pour
chaque profondeur. On ne connaît pas la valeur absolue de la fréquence, mais on fixe comme
condition que le déplacement est nul à profondeur nulle. (e) Variance d’Allan associée aux mesures
à une profondeur (τ = 300 s).
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Takamoto et al. (2005)

Ludlow et al. (2006)

Ce travail

Longueur d'onde du piège [nm]

FIGURE 4.11 – Evaluation de la longueur d’onde magique. (a) Déplacements de fré-
quence en fonction de la profondeur du réseau pour différentes longueur d’onde de pié-
geage, avec les ajustements du premier ordre. Les pentes des droites sont reportées sur le
graphe (b), la pente nulle correspond à la longueur d’onde magique.

d’être encore améliorée, on est d’ores et déjà capable d’annuler le déplacement
lumineux différentiel au niveau de 10−6 du potentiel, ce qui correspond, pour un
profondeur U0 = 10Er, à 40 mHz, soit 10−16 de la fréquence optique.

Enfin, on peut discuter la criticité du contrôle de la longueur d’onde du piège :
de 4.11 (b) on déduit que pour une profondeur de 10Er, on a un déplacement lumi-
neux différentiel de 1 Hz par 10−2 nm, soit encore 10−17 de νat pour un contrôle
de 20 MHz, on retrouve la valeur théorique. Ce niveau de contrôle est facile à
atteindre, il assure une incertitude dans la gamme de 10−18 sur le déplacement
résiduel.

4.4 Effets d’ordre élevé

A la longueur d’onde magique, on est donc capable de contrôler l’annulation
du déplacement différentiel de fréquence du premier ordre en U0 à un niveau de
10−18. Néanmoins, le terme suivant du développement de la fréquence, en U2

0 n’a
aucune raison de s’annuler a priori, ce qui peut remettre complètement en question
la faisabilité d’une horloge basée sur cette approche. Comme on va le voir, le
calcul théorique de cet effet ne s’est pas avéré fiable, une évaluation expérimentale
de son amplitude était donc absolument nécessaire.
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4.4.1 Description théorique de l’hyperpolarisabilité
Origine de l’effet

Le développement de la fréquence de la transition d’horloge à l’ordre 2 en U0
s’écrit comme :

νH(r) = νat−
1

64h

[
γ|e〉(λmag,ε)− γ|g〉(λmag,ε)

]
E 4
` (r)+O(E 6

` (r)) (4.41)

On peut le présenter sous la forme plus intuitive :

νH(r) = νat−∆β
U2

0
E2

r
+O(

U3
0

E3
r
) (4.42)

avec ∆β = βe(λmag,ε)−βg(λmag,ε). Le terme en U2
0 , ou terme d’hyperpolarisabi-

lité, correspond aux processus à deux photons susceptibles de déplacer les niveaux
d’horloges. Dans la mesure où il évolue comme le carré de l’intensité, il convient
d’être prudent quant à son effet sur la fréquence d’horloge. Deux transitions à deux
photons (figure 4.12) partant du niveau |3P0〉 sont proches de résonance lorsque le
piège dipolaire fonctionne à λmag = 813,42 nm :

• 5s5p3P0 → 5s7p1P1, à 2λ1 = 2× 813,36 nm, qui est a priori interdite par
les règles de sélection

• 5s5p 3P0→ 5s4 f 3F2, à λ2 = 2×818,57 nm

• Après ces deux transitions, la plus proche est 5s5p 3P0→ 5s7p 3P0, à 2λ3 =
2×796,3 nm, à plus de 17 nm

L’évaluation théorique des coefficients β explicitée dans les références [37, 91]
est en réalité approximative pour eux raisons :

• Les éléments de couplage entre les différents niveaux sont mal connus, ce
qui a un effet nettement plus problématique que dans la cas de la polarisa-
bilité, dans la mesure où tous les niveaux intermédiaires contribuent dans le
cas des couplages à deux photons à l’origine de l’hyperpolarisabilité.

• le calcul de [37, 91] a été effectué à λ` = 800 nm, et, à cette longueur
d’onde, le poids respectif des trois transitions citées est complètement dif-
férent, 3P0→ 3P0 est 5 fois plus près par exemple.
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La valeur numérique avancée dans les deux références, ∆β ' 1,5µHz/E2
r

pourrait donc être changée de plusieurs ordres de grandeur. L’effet d’hyperpo-
larisabilité évoluant comme U2

0 , il faut être extrêmement prudent quant à son am-
plitude : si on suppose que l’on maîtrise la puissance intracavité à 1% près, il faut
avoir ∆β < 2 mHz/E2

r pour que l’incertitude associée à l’effet soit au niveau de
10−17 pour U0 = 10Er. Un prérequis à la faisabilité de l’horloge passe nécessai-
rement par une évaluation expérimentale de cet effet.

5 s 5 p  3 P 0

5 s 4 f  3 F 2

5 s 7 p  1 P 1

2  x  8 1 8 , 5 7  n m

5 s 2  1 S 0

2  x  8 1 3 , 3 6  n m

l m a g = 8 1 3 , 4 2 8  n m
P i è g e

2  x  7 9 6 , 3  n m
5 s 7 p  3 P 0

d 0 d 2

FIGURE 4.12 – Structure des niveaux d’énergie susceptibles de contribuer à l’hyperpo-
larisabilité dynamique. Essentiellement deux transitions à deux photons issues de 3P0 sont
à considérer, l’une à 2×813,36 nm, a priori interdite par les règles de sélection, la seconde
à 2×818,57 nm. Une troisième, à 2×796,3 nm, est très éloignée de résonance.

Discussion sur l’influence de la polarisation

Bien que la polarisation intracavité soit linéaire et de très bonne qualité, on
peut se demander quelle est l’amplitude de la dépendance de ∆β vis-à-vis de ε .
En s’inspirant de la référence [102], on exprime ∆β comme la somme de deux
contributions β (0) et β (2) respectivement associées aux transitions vers 3P0 et 3F2
(on suppose, comme cela va être démontré plus loin, que la transition vers 1P1 est
sans influence) :

∆β = β
(0)+β

(2) (4.43)
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avec

β
(0) =

b0(λmag)

δ0

cos2(2ε)

3
et β

(2) =
b2(λmag)

δ2

3− cos2(2ε)

3
(4.44)

Lorsque l’on passe d’une polarisation linéaire (ε = 0) à une polarisation circulaire
(ε = ±π/4), β (0) s’annule et β (2) est multiplié par 3/2, l’ordre de grandeur de
∆β (ε = ±π/4) ne peut qu’être inférieur à celui de ∆β (ε = 0). En faisant toutes
les mesures en polarisation linéaire, on évalue donc de toute façon le cas le plus
défavorable. Cette même référence [102] suggère qu’il pourrait exister pour le
strontium une polarisation magique εmag, pour laquelle ce terme d’hyperpolarisa-
bilité s’annulerait, mais il faudrait alors aussi évaluer l’impact de εmag sur le terme
vectoriel de la polarisabilité.

On mentionne enfin le fait que le terme suivant du développement de fré-
quence, en U3

0 , associé aux transitions à trois photons, est négligeable, tout comme
le sont les termes d’ordre supérieur. Si on ajoute l’énergie de trois photons à
813,42 nm à celle du niveau |3P0〉, on est au delà de la limite d’ionisation, et
si on l’ajoute à celle de |1S0〉, le seul état susceptible de contribuer, 5p2 1D2, n’est
pas accessible à cause des règles de sélection. A partir de quatre photons, on est
obligatoirement au delà de la limite d’ionisation.

4.4.2 Evaluation expérimentale de l’amplitude de l’hyperpola-
risabilité

Transition 5s5p3P0→ 5s7p1P1 à λ1=813,36 nm

Du fait de son caractère J = 0→ J = 1, cette transition est a priori interdite
à l’ordre principal par les règles de sélection à deux photons. Néanmoins, elle est
particulièrement proche (32 GHz) de la valeur démontrée de la longueur d’onde
magique, il est donc nécessaire d’étudier spécifiquement son influence.

Pour évaluer les déplacements de fréquence quadratiques en U0 de la transi-
tion d’horloge, on utilise les points de fréquence en fonction de la profondeur du
potentiel, pour un longueur d’onde donnée, comme sur la figure 4.11 (a). Mais on
ajuste cette fois-ci les points non plus par une droite mais par un polynôme d’ordre
2, et le coefficient quadratique est reporté sur la figure 4.13 en fonction de la lon-
gueur d’onde du piège. On observe que la plupart des points sont compatibles avec
une valeur nulle, il apparaît clairement que l’on peut borner supérieurement l’ef-
fet quadratique associé à cette transition par 0,07 mHz/E2

r dans toute la gamme de
longueur d’onde explorée. Le comportement attendu de l’hyperpolarisabilité est
proportionnelle à 1

δ
, avec δ =ω`−ω1. La position exacte de la transition n’est pas
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bien connue, mais dans la mesure ou les points de mesures reportés sur la figure
4.13 sont espacés de 1 GHz environ, on peut donner une borne supérieure à la
contribution de cette transition sur le coefficient quadratique à la longueur d’onde
magique :

∆β (λmag← λ1)< 70 µHz/E2
r ×

1 GHz
32 GHz

' 2 µHz/E2
r (4.45)

FIGURE 4.13 – Déplacement quadratique de fréquence de la transition d’horloge, par
unité de recul (échelle de gauche), ou en valeur absolu pour U0 = 10Er (échelle de droite)
quand le piège fonctionne près de 813,36 nm. Autour de la longueur d’onde de la transi-
tion à deux photons, aucun effet n’est résolu, on place une borne supérieure sur les points
à ±0,07 Hz/Er. La courbe rouge correspond à un ajustement en 1

ω`−ω1

Transition 5s5p 3P0→ 5s4 f 3F2 à λ2=818,57 nm

On attend a priori pour cette nouvelle transition à deux photons, permise,
un déplacement de fréquence quadratique beaucoup plus marqué. Comme on
s’éloigne de la longueur d’onde magique, l’effet du premier ordre commence à
déformer les raies de façon significative (figure 4.14), on les élargit en augmen-
tant la puissance du laser à 698 nm jusqu’à environ 1 mW pour garder un contraste
maximum, pour un temps d’interaction typique de 20 ms.

Des intégrations ont été effectuées au voisinage de la valeur attendue, et les
coefficients quadratiques ont été reportés sur la figure 4.15. En plus de l’effet de
la transition à deux photons en elle-même, on s’attend à observer un déplacement
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FIGURE 4.14 – Profil de la porteuse lorsque le piège fonctionne à λ` = 818,5537 nm.
Pour amplifier le contraste de la résonance, on utilise une puissance P698 = 2 mW, pendant
une interaction de 200 ms.

quadratique dû au fait que le déplacement lumineux ne s’annule plus et que les
atomes voient des profondeurs potentiellement assez différentes en valeur absolue
à cause de leur température finie. Les mesures effectuées à plusieurs GigaHertz de
part et d’autre de la transition à deux photons ont indiqué que cette contribution
s’élevait à environ 0,8 mHz/E2

r .
A proximité de la transition à deux photons, on constate cette fois-ci que les

valeurs des déplacements sont beaucoup plus importantes, l’échelle de la figure
4.15 est 100 fois plus grande que celle de la figure 4.13. La structure des mesures
est difficile à interpréter clairement, car le niveau excité 5s4 f 3F2 présente 5 ni-
veaux de structure hyperfine, dont les contributions peuvent interférer entre elles.
Il a néanmoins été possible de situer les longueurs d’onde associées à chacune des
5 sous-transitions possibles en mesurant la largeur de la transition d’horloge : en
effet, à résonance, le couplage entre 5s5p 3P0 et 5s4 f 3F2 entraîne un déplacement
lumineux différent pour chaque sous-niveau mF de 3P0, et le spectre de la tran-
sition d’horloge présente une structure qui l’élargit de façon considérable (figure
4.16 (a)) par rapport au cas hors résonance (figure 4.16 (b)). La largeur de la réso-
nance 1S0→ 3P0 en fonction de la longueur d’onde du piège est représentée sur la
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FIGURE 4.15 – Déplacement quadratique de fréquence de la transition d’horloge, par
unité de recul (échelle de gauche), ou en valeur absolu pour U0 = 10Er (échelle de droite)
quand le piège fonctionne près de 818,57 nm. La courbe bleue est proportionnelle à

1
ω`−ω2,13/2

, et elle est ajustée de façon à englober les points de mesure.

figure 4.16 (c), les 5 transitions hyperfines apparaissent nettement. De plus nous
avons expérimentalement constaté que pour ces valeurs, une fraction importante
des atomes (figure 4.16 (d)) étaient perdus et sortaient du piège quand le laser
d’horloge était également à résonance, ce que nous avons attribué à un processus
d’ionisation à 3 photons à 818,57 nm.

Si par exemple on trace le déplacement de fréquence quadratique (sans le dé-
placement lumineux donc) de part et d’autre de la longueur d’onde correspondant
au niveau hyperfin F = 13/2 de 3F2, on trouve des comportements de signes op-
posés, comme cela est représenté sur le graphe 4.17, avec des déplacements diffé-
rentiels qui atteignent plusieurs kiloHertz pour des réseaux de grande profondeur.

On borne supérieurement les points reportés sur le figure 4.15 par une courbe
proportionnelle à 1

ω`−ω2,F=13/2
(le niveau F=13/2 étant le plus proche de λmag) qui

enveloppe les mesures. Extrapolée à λ` = λmag, elle indique que la contribution de
cette seconde transition à deux photons à la longueur d’onde magique est au plus
de :

∆β (λmag← λ2)< 2 µHz/E2
r (4.46)
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d

a b

c

FIGURE 4.16 – (a) Spectre de la porteuse pour la transition d’horloge lorsque le laser
piège est accordé (au sens deux photons) sur la transition hyperfines 5s5p 3P0, F = 9/2→
5s4 f 3F2, F ′ = 11/2. (b) Spectre de la même porteuse avec le laser piège désaccordé. (c)
Largeur à mi-hauteur de la structure de la résonance en fonction de la longueur d’onde
du piège, à proximité de la transition à deux photons. (d) Ratio d’atomes conservés en
fonction de la longueur d’onde du piège.

Evaluation directe du déplacement quadratique de fréquence à λmag

L’étude des deux transitions à deux photons a donc permis d’évaluer que cha-
cune contribuait à l’hyperpolarisabilité à la longueur d’onde magique avec un
poids très faible. Pour confirmer ces mesures, nous avons évalué le coefficient
quadratique à la longueur d’onde magique directement à partir des mesures de
fréquence effectué à λmag = 813,428 nm, les résultats sont représentés sur la fi-
gure 4.18. On trouve une valeur moyenne égale à :

∆β (λmag) = 4±4 µHz/E2
r soit 0,4±0,4 mHz pour U0 = 10Er (4.47)
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FIGURE 4.17 – Déplacement de fréquence quadratique de la transition d’horloge à
818,5670 nm et 818,5679 nm, de chaque côté de la transition à deux photons évaluée
à 818,5677 nm. Le déplacement linéaire a été retiré pour mettre en avant le terme du
deuxième ordre.

En tenant compte de la barre d’erreur, on évalue que le déplacement de fré-
quence pour U0 = 10Er est au plus de 2.10−18 de la fréquence de référence, cet
effet ne constitue donc pas du tout un problème.

Discussion

Dans la mesure où 3P0→ 3F2 s’est révélée avoir un faible impact et qu’aucun
effet manifeste n’a été résolu à la longueur d’onde magique, nous avons renoncé
à étudier la résonance 3P0→ 3P0.

Par ailleurs, les effets d’ordre supérieur à 2 n’ont pas été évalués, mais, d’une
part, l’amplitude des termes est a priori de plus en plus faible lorsque l’ordre
augmente, et d’autre part, même pour des profondeurs de l’ordre de 1000Er, on
n’a observé aucune déviation en U3

0 par exemple.
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FIGURE 4.18 – Coefficient quadratique du déplacement de fréquence à la longueur
d’onde magique, évalué pour 13 mesures indépendantes. En rouge : la moyenne avec
sa barre d’erreur.

4.5 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons montré qu’à l’issue du processus de refroidisse-
ment sur raie étroite, la température des atomes dans le piège était de l’ordre de
4 µK dans la direction longitudinale, soit 95% des atomes dans l’état motionnel
fondamental nz = 0, et de 15 µK dans la direction radiale. Dans ces conditions,
tous les atomes évoluent dans des potentiels de même profondeur à 10% près, ce
qui nous a permis de prouver expérimentalement que les effets systématiques liés
au réseau optique ne constituait pas un obstacle à la faisabilité de l’horloge :

• La longueur d’onde magique a été évaluée avec une précision de 10−3 nm
près : λmag = 813,428(1) nm. De plus, l’annulation du déplacement lumi-
neux différentiel est peu critique en λ`, il reste en valeur absolue inférieur
à 10−17 à la profondeur de référence U0 = 10Er si on contrôle la fréquence
du laser piège à 20 MHz près, ce qui est facilement réalisable.

• Il a été démontré que l’hyperpolarisabilité ne constituerait pas une limita-
tion à l’exactitude dans la mesure où le déplacement de fréquence induit
est inférieur en valeur à 10−17, toujours à la profondeur de référence. Les
ordres supérieurs sont négligeables.
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Le contrôle de ces effets conforte la perspective d’une référence de fréquence
dépassant les performances des fontaines atomiques, ce qui lève le dernier obs-
tacle identifié à une exactitude sub 10−16. Pour procéder à une évaluation com-
plète de l’horloge, l’étape suivante a consisté à évaluer l’ensemble des effets sys-
tématiques, c’est ce qui va être présenté dans le chapitre 5.
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Chapitre 5

Caractérisation de l’horloge

5.1 Principe des mesures de fréquence avec un laser
femtoseconde

Pour mesurer la valeur de la fréquence de la transition d’horloge, il est néces-
saire de la relier à la définition, c’est-à-dire à la transition de référence de l’atome
de Césium. Mais comparer une fréquence optique, de l’ordre de plusieurs 1014

Hz, à une fréquence micro-onde de 9.109 Ghz s’est longtemps avéré être une
tâche particulièrement difficile. Il était nécessaire de mettre en oeuvre une chaîne
de générations d’harmoniques pour combler les 5 ordres de grandeur de diffé-
rence, donnant ainsi naissance à des systèmes complexes et difficiles à opérer
[18, 19, 20].

Mais à la fin des années 90, Ted Hänsch a proposé d’utiliser les lasers fem-
tosecondes, dont les impulsions ultra-courtes présentent dans le domaine des fré-
quences un spectre de modes équidistants [21, 22, 23]. Après l’élargissement de
la courbe de gain du laser par une fibre à cristaux photoniques, on crée, par ver-
rouillage des modes les uns avec les autres, une "règle" dans l’espace des fré-
quences capable de couvrir une octave dans le domaine optique. Dans la mesure
où les graduations de cette règle sont asservies sur une référence fournie par les
fontaines, on dispose ainsi d’un moyen direct d’établir un lien fréquence optique
- fréquence micro-onde.

La mise en oeuvre a été réalisée initialement à partir de lasers Titane-Saphir
[23, 134], c’est sur une source de ce type, pompée par un Verdi 10 W, que l’équipe
de Daniele Rovera a construit le peigne de fréquence du LNE-SYRTE que nous
avons utilisé pour nos premières campagnes de mesure (2002-2003, avril 2006).
Mais plus récemment, une nouvelle approche a été développée, elle s’appuie sur
des lasers à fibre dopée à l’Erbium [135, 136, 137, 138], beaucoup plus simples
à faire fonctionner et de longue durée de vie. Nous avons eu l’opportunité en
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novembre 2006 de réaliser une nouvelle série de mesures avec un peigne de fré-
quence de ce type grâce à une collaboration avec une équipe de la PTB, qui a
transporté son système dans notre laboratoire.

5.1.1 Principe du peigne de fréquence

Mode impulsionnel

Lorsque N = 2n+1 modes de même amplitude E0, cohérents en phase, lasent
simultanément, l’amplitude du mode impulsionnel E(t) peut s’écrire sous la forme :

E(t) =
n

∑
k=−n

Ek cos [2π( fc + k fr)t] (5.1)

où fc est la fréquence centrale et fr l’intervalle spectral libre de la cavité.
Le champ électrique est représenté en fonction du temps sur la figure 5.1. Avec

une période de répétition de 1/ fr, les N modes interfèrent constructivement pour
délivrer un pulse dont la durée est de l’ordre de ∆T = 1/N fr. Dans le cas du laser
femtoseconde du LNE-SYRTE, le taux de répétition vaut environ 840 MHz et
20000 modes oscillent simultanément, ce qui correspond à ∆T ' 50 fs. Pour le
laser à fibre de la PTB, le taux de répétition est de l’ordre de 100 MHz et la durée
de l’impulsion de l’ordre de 85 fs [135].

E(t)

t

∆φ

1/fr

FIGURE 5.1 – Profil de E(t) en fonction du temps, avec N = 15 pour l’exemple.
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Dans le domaine fréquentiel, deux modes successifs sont espacés de fr (figure
5.2), et la fréquence du mode n peut s’écrire sous la forme :

fn = n fr + f0 (5.2)

Le décalage f0 de l’origine du peigne vient du fait que la porteuse du champ E
se déplace à la vitesse de phase alors que l’enveloppe se déplace à la vitesse de
groupe. Ceci correspond à une différence de phase ∆φ (figure 5.1), et on peut
montrer que dans l’espace des fréquences, on a : f0 = fr

∆φ

2π
.

fréquence f

f0 
= fr.∆φ/2π

fr
I(f)

FIGURE 5.2 – Peigne de fréquence du laser femtoseconde. Les dents du peigne sont
espacés de fr, la dent n du peigne a une fréquence fn = n fr + f0.

Le verrouillage de mode peut être effectué de plusieurs façons pour favoriser
le régime impulsionnel par rapport au régime continu. Dans les lasers Titane-
Saphir, on utilise le fait que l’indice de réfraction n à l’intérieur du cristal pour
une pulsation ω suit la loi de Kerr Optique :

n(ω, I) = n0(ω)+n2(ω)I (5.3)

où I est l’intensité laser. Le profil gaussien du faisceau induit donc une variation de
l’indice du cristal dans le plan transverse, ce qui crée une lentille convergente qui
focalise le faisceau quand il progresse dans le cristal. Dans le cas d’un laser à fibre,
la technique utilisée est un mécanisme de rotation non linéaire de la polarisation,
qui se comporte comme un absorbant saturable.

Pour favoriser le mode impulsionnel, dont le waist est plus petit que celui
du mode continu dans la mesure ou l’intensité crête est beaucoup plus élevée,
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d’une part on ajuste la taille du faisceau venant du Verdi avec lequel on pompe
le cristal, et d’autre part on règle la cavité de façon à ce qu’il y ait moins de
pertes par diffraction pour le cas pulsé que pour le cas continu multimode. Pour
faire basculer le système en mode impulsionnel, il suffit ensuite de perturber la
longueur de la cavité, par exemple en tapotant l’un des miroirs de la cavité.

Enfin, un dernier aspect à prendre en compte est la disparité des vitesses de
groupe dans la cavité : à cause de la dépendance en fréquence de l’indice de ré-
fraction du cristal ou de la fibre, la durée d’un tour de résonateur est différente
selon le mode considéré, ce qui empêche de maintenir le régime impulsionnel.
Pour contrer cet effet, trois des quatre miroirs de la cavité du laser Titane-Saphir
sont des miroirs à dispersion négative ("chirped miror" en anglais). Une autre
technique, utilisé avec le laser à fibre, consiste à insérer deux prismes dispersifs
[135] en silicium pour rééquilibrer les délais entre les modes.

5.1.2 Asservissement des fréquences

Taux de répétition

Pour que l’écart entre les modes du peigne soit maintenu constant, on asservit
fr sur une référence extérieure à 1 GHz. Ce signal est dérivé de l’oscillateur local
sur lequel s’appuie les fontaines, il s’agit l’oscillateur cryogénique à résonateur en
Saphir (OCRS), lui-même asservi sur les temps longs sur un maser à hydrogène.
Cette approche permet en conséquence d’évaluer la fréquence optique par rapport
à une référence micro-onde.

Dans le cas du laser Titane-Saphir, on prélève à la sortie de la cavité une partie
du faisceau que l’on envoie vers une photodiode rapide. Dans la limite de la bande
passante de cette dernière, le signal qu’elle délivre présente des composantes à
toutes les harmoniques de fr. Avec un filtre passe-bande, on filtre spécifiquement
la n-ième harmonique correspond au battement entre les modes espacés de n. fr
(dans notre cas, on a choisit n=11), et on la mélange avec une chaîne micro-onde
asservie sur l’oscillateur cryogénique, à l’aide d’un mélangeur hyperfréquence.
Le battement obtenu est mélangé avec un signal RF provenant d’un synthétiseur
commercial bas bruit de phase pour fournir le signal d’erreur pour le verrouillage
de phase. On rétroagit sur la longueur de la cavité du laser par le biais d’une cale
piézoélectrique sur laquelle est monté l’un des miroirs.

Pour le laser à fibre, le principe est identique, une partie résiduelle du faisceau
intracavité est prélevée et l’asservissement se fait sur une cale piézoélectrique
contrôlant la longueur de la cavité linéaire.
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Mesure de f0

La mesure de la fréquence à l’origine f0 permet de fixer complètement le
peigne de fréquence. A la sortie de la cavité laser, le spectre du laser couvre
quelques dizaines de nanomètres. Pour l’élargir afin qu’il couvre une octave dans
le domaine optique, on fait passer le faisceau dans une fibre dite à cristaux pho-
toniques, en silice, qui présente un réseau hexagonal de trous d’air. Le coeur de
cette fibre a de très faibles dimensions, de l’ordre de 1 ou 2 µm, en couplant une
puissance importante à l’intérieur (entre 200 et 250 mW), on parvient à engendrer
des champs électriques très élevés. Ces derniers permettent d’amplifier différents
processus non-linéaires (comme le mélange à quatre ondes ou l’automodulation
de phase) qui interfèrent les uns avec les autres et engendrent de nombreuses har-
moniques tout en préservant la cohérence de phase [139]. Le détail du spectre
obtenu est difficilement prévisible, mais il permet de couvrir du bleu au proche
infrarouge dans le montage du LNE-SYRTE (figure 5.3), et de 920 nm à 2 µm
pour celui de la PTB.
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FIGURE 5.3 – Spectre du laser femtoseconde avant et après élargissement par la fibre à
cristal photonique

Pour déterminer f0, la technique consiste à mesurer la différence de fréquence
entre le n-ième mode, doublé en fréquence dans un cristal de KTP ou de BBO
selon la longueur d’onde, et le 2n-ième mode. On a alors :

2( f0 +n. fr)− ( f0 +2n. fr) = f0 (5.4)
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En pratique, le filtre qui prélève la partie du spectre qui est doublée a une
bande passante de quelques nanomètres, on génère ainsi les secondes harmoniques
d’environ un millier de modes dans le cristal non linéaire. Toutes ces fréquences
vont ensuite pouvoir participer à la vérification de l’égalité 5.4, ce qui fournit un
signal plus important.

Performances du système

Les performances des peignes de fréquences peuvent être caractérisées par la
largeur des dents du peigne et par la stabilité. Alors que les peignes basés sur des
lasers femtosecondes ont assez rapidement montré des largeurs de raie inférieures
au Hertz, ce n’est que récemment que des solutions ont été trouvées pour les sys-
tèmes utilisant des laser à fibre [137]. Il a été montré que le bruit blanc d’ampli-
tude sur le laser qui pompe le système provoquait un mouvement de respiration
des dents de part et d’autre d’une fréquence central fixe, mais des compensations
réduisant ce bruit permette d’atteindre des largeurs sub-Hertz pour f0 [138]. Un
résultat du même ordre peut être obtenu sur fr en verrouillant en phase une des
raies du peigne sur un laser continu de référence [137].

La stabilité de mesure d’un peigne de fréquence décroît a priori comme τ−1

sur les temps courts, des mesures récentes effectuées en comparant deux peignes
à fibre l’un contre l’autre ont montré une erreur statistique de l’ordre de 5.10−18

sur la seconde. Après quelques secondes d’intégration, le bruit de mesure associé
au peigne de fréquence devient complètement négligeable par rapport à celui des
horloges auxquelles on se compare, quelles qu’elles soient.

5.1.3 Mesure de la fréquence du laser d’horloge
La fréquence du laser ultrastable est dans le spectre couvert par le peigne fem-

toseconde après élargissement par la fibre à cristal photonique (directement avec
le dispositif basé sur le laser Titane Saphir, et après doublage de fréquence du
peigne dans le cas du laser à fibre), on peut donc la mesurer avec ce dispositif.

Le schéma expérimental simplifié est présenté par la figure 5.4. Le laser maître
à 698 nm asservi sur la cavité de référence injecte un laser esclave décalé de +203
MHz par MAO11 (figure 3.21), celui-ci est utilisé pour envoyer, via une fibre
optique à maintien de polarisation, une centaine de microWatts vers le laser fem-
toseconde. Ce transfert introduit du bruit de phase qui est compensé grâce à une
interaction sur MAO12 (+205 MHz, figure 3.21) qui précède la fibre. A la sortie,
on effectue un battement avec la dent du peigne la plus proche, ceci fournit une
fréquence de battement fb, qui est sommée, par un nouveau battement, avec f0 ob-
tenue par la méthode exposée au paragraphe 5.1.2. La quantité f0 + fb est dans le
domaine radio-fréquence, on la mesure facilement avec un compteur. Par ailleurs,
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FIGURE 5.4 – Schéma expérimental simplifié de la mesure de la fréquence atomique par
le peigne de fréquence référencé à la fontaine micro-onde FO2.

le numéro n de la dent du peigne a été déterminé au préalable à l’aide d’un lamb-
damètre, et a posteriori, on corrige la mesure de fréquence d’une quantité fcor qui
traduit l’évaluation par la fontaine de l’erreur commise à un instant donné lorsque
le peigne est asservi sur l’oscillateur OCRS+Maser. On dispose ainsi de toutes
les informations pour déterminer la fréquence absolue de la cavité ultrastable (en
MHz) :

fcavité = ( f0 +n fr + fb)−203−205+ fcor (5.5)

Comme cela a été expliqué dans la description de la boucle d’asservisse-
ment (paragraphe 4.2.2), on rétroagit sur MAO10 (figure 3.21) pour asservir le
laser d’horloge sur la transition atomique. En tenant compte d’un dernier MAO
(MAO13 à 180 MHz) qui suit le laser esclave qui interroge les atomes, on obtient
que la fréquence atomique vaut (en MHz) :

fat = fcavité +2. fMAO−180 (5.6)

Puisque les mesures de fcavité et fMAO ne sont pas effectuées dans la même pièce,
elles sont synchronisées pour que l’égalité 5.6 soit valable à tout instant. Sur la
figure 5.5, on rapporte, en fonction du temps et sur une durée d’environ une heure,
les mesures de la fréquence de la cavité, fournies par le peigne, celle du MAO en
double passage, fournies par la boucle d’asservissement, et la somme des deux
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en tenant compte des différentes corrections. Dans la configuration représentée,
on entrelace des séries d’une trentaine de points correspondant aux transitions
9/2→ 9/2 et −9/2→−9/2. La fréquence moyenne entre les deux correspond à
la fréquence de l’atome non perturbé, à une correction près due à l’effet Zeeman
du second ordre. La moyenne de ces moyennes est reporté à la fin du graphe (c).

La barre d’erreur sur la mesure correspond à nouveau à la variance d’Allan
après un temps d’intégration τ . Après 3000 secondes (figure 5.6), avec une va-
riance typique de 5.10−14/

√
τ , on constate qu’on parvient à une résolution de

l’ordre de 10−15, soit 0,5 Hz.

5.2 Evaluation de l’exactitude de l’horloge et me-
sure de la fréquence de référence

Au fil des chapitres, nous avons décrit l’influence des principaux effets sur la
fréquence de référence. Pour faire le bilan d’exactitude de l’horloge, on mesure
expérimentalement cette fréquence en faisant varier différents paramètres (pro-
fondeur du piège, le champ magnétique, ...), ceci permet d’évaluer le niveau de
contrôle que l’on parvient à atteindre sur les effets systématiques.

Par ailleurs, ces mesures ont permis de réaliser, via le peigne de fréquence,
une comparaison avec les fontaines au Césium de notre laboratoire, on peut donc
se raccorder à la définition de la seconde et en déduire une valeur absolue de la
fréquence d’horloge du Strontium. Cet atome étant l’un des candidats les plus
prometteurs pour la mise en place d’une référence basée sur une transition op-
tique, plusieurs groupes dans le monde travaillent activement sur le sujet depuis
plusieurs années, et trois d’entre eux ont fourni des évaluations de la fréquence :
celui d’Hidetoshi Katori à l’Université de Tokyo, celui de Jun Ye au JILA à Boul-
der, et le notre. La première mesure directe a été réalisée par notre groupe à la fin
de l’année 2002, l’incertitude était alors de l’ordre de 20 kHz [104]. A partir de
2005, des mesures dont l’incertitude était de l’ordre de quelques 10−14 en valeur
relative ont été rapportées, mais les deux premières d’entre elles présentaient un
écart de 80 Hz [39, 40], soit environ 1,4.10−13, soit encore 4 fois la barre d’erreur
alors annoncée à 20 Hz, ce qui avait brutalement jeté un doute sur les potentialités
réelles d’une horloge de ce type. La troisième mesure, effectuée par notre équipe
[41], s’est trouvée être en très bon accord avec la mesure du groupe de Jun Ye
[40], ce qui a levé le doute.
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(a)

(b)

(c)

FIGURE 5.5 – Procédure de mesure de la fréquence atomique. (a) : Mesure de la fréquence de la
cavité ultrastable par le peigne de fréquence. La mesure représentée dure environ 3000 secondes.
(b) : Fréquence du MAO en double passage asservi sur la transition atomique, les instants de
mesure étant synchronisés avec ceux de (a). (c) : Somme des graphes (a) et (b), en tenant compte
des corrections apportées par les différents MAO et par la correction fcor du maser.
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FIGURE 5.6 – Variance d’Allan de la comparaison de l’horloge au Strontium 87 contre
la fontaine FO2, via le laser femtoseconde. La résolution de la mesure après un temps τ

suit un comportement en 5.10−14.τ−1/2. Pour les temps longs, certains points s’écartent
de cette droite, ce que l’on peut expliquer par le fait que les deux horloges ne sont pas
situées spatialement au même endroit, elles ne subissent donc pas par exemple les mêmes
fluctuations de température.

5.2.1 Effets résiduels du réseau

L’effet du réseau optique sur les atomes a été évalué en détail dans la section
4.3, on a montré que l’on maîtrisait le déplacement de fréquence différentiel au
niveau de 10−6 du déplacement des niveaux. La mesure de la fréquence absolue de
la transition en fonction de la profondeur du potentiel nous a permis d’améliorer
encore la résolution que l’on parvient à atteindre. On maintient le piège à λ` =
813,428 nm pendant chaque intégration, et on mesure la fréquence en fonction de
la profondeur du piège, comme ceci est représenté sur la figure 5.7.

La qualité de l’annulation est soulignée par le fait qu’il y a 6 ordres de grandeur
entre le facteur d’échelle de l’axe des abscisses (profondeur du potentiel) et celui
de l’axe des ordonnées (déplacement de fréquence). La dispersion des mesures est
compatible avec leurs barres d’erreur, et en ajustant les points expérimentaux par
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FIGURE 5.7 – Mesure de la fréquence de la transition d’horloge, en fonction de la pro-
fondeur du réseau optique. Le zéro de la fréquence a été recalé à 429 228 004 229 800 pour
s’affranchir des décimales connues avec certitude. La profondeur du réseau est régulière-
ment recalibrée à partir de la fréquence des bandes latérales. La droite rouge correspond
à l’ajustement des points par une fonction linéaire.

une droite (en rouge), on trouve que l’annulation est de l’ordre de 0,5 Hz (3.10−7

de U0) pour les profondeurs maximales, l’effet à U0 = 100Er est donc de l’ordre
de 0,1±0,1 Hz.

La longueur d’onde du piège est contrôlée par un lambdamètre dont la pré-
cision est au mieux de quelques 10−4 nm, ce qui équivaut justement, d’après le
graphe 4.11, à une déplacement de fréquence différentiel de l’ordre de 1 Hz pour
U0 = 500Er. Une amélioration future, lorsque l’incertitude sur cet effet devien-
dra prépondérante, sera d’asservir le laser Titane-Saphir qui fournit le faisceau du
piège sur une référence atomique ou sur une cavité externe.
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5.2.2 Effet Zeeman du premier ordre
Evaluation en champ nul

Pour des raisons qui ont été expliquées dans le paragraphe 4.2.1, nous avons
tout d’abord travaillé en minimisant le champ magnétique, ce qui nous a permis
d’obtenir des résonances du type de celle représentée sur la figure 4.4. Le champ
résiduel peut entraîner un déplacement de fréquence pour deux raisons :

• Si à l’issue du processus de refroidissement sur la transition 1S0 → 3P1 il
y a un déséquilibre entre les populations des sous-niveaux mF de 1S0, la
forme de la résonance est dissymétrique, et l’asservissement commet une
erreur systématique lorsqu’il fournit la valeur de la fréquence pour un cycle
donné. On teste cette dépendance en faisant varier la profondeur de modu-
lation de la boucle d’asservissement de la sonde sur les atomes (eq. 4.28).

• La direction du champ résiduel est inconnue, et en fonction de son orien-
tation par rapport à la polarisation du laser sonde, des variations peuvent
apparaître dans le profil de la raie puisqu’on ne maîtrise pas le poids relatif
des couplages π et σ±. Pour évaluer le degré de contrôle, on fait des me-
sures en faisant varier l’angle entre la polarisation du laser sonde et celle du
laser piège, toutes deux linéaires.

Les résultats sont représentés sur la figure 5.8. On ne constate pas de dépen-
dance évidente de la fréquence en fonction de ces paramètres, la dispersion des
points, environ 5 Hz, est compatible avec la barre d’erreur sur les mesures. Elle
correspond à une annulation du champ résiduel au niveau de 10 mG, on retrouve
le chiffre avancé dans le chapitre précédent. Par ailleurs, de la symétrie du profil,
on peut déduire que les sous-états ±mF sont équipeuplés.

Utilisation du pompage optique

Dans un deuxième temps, pour s’affranchir beaucoup plus efficacement de
l’effet Zeeman du premier ordre, nous avons utilisé l’approche {−mF ,+mF} dé-
crite dans le paragraphe 4.3.2. Après la phase de refroidissement sur raie étroite,
on active un champ magnétique de biais B (typiquement 1 Gauss) pour lever la dé-
générescence entre les sous-niveaux magnétiques de 1S0 et de 3P1, puis on pompe
optiquement, pendant environ 30 ms, les atomes vers l’un des deux sous-niveaux
extrêmes de 1S0, alternativement mF =−9/2 et mF =+9/2. On applique ensuite
un pulse sonde de polarisation parallèle au champ B pour effectuer les transitions
π mF = −9/2→ mF = −9/2 ou mF = 9/2→ mF = 9/2, ce qui permet d’ob-
tenir un spectre comme celui représenté sur la figure 5.9. Les résonances ont une
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FIGURE 5.8 – Mesure de la fréquence de la transition d’horloge, en fonction de la pro-
fondeur de modulation de la boucle d’asservissement de l’horloge, pour différents angles
θ entre les polarisations de la sonde et du faisceau piège. � : θ = 0, • : θ = π/4, N :
θ = π/2

largeur à mi-hauteur de 30 Hz, on retrouve la limité imposée par le laser lui-même.
La boucle de l’horloge est identique à celle décrite dans le cas d’une résonance

unique (paragraphe 4.2.2), mais elle asservit le laser alternativement sur les sous-
transitions ±9/2. On rappelle que dans ces conditions, la fréquence moyenne est
insensible à l’effet Zeeman du premier ordre, s’il n’y a pas de dérive systématique
du champ entre deux mesures successives :

νH(−mF)+νH(mF)

2
= νat−

[
∆κ

S(λ`)+∆κ
T (λ`)

(
3m2

F −F(F +1)
)]U0

Er
−αB2

(5.7)

Les termes liés au déplacement lumineux s’annulent à la longueur d’onde ma-
gique, à un niveau qui a été vérifié dans le paragraphe précédent. Les points ainsi
corrigés sont reportés sur la figure 5.10 en fonction du champ magnétique. Il ne
reste plus que l’effet Zeeman du second ordre, dont le coefficient a été évalué
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FIGURE 5.9 – Spectre des transitions d’horloge mF = −9/2→ mF = −9/2 et mF =
9/2→ mF = 9/2 après pompage optique en présence d’un champ de biais B=0,87 G. En
pompant, on peuple sélectivement les sous-états extrêmes mF = −9/2 ou mF = +9/2,
puis on applique le laser sonde avec une polarisation π par rapport au champ magnétique.

théoriquement : α = 0.233 Hz/G2 [131]. La courbe rouge correspond au com-
portement théorique en fonction de B, on voit que les points suivent très bien la
courbure, seule l’ordonnée à l’origine a été laissée libre. A la valeur de référence
du champ B=0,87 G, le déplacement théorique vaut environ 0,15 Hz.

Pour tester l’annulation du premier ordre, on reporte sur la figure 5.11 les
mêmes points auxquels on a retranché le terme −α.B2, on constate que la disper-
sion des points est de l’ordre de ±0,5 Hz, pour des champs allant de 0 à 5 Gauss.
L’incertitude sur l’annulation de l’effet Zeeman corrigé du biais de deuxième
ordre est a priori proportionnelle au champ, on en déduit qu’elle est inférieure
à 0,1 Hz pour le champ de référence B = 0,87 G.
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FIGURE 5.10 – Mesure de la fréquence de la transition d’horloge en fonction du champ
magnétique de biais. L’ajustement (parabole rouge) est de type f0−αB2, la courbure est
forcée à la valeur théorique, seule la fréquence à l’origine f0 est ajustable.

5.2.3 Effets des collisions

On évalue ensuite l’effet des collisions sur la fréquence d’horloge, on fait pour
cela varier la densité des atomes dans le piège. Les mesures reportées sur le graphe
5.12 ont été effectuées pour des atomes non polarisés. La barre d’erreur sur les
points traduit uniquement l’incertitude statistique, l’effet du champ magnétique,
alors mal maîtrisé, n’est pas représenté. Il induit un déplacement de fréquence,
commun à toutes les mesures, qui peut être de l’ordre de 5 Hz (figure 5.8), ce
qui explique les écarts de fréquence entre le graphe 5.12 et le graphe 5.7 par
exemple. A densité moyenne n0 = 1011 atomes/cm3, le déplacement de fréquence
était évalué à 1±1 Hz.

A basse température, les collisions se font essentiellement dans l’onde s, et
ce processus est interdit pour des fermions dont l’état interne est identique. Le
taux de collisions est donc proportionnel à la fraction d’atomes qui ne sont pas en
mF = 9/2, si c’est ce sous-état auquel on s’intéresse. Dans le cas non polarisé, si
on suppose que les mF sont équipeuplés, cette fraction vaut 90%, alors que dans le
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FIGURE 5.11 – Mesure de la fréquence de la transition d’horloge corrigée de l’effet
Zeeman du second ordre théorique.

cas polarisé, on s’est assuré qu’au plus 20% des atomes n’étaient pas en mF = 9/2.
Par ailleurs, à cause d’une puissance de piégeage plus faible lorsque nous avons
effectué les mesures avec les atomes polarisés, le nombre d’atomes était environ
deux fois moindre. Au final, nous avons estimé que le taux de collisions avait été
divisé par 8, ce qui conduit à un effet de 0,1±0,1 Hz sur la fréquence.

Si on compare au cas du Césium, un déplacement de fréquence de l’ordre de
3.10−21 cm3 a été rapporté [63], et si on suppose qu’on améliore ce chiffre comme
le rapport des fréquences, on trouverait pour le Strontium 6.10−26 cm3, soit 1,2 Hz
en valeur absolue pour n0 = 5.1010 cm−3. Le chiffre évalué expérimentalement est
meilleur, ceci semble confirmer l’hypothèse du paragraphe 1.2.2 indiquant qu’il
est possible d’avoir un gain supérieur au rapport des fréquences.

5.2.4 Effets de second plan

Plusieurs effets, non limitants à ce stade, doivent encore être mentionnés pour
que le bilan d’exactitude soit exhaustif. Deux sortes de raies sont susceptibles de
provoquer le déplacement de la résonance d’horloge :
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FIGURE 5.12 – Mesure de la fréquence de la transition d’horloge en fonction du la
densité des atomes dans le piège. La densité moyenne vaut n0 = 1011 atomes/cm3.

• On a vu que le l’effet résiduel significatif du mouvement pour les atomes
piégés dans un régime de Lamb-Dicke était l’excitation des bandes latérales
du piège. L’effet Doppler du 2ème ordre, premier terme de la correction re-
lativiste, est négligeable. En observant la figure 4.4, on constate que la pre-
mière bande latérale transverse, à δ = 200 Hz pour U0 = 200Er, nest dans
le bruit de la mesure, le rapport des hauteurs entre la porteuse et la bande,
que l’on suppose toutes deux de largeur ∆ = 30 Hz, est au plus r = 0,03.
De l’équation 1.23, on peut déduire que le pulling est au plus de ∆2

δ
r, soit

moins de 0,2 Hz. Le pulling est en réalité un effet différentiel entre des raies
situées de part et d’autre de la porteuse, à la même distance mais avec des
hauteurs potentiellement différentes, on évalue l’effet à 0± 0,2 Hz sur la
porteuse.

• Lors de la phase de spectroscopie, l’excitation résiduelle des sous-transitions
autres que −9/2→−9/2 ou 9/2→ 9/2 reste possible. La figure 5.11 nous
permet d’affirmer que l’incertitude est inférieure à 0,5 Hz.
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Pour l’ensemble des effets de pulling, on fixe le niveau de correction à 0±0,5
Hz.

L’effet du Corps Noir a été calculé théoriquement pour le Strontium à−2,38±
0,03 Hz pour T = 301 K [68], mais la barre d’erreur est à considérer avec pré-
caution car l’évaluation est difficile, comme en atteste l’erreur commise dans la
référence [37] sur la prédiction de la longueur d’onde magique, qui est un calcul
proche de celui pour ce rayonnement. Par ailleurs, on suppose que l’on maîtrise
la température de l’enceinte à vide au niveau de 1 K, ceci entraîne une incertitude
de environ 1% sur l’effet, soit 2.10−2 Hz, on évalue donc au final la correction
à 2,38±0,05 Hz. Une évaluation expérimental de l’effet fait partie des perspec-
tives de développement de l’horloge : en mesurant la polarisabilité dynamique, on
peut déduire les éléments de couplage qui interviennent dans l’expression de la
polarisabilité statique et ainsi fournir une valeur expérimentale du déplacement de
fréquence induit par le rayonnement du Corps Noir.

Enfin, il fait mentionner le déplacement lumineux dû à la sonde elle-même,
qui provoque un couplage entre les niveaux d’horloge et d’autres niveaux de la
structure, comme cela a été évoqué pour le faisceau du piège dipolaire. De la figure
4.8, on peut déduire que lorsque l’atome est soumis à un laser de longueur d’onde
λ = 698 nm et de puissance 1 µW (puissance évaluée au paragraphe 4.2.1), on
a une déplacement lumineux différentiel de -0,05 Hz environ sur la transition.
Ce chiffre peut être confirmé d’une autre façon : lorsque l’horloge fonctionne
avec l’isotope bosonique [132], on utilise une puissance sonde environ 2000 fois
plus grande (5 mW) et on a trouvé un déplacement de 74 Hz, ce qui permet de
déduire par proportionnalité un déplacement de l’ordre de -0,05 Hz pour l’isotope
fermionique. A cause des difficultés liées à la calibration d’une puissance laser
aussi faible (de l’ordre du microWatt), il est prudent de penser que l’incertitude
sur ce chiffre est de l’ordre de la valeur elle-même, ce qui correspond à un effet
de 0,05±0,05 Hz.

5.2.5 Bilan d’exactitude, discussion
On résume dans le tableau 5.2.5 les effets systématiques tels qu’il ont été éva-

lués pour l’isotope 87, l’exactitude finale est de l’ordre de 1,1 Hz, soit 2,6.10−15.
L’étude pour l’isotope 88 n’est pas détaillée ici, elle le sera dans la thèse de Xavier
Baillard, on mentionne simplement que l’exactitude trouvée est 7.10−14.

La dernière entrée du tableau, appelée incertitude de mesure, désigne une dis-
persion anormale des points que nous avons observée sur une des séries de mesure,
correspondant au point à B = 1,45 G sur la figure 5.10. Cette série est représentée
sur la figure 5.13, à côté d’une série "typique" obtenue dans des conditions expé-
rimentales similaires, uniquement avec un champ différent (B = 0,87 G). Dans le
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Correction Incertitude Incertitude
Hz Hz relative

(
10−15)

Effet Zeeman 0,15 0,1
Déplacement lumineux -0,1 0,1
dû au réseau @ 100Er

Déplacement du 2eme ordre 0 0,1
dû au réseau @ 100Er

Rayonnement du corps noir 2,38 0,05
Collisions froides 0,1 0,1

Pulling par les autres raies 0 0,5
Déplacement lumineux 0,05 0,05

dû à la sonde
Incertitude de mesure 0 1

Exactitude 2,58 1,1 2,65

cas normal, le χ2 réduit est proche de 1, alors qu’il vaut 4,3 dans le cas qui pose
problème. Nous n’avons pas clairement identifié la source de l’erreur, il a donc été
décidé de conserver cette série et d’ajouter une incertitude de mesure dans le bilan
5.2.5. L’hypothèse la plus probable a posteriori est que l’un des lasers esclaves à
698 nm était mal injecté, ce qui provoquerait un effet systématique.

Différentes pistes vont être explorées dans un futur proche par notre équipe
pour réduire l’incertitude sur les principaux effets. Le pulling par le couplage ré-
siduel des raies voisines de la porteuse est le terme prédominant à ce stade, on peut
le diminuer en travaillant avec des résonances plus fines, ou encore en abaissant
encore la température des atomes. Pour lutter plus spécifiquement contre le cou-
plage des bandes latérales du piège, il est envisagé de passer d’un réseau optique
1D à un réseau optique 3D, les bandes latérales transverses seraient alors repous-
sées loin de la porteuse et n’induiraient plus qu’un déplacement de fréquence de
l’ordre de 10−18. Cette approche serait mise en oeuvre en ajoutant deux ondes sta-
tionnaires dans les deux directions transverses à des longueurs d’onde légèrement
différentes de λmag, on a vu dans le chapitre 4 qu’un décalage de 20 MHz ne po-
sait pas de problème au niveau de 10−17. De cette façon, on évite les interférences
entre les différents axes qui rendrait la polarisation difficile à contrôler, et qui in-
duirait des fluctuations de potentiel. Les transitions parasites entre les niveaux de
la structure Zeeman peuvent pour leur part être mieux maîtrisées en augmentant
l’efficacité du pompage optique pour placer la plus grande fraction d’atomes dans
les états mF =±9/2, et en améliorant la qualité de la polarisation du laser sonde,
en la filtrant avec un polariseur de Glan positionné mécaniquement de façon à
améliorer le parallélisme entre le champ magnétique et la polarisation.
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χ2 = 1,4 χ2 = 4,3

FIGURE 5.13 – Séries de points de fréquences, corrigés de tous les effets systématiques.
La série de gauche, réalisée avec un champ B=0,87 G est typique de ce que l’on obtient,
avec des barres d’erreur compatible avec la moyenne (χ2 réduit : 1,4). En revanche, la
série de droite, qui correspond à B=1,45 G, tous les autres paramètres étant inchangés,
présente une dispersion trop grande et asymétrique (χ2 réduit : 4,3), ce qui semble évoquer
un problème d’injection ou de verrouillage de phase du laser esclave. Il faut ajouter une
incertitude de 1 Hz autour de la moyenne pour que le χ2 soir proche de 1.

L’abaissement de la température des atomes et l’augmentation du taux de pola-
risation permettraient de diminuer les collisions entre atomes froids. L’utilisation
d’un réseau 3D permettrait aussi d’abaisser le nombre moyen d’atomes par puits
du réseau de environ une dizaine à moins de un. Ces axes d’effort sont particulière-
ment importants, ils permettraient de garder un contrôle sur les effets collisionnels
si on augmentait le nombre d’atomes piégés.

L’incertitude sur les effets dus au réseau, au premier comme au deuxième
ordre, pourraient être diminués en interrogeant les atomes avec un potentiel moins
profond, ce qui implique de les refroidir d’avantage, plus particulièrement dans
la direction transverse, où on ne veut pas que l’ouverture adiabatique du potentiel
entre la phase de capture et la phase d’interrogation provoque des pertes d’atomes.
Dans un réseau 3D, un refroidissement par bande latérale deviendrait possible
dans toutes les directions.

Enfin, on peut noter qu’une étude plus poussée de l’effet Zeeman peut être
réalisée en testant les transitions 9/2→ 7/2, on obtiendrait de cette façon des
informations supplémentaires sur l’effet du champ sur la structure Zeeman.

5.2.6 Valeur de la fréquence
La valeur de la fréquence est tirée de la moyenne effectuée sur tous les points

de mesures après qu’ils ont été corrigés des effets systématiques étudiés dans les
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paragraphes précédents. On trouve une fréquence pour la transition d’horloge du
Strontium 87 valant (l’erreur statistique est négligeable) :

ν87 = 429228004229873,7±1,1 Hz (5.8)

L’historique des mesures depuis 2005 est résumé sur le graphe 5.14, on ob-
serve effectivement que l’écart entre les deux premières mesures n’est pas du
tout compatible avec leurs barres d’erreur, mais que la troisième est en accord
avec celle du JILA. Les valeurs rapportées ensuite s’accordent toutes entre elles,
l’équipe de l’Université de Tokyo ayant corrigé sa valeur en octobre 2006, et les
barres d’erreur s’affinent à un rythme spectaculaire.

Les expériences des différents groupes sont totalement indépendantes entre
elles, les caractéristiques du piège (waist, profondeur, ...) et les méthodes de char-
gement sont propres à chaque cas, ce qui donne un relief tout-à-fait particulier à
l’excellent accord des mesures entre elles. La barre d’erreur est aujourd’hui com-
parable à l’écart de fréquence entre les fontaines à travers le monde.

La cohérence de la mesure est renforcée par le fait qu’il s’agit du seul cas ou
trois groupes différents ont rapporté un valeur, qui plus est avec des barres d’erreur
similaires. Pour l’ion 88Sr+, deux groupes ont donné une valeur [73, 140], mais
l’une d’elle a une barre d’erreur de 5O Hz [140].
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LNE-SYRTE, Paris

Université de Tokyo

JILA, Boulder

FIGURE 5.14 – Historique de la mesure de la fréquence 1S0 → 3P0 du Strontium 87
depuis 2003
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Conclusion

Le concept d’horloge à réseau optique est apparu en 2001, il s’est imposé
comme une solution tout-à-fait adaptée pour s’affranchir des effets du mouvement
des atomes, qui constituent la principale limite, à l’heure actuelle, pour les fon-
taines micro-onde [1, 2], mais aussi pour les horloges optiques avec des atomes
en chute libre [33, 34]. La faisabilité de cette proposition était soumise à plu-
sieurs conditions, notamment le niveau d’annulation du déplacement lumineux,
et surtout l’amplitude des effets du deuxième ordre en la profondeur du piège,
qui ne s’annulent pas a priori à la longueur d’onde magique. La méconnaissance
des éléments de couplage entre les différents états de l’atome rendaient peu fiable
l’évaluation théorique qui avait été effectuée, une démonstration expérimentale
était donc nécessaire, elle a été le fil conducteur de ce travail de thèse.

Dans le premier chapitre, les principaux enjeux du passage d’une horloge du
domaine micro-onde au domaine optique ont été expliqués. Les fontaines sont au-
jourd’hui près de leurs performances ultimes, tant sur le plan de la stabilité, où
le rapport signal sur bruit et le facteur de qualité expérimental ne peuvent plus
être significativement améliorés, que sur celui de l’exactitude, ou plusieurs effets
systématiques sont proches de leur limite de contrôle, de l’ordre de 10−16. L’uti-
lisation d’une fréquence du domaine optique repousse de 4 ordres de grandeur
la limite du bruit de projection quantique sur la stabilité et l’incertitude relative
sur la plupart des effets systématiques. Seuls les incertitudes liées au mouvement
des atomes et, a priori, l’effet du rayonnement du corps noir, qui dépend étroi-
tement de la structure interne de l’atome utilisé, ne sont pas diminués par cette
approche. L’utilisation d’un réseau optique offre le bénéfice singulier de prendre
en charge spécifiquement les effets du mouvement, et une nouvelle génération
d’horloges peut dès lors être imaginée. Dans ce contexte, la raie d’intercombinai-
son 1S0 → 3P0, faiblement permise par nature, et insensible à la polarisation du
réseau optique, est une excellente candidate pour devenir une référence. Le Stron-
tium s’avère être particulièrement adapté à ce type d’approche, puisque certaines
qualités intrinsèques de l’atome ouvrent l’horizon d’une exactitude à un niveau
de 10−18 : la sensibilité au rayonnement du corps noir est suffisamment faible
(−5,5.10−15 en valeur relative) pour le l’effet puisse être contrôlé à ce niveau, et la
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transition de référence possède une largeur naturelle de l’ordre du milliHertz pour
l’isotope fermionique 87, ce qui ne constitue pas une limite expérimentale puisque
les meilleures sources laser permettent d’atteindre une résolution de l’ordre du
Hertz. Par ailleurs, plusieurs autres transitions internes offrent des possibilités de
refroidissement tout-à-fait complémentaires, et toutes les longueurs d’onde néces-
saires à la manipulation, au piègeage et à l’interrogation des atomes sont relative-
ment faciles à obtenir. La question du choix de l’atome "idéal" se pose, on peut
mentionner que les atomes de Stronitum, d’Ytterbium et de Mercure semblent
aujourd’hui être ceux présentant le plus d’avantages pour la réalisation d’une hor-
loge optique. Le Mercure, dont la structure des niveaux d’énergie les plus bas est
similaire, même s’il ne s’agit pas d’un alcalino-terreux, apparaît particulièrement
prometteur, dans la mesure où la sensibilité au rayonnement du corps noir est 20
fois plus faible que pour le strontium. Néanmoins, les longueurs d’onde nécessaire
à la manipulation des atomes de Mercure sont difficiles à fournir, ce qui constitue
à l’heure actuelle une difficulté technique.

Dans les chapitres 2 et 3, on a détaillé le montage expérimental tel que nous
l’avons progressivement conçu. Il était crucial de disposer d’une source à 461 nm
puissante et facile d’emploi afin d’optimiser au mieux la première étape de re-
froidissement des atomes que constitue le PMO bleu. Plusieurs points originaux
dans notre procédure de préparation des atomes peuvent également être rappelés
en conclusion : tout d’abord, le drainage consiste à charger le piège dipolaire en
prélevant les atomes les plus froids du PMO pour les accumuler temporairement
dans les états métastables 3P0 et 3P2, cette approche permet d’augmenter signifi-
cativement la part de la distribution de vitesse qui est capturée. Ensuite, pour que
les atomes expérimentent tous des potentiels les plus semblables possibles, nous
avons mis en oeuvre un refroidissement 3D des atomes une fois ceux-ci chargés
dans le réseau : refroidissement par bande latérale dans la direction longitudinale,
combiné à un refroidissement Doppler dans le plan transverse. Les températures
atteintes sont respectivement de l’ordre de 4 µK et de 10 µK, et on a montré que
ce niveau était suffisant pour s’affranchir du principal effet résiduel du mouve-
ment dans le réseau : le pulling de la transition d’horloge par les bandes latérales
du piège.

Le chapitre 4 constitue le coeur de la démonstration expérimentale du concept
d’horloge à réseau optique, la valeur expérimentale de la longueur magique a été
établie à λmag = 813,428(1) nm, et le niveau de l’annulation du déplacement lu-
mineux différentiel dû au piège est de l’ordre de 10−17 dès lors que l’on contrôle
la fréquence du laser formant le réseau à 20 MHz près. Le déplacement de fré-
quence du second ordre, proportionnel à U2

0 , a été évalué comme étant de l’ordre
de 10−18 pour U0 = 10Er, on valide ainsi définitivement la faisabilité de ce type
d’horloge.

Enfin, l’étude menée dans le chapitre 5 a permis de lever un doute qui avait
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surgi à partir de 2005 lorsque les deux premières mesures [39, 40] à un niveau de
résolution de 10−14 de la transition d’horloge du Strontium 87 s’étaient avérées
être en désaccord dans une mesure hors de proportion par rapport aux perfor-
mances ultimes visées . Il avait alors été envisagé qu’un effet systématique majeur
n’avait pas été appréhendé, mais la troisième mesure, effectuée par notre équipe
au printemps 2006 [41], est en excellent accord avec la mesure du JILA [40].
Depuis, une deuxième campagne de mesure a été menée à l’automne 2006 en col-
laboration avec l’équipe Frequenzmessungen und nichtlineare Optik de la PTB,
et nous avons ainsi pu atteindre une résolution de l’ordre de 10−15 sur la valeur
de la fréquence du Strontium 87, ce qui est au niveau des fréquences les mieux
mesurées au monde aujourd’hui [38, 141, 75].

Plusieurs pistes sont en cours d’investigation au sein de notre groupe afin de
continuer à améliorer la stabilité de l’horloge :

• La priorité est de stabiliser le laser sonde sur une cavité de plus grande
finesse pour atteindre une largeur spectrale inférieure à 1 Hz, ce qui permet-
tra d’obtenir des résonances expérimentales plus fines, et de diminuer l’effet
Dick, c’est-à-dire la contribution du bruit de phase du laser d’interrogation
à la stabilité de fréquence de l’horloge.

• Cette contribution diffère selon la technique d’interrogation des atomes uti-
lisée : pour le moment, c’est une méthode Rabi qui est mise en oeuvre, mais
une approche de type Ramsey permettra d’augmenter la stabilité, particu-
lièrement lorsque le rapport cyclique d (rapport du temps d’interrogation
sur le temps de cycle) se rapproche de 1 [142]. Lorsque d augmente, l’ef-
fet d’échantillonnage diminue, et le rapport signal sur bruit, s’il est limité
par les bruits techniques, augmente. Une technique de chargement du piège
plus rapide serait alors profitable, par exemple un schéma d’interaction en
V combinant les refroidissements sur les transitions 1S0→ 1P1 et 1S0→ 3P1.

• Lorsque l’on diminue l’effet Dick, on se rapproche de la limite du bruit de
projection quantique, qui est réalisée par les fontaines. Il deviendrait alors
particulièrement intéressant d’augmenter le nombre d’atomes contribuant
au signal, soit en améliorant l’efficacité de capture, soit en conservant des
atomes dans le réseau d’un cycle sur l’autre. La technique actuelle de dé-
tection des populations des états 1S0 et 3P0 se fait par fluorescence, ce qui
vide le piège à chaque fois, mais une détection par absorption d’un faisceau
par les atomes piégés nécessiterait beaucoup moins de puissance dans cette
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sonde, et les atomes, subissant moins l’émission spontanée, seraient suscep-
tibles d’être recyclés. Le rapport cyclique se rapprocherait ainsi de 1.

Il est ainsi tout-à fait envisageable d’atteindre une stabilité de l’ordre de 10−16/
√

τ ,
ce qui correspondrait à une résolution de mesure au niveau de 10−17 après 100 se-
condes d’intégration.

Si la stabilité devient meilleure que celle des fontaines, celles-ci deviennent
alors les principales contributrices au bruit de la mesure. Pour s’affranchir de cette
limite, nous avons débuté la construction d’une seconde horloge, afin de pouvoir
réaliser des comparaisons directes Strontium-Strontium.

Bien qu’une nouvelle définition de la seconde ne soit pas encore à l’ordre
du jour pour le CIPM (Comité International des Poids et Mesures), le Strontium
87 neutre fait parti des 4 espèces recommandées pour la réalisation secondaire
de la seconde, avec l’atome neutre 87Rb et les ions 88Sr+, 199Hg+ et 171Yb+.
Mais au delà de cet aspect purement métrologique, le développement des horloges
optiques à atomes neutres, depuis le début des années 2000, permet d’atteindre
une résolution de mesure sur les niveaux d’énergie interne de l’atome qui ouvre la
perspective de nouveaux tests pour caractériser certains effets physiques, sur des
échelles de grandeurs extrêmement variables.

Par exemple, l’utilisation d’un réseau optique permet de localiser des atomes
à proximité immédiate d’une surface macroscopique, à des distances de l’ordre
de 0,6 à 10 µm. A cette échelle, les potentiels d’interaction dominants atomes-
surface sont ceux dictés par l’électrodynamique quantique (Casimir-Polder et Van
der Waals). L’interrogation d’atomes dans cette configuration pourraient permettre
de détecter des variations de fréquences de l’ordre de 10−4 Hz [143].

De nombreuses applications se dessinent par ailleurs quant aux perspectives
qu’ouvrirait la spatialisation d’horloges optiques [15, 144]. La comparaison d’hor-
loges distantes est actuellement problématique, on sait déterminer le potentiel gra-
vitationnel à 3.10−17 près ?? par rapport à une référence régionale, mais sur de
plus grandes échelles, ce chiffre peut atteindre quelques 10−16. Ces effets pour-
raient être mieux contrôlés avec une horloge spatiale "maîtresse" dont l’orbite
serait évaluée en permanence. On peut ainsi imaginer synchroniser des horloges
sur terre avec celle en orbite, ou encore cartographier le potentiel de gravitation
terrestre en comparant des horloges à la surface du globe à celle dans l’espace.
Des comparaisons entre des horloges sur différentes orbites permettraient égale-
ment de mesurer le déplacement de fréquence vers le rouge prédit par Einstein,
c’est-à-dire la modification du temps propre dû au potentiel gravitationnel [145].

Actuellement, les comparaisons d’horloges "sol" éloignées se font par l’inter-
médiaire du système GPS et du protocole de transfert TWSTFT, mais la stabilité
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du lien est limitée à quelques 10−16 sur une journée de mesure, ceci ne permettra
pas d’accéder aux performances ultimes des horloges futures. Une autre approche
consiste à utiliser une liaison par fibre optique, un système de ce type est déjà
en place entre notre laboratoire et le LPL de Villetaneuse, distant de 44 km, pour
distribuer une référence micro-onde. Il se base sur une source à 1,55 micron mo-
dulée en amplitude par un signal à 1 GHz étalonné par les fontaines et atteint une
stabilité de l’ordre de 10−18 sur la journée. Un nouveau projet, le LOUS (Lien
Optique Ultra-Stable), est en cours d’élaboration. En utilisant le réseau fibré euro-
péen pour les télécommunications, il aura pour but de transférer directement une
porteuse optique, référencé aux horloges optiques via un peigne femtoseconde,
sur des distances de l’ordre de 1000 km. Il deviendrait envisageable de distribuer
un étalon de fréquence sur une échelle aussi vaste que l’Europe.

Enfin, les horloges constituent une arme majeure pour les tests de physique
fondamentale, comme le principe d’équivalence. La variation de fréquence d’une
transition atomique est reliée aux trois constantes fondamentales que sont la constante
de structure fine α , la masse de l’électron me et celle du proton mp [146] :

δ (ν/Ry)

ν/Ry
= κα

δ (α)

α
+κe

δ (me/ΛQCD)

me/ΛQCD
+κp

δ (mp/ΛQCD)

mp/ΛQCD
(5.9)

où Ry est la constante de Rydberg, et ΛQCD l’échelle de masse de la chromody-
namique quantique, et où les coefficients κα , κe et κp dépendent de l’atome qui
est étudié. Le niveau auquel ces constantes fondamentales varie est un problème
totalement ouvert pour l’heure, il est même objet de controverse dans la mesure
ou des mesures effectuées sur les mêmes sources se contredisent au sujet de la
constante de structure fine [8, 9]. D’autre groupes font état d’une mise en évi-
dence d’une variation du rapport me/mp [147]. En accumulant des comparaisons
croisées entre les horloges de notre laboratoire basées sur 4 espèces atomiques
différentes (Césium, Rubidium, Strontium et bientôt Mercure), nous augmente-
rons considérablement les chances de résoudre une éventuelle variation. Le lien
optique s’inscrit également dans ce projet, il permettra d’impliquer des horloges
fonctionnant dans d’autres groupes que le notre.

Si des variations étaient mises en évidence, un problème fondamental se pose-
rait, c’est la manière même dont la seconde est définie qui serait remise en cause.
Les modèles décrivant les mécanismes entraînant ces variations seraient proba-
blement complexes, et les horloges constitueraient le meilleur outil pour tester ces
nouveaux aspects de la physique.
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Annexe A

Calcul de la polarisabilité

A.1 Cas Général
On considère l’opérateur dipolaire électrique D̂ = er̂ entre deux états |g〉 =

|ng,Jg, I,Fg,mg〉 et |e〉= |ne,Je, I,Fe,me〉, où n est le nombre quantique principal,
et I le spin du noyau, les autres notations étant sans ambiguité. La composante q
de cette quantité (avec q = 0,±1 selon que la polarisation du laser d’interaction
est π , σ+ ou σ−) peut s’écrire comme [126] :

dge = 〈e|Dq|g〉= 〈ne,Je, I,Fe,me|Dq|ng,Jg, I,Fg,mg〉= (−1)1+I+Je+Fe+Fg−me
√

2Fe +1

×
√

2Fg +1
(

Fe 1 Fg
−me q mg

){
Fe 1 Fg
Jg I Je

}
〈Je‖D‖Jg〉

(A.1)

où 〈Je‖D‖Jg〉 est l’élément de matrice réduit de D̂, et () et {} les symboles de
Wigner 3-j et 6-j. On remarque notamment que cet élément de matrice ne dépend
pas des nombres quantiques ng et ne. On d’autre part peut relier 〈Je‖D‖Jg〉 à la
durée de vie τeg du niveau excité, inverse de sa largeur Γeg :

Γeg =
1

τeg
=

ω3
eg

3πε0h̄c3
1

2Je +1
|〈Je‖D‖Jg〉|2 (A.2)

On note ici que Γeg ne dépend que de la structure fine des niveaux et des nombres
quantiques principaux ng et ne, par l’intermédiaire de la pulsation ωeg. On néglige
dans la suite les écarts de fréquences entre les niveaux hyperfins, très petits devant
l’énergie des transitions mises en jeu.

La polarisabilité dynamique d’un niveau |g〉 couplé à des niveaux |e〉 (ωge =
ωg−ωe) par un laser de pulsation ω peut s’écrire [148] :
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αg =−
2
h̄ ∑

e

ωge|dge|2

ω2
ge−ω2 (A.3)

On néglige dans la suite les écarts de fréquences entre les niveaux hyperfins,
très petits devant l’énergie des transitions mises en jeu, et on suppose que le laser
de couplage a une polarisation parfaitement π , ce qui fait que seuls les termes
tels que me = mg interviennent dans la somme. Dans la somme suivante, les |e〉
désignent maintenant les états de structure fine, de sorte qu’une seule valeur de Je
est disponible par niveaux, et, en combinant avec A.1 et A.2, on obtient :

αg(mg) =
6πε0c3

h̄ ∑
e

fe.Σe(mg) (A.4)

fe = ∑
ne

Γeg

(ω2
eg−ω2)ω2

eg
(A.5)

Σe(mg) = ∑
Fe

(2Fe +1)(2Fg +1)(2Je +1)
(

Fe 1 Fg
−mg 0 mg

)2{ Fe 1 Fg
Jg I Je

}2

(A.6)

A.2 Application au calcul de la polarisabilité de 3P1

Le laser formant le réseau optique induit un couplage dipolaire électrique entre
l’état 5s5p 3P1,F = 9/2 et tous les niveaux 5snes 3S1 pour ne ≥ 6, 5sned 3D1 pour
ne ≥ 4 et 5sned 3D2 pour ne ≥ 4. On exprime donc le polarisabilité de l’état étudié
sous la forme :

α3P1,9/2(mg) =
6πε0c3

h̄

[
f3S1

.Σ3S1
(mg)+ f3D1

.Σ3D1
(mg)+ f3D2

.Σ3D2
(mg)

]
(A.7)

Les coefficients f (|e〉) sont difficiles à calculer dans la mesure où les forces d’os-
cillateur entre les différents niveaux ne sont pas toutes connues avec précision.
On peut par contre remarquer que Σ(3S1) = Σ(3D1), et si on pose Σ1 = Σ(3S1) et
Σ2 = Σ(3D2), on réécrit la polarisabilité comme :

α3P1,9/2(mg) = α1.Σ1(mg)+α2.Σ2(mg) (A.8)

où α2 et α2 sont des constantes et où les coefficients Σ sont calculables, avec
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Jg = 1, I = 9/2, Fg = 9/2, Je = 1 et Fe entre 7/2 et 11/2 pour Σ1, ou Je = 2 et Fe
entre 5/2 et 13/2 pour Σ2 :

mg Σ1(mg) Σ2(mg)

±1/2 0,4949 0.5017
±3/2 0,4545 0.5151
±5/2 0,3737 0.5421
±7/2 0,2525 0.5825
±9/2 0,0909 0.6364

On remarque que les coefficients ne sont pas indépendants, puisque Σ1(mg)+
3Σ2(mg) = 2. Le déplacement lumineux dans un champ E peut donc se mettre
sous une forme similaire, en utilisant deux constantes ν1 et ν2 :

− 1
4h

α3P1,9/2(mg).E2 =−β1.Σ1(mg)−β2.Σ2(mg)=−
2
3

β2−
(

β1−
1
3

β2

)
Σ1(mg)

(A.9)
On aboutit finalement à un déplacement lumineux de la forme−ν1−ν2.Σ1(mg)
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Résumé

Horloge à réseau optique au Strontium :
une 2ème génération d’horloges à atomes froids

Les fontaines atomiques, basées sur une transition micro-onde du Césium ou
du Rubidium, constituent l’état de l’art des horloges atomiques, avec une exacti-
tude relative avoisinant 10−16. Il apparaît cependant clairement aujourd’hui qu’il
sera difficile de dépasser significativement ce niveau de performance avec un dis-
positif de ce type.

L’utilisation d’une transition optique, toutes choses étant égales par ailleurs,
ouvre la perspective d’une amélioration de 4 ou 5 ordres de grandeur de la stabi-
lité et de l’incertitude relative sur la plupart des effets systématiques. Les effets
liés au mouvement des atomes peuvent être, quant à eux, contrôlés d’une façon
totalement différente, en les piégeant dans un réseau optique pour éviter la phase
de vol balistique caractéristique des fontaines. Le point clef de cette approche ré-
side dans le fait que les paramètres de ce piège peuvent être ajustés de façon à
s’affranchir du déplacement lumineux si l’on sélectionne une transition d’horloge
faiblement permise J = 0→ J = 0.

A cet égard, l’atome de strontium est l’un des candidats les plus prometteurs, la
transition 1S0→ 3P0 présente une largeur naturelle de 1 mHz, et plusieurs autres
transitions facilement accessibles peuvent être utilisées en vue d’un refroidisse-
ment laser efficace des atomes jusqu’à une température de 10 µK. Ce manuscrit
de thèse d’une part démontre la faisabilité expérimentale d’une horloge à réseau
optique basée sur l’atome de strontium, et d’autre part expose une évaluation pré-
liminaire de l’exactitude relative avec l’isotope fermionique 87Sr, à un niveau de
quelques 10−15.

Mots-clés : horloges atomiques ; strontium ; réseau optique ; atomes froids ;
métrologie des fréquences ; stabilité ; exactitude



Abstract

Optical lattice clock with strontium atoms :
a second generation of cold atom clocks

Atomic fountains, based on a microwave transition of Cesium or Rubidium,
constitute the state of the art atomic clocks, with a relative accuracy close to 10−16.
However, at present, it appears that it will be difficult to go significantly beyond
this level with this kind of device.

The use of an optical transition, the other parameters being unchanged, gives
hope for a 4 or 5 order of magnitude improvement of the stability and of the
relative uncertainty on most systematic effects. As for motional effects on the
atoms, they can be controlled on a very different manner if they are trapped in
an optical lattice instead of experiencing a free ballistic flight stage, characteristic
of the fountains. The keystone of this approach lies in the fact that the trap can
be operated in such a way that a well chosen and weakly allowed J = 0→ J = 0
clock transition can be set free of light shift effects.

In this respect, the strontium atom is one of the most promising candidates,
the 1S0 → 3P0 transition has a natural width of 1 mHz, and several other easily
accessible transitions can be used to efficiently laser cool atoms down to 10 µK.
This thesis demonstrates the experimental feasibility of an optical lattice clock ba-
sed on the strontium atom, and reports on a preliminary evaluation of the relative
accuracy with the fermionic isotope 87Sr, at a level of a few 10−15.

Keywords : atomic clocks ; strontium ; optical lattice ; cold atoms ; frequency
metrology ; stability ; accuracy
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