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Introduction

Peut-on contrôler l’équilibre thermodynamique d’un échantillon de
matière par une lumière bien choisie ? Depuis les articles fondateurs
d’Einstein (1917) et de Kastler (1950), cette question a accompagné le déve-
loppement de la physique atomique et de l’optique quantique. À partir des
années 1970, le développement des sources laser accordables est venu lui
donner un renouveau avec notamment les propositions de refroidissement
de gaz d’atomes neutres ou d’ions par Hänsch & Schawlow (1975) et Wine-
land & Dehmelt (1975). Les réponses qui ont été apportées sont allées bien
au delà des prévisions initiales les plus optimistes. Le refroidissement de
particules atomiques par laser permet d’abaisser la température d’un gaz
depuis la température ambiante (300 K) jusqu’à un domaine compris entre
le millikekelvin et le microkelvin, voire même en dessous dans certains cas
particuliers (figure 1).

Les atomes froids sont omniprésents dans les expériences de métrologie
du temps et des fréquences, ainsi que dans la plupart des mesures de haute
précision en physique atomique. Le refroidissement radiatif a également
ouvert la voie à la production de gaz quantiques comme les condensats de
Bose–Einstein, dans lesquels un grand nombre de particules s’accumulent
dans un seul état microscopique. Il permet en effet de s’approcher de la
limite où la longueur d’onde thermique des particules du gaz, λT ∼ h/Mv̄,
où h est la constante de Planck, M la masse d’un atome et v̄ la vitesse
d’agitation thermique résiduelle, devient comparable à la distance entre
particules. Notons toutefois que le refroidissement radiatif ne permet en
général pas d’atteindre directement le seuil de condensation. Il est secondé
par une phase de refroidissement par évaporation, qui permet d’abaisser
la température d’encore un ou deux ordres de grandeur (figure 1).

Le refroidissement radiatif a été appliqué à de nombreuses espèces ato-
miques, plus d’une trentaine à ce jour (figure 2). Le seul élément déter-
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FIGURE 1. Échelle de température indiquant le gain apporté par le refroidisse-
ment de gaz d’atomes par laser, ainsi que le gain supplémentaire obtenu grâce au
refroidissement par évaporation.

minant est de disposer de sources laser continues suffisamment fiables,
intenses (et relativement bon marché) pour exciter de manière résonante
une transition atomique. Le but de ce cours est de présenter l’évolution
des principales idées à la base du refroidissement radiatif, et de discuter
leurs performances et leurs limites. Nous ne chercherons pas à décrire ici
toutes les méthodes qui ont été proposées, mais nous nous concentrerons
sur quelques principes importants :

– L’effet Doppler, qui permet d’obtenir une réponse de l’atome à l’onde
lumineuse qui dépend de la vitesse atomique.

– Le mécanisme Sisyphe, qui oblige l’atome à escalader plus de collines
de potentiel qu’il n’en descend.

– L’utilisation d’états noirs, qui consiste à cacher les atomes dans l’obs-
curité, c’est-à-dire à les accumuler dans des états où ils sont effective-
ment découplés de la lumière.

En préliminaire, il est probablement utile de préciser ce que nous en-
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FIGURE 2. Espèces atomiques ayant été refroidies par laser (ou en passe de l’être
pour les cercles pointillés) [le tableau périodique a été obtenu sur wikipedia].
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FIGURE 3. Sélection en vitesse d’un jet atomique ou moléculaire, au moins d’un
système de roues dentées tournantes. Il n’y a pas d’augmentation de la densité
d’une classe de vitesse donnée.

tendrons par refroidissement, une notion parfois subtile qui peut concerner
un filtrage, un abaissement de température ou encore une augmentation
de densité dans l’espace des phases.

Donnons deux exemples pour fixer les idées. Partant d’un jet atomique
avec une distribution en vitesse de grande largeur ∆v, on peut filtrer une
tranche de largeur δv � ∆v par un système de roues dentées (figure 3).
On n’a pas refroidi le gaz à proprement parler mais on l’a séparé en deux
parties, l’une constituée de la tranche de vitesse désirée qui a été transmise
par la roue dentée, l’autre qui s’est collée sur les parois de cette roue. Ce
filtrage est très différent de l’accumulation de tous les atomes du jet dans la
tranche δv, comme cela est fait dans les expériences de ralentissement par
pression de radiation. Le gain en brillance peut être de plusieurs ordres de
grandeur dans le deuxième cas.

Un deuxième exemple va nous permettre de distinguer abaissement de
température et augmentation de la densité dans l’espace des phases. Considérons
une assemblée de particules de masse M dans un piège harmonique 1D de
pulsation ω, à l’équilibre thermodynamique à température T :

1

2
Mω2∆x2 =

1

2
M∆v2 =

1

2
kBT, (1)

où ∆x et ∆v = ω∆x sont les écart-types des distributions en position et
en vitesse. Supposons qu’on « ouvre » ce piège en modifiant sa pulsation.
Cette ouverture, si elle se fait suffisamment lentement, maintient l’équilibre
thermique avec une température T ′ qui se déduit de T via le théorème
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FIGURE 4. Ouverture adiabatique d’un piège harmonique, la pulsation passant de
ω à ω′ < ω.

adiabatique :
T ′

ω′
=
T

ω
⇒ T ′ = T

ω′

ω
< T. (2)

On a donc bien un refroidissement. On trouve pour les nouvelles largeurs
en position et en vitesse :

∆x′ = ∆x
( ω
ω′

)1/2

, ∆v′ = ∆v

(
ω′

ω
.

)1/2

(3)

On a donc divisé la largeur de la distribution en vitesse par le facteur
(ω/ω′)1/2, et multiplié la largeur de la distribution en position par le même
facteur. La densité dans l’espace des phases, proportionnelle à (∆x∆v)−1,
est inchangée dans ce processus : on a simplement échangé une bonne
connaissance de la position et une mauvaise connaissance de la vitesse par
son inverse. 1

Sur ce deuxième exemple, on voit qu’un refroidissement n’entraine pas
forcément une augmentation de la densité dans l’espace des phases, ni
– pour parler en termes quantiques – une augmentation de la population
d’un état quantique individuel. Or cette augmentation est essentielle pour
de nombreuses expériences de refroidissement d’atomes par laser, puis-
qu’un des buts de ces expériences est de se rapprocher, voire d’atteindre le
seuil de dégénérescence quantique et la condensation de Bose–Einstein.

1. Les opticiens reconnaitront dans ce qui précède l’action d’une lentille sur un faisceau
lumineux, la conservation de la densité dans l’espace des phases devenant la conservation de
l’étendue optique.

En fait, pour un système de N particules indépendantes, on peut faci-
lement montrer que cette augmentation ne peut jamais être obtenue lors
d’une évolution hamiltonienne du gaz. Le raisonnement est simple (Ket-
terle & Pritchard 1992); partons de l’opérateur densité ρ̂ à une particule
caractérisant l’état du gaz. Cet opérateur peut être diagonalisé et ses va-
leurs propres π1, π2, . . ., toutes réelles positives ou nulles avec

∑
j πj = 1,

nous donnent les probabilités d’occupation des différents états quantiques.
Supposons que l’évolution du gaz de particules entre ti et tf soit régie par
l’hamiltonien

Ĥ(t) =

N∑
n=1

Ĥ(n)(t), (4)

où Ĥ(n) est l’hamiltonien de la nème particule. À l’instant tf , l’opérateur
densité à une particule sera simplement

ρ̂(tf ) = Û(ti → tf ) ρ̂(ti) Û
†(ti → tf ), (5)

où l’opérateur d’évolution à une particule Û(ti → tf ) se calcule à partir
de Ĥ(n). Il est inutile ici de disposer de l’expression explicite de Û . Le seul
point important est que cet opérateur est unitaire : les valeurs propres de
ρ̂(tf ) sont toujours identiques aux valeurs propres de ρ̂(ti). On ne peut
donc pas espérer accumuler des particules dans un état donné via un pro-
cessus purement hamiltonien (comme l’ouverture du piège de la figure 4)
quand ces particules sont indépendantes. On peut tout au plus échanger
les populations entre deux états différents, l’exemple le plus simple étant
le pulse π de la résonance magnétique.

L’examen des hypothèses nécessaires pour arriver à cette conclusion
quelque peu négative nous donne la démarche à suivre pour progresser :

(i) Nous avons considéré un processus hamiltonien ; le système n’est pas
nécessairement isolé puisque Ĥ peut dépendre du temps, mais nous avons
fait l’hypothèse que notre assemblée de N particules n’était pas couplée à
un autre système quantique qui pourrait jouer le rôle de réservoir. Or, c’est
précisément ce qui va se produire dans le refroidissement d’atomes par
laser. L’atome est couplé à l’ensemble des modes du champ électromagné-
tique, notamment via les processus d’émission spontanée : l’évolution de la
matrice densité réduite de l’atome n’est donc pas hamiltonienne et on peut
très bien augmenter une de ses valeurs propres au détriment des autres.
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(ii) Nous avons considéré un système de particules indépendantes. Si les
particules interagissent entre elles, alors il est possible de changer l’occu-
pation des niveaux d’énergie à une particule par une variation appropriée
de l’hamiltonien Ĥ(t). Il est en particulier possible de produire un conden-
sat de Bose-Einstein en modifiant uniquement le potentiel confinant les
N particules, sans introduire de couplage avec un système quantique ex-
térieur, ni évaporer de particules. L’entropie totale du gaz est inchangée
(voire augmentée si le processus est irréversible) mais le nombre de par-
ticules occupant le niveau fondamental du piège peut néanmoins croître
de manière spectaculaire lors de cette transformation. Nous en verrons un
exemple plus loin.

Le déroulement du cours sera le suivant.

– Le chapitre 1 sera consacré à la démarche suivie par Einstein dans ses
articles fondateurs (Einstein 1916; Einstein 1917). Il y montre comment
le mouvement d’atomes couplés au rayonnement électromagnétique
est analogue au mouvement brownien, et pourquoi on obtient ainsi
une thermalisation des atomes grâce à l’effet Doppler.

– Le deuxième chapitre sera lui aussi consacré au refroidissement Dop-
pler, mais avec des lasers ; nous y décrirons également son équivalent
dans l’espace des positions, le piège magnéto-optique, et nous rencon-
trerons la première signature d’une interaction effective atome-atome
créée par la lumière.

– Dans le troisième chapitre, nous étudierons la possibilité de manipu-
ler des atomes à raie étroite et nous verrons apparaître la possibilité
d’accumuler les atomes dans des classes de vitesses peu couplées à la
lumière.

– Cette notion d’accumulation d’atomes « dans l’obscurité » sera appro-
fondie au chapitre 4, avec l’utilisation d’états noirs et la discussion
des lois statistiques très particulières (lois de Lévy) qui peuvent appa-
raître.

– Le chapitre 5 sera consacré à l’effet Sisyphe, qui est à l’œuvre dans
la plupart des expériences de refroidissement et conduit très simple-
ment à des distributions en vitesse limitées seulement par le recul as-
socié à un seul photon. Nous nous intéresserons en particulier aux
développements récents concernant les « mélasses grises », qui per-
mettent d’étendre le concept de refroidissement Sisyphe à des espèces

atomiques non concernées jusqu’ici.

– Enfin le chapitre 6 sera consacré au refroidissement par bande latérale,
et nous donnera l’occasion de faire le point sur la densité dans l’espace
des phases maximale qu’on peut espérer atteindre dans ce type d’ex-
périence de refroidissement radiatif.

Insistons encore une fois sur le fait que notre but n’est pas de faire une
revue exhaustive des tous les dispositifs qui ont été proposés ou étudiés
depuis les articles initiaux de Hänsch & Schawlow (1975) et de Wineland
& Dehmelt (1975). C’est plutôt de dégager les principes des mécanismes
actuellement utilisés et de les illustrer avec des expériences récentes (en
espérant ainsi stimuler l’exploration de nouvelles voies...)
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Chapitre I

Atomes et lumière en équilibre thermique

Le point de départ de ce cours va être le rayonnement du corps noir,
c’est-à-dire le rayonnement électromagnétique émis par un corps matériel
en équilibre thermodynamique avec son environnement. La distribution
spectrale de ce rayonnement est une loi universelle qui ne dépend que de la
température du corps. Elle est donnée par la loi de Planck, qui l’a proposée
en 1900 :

ρ(ω, T ) =
~ω3

π2c3
1

e~ω/kBT − 1
, (I.1)

où ρ(ω) dω représente l’énergie électromagnétique par unité de volume
correspondant à un rayonnement de pulsation comprise entre ω et ω+ dω.

Une version « moderne » (et complètement équivalente comme nous
allons le voir dans ce qui suit) de cette loi consiste à se donner un volume
de quantification de taille finie et à poser que le nombre moyen de pho-
tons dans un mode de pulsation ω est donné par la loi de Bose–Einstein de
potentiel chimique nul

n̄(ω, T ) =
1

e~ω/kBT − 1
. (I.2)

Considérant la loi de Planck (I.1) acquise, Einstein (1917) va étudier
comment un rayonnement avec cette densité spectrale d’énergie va impo-
ser sa température à une collection d’atomes. Pour cela, il va introduire la
notion de force de friction causée par la lumière sur un atome en mouve-
ment, force de friction en tout point identique à celle proposée près de 60
ans plus tard par Hänsch & Schawlow (1975) et à l’œuvre dans les mélasses

Doppler utilisées dans les laboratoires d’aujourd’hui. De plus, le raisonne-
ment d’Einstein est également identique à celui que nous serons amenés
à utiliser pour traiter du mouvement des atomes dans des faisceaux lumi-
neux : il s’agit d’arguments fondés sur la notion de mouvement brownien,
que nous allons également passer en revue dans ce chapitre.

1 Einstein 1916 : absorption et émission

En 1916, alors qu’il vient de publier sa théorie de la Relativité Géné-
rale, Einstein revient vers l’étude des processus d’échanges d’énergie et
d’impulsion entre atomes et rayonnement (Einstein 1916). Pour approfon-
dir ce thème qu’il avait abordé dès 1905 dans son étude de l’effet photo-
électrique, il va prendre comme fil directeur l’atteinte de l’équilibre ther-
modynamique.

Einstein considère une collection d’atomes éclairés par un rayonnement
de type corps noir à température T (figure I.1). Son but est de modéliser
la manière selon laquelle l’atome et le rayonnement peuvent échanger de
l’énergie. La seule contrainte qu’il s’impose est la cohérence de la physique
statistique : il faut que la répartition des populations moyennes des diffé-
rents niveaux d’énergie de l’atome soit une distribution de Boltzmann avec
la même température T . Dans un modèle d’atome à deux niveaux, avec un
état fondamental g et un état excité e séparés une énergie ~ωA (figure I.2,
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CHAP. I. ATOMES ET LUMIÈRE EN ÉQUILIBRE THERMIQUE § 1. Einstein 1916 : absorption et émission

Température 
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x x
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FIGURE I.1. Le problème considéré par Einstein : une assemblée d’atomes indé-
pendants est éclairée par le rayonnement d’un corps noir à température T . Cette
assemblée d’atomes va-t-elle se thermaliser avec le corps noir, aussi bien en ce qui
concerne ses degrés de libertés internes qu’externes ?

gauche), le rapport des populations Pg,e doit être tel que :

Pe
Pg

= exp

(
−~ωA

kBT

)
. (I.3)

1-1 Processus élémentaires et état d’équilibre

Pour expliquer comment un tel état d’équilibre peut être obtenu, Ein-
stein étudie la compétition entre processus d’absorption de photons 1 et
processus d’émission :

– Si l’atome est dans l’état fondamental, il peut absorber un photon et
passer dans l’état excité (figure I.3). Einstein postule que la probabilité

1. Einstein n’utilise pas le terme de photon, qui ne sera introduit que bien plus tard (1926)
par Lewis.

lumière
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v

P(v)

atomes 
ou 

molécules

g

e Je = 1

Jg = 0

FIGURE I.2. Les deux modèles de transition atomique considérés dans ce chapitre.
Á gauche, atome à deux niveaux ; à droite, transition Jg = 0 ↔ Je = 1 permet-
tant de prendre correctement en compte les phénomènes liés à la polarisation de la
lumière. On prendra comme base du niveau excité les états |ej〉 dont la projection
du moment cinétique sur l’axe j est nulle (j = x, y, z).
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ATOMES ET LUMIÈRE EN ÉQUILIBRE THERMIQUE § 1. Einstein 1916 : absorption et émission

lumière
σ+"

v

P(v)

atomes 
ou 

molécules

g

e Je = 1

Jg = 0

FIGURE 1.1. Les deux modèles de transition atomique considérées dans ce cha-
pitre. Á gauche, atome à deux niveaux ; à droite, transition Jg = 0 $ Je = 1
permettant de prendre correctement en compte les phénomènes liés à la polarisa-
tion de la lumière. On prendra comme base du niveaux excité la base cartésienne
composée des |eji dont la projection du moment cinétique sur l’axe j est nulle.

1-1 Processus élémentaires et état d’équilibre

Pour expliquer comment un tel état d’équilibre peut être obtenu, Ein-
stein étudie la compétition entre processus d’absorption de photons 1 et
processus d’émission :

– Si l’atome est dans l’état fondamental, il peut absorber un photon et
passer dans l’état excité. Einstein postule que la probabilité pour que
ce processus se produise pendant un intervalle de temps infinitésimal
dt est proportionnelle à dt et à la densité d’énergie du rayonnement 2

⇢, prise à la fréquence de résonance atomique ! :

dPg!e = B ⇢(!) dt, (1.2)

où B est un coefficient indéterminé à ce stade.
– Si l’atome est dans l’état excité, il peut tomber sur l’état fondamental

en émettant un photon. La probabilité pour que cette émission se pro-
duise pendant dt est la somme de deux termes. D’une part, même si
aucun photon n’est initialement présent, l’atome peut passer de e à g
par émission spontanée avec la probabilité :

dPe!g|spont. = A dt, (1.3)

1. Einstein n’utilise pas le terme de photon, qui ne sera introduit que bien plus tard (1926)
par Lewis.

2. La quantité ⇢(!) d3r d! représente l’énergie du rayonnement dans un volume d3r cor-
respondant à des fréquences comprises entre ! et ! + d!. Notons que nous utiliserons ici la
dénomination usuelle fréquence pour la quantité !, bien qu’il s’agisse en réalité d’une pulsa-
tion, la fréquence étant !/2⇡.

c’est-à-dire une loi qui, comme Einstein le remarque, est identique à
celle de la décroissance radioactive. D’autre part, l’émission peut être
stimulée par le rayonnement déjà présent à la fréquence atomique,
avec une probabilité

dPe!g|stim. = B0 ⇢(!) dt. (1.4)

L’évolution des probabilités Pg,e est alors donnée par une équation de
taux :

dPg

dt
= �B ⇢(!) Pg + (A + B0 ⇢(!)) Pe, Pg + Pe = 1, (1.5)

qui entraine que ces probabilités tendent vers l’état stationnaire

Pg =
A + B0 ⇢(!)

A + (B + B0) ⇢(!)
, Pe =

B ⇢(!)

A + (B + B0) ⇢(!)
, (1.6)

avec le temps caractéristique

⌧int. = [A + (B + B0) ⇢(!)]
�1

. (1.7)

L’indice “int." signifie qu’il s’agit ici du temps de mise à l’équilibre des
variables internes, différent de celui que nous rencontrerons plus loin pour
la mise à l’équilibre du centre de masse.

1-2 Contraintes sur les coefficients d’Einstein

La comparaison de l’état stationnaire trouvé en (1.6) avec le résultat
attendu pour l’équilibre thermodynamique (1.1) entraine la contrainte sui-
vante

B ⇢(!)

A + B0 ⇢(!)
= exp (�~!/kBT ) , (1.8)

qui doit être satisfaite à toute temperature T , les coefficients A, B, B0 étant
quant à eux indépendants de la température.

Prenons d’abord la limite haute température, pour laquelle ⇢(!) !
+1 : on en déduit immédiatement :

B0 = B. (1.9)

Cours 1 – page 2 – 9 mai 2015 – 19:25

FIGURE I.3. Processus d’absorption

pour que ce processus se produise pendant un intervalle de temps
infinitésimal dt est proportionnelle à dt et à la densité d’énergie du
rayonnement ρ, prise à la fréquence 2 de résonance atomique ωA :

dPg→e = B ρ(ωA) dt, (I.4)

où B est un coefficient indéterminé à ce stade.

– Si l’atome est dans l’état excité, il peut tomber sur l’état fondamental
en émettant un photon. La probabilité pour que cette émission se pro-
duise pendant dt est la somme de deux termes. D’une part, même si
aucun photon n’est initialement présent, l’atome peut passer de e à g

2. Nous utiliserons fréquemment la dénomination usuelle fréquence pour la quantité ω,
bien qu’il s’agisse en réalité d’une pulsation, la fréquence étant ω/2π.
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FIGURE 1.1. Les deux modèles de transition atomique considérées dans ce cha-
pitre. Á gauche, atome à deux niveaux ; à droite, transition Jg = 0 $ Je = 1
permettant de prendre correctement en compte les phénomènes liés à la polarisa-
tion de la lumière. On prendra comme base du niveaux excité la base cartésienne
composée des |eji dont la projection du moment cinétique sur l’axe j est nulle.

1-1 Processus élémentaires et état d’équilibre

Pour expliquer comment un tel état d’équilibre peut être obtenu, Ein-
stein étudie la compétition entre processus d’absorption de photons 1 et
processus d’émission :

– Si l’atome est dans l’état fondamental, il peut absorber un photon et
passer dans l’état excité. Einstein postule que la probabilité pour que
ce processus se produise pendant un intervalle de temps infinitésimal
dt est proportionnelle à dt et à la densité d’énergie du rayonnement 2

⇢, prise à la fréquence de résonance atomique ! :

dPg!e = B ⇢(!) dt, (1.2)

où B est un coefficient indéterminé à ce stade.
– Si l’atome est dans l’état excité, il peut tomber sur l’état fondamental

en émettant un photon. La probabilité pour que cette émission se pro-
duise pendant dt est la somme de deux termes. D’une part, même si
aucun photon n’est initialement présent, l’atome peut passer de e à g
par émission spontanée avec la probabilité :

dPe!g|spont. = A dt, (1.3)

1. Einstein n’utilise pas le terme de photon, qui ne sera introduit que bien plus tard (1926)
par Lewis.

2. La quantité ⇢(!) d3r d! représente l’énergie du rayonnement dans un volume d3r cor-
respondant à des fréquences comprises entre ! et ! + d!. Notons que nous utiliserons ici la
dénomination usuelle fréquence pour la quantité !, bien qu’il s’agisse en réalité d’une pulsa-
tion, la fréquence étant !/2⇡.

c’est-à-dire une loi qui, comme Einstein le remarque, est identique à
celle de la décroissance radioactive. D’autre part, l’émission peut être
stimulée par le rayonnement déjà présent à la fréquence atomique,
avec une probabilité

dPe!g|stim. = B0 ⇢(!) dt. (1.4)

L’évolution des probabilités Pg,e est alors donnée par une équation de
taux :

dPg

dt
= �B ⇢(!) Pg + (A + B0 ⇢(!)) Pe, Pg + Pe = 1, (1.5)

qui entraine que ces probabilités tendent vers l’état stationnaire

Pg =
A + B0 ⇢(!)

A + (B + B0) ⇢(!)
, Pe =

B ⇢(!)

A + (B + B0) ⇢(!)
, (1.6)

avec le temps caractéristique

⌧int. = [A + (B + B0) ⇢(!)]
�1

. (1.7)

L’indice “int." signifie qu’il s’agit ici du temps de mise à l’équilibre des
variables internes, différent de celui que nous rencontrerons plus loin pour
la mise à l’équilibre du centre de masse.

1-2 Contraintes sur les coefficients d’Einstein

La comparaison de l’état stationnaire trouvé en (1.6) avec le résultat
attendu pour l’équilibre thermodynamique (1.1) entraine la contrainte sui-
vante

B ⇢(!)

A + B0 ⇢(!)
= exp (�~!/kBT ) , (1.8)

qui doit être satisfaite à toute temperature T , les coefficients A, B, B0 étant
quant à eux indépendants de la température.

Prenons d’abord la limite haute température, pour laquelle ⇢(!) !
+1 : on en déduit immédiatement :

B0 = B. (1.9)
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FIGURE 1.1. Les deux modèles de transition atomique considérées dans ce cha-
pitre. Á gauche, atome à deux niveaux ; à droite, transition Jg = 0 $ Je = 1
permettant de prendre correctement en compte les phénomènes liés à la polarisa-
tion de la lumière. On prendra comme base du niveaux excité la base cartésienne
composée des |eji dont la projection du moment cinétique sur l’axe j est nulle.

1-1 Processus élémentaires et état d’équilibre

Pour expliquer comment un tel état d’équilibre peut être obtenu, Ein-
stein étudie la compétition entre processus d’absorption de photons 1 et
processus d’émission :

– Si l’atome est dans l’état fondamental, il peut absorber un photon et
passer dans l’état excité. Einstein postule que la probabilité pour que
ce processus se produise pendant un intervalle de temps infinitésimal
dt est proportionnelle à dt et à la densité d’énergie du rayonnement 2

⇢, prise à la fréquence de résonance atomique ! :

dPg!e = B ⇢(!) dt, (1.2)

où B est un coefficient indéterminé à ce stade.
– Si l’atome est dans l’état excité, il peut tomber sur l’état fondamental

en émettant un photon. La probabilité pour que cette émission se pro-
duise pendant dt est la somme de deux termes. D’une part, même si
aucun photon n’est initialement présent, l’atome peut passer de e à g
par émission spontanée avec la probabilité :

dPe!g|spont. = A dt, (1.3)

1. Einstein n’utilise pas le terme de photon, qui ne sera introduit que bien plus tard (1926)
par Lewis.

2. La quantité ⇢(!) d3r d! représente l’énergie du rayonnement dans un volume d3r cor-
respondant à des fréquences comprises entre ! et ! + d!. Notons que nous utiliserons ici la
dénomination usuelle fréquence pour la quantité !, bien qu’il s’agisse en réalité d’une pulsa-
tion, la fréquence étant !/2⇡.

c’est-à-dire une loi qui, comme Einstein le remarque, est identique à
celle de la décroissance radioactive. D’autre part, l’émission peut être
stimulée par le rayonnement déjà présent à la fréquence atomique,
avec une probabilité

dPe!g|stim. = B0 ⇢(!) dt. (1.4)

L’évolution des probabilités Pg,e est alors donnée par une équation de
taux :

dPg

dt
= �B ⇢(!) Pg + (A + B0 ⇢(!)) Pe, Pg + Pe = 1, (1.5)

qui entraine que ces probabilités tendent vers l’état stationnaire

Pg =
A + B0 ⇢(!)

A + (B + B0) ⇢(!)
, Pe =

B ⇢(!)

A + (B + B0) ⇢(!)
, (1.6)

avec le temps caractéristique

⌧int. = [A + (B + B0) ⇢(!)]
�1

. (1.7)

L’indice “int." signifie qu’il s’agit ici du temps de mise à l’équilibre des
variables internes, différent de celui que nous rencontrerons plus loin pour
la mise à l’équilibre du centre de masse.

1-2 Contraintes sur les coefficients d’Einstein

La comparaison de l’état stationnaire trouvé en (1.6) avec le résultat
attendu pour l’équilibre thermodynamique (1.1) entraine la contrainte sui-
vante

B ⇢(!)

A + B0 ⇢(!)
= exp (�~!/kBT ) , (1.8)

qui doit être satisfaite à toute temperature T , les coefficients A, B, B0 étant
quant à eux indépendants de la température.

Prenons d’abord la limite haute température, pour laquelle ⇢(!) !
+1 : on en déduit immédiatement :

B0 = B. (1.9)
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FIGURE 1.1. Les deux modèles de transition atomique considérées dans ce cha-
pitre. Á gauche, atome à deux niveaux ; à droite, transition Jg = 0 $ Je = 1
permettant de prendre correctement en compte les phénomènes liés à la polarisa-
tion de la lumière. On prendra comme base du niveaux excité la base cartésienne
composée des |eji dont la projection du moment cinétique sur l’axe j est nulle.

1-1 Processus élémentaires et état d’équilibre

Pour expliquer comment un tel état d’équilibre peut être obtenu, Ein-
stein étudie la compétition entre processus d’absorption de photons 1 et
processus d’émission :

– Si l’atome est dans l’état fondamental, il peut absorber un photon et
passer dans l’état excité. Einstein postule que la probabilité pour que
ce processus se produise pendant un intervalle de temps infinitésimal
dt est proportionnelle à dt et à la densité d’énergie du rayonnement 2

⇢, prise à la fréquence de résonance atomique ! :

dPg!e = B ⇢(!) dt, (1.2)

où B est un coefficient indéterminé à ce stade.
– Si l’atome est dans l’état excité, il peut tomber sur l’état fondamental

en émettant un photon. La probabilité pour que cette émission se pro-
duise pendant dt est la somme de deux termes. D’une part, même si
aucun photon n’est initialement présent, l’atome peut passer de e à g
par émission spontanée avec la probabilité :

dPe!g|spont. = A dt, (1.3)

1. Einstein n’utilise pas le terme de photon, qui ne sera introduit que bien plus tard (1926)
par Lewis.

2. La quantité ⇢(!) d3r d! représente l’énergie du rayonnement dans un volume d3r cor-
respondant à des fréquences comprises entre ! et ! + d!. Notons que nous utiliserons ici la
dénomination usuelle fréquence pour la quantité !, bien qu’il s’agisse en réalité d’une pulsa-
tion, la fréquence étant !/2⇡.

c’est-à-dire une loi qui, comme Einstein le remarque, est identique à
celle de la décroissance radioactive. D’autre part, l’émission peut être
stimulée par le rayonnement déjà présent à la fréquence atomique,
avec une probabilité

dPe!g|stim. = B0 ⇢(!) dt. (1.4)

L’évolution des probabilités Pg,e est alors donnée par une équation de
taux :

dPg

dt
= �B ⇢(!) Pg + (A + B0 ⇢(!)) Pe, Pg + Pe = 1, (1.5)

qui entraine que ces probabilités tendent vers l’état stationnaire

Pg =
A + B0 ⇢(!)

A + (B + B0) ⇢(!)
, Pe =

B ⇢(!)

A + (B + B0) ⇢(!)
, (1.6)

avec le temps caractéristique

⌧int. = [A + (B + B0) ⇢(!)]
�1

. (1.7)

L’indice “int." signifie qu’il s’agit ici du temps de mise à l’équilibre des
variables internes, différent de celui que nous rencontrerons plus loin pour
la mise à l’équilibre du centre de masse.

1-2 Contraintes sur les coefficients d’Einstein

La comparaison de l’état stationnaire trouvé en (1.6) avec le résultat
attendu pour l’équilibre thermodynamique (1.1) entraine la contrainte sui-
vante

B ⇢(!)

A + B0 ⇢(!)
= exp (�~!/kBT ) , (1.8)

qui doit être satisfaite à toute temperature T , les coefficients A, B, B0 étant
quant à eux indépendants de la température.

Prenons d’abord la limite haute température, pour laquelle ⇢(!) !
+1 : on en déduit immédiatement :

B0 = B. (1.9)

Cours 1 – page 2 – 9 mai 2015 – 19:25

FIGURE I.4. Processus d’émission spontanée : le photon est émis dans une direc-
tion aléatoire.
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FIGURE 1.1. Les deux modèles de transition atomique considérées dans ce cha-
pitre. Á gauche, atome à deux niveaux ; à droite, transition Jg = 0 $ Je = 1
permettant de prendre correctement en compte les phénomènes liés à la polarisa-
tion de la lumière. On prendra comme base du niveaux excité la base cartésienne
composée des |eji dont la projection du moment cinétique sur l’axe j est nulle.

1-1 Processus élémentaires et état d’équilibre

Pour expliquer comment un tel état d’équilibre peut être obtenu, Ein-
stein étudie la compétition entre processus d’absorption de photons 1 et
processus d’émission :

– Si l’atome est dans l’état fondamental, il peut absorber un photon et
passer dans l’état excité. Einstein postule que la probabilité pour que
ce processus se produise pendant un intervalle de temps infinitésimal
dt est proportionnelle à dt et à la densité d’énergie du rayonnement 2

⇢, prise à la fréquence de résonance atomique ! :

dPg!e = B ⇢(!) dt, (1.2)

où B est un coefficient indéterminé à ce stade.
– Si l’atome est dans l’état excité, il peut tomber sur l’état fondamental

en émettant un photon. La probabilité pour que cette émission se pro-
duise pendant dt est la somme de deux termes. D’une part, même si
aucun photon n’est initialement présent, l’atome peut passer de e à g
par émission spontanée avec la probabilité :

dPe!g|spont. = A dt, (1.3)

1. Einstein n’utilise pas le terme de photon, qui ne sera introduit que bien plus tard (1926)
par Lewis.

2. La quantité ⇢(!) d3r d! représente l’énergie du rayonnement dans un volume d3r cor-
respondant à des fréquences comprises entre ! et ! + d!. Notons que nous utiliserons ici la
dénomination usuelle fréquence pour la quantité !, bien qu’il s’agisse en réalité d’une pulsa-
tion, la fréquence étant !/2⇡.

c’est-à-dire une loi qui, comme Einstein le remarque, est identique à
celle de la décroissance radioactive. D’autre part, l’émission peut être
stimulée par le rayonnement déjà présent à la fréquence atomique,
avec une probabilité

dPe!g|stim. = B0 ⇢(!) dt. (1.4)

L’évolution des probabilités Pg,e est alors donnée par une équation de
taux :

dPg

dt
= �B ⇢(!) Pg + (A + B0 ⇢(!)) Pe, Pg + Pe = 1, (1.5)

qui entraine que ces probabilités tendent vers l’état stationnaire

Pg =
A + B0 ⇢(!)

A + (B + B0) ⇢(!)
, Pe =

B ⇢(!)

A + (B + B0) ⇢(!)
, (1.6)

avec le temps caractéristique

⌧int. = [A + (B + B0) ⇢(!)]
�1

. (1.7)

L’indice “int." signifie qu’il s’agit ici du temps de mise à l’équilibre des
variables internes, différent de celui que nous rencontrerons plus loin pour
la mise à l’équilibre du centre de masse.

1-2 Contraintes sur les coefficients d’Einstein

La comparaison de l’état stationnaire trouvé en (1.6) avec le résultat
attendu pour l’équilibre thermodynamique (1.1) entraine la contrainte sui-
vante

B ⇢(!)

A + B0 ⇢(!)
= exp (�~!/kBT ) , (1.8)

qui doit être satisfaite à toute temperature T , les coefficients A, B, B0 étant
quant à eux indépendants de la température.

Prenons d’abord la limite haute température, pour laquelle ⇢(!) !
+1 : on en déduit immédiatement :

B0 = B. (1.9)
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FIGURE I.5. Processus d’émission stimulée.

par émission spontanée (figure I.4) avec la probabilité :

dPe→g|spont. = A dt, (I.5)

c’est-à-dire une loi qui, comme Einstein le remarque, est identique à
celle de la décroissance radioactive. D’autre part, l’émission peut être
stimulée par le rayonnement déjà présent à la fréquence atomique,
avec une probabilité

dPe→g|stim. = B′ ρ(ωA) dt. (I.6)

L’évolution des probabilités Pg,e est alors donnée par une équation de
taux :

dPg
dt

= −B ρ(ωA)Pg + [A+B′ ρ(ωA)] Pe, Pg + Pe = 1, (I.7)

qui entraine que ces probabilités tendent vers l’état stationnaire

Pg =
A+B′ ρ(ωA)

A+ (B +B′) ρ(ωA)
, Pe =

B ρ(ωA)

A+ (B +B′) ρ(ωA)
, (I.8)

avec le temps caractéristique

τint. = [A+ (B +B′) ρ(ωA)]
−1
. (I.9)

L’indice “int." signifie qu’il s’agit ici du temps de mise à l’équilibre des
variables internes, différent de celui que nous rencontrerons plus loin pour
la mise à l’équilibre du centre de masse de l’atome.

1-2 Contraintes sur les coefficients d’Einstein

La comparaison de l’état stationnaire trouvé en (I.8) avec le résultat at-
tendu pour l’équilibre thermodynamique (I.3) entraine la contrainte sui-
vante

B ρ(ωA)

A+B′ ρ(ωA)
= exp (−~ωA/kBT ) , (I.10)

qui doit être satisfaite à toute temperature T , les coefficients A,B,B′ étant
quant à eux indépendants de la température.

Prenons d’abord la limite haute température, pour laquelle ρ(ω) →
+∞ : on en déduit immédiatement :

B′ = B. (I.11)

Les processus d’absorption et d’émission stimulée sont donc intimement
liés.

Plus généralement, la contrainte (I.10) pourra être satisfaite si la densité
d’énergie ρ(ωA) du rayonnement est égale à :

ρ(ωA) =
A/B′

exp(~ωA/kBT )− 1
. (I.12)

Cette relation est compatible avec la loi de Planck donnée en (I.1) pourvu
que le rapport A/B′ soit égal à

A

B′
=

~ω3
A

π2c3
. (I.13)
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Avec les contraintes (I.11) et (I.13), les hypothèses d’Einstein concernant
l’absorption et l’émission de lumière par l’atome conduisent donc bien
à une mise en équilibre thermodynamique des populations des niveaux
d’énergie atomiques avec le rayonnement du corps noir. Einstein conclut
son article de 1916 en remarquant que, bien que la vérification de cette mise
à l’équilibre ne constitue pas une preuve de validité rigoureuse des hypo-
thèses (I.4-I.5-I.6), il y a une forte probabilité pour que ces processus soient
effectivement à la base d’une future construction théorique. Par ailleurs, il
note que les coefficients A, B et B′ pourraient être calculables ab initio, et
donc les relations (I.11,I.13) testées, si l’on disposait « d’une version modi-
fiée de l’électrodynamique et de la mécanique compatible avec l’hypothèse
quantique ». C’est précisément ce que nous allons faire au paragraphe sui-
vant.

Remarque : le cas de niveaux dégénérés. Dans son étude, Einstein consi-
dère également le cas où les niveaux d’énergie peuvent être dégénérés. En
notant de et dg ces dégénérescences, un raisonnement similaire au précé-
dent conduit à

dgB = deB
′,

A

B′
=

~ω3
A

π2c3
. (I.14)

Nous rencontrons plus loin le cas d’une transition Jg = 0 ↔ Je = 1, pour
laquelle dg = 1 et de = 3 et pour laquelle l’équation d’évolution de la po-
pulation Pg du niveau g, donnée en (I.7) pour un système à deux niveaux,
devient en utilisant B = 3B′ :

dPg
dt

= A

−3
B′

A
ρ(ωA)Pg +

∑
j

[
1 +

B′

A
ρ(ωA)

]
Pe,j

 , (I.15)

où l’indice j repère les trois sous-niveaux composant le niveau excité e.
Nous verrons un peu plus loin [eq. (I.33)] une écriture plus compacte de
cette relation en terme de nombre de photons par mode.

2 L’approche quantique

Dans ce paragraphe, nous allons reformuler le traitement d’Einstein
pour l’absorption et l’émission de lumière par un atome dans un champ lu-

mineux isotrope et incohérent, en nous appuyant sur le formalisme quan-
tique « moderne ». Nous allons utiliser la notion de nombre moyen n̄
de photons par mode, légèrement plus facile à manipuler que la densité
d’énergie ρ, et considérer une transition atomique réaliste pour laquelle
nous pourrons traiter l’interaction atome-champ à partir de la règle d’or
de Fermi.

2-1 Densité d’énergie et nombre de photons par mode

Pour retrouver en langage quantique « moderne » les coefficientsA etB
introduits par Einstein, commençons par relier la densité d’énergie ρ(ω) au
nombre moyen de photons par mode n̄ pour un champ électromagnétique
confiné dans une boîte de volume L3. On considère des conditions aux
limites périodiques dans cette boîte, de sorte que les modes du champ sont
repérés par leur vecteur d’onde k et leur polarisation ε, avec

kj =
2π

L
nj , nj ∈ Z, j = x, y, z (I.16)

et ε⊥k. L’énergie totale du champ s’écrit en fonction de ρ(ω) sous la forme

E = L3

∫ +∞

0

ρ(ω) dω (I.17)

et s’exprime d’autre part en terme de l’occupation des modes

E =
∑
k,ε

~ω n̄k,ε, ω = ck. (I.18)

Remplaçons la somme discrète par une intégrale dans cette dernière ex-
pression, et supposons que la population n̄k,ε d’un mode ne dépend que
de la fréquence ω de ce mode, et est indépendante de la polarisation. On a
alors

E = 2× L3

8π3

∫ +∞

0

~ω n̄(ω) 4πk2 dk, (I.19)

où le facteur 2 correspond à la somme sur les deux polarisations indépen-
dantes associées à un vecteur k donné. La comparaison de (I.17) et (I.19)
donne :

ρ(ω) =
~ω3

π2c3
n̄(ω), (I.20)
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comme on pouvait le voir directement en comparant (I.1) et (I.2).

Si l’on reprend le raisonnement d’Einstein en terme du nombre de pho-
tons par mode n̄ plutôt que de la densité d’énergie ρ, on est alors conduit
à remplacer le coefficient B par le coefficient B̃ tel que

B ρ(ωA) = B̃ n̄(ωA), c’est-à-dire B̃ = B
~ω3

A

π2c3
(I.21)

et idem pourB′. Les contraintes (I.14) pour atteindre l’équilibre thermody-
namique se résument alors à :

dgB̃ = deB̃
′ et A = B̃′. (I.22)

2-2 Transition atomique modèle

Pour pouvoir prendre en compte de manière satisfaisante la nature vec-
torielle du champ électromagnétique, il est préférable de considérer une
structure de niveau légèrement plus compliquée que l’atome à deux ni-
veaux de la section précédente. Nous allons nous intéresser ici à une tran-
sition entre un niveau fondamental de moment cinétique nul, donc non
dégénéré, et un niveau excité de moment cinétique unité, donc dégénéré
trois fois (figure I.2, droite). Une base possible de ce niveau excité est obte-
nue en choisissant un trièdre de référence uj , j = x, y, z, et en considérant
les trois états Zeeman orthogonaux |ej〉 ayant chacun une projection de

moment cinétique nulle le long de l’axe j :
(
Ĵ · uj

)
|ej〉 = 0.

Le couplage atome-rayonnement s’écrit à l’approximation dipolaire
électrique et à l’approximation du champ tournant

V̂ = d

∑
j

uj |g〉〈ej |

 · Ê(−)
+ H.c.. (I.23)

où d est le dipole atomique réduit caractérisant la transition atomique.
L’opérateur champ électrique s’écrit en terme des opérateurs de création
(a†k,ε) et de destruction (ak,ε) d’un photon dans un mode donné :

Ê
(−)

=
∑
k,ε

Ek a†k,ε ε, Ê
(+)

=
(
Ê

(−)
)†
, Ek =

√
~ω

2ε0L3
. (I.24)

2-3 Utilisation de la règle d’or de Fermi

Nous allons maintenant déterminer complètement les coefficients
d’Einstein en utilisant l’électrodynamique quantique. Nous allons utiliser
la règle d’or de Fermi (Cohen-Tannoudji et al. 1973) qui donne, à l’ordre le
plus bas non nul, la probabilité par unité de temps pour passer d’un état
initial donné vers un continuum d’états.

Décrivons par exemple un processus d’émission, spontanée ou stimu-
lée. L’état initial correspond à l’atome placé dans un de ses états excités
|ej〉 en présence d’un état donné du champ électromagnétique. Cet état est
caractérisé par l’ensemble des nombres d’occupation {nk,ε} des modes du
rayonnement :

|Ψi〉 = |ej , {nk,ε}〉. (I.25)

L’état final correspond à l’atome dans son état fondamental, en présence
d’un état du champ {n′k,ε} :

|Ψf 〉 = |g, {n′k,ε}〉, (I.26)

où tous les n′k,ε sont égaux aux nk,ε, sauf un qui est augmenté d’une unité,
correspondant à l’émission d’un photon dans ce mode particulier 3 :

n′k0,ε0 = nk0,ε0 + 1, n′k,ε = nk,ε si (k, ε) 6= (k0, ε0). (I.27)

La probabilité de transition par unité de temps depuis l’état Ψi vers le
continuum d’états Ψf est donnée par la règle d’or de Fermi :

Pemission =
2π

~
∑
f

∣∣∣〈Ψf |V̂ |Ψi〉
∣∣∣2 δ(Ef − Ei). (I.28)

ce qui se calcule de manière explicite en terme d’une somme sur le mode
k0, ε0 dont la population a été augmentée d’une unité :

Pemission =
2π

~2

∑
k0,ε0

d2E2
k0 (ε0 · uj)2

(nk0,ε0 + 1) δ(ω0 − ωA), (I.29)

3. On ne s’intéresse ici qu’à l’ordre le plus bas, donné par la règle d’or de Fermi. Des pro-
cessus d’ordre supérieur correspondraient à une diffusion multiple de photons par l’atome,
avec plusieurs n′

k,ε différents des nk,ε.

9
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où nous avons utilisé

〈{n′k,ε}|a†k0,ε0
|{nk,ε}〉 =

√
nk0,ε0 + 1. (I.30)

Le calcul de la somme (I.29), que l’on remplace par une intégrale comme
en (I.19), est un « classique » des cours d’optique quantique. Nous suppose-
rons comme précédemment que la population moyenne d’un mode (k, ε)
ne dépend que de la fréquence de ce mode : c’est l’hypothèse d’un état iso-
trope pour le champ. Donnons simplement le résultat, une fois la moyenne
prise sur l’état initial Ψi :

Pemission = [n̄(ωA) + 1] Γ, Γ =
d2ω3

A

3πε0~c3
, (I.31)

où la quantité Γ est la largeur naturelle de l’état excité, c’est-à-dire la proba-
bilité par unité de temps pour que l’atome se désexcite si le rayonnement
est vide de photons.

Un calcul en tout point similaire donne la probabilité par unité de temps
pour qu’un atome initialement dans l’état fondamental absorbe un photon
et passe dans un des trois états excités :

Pabsorption = 3 n̄(ωA) Γ. (I.32)

L’équation d’évolution d’une des populations, Pg par exemple, est alors
donnée par l’équation

Ṗg = −3n̄Γ Pg +
∑
j

(n̄+ 1) Γ Pej , (I.33)

où l’on a posé pour simplifier n̄ ≡ n̄(ωA). Cette équation est formellement
identique à celle que nous avons écrite en (I.15) à partir du raisonnement
d’Einstein, mais son écriture est nettement plus compacte grâce à l’utilisa-
tion de la variable n̄ au lieu de la densité d’énergie ρ. L’état stationnaire

Pg =
n̄+ 1

4n̄+ 1
, Pej =

n̄

4n̄+ 1
, (I.34)

est atteint en un temps de l’ordre de

τint =
Γ−1

4n̄+ 1
. (I.35)

La structure du résultat, avec les termes d’absorption, d’émission stimulée
et d’émission spontanée, correspond bien au résultat pressenti par Einstein
avec

A = Γ. (I.36)

En particulier, à l’équilibre, le rapport entre la population d’un état excité
et celle de l’état fondamental :

Pej
Pg

=
n̄

n̄+ 1
(I.37)

est égale au résultat attendu

Pej
Pg

= exp

(
−~ωA

kBT

)
(I.38)

si on injecte la loi du corps noir donnée en (I.2) :

n̄(ω) =
1

exp(~ω/kBT )− 1
. (I.39)

Le traitement que nous venons de faire répond donc au souhait d’Einstein
quand il écrivait la phrase déjà citée : les coefficients A et B peuvent effec-
tivement être calculés ab initio, et donc la relation (I.13) testée, car on dis-
pose « d’une version modifiée de l’électrodynamique et de la mécanique,
compatible avec l’hypothèse quantique ». En d’autres termes, nous avons
vérifié la relation de proportionnalité entre A et B, ainsi que la relation
B = 3B′ à partir des premiers principes de l’électrodynamique quantique.
La cohérence de l’interaction matière-rayonnement et de la thermodyna-
mique est donc bien assurée, au moins en ce qui concerne la dynamique
atomique interne.

3 Le mouvement brownien

Dans le paragraphe précédent, nous nous sommes intéressés à la ma-
nière selon laquelle les variables atomiques internes, c’est-à-dire les popu-
lations des états g et e, atteignaient l’équilibre thermique compatible avec
la température imposée par le rayonnement du corps noir. Dans la suite de
ce chapitre, nous allons considérer le mouvement du centre de masse de
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l’atome et vérifier que l’état stationnaire de ce mouvement est également
compatible avec l’équilibre thermique à température T . Plus précisément,
nous voulons vérifier que la distribution de probabilité stationnaire pour
l’impulsion de l’atome est la gaussienne

Pstat.(p) ∝ e−p
2/2p20 (I.40)

avec
p2

0

2M
=

1

2
kBT. (I.41)

La thermalisation de l’atome dans le rayonnement résulte de la suc-
cession des processus d’absorption et d’émission de photons par l’atome.
Comme chaque processus s’accompagne d’un changement de l’impulsion
du centre de masse atomique, la situation est voisine de celle du mou-
vement brownien : l’atome joue le rôle de la particule brownienne et les
photons du rayonnement du corps noir jouent le rôle des molécules du
fluide. Les outils développés pour l’étude du mouvement brownien sont
donc tout à fait adaptés pour étudier le problème qui nous intéresse ici et
nous allons les résumer brièvement dans les paragraphes qui suivent [pour
en savoir plus, on pourra consulter par exemple l’ouvrage de Van Kam-
pen (1992)]. Nous reviendrons ensuite au problème de la thermalisation de
l’atome dans le rayonnement thermique.

3-1 L’approche « équation de Langevin »

On suppose dans le cadre de cette approche que l’équation du mouve-
ment de la particule brownienne comporte deux forces :

dp

dt
= −αp+ F (t). (I.42)

La première force, déterministe, correspond à un frottement fluide qui
amortit l’impulsion en une durée caractéristique α−1. La seconde force
F (t), appelée force de Langevin, est aléatoire et caractérisée par ses pro-
priétés statistiques. L’équation (I.42) est donc une équation différentielle
stochastique.

En pratique, on impose les deux premiers moments de la force aléatoire
F (t) :

〈F (t)〉 = 0, 〈Fi(t)Fj(t′)〉 = 2Dp δi,j δ(t− t′), i, j = x, y, z, (I.43)

où les moyennes sont prises sur différentes réalisations du désordre asso-
cié aux positions et vitesses des molécules du fluide. Le coefficient Dp est
appelé coefficient de diffusion en impulsion, pour une raison qui va apparaître
un peu plus loin.

Nous allons maintenant montrer que les deux coefficients α et Dp in-
tervenant dans (I.42-I.43) sont reliés si l’on impose que l’état stationnaire
de la distribution en impulsion de la particule corresponde à l’équilibre
thermique, c’est-à-dire :

〈 p
2
i

2M
〉 =

1

2
kBT, i = x, y, z. (I.44)

Pour trouver cette relation, intégrons l’équation du mouvement (I.42) entre
l’instant initial t = 0 et un instant t quelconque :

p(t) = p(0) e−αt +

∫ t

0

e−α(t−t′)F (t′) dt′. (I.45)

En moyennant cette équation sur différentes réalisations du désordre, on
trouve :

〈p(t)〉 = 〈p(0)〉 e−αt. (I.46)

L’impulsion moyenne de la particule tend donc vers 0 avec le temps carac-
téristique α−1. Considérons maintenant l’évolution du carré d’une compo-
sante de l’impulsion et prenons à nouveau la moyenne sur le désordre :

d〈p2
j (t)〉
dt

= 2〈pj(t)
dpj
dt
〉

= −2α〈p2
j (t)〉+ 2〈pj(t)Fj(t)〉. (I.47)
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Le deuxième terme se calcule 4 en injectant le résultat (I.45) :

〈pj(t)Fj(t)〉 = 〈pj(0)Fj(t)〉e−αt +

∫ t

0

e−α(t−t′)〈Fj(t′)Fj(t)〉 dt′

= 0 + 2Dp

∫ t

0

e−ατδ(τ) dτ

= Dp (pour t > 0). (I.48)

L’impulsion quadratique moyenne évolue donc sous l’effet de deux
termes :

d〈p2
j (t)〉
dt

= −2α〈p2
j (t)〉+ 2Dp. (I.49)

Le premier terme correspond à une décroissance exponentielle due à la
dissipation, et le second correspond à une croissance linéaire en temps due
aux fluctuations de la force de Langevin. La pente de cette croissance est
2Dp, d’où l’appellation coefficient de diffusion en impulsion pour Dp. L’équi-
libre entre dissipation et fluctuations est atteint en un temps caractéristique
(2α)−1 et correspond à

〈p2
j 〉stat. =

Dp

α
. (I.50)

Si le bain de molécules dans lequel la particule brownienne est plongée est
à la température T , l’équilibre thermodynamique (I.44) sera atteint si

〈p2
j 〉

2M
=

1

2
kBT ⇒ Dp

Mα
= kBT. (I.51)

Dans une modélisation phénoménologique du mouvement brownien, on
peut estimer le coefficient de friction α à partir de la loi de Stokes, et on
impose la valeur du coefficient de diffusion en impulsion pour que (I.51)
soit satisfaite. Si on dispose d’un modèle microscopique de l’interaction
entre particule brownienne et molécules du fluide, on peut calculer sépa-
rément α et Dp : la vérification de la relation (I.51) est alors un test de la
cohérence du modèle. C’est ce que nous serons en mesure de faire dans le
paragraphe suivant pour la thermalisation du mouvement atomique dans
le rayonnement du corps noir.

4. On utilise la relation
∫∞
0 f(x) δ(x) dx = 1

2
f(0).
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FIGURE I.6. Marche aléatoire dans l’espace des impulsions (modèle unidimen-
sionnel) ; la quantité W (q|p) représente la probabilité de transition par unité de
temps pour un saut d’amplitude q partant de l’impulsion p.

3-2 L’approche « équation de Fokker–Planck »

L’approche en terme d’équation de Langevin nous a permis de détermi-
ner les deux premiers moments de la distribution en impulsion. On pour-
rait itérer cette démarche pour obtenir tous les moments, caractériser ainsi
l’état stationnaire et vérifier qu’il s’agit bien d’une gaussienne. Toutefois, il
est plus rapide d’utiliser pour cela une autre approche, consistant à établir
l’équation d’évolution de la distribution en impulsion P(p, t).

Pour simplifier l’écriture, considérons un problème à une dimension de
sorte que l’impulsion p est maintenant un scalaire. Nous nous intéressons
à une classe de problèmes pour lesquels l’évolution de P(p, t) est décrite
par une équation pilote du type

∂P(p, t)

∂t
= −

(∫
W (q|p) dq

)
P(p, t) +

∫
W (q|p−q)P(p−q, t) dq. (I.52)

La signification de cette équation est la suivante. La particule brownienne
étant initialement dans l’état p, elle a la probabilité W (q|p) dt de gagner
l’impulsion q pendant l’intervalle de temps dt. La quantitéW (q|p) est donc
la probabilité de transition par unité de temps pour un saut d’amplitude q par-
tant de p (figure I.6). Le premier terme de (I.52) correspond au départ total
depuis la classe d’impulsion p par des gains d’impulsion q. Le deuxième
terme correspond à l’alimentation de la classe d’impulsion p par des sauts
d’amplitude q partant de l’impulsion p− q. On vérifiera que la normalisa-
tion de P(p, t),

∫
P(p, t) dp = 1, est bien préservée par cette évolution.

Toute la physique du problème est contenue dans le choix de la fonction
W (q|p). Par exemple, pour un problème présentant de la friction fluide,
cette fonction devra être telle que, pour p > 0, les sauts avec q < 0 seront
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favorisés par rapport aux sauts avec q > 0 (et inversement pour une impul-
sion p < 0), pour que l’impulsion de la particule soit en moyenne ramenée
vers 0.

Faisons maintenant l’hypothèse de sauts d’amplitude faible : nous sup-
posons plus précisément que W (q|p) est piquée autour de la valeur q = 0
avec une largeur caractéristique qc, tout en variant doucement avec l’im-
pulsion de départ p. Supposons par ailleurs que la distribution en impul-
sion P est une fonction lentement variable de p à l’échelle de qc. En par-
ticulier qc doit être petit devant la largeur

√
MkBT attendue pour P(p) à

l’équilibre thermodynamique. Nous allons donc faire un développement
du terme intervenant dans le deuxième membre de (I.52) :

W (q|p− q)P(p− q, t) = W (q|p)P(p, t) − q
∂

∂p
[W (q|p)P(p, t)]

+
q2

2

∂2

∂p2
[W (q|p)P(p, t)] + . . . (I.53)

On peut bien sûr pousser ce développement à un ordre arbitrairement
élevé (développement de Kramers–Moyal), mais l’ordre deux sera suf-
fisant pour ce qui suit. Injectons ce développement dans l’équation pi-
lote (I.52). On obtient alors pour P(p, t) l’équation aux dérivées partielles
(équation de Fokker–Planck) :

∂P(p, t)

∂t
= − ∂

∂p
[F(p)P(p, t)] +

∂2

∂p2
[D(p)P(p, t)] , (I.54)

avec
F(p) =

∫
qW (q|p) dq, D(p) =

1

2

∫
q2W (q|p) dq. (I.55)

Le premier terme de (I.54) correspond à l’évolution de la densité de proba-
bilité P(p, t) sous l’effet de la forceF(p). Pour s’en convaincre, on peut éva-
luer l’évolution de l’impulsion moyenne 〈p(t)〉 =

∫
p P(p, t) dp pour une

distribution de probabilité relativement piquée autour de p0. On trouve
après une intégration par parties :

d〈p〉
dt

=

∫
F(p)P(p, t) dp ≈ F(p0). (I.56)

Le second terme de (I.54) correspond à une diffusion dans l’espace des im-
pulsions. Pour le montrer, considérons à nouveau une distribution piquée

autour de p0 et étudions l’évolution de l’impulsion quadratique moyenne :

d〈p2〉
dt

= 2

∫
pF(p)P(p, t) dp+ 2

∫
D(p)P(p, t) dp,

≈ 2p0F(p0) + 2D(p0). (I.57)

On retrouve effectivement une structure similaire à celle obtenue en (I.49)
par l’approche équation de Langevin, avec les deux contributions de la
force moyenne et de la diffusion en impulsion.

À ce stade, la classe de problèmes décrits par l’équation de Fokker–
Planck est plus générale que celle décrite par l’équation de Langevin (I.42),
puisque la force déterministe F n’est pas nécessairement linéaire en im-
pulsion et le coefficient de diffusion D n’est pas nécessairement constant.
Nous verrons dans la suite de ce cours que cette généralisation peut être
très utile quand il s’agit de modéliser certains types de refroidissement lu-
mineux. Pour l’instant, nous pouvons nous restreindre au cas simple

F(p) = −αp, D(p) = Dp, (I.58)

et modéliser le mouvement brownien par l’équation de Fokker–Planck li-
néaire :

∂P(p, t)

∂t
= α

∂ (pP(p, t))

∂p
+Dp

∂2P(p, t)

∂p2
. (I.59)

Une solution stationnaire de cette équation est la gaussienne

Pstat.(p) =
1

p0

√
2π

e−p
2/2p20 , avec p2

0 =
Dp

α
, (I.60)

ce qui correspond bien à la distribution de Maxwell–Boltzmann attendue
pour une particule en contact avec un réservoir à température T , pourvu
que kBT = Dp/(Mα) [cf. (I.51)].

3-3 Diffusion spatiale

Dans ce qui précède, nous nous sommes intéressés au mouvement de
l’atome dans l’espace des impulsions. Nous avons vu que ce mouvement
était la résultante d’une diffusion en impulsion caractérisée parDp et d’une
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force de friction caractérisée par α. Dans la suite de ce cours, nous serons
également amenés à considérer le mouvement de l’atome dans l’espace des
positions. Nous allons voir ici que ce mouvement est purement diffusif et
caractérisé par le coefficient de diffusion spatial Dx = Dp/(Mα)2.

Pour calculer ce coefficient de diffusion spatiale, repartons de l’équation
de Langevin

dp

dt
= −αp+ F (t), (I.61)

et de sa solution entre un instant initial ti et l’instant t

p(t) = p(ti)e
−α(t−ti) +

∫ t

ti

e−α(t−t′)F (t′) dt′. (I.62)

Intéressons nous à la distance parcourue par la particule entre ti et t :

r(t) = r(ti) +
1

M

∫ t

ti

p(t′) dt′. (I.63)

Du fait de l’isotropie du mouvement brownien, il est clair que si la particule
est au point r(ti) à l’instant initial, sa position moyenne sera encore r(ti) à
l’instant t. Considérons maintenant l’écart quadratique moyen

∆r2(t) = 〈[r(t)− r(ti)]
2〉 (I.64)

et calculons sa dérivée par rapport au temps :

d∆r2

dt
=

2

M
〈p(t) · [r(t)− r(ti)]〉 =

2

M2

∫ t

ti

〈p(t) · p(t′)〉 dt′. (I.65)

Il nous faut donc évaluer la fonction de corrélation de l’impulsion à deux
instants différents, ce qui se déduit immédiatement de (I.62) : puisque la
force de Langevin à l’instant t n’est pas corrélée avec la valeur de l’impul-
sion à un instant antérieur t′, on a :

〈p(t) · p(t′)〉 = 〈p2(t′)〉e−α(t−t′) pour t > t′. (I.66)

Nous supposerons qu’aux instants t′ contribuant à l’intégrale (I.65), la par-
ticule est à l’équilibre thermique, de sorte que 〈p2(t′)〉 = 3p2

0 (à trois di-
mensions). On obtient donc, pour un intervalle de temps t − ti � α−1 :

d∆r2

dt
=

6p2
0

M2α
, (I.67)

soit une croissance constante de ∆r2, caractéristique d’une diffusion selon
chaque composante de l’espace x, y, z :

d∆x2

dt
= 2Dx avec Dx =

p2
0

M2α
=

Dp

M2α2
. (I.68)

Ce coefficient de diffusion peut être interprété comme le résultat d’une
marche au hasard dans l’espace des positions, avec le pas v0/α (c’est-à-
dire la distance parcourue par la particule de vitesse moyenne v0 = p0/M
pendant le temps α−1 caractéristique d’amortissement de cette vitesse) et
le taux α.

4 Einstein 1917 : thermalisation du gaz

Dans son article de 1917, Einstein reprend les arguments développés en
1916 pour dégager les trois processus élémentaires de l’interaction atome-
rayonnement : absorption, émission stimulée, émission spontanée. Il déve-
loppe un raisonnement qui va venir conforter ses conclusions de 1916 : si
l’on admet que ces trois processus sont présents, alors non seulement les
variables atomiques internes (populations Pg,e) atteignent l’état d’équilibre
thermique attendu, mais également la distribution en impulsion P(p) du
centre de masse de l’atome. Pour établir ce résultat, Einstein développe un
formalisme qui est le parent direct du refroidissement Doppler tel qu’on le
met en œuvre dans les expériences modernes. Le but de ce paragraphe est
de présenter l’argument d’Einstein, avec des outils qui seront directement
transposables à l’étude du refroidissement d’atomes par laser.

Nous allons utiliser ici une approche inspirée du mouvement brownien,
en décomposant l’action mécanique du rayonnement sur l’atome en deux
parties, d’une part une force de friction −αp, d’autre part une diffusion
en impulsion caractérisée par le coefficient Dp. Nous allons calculer sépa-
rément les deux coefficients α et Dp, puis vérifier que l’équilibre atteint
correspond bien à ce qui est attendu, c’est-à-dire que Dp/α = MkBT , où
T est la température du corps noir. En pratique, le calcul du coefficient de
diffusion est plus simple que celui du coefficient de friction et nous allons
donc commencer par lui.
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4-1 Diffusion en impulsion de l’atome

Considérons un atome initialement au repos (p = 0). Si l’image du mou-
vement brownien est correcte, l’évolution de son impulsion quadratique
moyenne sous l’effet des chocs aléatoires constitués par les processus élé-
mentaires d’absorption et d’émission est donnée par

d〈p2
j (t)〉
dt

= −2α〈p2
j (t)〉+ 2Dp. (I.69)

L’impulsion quadratique moyenne commence donc par croître linéaire-
ment avec une pente Dp pour saturer au temps longs à la valeur Dp/α.

Considérons un temps ∆t suffisamment court pour la contribution de la
friction−2α〈p2

j (t)〉 soit négligeable devant la diffusion, mais suffisamment
long pour que plusieurs processus élémentaires puissent avoir lieu (nous
vérifierons a posteriori qu’un tel intervalle de temps existe). Le taux R avec
lequel ces processus se produisent vaut :

R = 3n̄Γ Pg +
∑
j

(n̄+ 1) Γ Pej . (I.70)

En utilisant les valeurs stationnaires des populations données en (I.34),
nous obtenons

R = 6Γ
n̄(n̄+ 1)

4n̄+ 1
. (I.71)

Pendant l’intervalle de temps ∆t, ∆N = R∆t processus élémentaires vont
se produire, chacun correspondant à un choc transférant à l’atome une im-
pulsion de module ~k dans une direction aléatoire. L’impulsion de l’atome
effectue donc une marche aléatoire de pas ~k et de taux R. Au bout du
temps ∆t, l’impulsion moyenne de l’atome reste nulle, mais l’impulsion
quadratique moyenne selon une des trois directions de l’espace a aug-
menté de

〈p2
j (∆t)〉 =

1

3
~2k2 ∆N, (I.72)

On en déduit le coefficient de diffusion en impulsion

Dp =
1

2

〈p2
j (∆t)〉
∆t

, ou encore Dp = ~2k2Γ
n̄(n̄+ 1)

4n̄+ 1
. (I.73)

4-2 Force de friction agissant sur l’atome

Considérons maintenant un atome en mouvement à la vitesse v = p/M .
Nous supposerons v � c de sorte que la particule est non relativiste. L’ori-
gine de la force de friction est l’effet Doppler : dans le référentielR en mou-
vement avec l’atome, le rayonnement du corps noir n’est pas isotrope,
contrairement à ce que l’on trouve dans le référentiel du laboratoire. Or
l’atome « sonde » le rayonnement dansR à sa fréquence de résonance ωA ;
il va donc interagir avec des modes du champ qui ne sont pas tous peuplés
de manière égale.

Considérons par exemple deux modes de directions opposées, l’un al-
lant dans le même sens que l’atome, l’autre dans le sens opposé, suscep-
tibles d’interagir avec l’atome. Le mode allant dans le même sens que
l’atome a pour fréquence ωA dans le référentiel atomique, donc ωA(1+v/c)
dans le référentiel du laboratoire. Le mode allant dans le sens opposé à
l’atome a lui aussi pour fréquence ωA dans le référentiel atomique, donc
ωA(1 − v/c) dans le référentiel du laboratoire. Or, le nombre de photons
par mode n̄(ω) est une fonction décroissante de ω pour le rayonnement du
corps noir. Par conséquent

n̄[ωA(1− v/c)] > n̄[ωA(1 + v/c)]. (I.74)

L’atome en mouvement « voit » plus de photons résonnants venir à sa ren-
contre que de photons allant dans le même sens que lui : il y aura donc plus
de chocs diminuant la vitesse atomique que de chocs qui l’augmentent :
c’est l’origine de la force de friction.

Pour une évaluation quantitative du coefficient de friction α, prenons
un atome bougeant selon une direction de l’espace, z par exemple. Notons
vz sa vitesse et supposons cet atome dans l’état fondamental g. Le chan-
gement moyen d’impulsion pendant un intervalle de temps infinitésimal
∆t se calcule en utilisant un formalisme très similaire à celui qui nous a
permis d’évaluer les probabilités d’absorption et d’émission à partir de la
règle d’or de Fermi. Il s’obtient en considérant tous les gains d’impulsion
~k résultant de l’absorption d’un photon dans un mode donné du champ
k0, ε0, accompagnée du passage de l’atome dans l’état ej , j = x, y, z :

∆pz = ∆t
2π

~2

∑
j

∑
k0,ε0

~kz
∣∣∣〈ej , {n′k,ε}| V̂ |g, {nk,ε}〉∣∣∣2 δ(ω0 − ωat). (I.75)
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La distribution de Dirac δ(ω0 − ωA) vient sélectionner les modes de fré-
quence ωA dans le référentiel atomique 5, donc de fréquence ωA + kzvz
dans le référentiel du laboratoire. La population d’un mode correspondant
à cette résonance vaut

n̄(ωA + kzvz) ≈ n̄(ωA) + kzvz
∂n̄

∂ω

∣∣∣∣
ω=ωA

. (I.76)

Le calcul de la somme sur les modes se fait alors d’une manière similaire à
celui des taux d’absorption et d’émission. Après une algèbre quelque peu
fastidieuse, on trouve pour les processus d’absorption :

∆pz
∆t

= ~k2Γ
∂n̄

∂ω
vz (I.77)

et un résultat identique, mais de signe opposé, pour les processus d’émis-
sion après moyenne sur les trois états ej . Au final, en pondérant les chan-
gements d’impulsion entre absorption et émission par les populations sta-
tionnaires (I.34), on arrive à la force de friction :

Fz = −αpz avec α = −~k2

M

Γ ∂n̄
∂ω

4n̄+ 1
. (I.78)

Le coefficient de friction est donc directement proportionnel à la dérivée
de la population des modes par rapport à la fréquence, autour de la fré-
quence de résonance atomique. Ce résultat confirme l’intuition basée sur
l’effet Doppler discutée plus haut [cf. (I.74)] : c’est le différentiel entre la
population des modes allant dans le même sens que l’atome et ceux s’op-
posant à son mouvement qui crée la force de friction.

4-3 Equilibre thermique ?

Nous sommes maintenant en mesure d’appliquer les résultats généraux
de la théorie du mouvement brownien : le mouvement de l’atome est ca-
ractérisé par un coefficient de friction α et un coefficient de diffusion en

5. On peut également faire le raisonnement directement dans le référentiel du laboratoire.
La distribution de Dirac exprimant la conservation de l’énergie sélectionne alors des modes
de pulsation ω tel queEi−Ef = [p2/2M +~ω]− [(p+~k)2/2M +~ωA] = 0, ce qui revient
à prendre ω = ωA +kzvz , à l’énergie de recul ~2k2/2M près, qui joue ici un rôle négligeable.

impulsionDp, de sorte que la distribution d’impulsion à l’équilibre est une
gaussienne à laquelle on peut associer une température effective

kBTeff =
Dp

Mα
= ~

n̄(n̄+ 1)∣∣ ∂n̄
∂ω

∣∣ . (I.79)

Si l’on injecte dans cette relation l’occupation des modes pour le rayonne-
ment du corps noir :

n̄ =
1

exp(~ω/kBT )− 1
, (I.80)

on vérifie que le modèle est bien cohérent sur le plan thermodynamique,
c’est-à-dire que la température effective associée à la distribution en impul-
sion de l’atome coïncide avec la température du corps noir :

Teff = T. (I.81)

Pour Einstein, ce résultat constituait la confirmation des hypothèses faites
sur la nature des échanges entre atomes et rayonnement. L’argument de
1916, qui portait sur les populations des états internes de l’atome, ne
concernait que l’énergie. Au contraire, pour ce problème de la thermali-
sation, il est essentiel de poser que l’impulsion de l’atome augmente ou di-
minue de ~k quand l’atome absorbe ou émet un photon. Einstein concluait
son article sur deux remarques prémonitoires. D’une part, tout en recon-
naissant les « faiblesses » de son modèle dans lequel « les instants et les
directions des processus élémentaires y sont livrés au hasard », il indiquait
« j’ai pleinement confiance dans la sûreté de la démarche ici suivie ». Par
ailleurs, il remarquait que presque toutes les théories du rayonnement ther-
mique ne prenaient en compte que les échanges d’énergie entre lumière
et matière, mais pas les échanges d’impulsion : « On s’y croit volontiers
autorisé par le fait que les impulsions que transfère le rayonnement sont
petites, et donc en réalité presque toujours négligeables devant les autres
causes du mouvement ». Il continuait ensuite sur l’importance de prendre
ces échanges d’impulsion en compte sur le plan théorique pour une théorie
justifiée. Le refroidissement d’atomes par la lumière montre qu’il est éga-
lement essentiel de prendre ces échanges en compte sur le plan pratique !
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4-4 Ordres de grandeur et critère de validité

Nous avons obtenu dans ce qui précède la valeur du coefficient de fric-
tion pour le mouvement d’un atome dans le rayonnement d’un corps noir
[eq. (I.78)]. Considérons un atome de sodium et modélisons cet atome par
sa raie de résonance à λ = 589 nm. La température nécessaire pour at-
teindre kBT = ~ω est considérable, de l’ordre de 25 000 Kelvins. Même
s’il s’agit d’une situation peu réaliste (y compris en ce qui concerne notre
modélisation sous forme d’atome à deux niveaux), on peut calculer le coef-
ficient de friction correspondant et on trouve un temps α−1 de l’ordre de 10
minutes. Pour un corps noir de température plus raisonnable, kBT � ~ω,
le temps de thermalisation diverge exponentiellement :

α−1 ≈ M

~k2

kBT

~Γ
e~ω/kBT . (I.82)

Un corps noir de 6000 Kelvins (un atome proche de la surface de soleil)
conduit ainsi à n̄(ωA) = 0.017 et à un temps de thermalisation de 40
minutes. La vitesse thermique v0 =

√
kBT/M correspond dans ce cas à

1500 m/s, et la distance moyenne parcourue pendant un temps de ther-
malisation, c’est-à-dire le pas de la marche au hasard dans l’espace des
positions, vaut 3600 km. Même dans un milieu astrophysique, il est pro-
bable que d’autres processus de thermalisation, comme les collisions avec
d’autres atomes ou molécules, vont limiter le libre parcours moyen de
notre atome de sodium à des valeurs bien inférieures. Tout l’intérêt de
l’utilisation de sources laser sera de produire des valeurs de

∣∣ ∂n̄
∂ω

∣∣ beau-
coup plus grandes, le temps de thermalisation étant alors simplement le
premier terme de (I.82), à savoir M/~k2.

Remarquons pour terminer que notre hypothèse de sauts d’amplitude
faible, indispensable pour l’approche en terme de mouvement brownien,
est bien vérifiée dans cet exemple. La vitesse de recul de l’atome de sodium
quand il absorbe ou émet un photon vaut vr = ~k/M = 3 cm/s, ce qui est
effectivement très faible devant la largeur caractéristique de la distribution
en vitesse thermique à 6000 K, de l’ordre de 1500 m/s.
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Chapitre II

Le refroidissement Doppler et le piège magnéto-optique

Soixante ans après l’article d’Einstein montrant comment la lumière
d’un corps noir pouvait imposer une température cinétique à une assem-
blée d’atomes, deux articles par Hänsch & Schawlow (1975) d’une part et
Wineland & Dehmelt (1975) d’autre part, sont venus simultanément propo-
ser d’exploiter la lumière des lasers accordables (une nouveauté en 1975 !)
pour créer de nouveaux équilibres thermodynamiques. Dans le langage
que nous avons développé au chapitre précédent, un laser monochroma-
tique permet de réaliser une distribution spectrale de lumière avec ∂n̄

∂ω ar-
bitrairement grand : c’est alors la largeur naturelle Γ du niveau excité de
l’atome qui va venir remplacer la largeur de la distribution du corps noir.
En d’autres termes, il n’y a plus de température imposée « de l’extérieur »
par la lumière incidente et ce sont les paramètres de la transition atomique
utilisée qui déterminent la température d’équilibre.

Comme dans l’article d’Einstein, c’est l’effet Doppler qui est à la base
de la force de friction qui permet de refroidir les atomes. L’approche que
nous allons suivre sera donc très similaire à ce que nous avons vu pour le
rayonnement du corps noir. Nous allons utiliser la théorie du mouvement
brownien et déterminer à la fois un coefficient de friction et un coefficient
de diffusion, pour arriver à la célèbre « limite Doppler » :

kBT =
~Γ

2
. (II.1)

Une fois le principe de ces mélasses optiques établies, nous les transposerons
depuis l’espace des vitesses vers l’espace des positions, en substituant l’ef-
fet Zeeman à l’effet Doppler. Nous arriverons alors au principe du piège

magnéto-optique que nous décrirons et illustrerons à partir d’expériences
récentes, menées soit avec des atomes, soit avec des molécules.

1 La force de pression de radiation

À la base du refroidissement d’atomes par effet Doppler, on trouve la
force de pression de radiation. La situation physique la plus simple dans la-
quelle cette force apparait est celle d’un atome à deux niveaux, g et e, placé
dans une onde lumineuse monochromatique plane de vecteur d’onde k (fi-
gure II.1). L’état interne de l’atome effectue des cycles absorption – émission
qui transfèrent chacun une certaine impulsion à l’atome. Plus précisément :

– Lors d’un processus d’absorption de photon, l’atome passe de l’état g
à l’état e en gagnant l’impulsion ~k.

– Lors d’un processus d’émission de photon, l’atome passe de l’état e à
l’état g et deux cas sont possibles :

1. S’il s’agit d’une émission stimulée, le photon émis est identique
aux photons de l’onde incidente ; l’impulsion perdue par l’atome
est donc ~k, de sorte que le changement d’impulsion du cycle
absorption–émission stimulée est nul.

2. S’il s’agit d’une émission spontanée, le photon est émis dans une
direction aléatoire de l’espace. La répartition angulaire de cette
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FIGURE II.1. Atome à deux niveaux éclairé par une onde plane ; la répétition des
cycles absorption–émission spontanée crée sur l’atome une force de pression de
radiation qui peut atteindre la valeur ~kΓ/2, où Γ est la largeur naturelle de l’état
excité e.

émission n’est pas universelle et dépend de la nature de la tran-
sition atomique, mais elle se fait toujours avec probabilité égale
dans deux directions opposées de l’espace. L’impulsion moyenne
emportée par le photon émis spontanément est donc toujours
nulle, de sorte que le bilan du cycle absorption–émission spontanée
est un gain de ~k.

On déduit de cette analyse que la force de pression de radiation est
égale à

F = ~k γ (II.2)

où γ est le taux d’émission spontanée de photons. En reprenant le résultat
du chapitre précédent, ce taux s’écrit

γ = ΓPe, (II.3)

où Γ est la largeur naturelle de l’état excité (le coefficientA d’Einstein) et Pe
la population de cet état excité en régime stationnaire. Il nous reste donc
à évaluer cette population pour une excitation lumineuse monochroma-
tique ; le résultat constituera l’équivalent pour un champ cohérent du ré-
sultat Pe = n̄/(2n̄ + 1) trouvé pour un atome à deux niveaux dans un
champ incohérent et isotrope.

1-1 Les équations de Bloch optiques

Nous nous intéressons ici à la dynamique interne d’un atome cou-
plé à la fois à un champ lumineux monochromatique (donc cohérent) et

aux modes vides du champ électromagnétique, ce deuxième couplage –
incohérent– étant responsable du phénomène d’émission spontanée. Si
l’on avait affaire uniquement au couplage cohérent avec le champ lumi-
neux, on pourrait décrire l’état interne de l’atome par un vecteur d’état
αg(t)|g〉+αe(t)|e〉, et déduire l’évolution de αg,e(t) de l’équation de Schrö-
dinger pour calculer ensuite Pe = |αe|2. Si l’on avait affaire uniquement
au couplage incohérent, on pourrait comme au chapitre précédent écrire
des équations de taux pour les populations Pg,e et déterminer leur état sta-
tionnaire. La présence simultanée des deux types de couplages, cohérent
et incohérent, nécessite d’avoir recours au formalisme de l’équation pilote.
Nous allons brièvement résumer ce formalisme, qui conduit aux équations
de Bloch optiques [pour plus de détails, voir par exemple Cohen-Tannoudji
et al. (2012)].

Nous décrivons l’état interne de l’atome par son opérateur densité ρ̂,
c’est-à-dire pour le cas du système à deux niveaux qui nous intéresse ici,
une matrice 2× 2 :

ρ̂ =

(
ρgg ρge
ρeg ρee

)
. (II.4)

Cette matrice est hermitienne et ses élément diagonaux, réels, donnent les
populations des états concernés :

ρgg = Pg, ρee = Pe, ρgg + ρee = 1. (II.5)

La matrice est donc de trace 1. Les éléments non diagonaux décrivent la
cohérence quantique entre l’état g et l’état e et le caractère hermitien de la
matrice impose :

ρeg = ρ∗ge. (II.6)

Dans le modèle de champ incohérent développé au chapitre précédent, ces
éléments non-diagonaux étaient nuls en régime stationnaire.

Dans la description par équation pilote, valable si l’excitation laser n’est
pas trop intense 1, l’évolution de ρ s’écrit comme somme de deux termes :

dρ̂

dt
=

dρ̂

dt

∣∣∣∣
coh.

+
dρ̂

dt

∣∣∣∣
incoh.

. (II.7)

1. Avec les notations qui suivent, il faut que la fréquence de Rabi κ et le désaccord ∆ soient
tous les deux petits devant la fréquence atomique ωA.
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Le premier terme décrit l’évolution cohérente sous l’effet du couplage de
l’atome avec le champ lumineux. Ce couplage est caractérisé par deux pa-
ramètres, ayant chacun la dimension d’une fréquence :

– Le désaccord ∆ = ωL − ωA entre la fréquence du champ lumineux ωL

et la fréquence de résonance de l’atome ωA.

– La fréquence de Rabi κ = dE0 eiφ/~, proportionnelle au dipole ré-
duit d associé à la transition g ↔ e et à l’amplitude complexe du
champ électrique de l’onde lumineuse : E(t) = E0 cos(ωLt − φ) =
1
2E0ei(ωLt−φ) + c.c.. Nous avons supposé ici l’atome localisé à l’origine
des coordonnées r = 0.

À l’approximation du champ tournant 2, l’hamiltonien caractérisant le
couplage s’écrit comme une matrice 2× 2 dans la base {|g〉, |e〉} :

Ĥ =
~
2

(
∆ κ∗

κ −∆

)
. (II.8)

En particulier, les termes non diagonaux de cet hamiltonien, κ|e〉〈g| et
κ∗|g〉〈e|, décrivent les processus d’absorption et d’émission de photons
dans l’onde laser monochromatique. Dans le formalisme de l’opérateur
densité, le couplage atome-champ cohérent se déduit alors de l’équation
de Schrödinger :

i~
dρ̂

dt

∣∣∣∣
coh.

= [Ĥ, ρ̂]. (II.9)

Le couplage incohérent lié aux processus d’émission spontanée est
quant à lui donné par l’évolution simple (Cohen-Tannoudji et al. 2012):

dPg
dt

∣∣∣∣
incoh.

= ΓPe,
dPe
dt

∣∣∣∣
incoh.

= −ΓPe (II.10)

dρeg
dt

∣∣∣∣
incoh.

= −Γ

2
ρeg,

dρge
dt

∣∣∣∣
incoh.

= −Γ

2
ρge (II.11)

La première ligne est identique à ce que nous avions établi au chapitre
précédent à partir de la règle d’or de Fermi. La seconde ligne indique que
la cohérence entre g et e décroît avec le taux Γ/2, c’est-à-dire la moitié du
taux de décroissance de la population Pe = ρee.

2. Cette approximation a été détaillée dans le cours 2013-14, chapitre 4.

En ajoutant les deux contributions, cohérente et incohérente, on arrive
à l’équation du mouvement de l’opérateur densité, constituant l’ensemble
des équations de Bloch optiques :

Ṗe = −ΓPe +
i

2
(κ∗ρeg − κρge) , (II.12)

ρ̇eg =

(
i∆− Γ

2

)
ρeg −

iκ

2
(ρgg − ρee) , (II.13)

auxquelles on ajoute les deux autres équations pour Ṗg et ρ̇ge déduites de
Pg + Pe = 1 et ρge = ρ∗eg .

1-2 État stationnaire des équations de Bloch optiques

Le temps caractéristique d’atteinte de l’équilibre pour le système
d’équations (II.12-II.13) est de l’ordre de Γ−1. La valeur stationnaire des
populations et des cohérences est donnée par

Pe =
1

2

s

1 + s
, ρeg =

κ

2∆ + iΓ

1

1 + s
, (II.14)

où on a introduit le paramètre de saturation :

s =
2|κ|2

Γ2 + 4∆2
. (II.15)

Remarque. On introduit souvent la notion d’intensité de saturation Isat

pour une raie atomique, mesurée en W·m−2, et on caractérise la « force »
de l’excitation laser par le rapport I/Isat, où I est l’intensité de la lumière
à l’emplacement de l’atome. Ce rapport est lié aux paramètres introduits
ci-dessus par :

I

Isat
=

2|κ|2
Γ2

, s =
I/Isat

1 + 4∆2/Γ2
. (II.16)

Notre paramètre de saturation coïncide donc avec le rapport I/Isat pour
un faisceau résonant avec l’atome. L’avantage de s est qu’il caractérise di-
rectement le taux d’excitation de l’atome :
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– si s � 1, ce qui peut être obtenu avec une intensité laser faible ou un
grand désaccord, la population de l’état excité est négligeable devant
celle de l’état fondamental :

s� 1 : Pg ≈ 1, Pe ≈
s

2
. (II.17)

– si s � 1, l’atome occupe l’état fondamental et l’état excité avec des
probabilités égales

s� 1 : Pg ≈ Pe ≈
1

2
. (II.18)

Connaissant la population stationnaire de l’état excité, nous pouvons
maintenant revenir à l’expression de la force de pression de radiation (II.2-
II.3) :

γ =
Γ

2

s

1 + s
, F = ~k

Γ

2

s

1 + s
. (II.19)

La valeur maximale de cette force est atteinte dans la limite d’une forte
saturation, s � 1, pour laquelle l’atome effectue en moyenne Γ/2 cycles
absorption–émission spontanée par seconde. L’accélération correspon-
dante vaut

amax =
Fmax

M
= vr

Γ

2
(II.20)

où nous avons introduit la vitesse de recul

vr =
~k
M
, (II.21)

c’est-à-dire le changement de vitesse d’un atome quand il absorbe ou émet
un photon. Pour un atome de sodium éclairé sur sa raie de résonance, la
vitesse de recul est de 3 cm/s et l’accélération maximale est 106 m/s2.

1-3 Utilisation du théorème d’Ehrenfest

Dans ce qui précède, nous avons adopté une démarche intuitive en (II.2-
II.3) pour relier la force de pression de radiation au taux d’émission spon-
tanée et donc à la population de l’état excité. On peut justifier rigoureu-
sement ce résultat en partant de l’hamiltonien complet décrivant le cou-
plage entre l’atome et le rayonnement, c’est-à-dire l’hamiltonien prenant

en compte à la fois les variables internes de l’atome et celles décrivant le
mouvement de son centre de masse.

En notant r̂ et p̂ les opérateurs position et impulsion du centre de
masse, cet hamiltonien s’écrit

Ĥtot. =
p̂2

2M
+

~
2

(
∆ κ∗ e−ik·r̂

κ eik·r̂ −∆

)
. (II.22)

L’opérateur force agissant sur l’atome se calcule en point de vue de Hei-
senberg (Gordon & Ashkin 1980):

F̂ =
dp̂

dt
=

i

~
[Ĥtot, p̂]

=
1

2
~k
(

0 iκ∗e−ik·r̂

−iκeik·r̂ 0

)
. (II.23)

Prenons la moyenne de cet opérateur sur un paquet d’ondes localisé au
voisinage de r = 0 et d’extension petite devant la longueur d’onde op-
tique :

〈F̂ 〉 = Tr(F̂ ρ̂) = ~k
i

2
(κ∗ρeg − κρge) . (II.24)

En régime stationnaire, le terme intervenant dans le membre de droite n’est
autre que ΓPe [cf. (II.12)], d’où le résultat annoncé (II.2-II.3).

1-4 Effet Doppler et « raie large »

Nous avons dégagé dans les paragraphes qui précèdent la notion de
force de pression de radiation moyenne. Cette force moyenne, appliquée à
l’atome, va changer sa vitesse. La prise en compte de cette vitesse dans le
formalisme que nous venons d’établir est simple : il suffit d’utiliser le fait
que pour un atome en mouvement, la fréquence effective du laser n’est pas
ωL mais ωL−k ·v du fait de l’effet Doppler. Le paramètre de saturation est
alors une fonction de la vitesse :

s(v) =
2|κ|2

4(∆− k · v)2 + Γ2
, (II.25)

ainsi que la force de pression de radiation F (v). L’évolution de la vitesse
de l’atome dans une onde lumineuse est donc donnée par l’équation du
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mouvement

M
dv

dt
= F (v), (II.26)

expression que nous généraliserons dans ce qui suit au cas où plusieurs
ondes planes éclairent simultanément l’atome.

Toutefois, il nous faut d’abord examiner la validité de la notion de force
moyenne. Nous avons utilisé dans ce qui précède le fait que la moyenne
de l’impulsion emportée par un photon émis spontanément est nulle. On
peut en déduire la notion de force si la valeur de cette dernière est peu
modifiée lors d’un changement élémentaire de vitesse v → v ± vr. C’est
cette condition nécessaire que nous proposons d’examiner maintenant.

Pour une faible intensité lumineuse (s � 1), la largeur de la courbe de
résonance donnant Pe en fonction du désaccord ∆ est égale à Γ (largeur
totale à mi-hauteur). Le changement de désaccord dans un processus élé-
mentaire d’absorption ou d’émission est quant à lui égal à kvr = 2ωr, où
ωr = ~k2/(2M) est la pulsation de recul. On peut donc distinguer deux
situations limites :

– Si Γ � ωr (raie large), alors un processus élémentaire d’absorption
ou d’émission ne change pratiquement pas le paramètre de saturation
s, ni la population de l’état excité. C’est seulement la répétition d’un
grand nombre de ces processus qui pourra modifier s(v) de manière
appréciable. C’est ce cas qui va nous intéresser dans la suite de ce cha-
pitre. Il est réalisé pour la raie de résonance de nombreuses espèces
atomiques, comme on peut le voir sur le tableau II.1. On trouve par
exemple Γ/ωr ∼ 400 pour l’atome de sodium.

– Si Γ � ωr, l’absorption ou l’émission d’un seul photon suffit à chan-
ger considérablement s(v). L’atome peut être à résonance avec le laser
avant un cycle absorption-émission spontanée, et complètement hors
résonance après ce cycle 3, si bien que la notion de force moyenne pour

3. On peut néanmoins retrouver une situation de raie large même si Γ � ωr. Il faut pour
cela choisir une valeur de la fréquence de Rabi |κ| � Γ, de sorte que la population de l’état
excité

Pe =
1

2

s

1 + s
=

|κ|2
4(∆− k · v)2 + 2|κ|2 + Γ2

(II.27)

présente une résonance élargie :

Γ −→
√

Γ2 + 2|κ|2 = Γ
√

1 + I/Isat, (II.28)

une vitesse v donnée perd son sens. Nous étudierons les possibilités
offertes par ces raies étroites au cours suivant.

2 Le refroidissement Doppler

Nous passons maintenant à la description du refroidissement Doppler
avec des lasers. Le mécanisme en jeu est très voisin de celui vu au chapitre
précédent pour le rayonnement du corps noir. La description théorique
sera également très proche, avec une approche de type « mouvement brow-
nien » pour évaluer un coefficient de friction et un coefficient de diffusion,
et pour en déduire finalement la température limite du refroidissement.

2-1 Mélasse optique et hypothèse de faible saturation

Nous souhaitons obtenir une situation de refroidissement Doppler,
dans laquelle un atome de vitesse initiale non nulle ressent une force de
friction qui amène sa vitesse vers 0. Pour cela, on éclaire la zone d’intérêt
par une, deux, ou trois paires d’ondes selon le nombre de directions d’es-
pace que l’on souhaite refroidir (figure II.2). Comme proposé initialement
par Hänsch & Schawlow (1975), on choisit un désaccord ∆ < 0, c’est-à-
dire ωL < ωA, de sorte qu’un atome en mouvement est plus proche de la
résonance avec une onde venant à sa rencontre (k · v < 0) qu’avec une
onde allant dans le même sens que lui (k · v > 0). C’est le phénomène de
refroidissement recherché ! Essayons maintenant d’être plus quantitatif et
de calculer la force totale agissant sur l’atome.

Pour calculer cette force, il est tentant d’ajouter les forces de pression de
radiation créées par les 2, 4 ou 6 ondes éclairant l’atome. Mais cette procé-
dure ne peut pas être complètement exacte, en particulier à cause des phé-
nomènes d’émission stimulée : dans le cas d’une onde plane unique étu-
diée au paragraphe 1, les cycles absorption-émission stimulée ne jouaient
aucun rôle car ils n’étaient associés à aucun transfert d’impulsion, l’atome
rendant à l’onde l’impulsion qu’il lui avait empruntée lors de l’absorp-
tion. Si plusieurs ondes planes sont simultanément incidentes sur l’atome,
l’atome peut absorber un photon dans l’onde 1, puis faire une émission

ce qui peut être considérablement plus grand que Γ pour des valeurs réalistes de I/Isat.
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A λ Γ/2π ωr/2π Γ/ωr Tmin vr v0 δvres `
nm kHz kHz µK cm/s cm/s cm/s µm

He 4 1083 1600 42.3 38 38 9.16 28.2 173 3.3
Li 6 671 5910 73.5 80 142 9.86 44.2 397 4.3
Na 23 589 9800 24.9 394 235 2.93 29.1 577 18.5
Mg 24 285 80000 101.8 786 1922 5.80 81.3 2280 17.8
K 39 770 6000 8.6 699 144 1.32 17.5 462 42.8
Ca 40 423 34600 27.7 1248 831 2.35 41.4 1464 42.0
Cr 52 426 5020 21.1 238 121 1.79 13.8 214 8.1
Rb 87 780 6100 3.8 1627 147 0.59 11.8 476 101.0
Sr 84 461 30500 11.1 2743 733 1.03 26.8 1406 100.6
Cs 133 852 5200 2.1 2529 125 0.35 8.8 443 171.5
Er 168 401 27500 7.3 3743 661 0.59 18.0 1103 119.4

583 190 3.5 55 5 0.41 1.5 11 2.5
Dy 170 421 32000 6.6 4857 769 0.55 19.3 1347 162.7

626 135 3.0 45 3 0.37 1.3 8 2.3
Yb 174 399 29100 7.2 4061 699 0.57 18.2 1161 128.9

556 183 3.7 50 4 0.41 1.4 10 2.2
Hg 202 254 1300 15.2 85 31 0.77 3.6 33 1.7

TABLE II.1. Caractéristiques de quelques éléments chimiques disposant d’une raie
de résonance large (Γ/ωr � 1) et pouvant être refroidis par laser. Pour certains
atomes à deux électrons externes, on a indiqué la raie principale 1S0 ↔1P1 et
la raie d’intercombinaison 1S0 ↔3P1. La température minimale indiquée, ainsi
que la vitesse quadratique moyenne v0, correspondent au refroidissement Doppler
étudié dans ce chapitre. Pour certains de ces éléments, un refroidissement de type
Sisyphe est également possible et il conduit à des températures plus basses que
celles indiquées ici.
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FIGURE II.2. Schéma de base d’une mélasse optique à trois dimensions. On éclaire
les atomes par 3 paires d’ondes monochromatiques, avec un désaccord ∆ = ωL −
ωA négatif.

stimulée dans l’onde 2, gagnant ainsi l’impulsion ~(k1−k2). Certes le pro-
cessus inverse est également possible, mais rien ne prouve que les deux
processus se produisent avec la même amplitude, pour une vitesse et une
position données de l’atome.

Il existe une situation dans laquelle le fait de prendre la somme des
pressions de radiation est une bonne approximation : il s’agit du cas où
le paramètre de saturation s0 associée à chaque onde progressive est petit
devant 1, et où l’on peut donc négliger les processus d’émission stimu-
lée devant ceux d’émission spontanée. Notons toutefois que cette approxi-
mation conduit à ignorer la structure périodique en nœuds et ventres des
ondes stationnaires créées par la superposition d’ondes progressives. La
force calculée doit donc être comprise comme une moyenne spatiale sur
une période de l’onde stationnaire de la force F (r,v) calculée par une mé-
thode plus sophistiquée, comme la résolution numérique des équations de
Bloch optiques en tout point (r,v) de l’espace des phases.

Une fois cette approximation faite, la force agissant sur l’atome se cal-
cule aisément :

F (v) =
Γ

2

∑
j

~kjsj(v), (II.29)

où la somme porte sur toutes les ondes planes progressives éclairant
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l’atome, avec

sj(v) =
2|κ|2

4(∆− kj · v)2 + Γ2
, sj(0) ≡ s0. (II.30)

Pour appliquer la théorie du mouvement brownien, on considère le cas
de vitesses petites devant l’intervalle δvres quasi-résonant avec une onde
lumineuse monochromatique :

|kv| � Γ, ou encore |v| � δvres ≡ Γ/k, (II.31)

ce qui permet de calculer la force à l’ordre 1 en vitesse :

F (v) = −Mα v, avec Mα = ~k2s0
2(−∆)Γ

∆2 + Γ2/4
, (II.32)

où on a utilisé
∑
j kj = 0 pour la géométrie considérée, ce qui annule le

terme d’ordre 0 en v. On a par ailleurs utilisé pour le terme d’ordre 1 :∑
j

kj (kj · v) = 2k2 v (II.33)

dans la géométrie de la figure II.2. On retrouve bien sur (II.32) le fait qu’il
faut choisir un désaccord ∆ négatif pour obtenir une friction α > 0.

Si on se fixe une valeur donnée du paramètre de saturation s0, choisie
en particulier telle que s0 � 1 pour que l’approximation consistant à ad-
ditionner les forces créées par les différentes ondes planes soit valable, on
voit que le coefficient de friction α est maximum quand |∆|/(∆2 + Γ2/4)
est maximum, ce qui se produit pour ∆ = −Γ/2 :

Coefficient de friction maximal à s fixé : α = 2 s0
~k2

M
pour ∆ = −Γ/2.

2-2 Diffusion en impulsion et température d’équilibre

Comme au chapitre précédent, l’analyse en terme de mouvement brow-
nien nécessite également le calcul du coefficient de diffusion en impulsion
(Gordon & Ashkin 1980). En l’occurence, le traitement fait pour le corps
noir s’applique quasiment tel quel. Nous avions trouvé que ce coefficient

pouvait s’écrire Dp = ~2k2R/6, où R est le taux de processus élémentaires,
absorption ou émission, pour un atome au repos. Dans le cas qui nous
intéresse ici, ce taux de diffusion pour l’atome éclairé par six ondes de pa-
ramètre de saturation s0 vaut R = 6× Γs0, soit

Dp = ~2k2s0 Γ. (II.34)

La dernière étape du raisonnement consiste à déterminer la tempéra-
ture d’équilibre des atomes éclairés par ces faisceaux lumineux :

kBT =
Dp

Mα
=

~
2

∆2 + Γ2/4

|∆| . (II.35)

On remarque d’abord que cette quantité est indépendante de la puissance
des ondes lumineuses ; en effet les coefficients de friction α et de diffusion
Dp sont tous deux linéaires en intensité (∝ s0 ∝ |κ|2). On constate ensuite
que cette température est minimale pour :

∆min = −Γ

2
, kBTmin =

~Γ

2
, (II.36)

ce qui constitute la limite Doppler annoncée en introduction de ce chapitre.
Ces températures sont situées dans le domaine 1 − 1000 µK ; on trouvera
dans la table II.1 les valeurs correspondant à certaines espèces atomiques
couramment utilisées dans les expériences de refroidissement radiatif.

Comme nous l’avons vu au chapitre précédent, une approche par équa-
tion de Fokker–Planck permet de montrer que la distribution en vitesse
stationnaire est une gaussienne, identique à une distribution de Maxwell–
Boltzmann de largeur en vitesse v0 donnée par

1

2
Mv2

0 =
1

2
kBTmin, soit v0 =

√
~Γ

2M
. (II.37)

2-3 Validité de l’approche « mouvement brownien »

Puisque nous avons utilisé ici une approche de type mouvement brow-
nien, il faut vérifier que l’hypothèse sous-jacente des « petits pas » est vé-
rifiée. Par ailleurs, nous avons utilisé une approximation linéaire pour le
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calcul de la force en fonction de la vitesse, et nous devons nous assu-
rer que cette approximation est bien satisfaite pour la vitesse quadratique
moyenne v0 prédite à l’équilibre.

Montrons que le critère de raie large assure que ces deux conditions sont
vérifiées. Pour notre problème, le pas élémentaire de la marche au hasard
dans l’espace des vitesses est la vitesse de recul vr = ~k/M . Cette vitesse
est effectivement petite devant v0 :

vr

v0
=

~k/M√
~Γ/2M

= 2

√
ωr

Γ
� 1. (II.38)

Concernant l’approximation linéaire, on vérifie que v0 est petite devant la
plage en vitesse δvres :

v0

δvres
=

√
~Γ/2M

Γ/k
=

√
ωr

Γ
� 1. (II.39)

On a donc trois échelles de vitesse dans le problème :

vr � v0 � δvres, (II.40)

ce qui garantit la validité de notre approche. Pour l’atome de sodium, ces
trois vitesses sont 3 cm/s, 30 cm/s et 600 cm/s (cf. table II.1).

Constantes de temps. Le modèle que nous venons de présenter permet
également d’évaluer la constante de temps typique du refroidissement
pour ∆ = ∆min :

α−1 =
M

~k2

1

2s0
. (II.41)

Dans la limite d’une faible saturation, ce temps peut évidemment être ar-
bitrairement long. Prenons s0 = 0.1 comme borne supérieure typique de
notre traitement perturbatif. On trouve alors α−1 ∼ 20µs pour l’atome de
sodium, ce qui est court : pour une vitesse initiale vi = δvres = 6 m/s (en
limite de la plage de linéarité), l’atome ne parcourt qu’une centaine de mi-
crons avant l’annulation de sa vitesse moyenne.

FIGURE II.3. Mélasse d’atomes de sodium réalisée dans le groupe de W.D. Phillips
(NBS-NIST).

3 La mélasse optique en pratique

Les premières mélasses optiques ont été réalisées par Chu et al. (1985)
peu de temps après qu’on a réussi à arrêter des atomes par pression de
radiation (Ertmer et al. 1985; Prodan et al. 1985). La figure II.3 montre
une image d’une mélasse optique obtenue en 1987 dans le groupe de Bill
Phillips, avec des atomes de sodium (Lett et al. 1988a). Le volume cen-
tral, de l’ordre du centimètre cube, contient 108 atomes. Nous montrons
cette image dès maintenant, mais nous verrons plus tard qu’un autre mé-
canisme de refroidissement, fondé sur l’effet Sisyphe, était également à
l’œuvre dans ce gaz d’atomes de sodium.
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3-1 Comment prendre en compte la saturation ?

Notre description du paragraphe précédent a été fondée sur une hypo-
thèse de faible saturation, permettant d’additionner les forces de pression
de radiation créées par toutes les ondes progressives composant la mélasse
optique. Mais dans cette hypothèse de faible saturation, le temps de refroi-
dissement varie comme 1/s0 et est donc long. Il est tentant dans la pratique
d’augmenter l’intensité lumineuse, mais comment prendre en compte les
phénomènes qui peuvent alors se produire ?

Indiquons tout de suite qu’il est difficile de faire un traitement exact
du problème. Il est possible de calculer la force agissant sur un atome de
vitesse v dans une onde lumineuse stationnaire d’intensité arbitrairement
grande, en cherchant le régime forcé des équations de Bloch optiques (Mi-
nogin & Serimaa 1979). Indiquons brièvement le principe de ce calcul : la
fréquence de Rabi associée à une onde stationnaire varie en cos(k · r), ce
qui crée des termes modulés temporellement pour une trajectoire donnée
r(t) = r0 + vt de l’atome. Le système des équations de Bloch optiques
peut alors se résoudre numériquement par un développement en série de
Fourier (on se ramène à un calcul en fractions continuées). Aller au delà du
calcul de la force et évaluer le coefficient de diffusion est une tâche lourde,
qui ne donne en général que peu d’intuition physique, en particulier dans
une situation tridimensionnelle.

En pratique, le régime optimal pour les mélasses optiques correspond
à un paramètre de saturation par onde qui ne dépasse pas 1. On utilise
alors un « bricolage », qui consiste à considérer que l’atome est simplement
saturé par l’ensemble des 6 ondes incidentes, et à utiliser la réponse de ce
système saturé. On trouvera deux procédures légèrement différentes dans
Lett et al. (1989) et Wohlleben et al. (2001). Indiquons par exemple la procé-
dure proposée par Lett et al. (1989), où l’on prend comme valeur approchée
de la force totale agissant sur l’atome :

F (v) ≈
∑
j

~kj
Γ

2

I/Isat

1 + 4(∆− kj · v)2/Γ2 +NI/Isat
. (II.42)

où N est le nombre total d’ondes planes progressives incidentes sur
l’atome. Nous verrons un peu plus loin que les résultats obtenus sont en
accord raisonnable avec les observations expérimentales, en particulier la

température d’équilibre :

kBT =
~Γ

2

Γ

4|∆|

(
1 +

4∆2

Γ2
+
NI

Isat

)
. (II.43)

Rappelons toutefois qu’il ne s’agit que d’une solution « heuristique » pour
rendre compte d’une situation a priori complexe.

3-2 Capture dans une mélasse optique

Les mélasses optiques sont formées par des faisceaux dont le diamètre
est de l’ordre du centimètre et qui se coupent au centre d’une enceinte à
vide (figure II.3). Une question essentielle sur le plan pratique est le char-
gement de cette mélasse par des atomes de vitesse v quelconque. Puisqu’on
dispose d’une distance finie L pour capturer un atome, quelle est la vitesse
maximale qui pourra être amenée au voisinage de 0 par la force de friction ?

Plaçons-nous à une dimension pour simplifier. L’équation du mouve-
ment d’un atome est

M
dv

dt
= F (v) (II.44)

avec

F (v) =
~kΓ

2

I

Isat

[
1

1 + 4(∆− kv)2/Γ2
− 1

1 + 4(∆ + kv)2/Γ2
.

]
(II.45)

Écrivons cette équation sous la forme

Mv
dv

dx
= F (v) (II.46)

ce qui s’intègre en

M

∫ vf

vi

v

F (v)
dv =

∫
dx = L. (II.47)

On souhaite obtenir vf ≈ 0 et on cherche à maximiser vi, pour L fixé. En
pratique, cet optimum est obtenu en prenant pour désaccord ∆ ≈ −kvi/2,
de sorte que le désaccord effectif est initialement sur le bleu de la résonance
atomique ∆ + kvi ≈ +kvi/2, et finalement sur le rouge de cette résonance
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∆ + kvf ≈ ∆ ≈ −kvi/2. On trouve alors, en ne gardant que la contribution
de l’onde résonante avec l’atome dans (II.45)

1

6

k2v4
i

Γ2
+
v2
i

2
≈ ~kΓ

2M

I

Isat
L. (II.48)

Dès que la distance L est suffisamment grande, le terme dominant dans le
membre de gauche de (II.48) est le terme en v4

i , correspondant à la variation
en F (v) ∝ 1/v2 pour |∆− kv| & Γ. On obtient ainsi la loi d’échelle

kvi
Γ
≈
(

3
L

`

I

Isat

)1/4

(II.49)

où ` = MΓ/~k3 est l’échelle de longueur pertinente pour ce problème (cf.
table II.1). La vitesse qui peut être capturée dans une mélasse optique varie
donc seulement comme la puissance quatrième de la distance disponible,
ce qui n’est pas très favorable. Nous verrons un peu plus loin comment
le piège magnéto-optique conduit à une situation nettement plus promet-
teuse.

Un exemple de « portrait de phase », c’est-à-dire la variation de la vi-
tesse en fonction de la position, est montré sur la figure II.4. La distance
L = 400 ` correspond à environ un centimètre pour des atomes de sodium.
La vitesse maximale pouvant être capturée dans cette mélasse, obtenue
pour ∆ ≈ −3Γ, est telle que kvi/Γ ≈ 5, en bon accord avec (II.49).

3-3 La diffusion spatiale

Les mélasses optiques constituent un moyen simple pour accumuler
un nombre important d’atomes, supérieur au million, dans un volume
donné de l’espace, de l’ordre du centimètre cube. La raison pour laquelle
ce nombre peut être important réside dans le temps relativement long
qu’il faut à un atome pour trouver le bord de la mélasse et s’en échap-
per. En d’autres termes, le coefficient de diffusion spatiale dans la mélasse
est faible (et les mécanismes de refroidissement supplémentaires, comme
le refroidissement Sisyphe, viendront encore l’abaisser).

Nous avons obtenu au cours précédent l’expression générale du coeffi-
cient de diffusion spatiale Dx pour le mouvement brownien :

Dx = v2
0/α. (II.50)
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FIGURE II.4. Portrait de phase de la capture 1D dans une mélasse optique (à
gauche) et dans un piège magnéto-optique (à droite), avec deux ondes d’intensité
I = Isat/2 et une longueur utile L = 400 `, avec ` = MΓ/~k3. On a pris
pour la force totale la somme des deux forces de pression de radiation individuelles
(tenant compte de la saturation). La zone grisée représente la zone de l’espace des
phases résonante avec l’onde lumineuse (à±Γ/2 près). Le désaccord a été optimisé
pour maximiser la vitesse de capture, ainsi que le gradient de champ magnétique
dans le cas du piège magnéto-optique. Mélasse : ∆− 3 Γ ; Piège magnéto-optique :
∆ = −6 Γ, µb′`/~Γ = 0.022. Les trajectoires correspondent à des vitesses initiales
k|v|/Γ = 2, 4.5, 7, 10, 11. La vitesse de capture est de l’ordre de 5 Γ/k pour la
mélasse et 10 Γ/k pour le piège magnéto-optique.
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Prenons une mélasse avec le désaccord optimal ∆ = −Γ/2 :

v2
0 =

~Γ

2M
, α = 2s0

~k2

M
⇒ Dx =

Γ

4k2

1

s0
. (II.51)

Pour un atome de sodium (λ = 0.59µm, Γ/2π = 10 MHz) et le choix s0 =
0.1, ceci donneDx ∼ 1.4 mm2/s : pour une mélasse de taille centimétrique,
il faut plus d’une dizaine de secondes à un atome partant du centre pour
atteindre le bord et s’échapper. Même s’il n’y a pas de force de piégeage à
proprement parler, il se produit donc une accumulation des atomes dans
cette mélasse du fait de sa forte viscosité. Les processus de refroidissement
sub-Doppler viennent diminuer encore ce coefficient de diffusion spatiale
et donc renforcer cette accumulation d’atomes, le coefficient Dx étant dans
ce cas de l’ordre de la dizaine de h/M (Hodapp et al. 1995).

3-4 Quelques tests expérimentaux récents à 3D

Tester la théorie du refroidissement Doppler en raie large n’est pas si
facile qu’il y parait, au moins si on veut le faire à trois dimensions. En ef-
fet, pour beaucoup d’espèces atomiques, le niveau fondamental est dégé-
néré et d’autres mécanismes de refroidissement sont également présents,
comme le refroidissement Sisyphe que nous verrons dans un cours ulté-
rieur. C’est notamment le cas pour tous les atomes alcalins, dont le niveau
fondamental est dégénéré du fait (i) du spin de l’électron célibataire, (ii) du
spin du noyau. De bons candidats pour tester la théorie du refroidissement
Doppler sont les isotopes bosoniques des atomes à deux électrons externes.
En effet, ces atomes ont dans leur état fondamental un spin électronique
nul (état singulet pour les deux électrons externes) et le spin nucléaire peut
également être nul pour les isotopes bosoniques (il est forcément demi-
entier pour les isotopes fermioniques).

Nous avons reporté sur la figure II.5 le résultat de McFerran et al. (2010),
obtenu sur les isotopes 200 et 202 de l’atome de mercure (points roses et
verts). Le refroidissement est fait sur la raie d’intercombinaison 1S0 ↔3P1

(λ = 254 nm et Γ/2π = 1.3 MHz). La condition de raie large est bien vérifiée
dans ce cas, puisque la largeur naturelle est environ 100 fois plus grande
que ωr. Les températures sont mesurées par la technique du temps de vol,
à partir d’atomes initialement capturés dans un piège magnéto-optique

The timing sequence for the temperature measure-
ments is shown in Fig. 1(b). At the end of an∼2 s loading
phase, the frequency detuning, δ, is swept from −6Γ or
−7Γ (depending on the isotope) toward the center of re-
sonance (approximately −Γ) to provide additional con-
traction of the MOT cloud. For the fermionic (bosonic)
isotopes, at least 20 ms (10 ms) are required for this con-
traction phase.
By monitoring the ballistic expansion of the MOT

cloud, we can assess the temperature and determine
the frequency detuning that leads to minimized tempera-
tures. By cycling the loading of the MOT and increment-
ing the release time before each CCD exposure, a series
of images is generated that records the ballistic expan-
sion of the MOT cloud in the x–y plane. Here the release
time is incremented in 0:5 ms steps for as long as the
signal-to-noise ratio permits reliable curve fitting of the
MOT cloud profiles (usually seven frames). Fitting with
f ðx; tÞ ¼ exp½−ð x

rxðtÞ
Þ2=2% provides the rms radius, rxðtÞ, at

time t. We take the rms over the x and y directions to give
rðtÞ. From the sequence of cloud radii, a second curve
fitting procedure using r2ðtÞ ¼ r20 þ ðkBT=MÞt2 evaluates
the temperature, T , and the initial rms cloud size, r0; kB is
the Boltzmann constant, and M is the atomic mass. The
influence of the detection duration on estimating T and
r0 was tested with the 200Hg isotope, as seen in Fig. 2. The
estimated temperature is seen to be little affected by the
detection duration; instead, only r0 is altered due to re-
sidual atomic motion during the CCD exposure. An expo-
sure time of 2 ms is used below, where r0 is equal to the
continuous loading cloud size. With regard to tempera-
ture, a more important concern is establishing the pre-
cise delay time for the first release period. The start time
of the CCD exposure can fluctuate by 0:3 ms over a ser-
ies of frames, introducing a 4 μK uncertainty for T .
Temperature measurements were carried out as a

function of frequency detuning for isotopes 199Hg, 200Hg,
201Hg, and 202Hg, as seen in Fig. 3. Each data point is an
average of >10 measurements. The temperatures for the
two bosons are very similar and show much the same
detuning dependence. For 199Hg, TðδÞ shows a similar
characteristic to that of the bosons, but is ∼20 μK lower,
while, for 201Hg, the temperature falls slightly for Γ <
jδj < 3Γ, before rising slowly.
From Doppler cooling considerations [15], we have

T ¼ ℏΓ2

8kBjδj

!
1þ It

Is
þ 4δ2

Γ2

"
; ð1Þ

where δ and Γ are as previously defined, Is is the satura-
tion intensity for the cooling transition (102 W=m2), and
It is the combined intensity of the six MOT beams. To
gauge the UV intensity at the MOT, we placed an iris
of known diameter at the center of each MOT beam
and with a calibrated photodiode measured the trans-
mitted power. The total intensity at the MOT center is
ð4:0' 0:30ÞIs for the fermions and ð3:5' 0:25ÞIs for
the bosons. Based on the fermion intensity level, we plot
the temperature according to Doppler cooling theory, as
shown by the dotted curve in Fig. 3 (at 3:5Is, the curve
falls by only 4 μK for δ∼ −Γ). We see that the theoretical
curve and the temperature of the bosons agree well,
while the measurements for the fermionic isotopes lie be-
low that of the predicted Doppler temperature. In one-
dimensional polarization gradient cooling, sub-Doppler
temperatures are not expected for Jg ¼ 1

2 transitions
[16]; hence we assume that the sub-Doppler tempera-
tures for 199Hg arise from the Sisyphus cooling allowed
by the 3D nature of the experiment. The 201Hg isotope has
additional degeneracy in the ground state and is there-
fore more likely to experience sub-Doppler cooling
mechanisms, as reflected in the results here. The low
fermionic temperatures agree well with our previous
measurements [13]: probing the 199Hg 1S0 ↔

3P0 transi-
tion with an ultrastable laser showed Doppler broaden-
ing to 360 kHz, corresponding to 39 μK.

The measured cloud size may also be compared
with theoretical predictions. From the equipartition the-
orem, we have 1

2 κir2i rms ¼ 1
2 kBT , where κi is the spring

constant in the i direction. Governing κi, we have

κi ¼ gJμBβ
!
∂B
∂xi

"
=ℏk; ð2Þ

where ∂B
∂xi

is the radial field gradient, β is the velocity
damping coefficient, gJ ¼ 3=2 is the Landé g factor for

Fig. 2. Influence of the detection duration upon measure-
ments of temperature and cloud size. The dotted line is the
rms radius with continuous loading of the MOT.

Fig. 3. (Color online) Temperature versus detuning for several
Hg isotopes. Is is the saturation intensity of the cooling transi-
tion (102 W=m2). The Doppler cooling theory curve is given an
uncertainty due to that of the intensity.
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FIGURE II.5. Température d’une mélasse optique d’atomes de mercure, pour dif-
férents isotopes. Figure extraite de McFerran et al. (2010). On a indiqué en trait
continu la prédiction du refroidissement Doppler, prenant en compte de manière
heuristique les effets de saturation [eq. (II.43)]. Les isotopes bosoniques, de spin
nucléaire nul, donnent des résultats en bon accord avec la théorie du refroidisse-
ment Doppler. Pour les isotopes fermioniques, des mécanismes de refroidissement
sub-Doppler sont également présents.

(voir ci-dessous). La variation mesurée de la température reproduit bien
la loi attendue pour le refroidissement Doppler, une fois les effets de satu-
ration pris en compte de la manière heuristique décrite en § 3-1 (il y avait
dans cette expérience une intensité totale au centre de la mélasse ∼ 4 Isat,
avec Isat = 10.2 mW/cm2). Les mesures de températures faites sur les iso-
topes fermioniques du mercure sont également données sur ce graphe, et
montrent clairement l’existence de mécanismes sub-Doppler pour ces iso-
topes.

Un autre résultat récent sur le test de la théorie du refroidissement
Doppler est donné par Chang et al. (2014) et est représenté sur la figure
II.6. Cette fois-ci, l’expérience est faite sur des atomes d’hélium métastable
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R. CHANG et al. PHYSICAL REVIEW A 90, 063407 (2014)

is smaller than the range of velocities achievable with Doppler
cooling. This statement applies both to the σ+-σ− and lin ⊥
lin configurations. Thus we conclude that sub-Doppler cooling
is not expected to play a role in the 2 3S1 → 2 3P2 transition
of helium-4. Indeed, in the experiment we do not observe
any signatures of sub-Doppler cooling. The semiclassical
arguments we have presented above highlight the special place
that helium occupies among laser-cooled species. A precise
and quantitative condition for the appearance of efficient
sub-Doppler cooling would require a fully quantum, three-
dimensional computation and is beyond the scope of this paper.

C. Steady-state temperature for a multilevel
atom in the Doppler regime

From the above arguments, sub-Doppler effects on
metastable helium in the 2 3S1 → 2 3P2 transition are expected
to be negligible. We will therefore compare the temperature
measurements in 3D gases to the predictions of Doppler theory
[9]. To account for the multilevel atomic structure in the 3D
Doppler theory we take a weighted sum over all possible
one-photon transitions, where the weights are given by the
square of the Clebsch-Gordan coefficients [see Fig. 2(a)]. This
leads to a rescaling of the saturation intensity I0 = 9/5 Isat and
a steady-state temperature

kBT = !"

2
1 + Itot/I0 + (2δ/")2

4|δ|/"
, (7)

where Itot is the total intensity in the six beams. A similar
approach has been used in [34].

III. DESCRIPTION OF THE EXPERIMENTAL APPARATUS

A. The 4He* magneto-optical traps

Our measurements are performed with an apparatus that
cools and traps metastable helium atoms in a MOT. The 4He*
atoms are produced in a hot plasma (dc discharge) and slowed
down to trappable velocities on the order of several tens of me-
ters per second with a 2.5-m-long Zeeman slower. The slowed
atoms enter the science chamber where three orthogonal

pairs of counterpropagating laser beams are shone onto the
atoms in the presence of a quadrupole magnetic field. The
cooling light, which addresses the 2 3S1 → 2 3P2 transition, is
derived from a Koheras AdjustiK Y10 fiber laser from NKT
Photonics with a manufacturer stated linewidth less than
10 kHz. During the MOT phase, the typical intensity per beam
is ∼20Isat at a detuning δMOT = −2π×50 MHz ≃ −31"
from the atomic transition, where the transition linewidth is
" = 2π×1.6 MHz. The magnetic-field gradient along the
coil axis is B ′

x = 24 G/cm. Under these conditions, 8×108

atoms at a temperature of 1.5(1) mK are loaded within 2 s.
Detection of the gas is performed using a thermoelectrically

cooled InGaAs camera (XEVA type from Xenics, 256×320
pixels with a pixel size of 30×30 µm2). This technology is
suited to imaging metastable helium atoms with a quantum
efficiency of ∼80% at 1083 nm. The camera collects the
fluorescence of the atoms from the probe beams. The latter
are made of the six beams we use to make a MOT, which
are tuned in resonance with the atomic transition during the
imaging pulse. The duration of the imaging pulse is 100 µs and
the total intensity is about 175Isat, where Isat = πhc"/3λ3 ≃
0.165 mW/cm2 is the saturation intensity of the J = 1 →
J ′ = 2 cycling transition. The sizes and temperature of the
4He* clouds are extracted by monitoring the time-of-flight
expansion of the initially trapped gases and fitting the imaged
2D density profiles with a Gaussian function.

B. Optical molasses

After the MOT phase we implement an optical molasses on
the 2 3S1 → 2 3P2 transition, as we now describe. At the end of
the MOT phase we ramp the magnetic-field gradient to zero
and ramp both the detuning and intensity of the laser beams
from the MOT values to those of the molasses within 20 ms
[see Fig. 3(a)]. This ramp of the parameters allows us to capture
and cool half of the atoms (N = 4×108) in the molasses. The
polarization of the light beams during the molasses stage is
identical to that of the MOT. We then wait for a variable time
tmol at fixed final intensity and detuning of the laser beams to
reach a steady state. We monitor the time-of-flight expansion
of the optical molasses cloud to extract its temperature.
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FIG. 3. (Color online) (a) Sketch of the experimental cycle to probe optical molasses. After the MOT phase, the magnetic-field gradient
B ′, the beam intensity Itot, and the detuning δ are ramped over 20 ms. A molasses phase at constant parameters lasts tmol. After switching off
the molasses beams, fluorescence pictures are taken after a time of flight tTOF. (b) Temperature of optical molasses as a function of the duration
tmol of the second stage of molasses. Solid lines are a guide to the eye. (c) Temperature of optical molasses as a function of the laser detuning. A
comparison with Doppler theory for laser-cooling multilevel atoms of Eq. (3) (solid lines) is shown. The different sets correspond to different
intensity in the cooling beams.
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FIGURE II.6. Évolution de la température avec le désaccord dans une mélasse
optique d’atomes d’hélium métastable, pour différentes valeurs de l’intensité lumi-
neuse. Les lignes représentent la prédiction (II.43). Figure extraite de Chang et al.
(2014).

(λ = 1083 nm, Γ/2π = 1.6 MHz), qui possède un niveau fondamental dégé-
néré. Toutefois, les auteurs se sont placés dans des conditions où les méca-
nismes sub-Doppler jouent un rôle négligeable. L’expérience faite à basse
intensité (Isat/10 pour l’intensité totale) conduit à un très bon accord avec
la théorie Doppler [température minimale mesurée ∼ 1.3 Tmin donnée en
(II.37)]. À plus haute intensité, la variation de la température avec le désac-
cord est également en bon accord avec la loi heuristique (II.43).

3-5 Refroidissement de corps macroscopiques

Bien que ce cours soit consacré au refroidissement d’atomes indivi-
duels, mentionnons brièvement ici que la force de pression de radiation
peut également être utilisée pour refroidir certains degrés de liberté d’ob-
jets macroscopiques, comme le centre de masse d’un miroir d’une cavité

optique. Le champ de recherche correspondant, l’optomécanique, est en
pleine expansion et il n’est pas question de le traiter ici [voir par exemple
l’article de revue récent de Aspelmeyer et al. (2014)]. Nous nous conten-
terons de décrire ici brièvement les expériences initiales menées il y a une
dizaine d’années, dont le principe est proche de ce que nous avons vu jus-
qu’ici pour les atomes individuels (Arcizet et al. 2006; Gigan et al. 2006;
Schliesser et al. 2006).

Considérons le schéma expérimental de la figure II.7 où un faisceau
lumineux arrive sur une cavité Fabry–Perot, dont le deuxième miroir est
monté sur un ressort. La lumière présente dans la cavité crée une force de
pression de radiation sur ce miroir, qui a pour position d’équilibre une cer-
taine abscisse L∗, pour laquelle la force de pression de radiation FPR, diri-
gée vers la droite, compense exactement la force du ressort Fressort, dirigée
vers la gauche :

Miroir au repos en L∗ : FPR + Fressort = 0. (II.52)

La force de pression de radiation dépend de la puissance lumineuse sto-
ckée dans la cavité, qui dépend elle-même de la longueur L de cette cavité.
Quand L est un multiple entier de λ/2, cette puissance est maximale.

Supposons que la position du ressort soit choisie telle que L∗ soit lé-
gèrement inférieur à nλ/2, et considérons une oscillation du miroir autour
de sa position d’équilibre. Quand le miroir passe par L∗ en allant vers la
droite, le nombre de photons est en train d’augmenter dans la cavité. Du
fait de la constante de temps nécessaire pour que ce nombre de photons
atteigne sa valeur stationnaire, ce nombre de photons va être inférieur à ce
qu’il serait si le miroir était immobile en L∗. La force de pression de radia-
tion est donc plus faible que ce qu’elle serait pour un miroir immobile et
la force ressentie par le miroir quand il passe au point L∗ est donc dirigée
vers la gauche :

Miroir passant en L∗ vers la droite : FPR + Fressort < 0, (II.53)

donc opposée au mouvement du miroir. De même, quand l’atome passe en
L∗ en venant de la droite, la cavité contient un peu plus de photons que si
le miroir était immobile et

Miroir passant en L∗ vers la gauche : FPR + Fressort > 0. (II.54)
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L* L

Fressort

Fressort

vitesse

vitesse

Puissance intra-cavité

FIGURE II.7. Cavité Fabry–Perot avec un miroir mobile. Pour un choix conve-
nable de la position d’équilibre L∗, la force de pression de radiation amortit le
mouvement du centre de masse de miroir. L’amortissement provient du temps non
nul que met la puissance intra-cavité à s’ajuster à la position du miroir quand
celui-ci oscille autour de sa position d’équilibre.

radiation pressure. Indeed, with the estimated mirror absorption
(,3 p.p.m.), thermoelastic effects are expected to be 106 times lower.
Bolometric effects15 are difficult to estimate, but both the low absorp-
tion and the large thickness of the resonator are in favour of a neg-
ligible effect. We have also performed the same experiment for other
modes of the resonator, with the same excellent agreement with
theory. In particular, a mode with a resonance frequency
Vm 5 2p3 2.824 MHz larger than the cavity bandwidth Vc exhibits
a frequency shift (Veff 2 Vm) with an opposite sign, as expected from
equations (3) and (7) for not-too-large detunings Q.

Figure 4b presents a colour-chart of the dependence of the effective
damping Ceff in the detuning/intracavity power plane. Experimental

series of points were taken for fixed stabilized incident powers, fol-
lowing the Airy curves in the plane. The colour code ranges from dark
blue (for large Ceff and low Teff) to red (for low Ceff and large Teff).
The green points (corresponding to Ceff < Cm ) are located at the
resonance, at large detunings (where the slope of the Airy peak
vanishes) and at low intracavity power (where radiation-pressure
effects are weaker). The highest cooling (dark blue) is obtained near
a negative detuning Q < {0:6 and for a high intracavity power P,
whereas the largest heating effect (red) is obtained for a positive
detuning. Grey curves correspond to equal effective dampings Ceff

and the black one to Ceff 5 0. Above this line, the resonator becomes
unstable and starts to oscillate at its effective resonance frequency, as
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Figure 3 | Thermal noise spectra, normalized as microresonator
displacements. Black curves correspond to Q 5 0. a, Curves light to dark
blue are obtained for negative detunings Q 5 20.1, 20.25, 20.4 and 20.6,
respectively, and for an incident power of 5 mW. b, Curves green to red are

obtained for positive detunings Q 5 0.03, 0.06, 0.09, 0.11 and 0.13,
respectively, and for an incident power of 2.5 mW. The cooling and heating
are evident through the area reduction or increase of these spectra. Note the
related drift of the resonance frequency.
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Figure 4 | Evolution of the cavity cooling and heating effects with respect
to the detuning Q. a, Frequency shift (Veff 2 Vm)/2p (top) and damping
ratio Ceff/Cm (bottom), for five values of incident power: 0.5 mW (purple),
0.9 mW (blue), 1.6 mW (green), 2.2 mW (yellow) and 3.2 mW (red). Points
are experimental results and full lines are fits obtained from equations (4),
(7) and (8), by adjusting the intracavity power at resonance for each curve.
Inset, evolution of the adjusted intracavity power P with the incident power.
The dashed line is the linear dependence expected from cavity and insertion
losses, with no adjustable parameter. The shaded area in the upper curve
shows the instability zone where Ceff vanishes. b, Colour-chart of the
evolution of the damping ratio Ceff/Cm in the detuning/intracavity power

plane {Q, P}, for the same measurements as in a. The value is colour-coded
from dark blue (large damping, low temperature) to red (low damping,
high temperature). Grey curves are equal effective damping loci. Note the
green points (unity damping ratio) at the resonance Q 5 0 and the red points
in the vicinity of the instability region (shaded area). c, Evolution of the
effective temperature with the cavity detuning, for a 3.2 mW incident beam.
Squares, experimental points with error bars (s.e.m.). The dotted line is the
reference level at T 5 300 K (Q 5 0), the dashed line the fit with the single
oscillator model of equation (9), and the full line the fit with a model taking
into account the out-of-resonance tails of other modes of the
microresonator.
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FIGURE II.8. Température effective associée au mouvement du centre de masse du
miroir mobile d’une cavité Fabry–Perot, en fonction du désaccord de cette cavité.
La ligne pointillée est la prédiction obtenue en ne considérant qu’un seul mode du
micro-résonateur mécanique, la ligne continue prend en compte la contribution
des autres modes. Figure extraite de Arcizet et al. (2006).

On voit donc apparaître, en plus des forces statiques agissant sur le miroir
au repos, une force dépendant de la vitesse qui s’oppose au mouvement
du centre de masse du miroir et qui refroidit ce degré de liberté (figure
II.8). Cette force de friction, analogue de la force de friction Doppler pour
un atome, abaisse la température associée à ce degré de liberté. On no-
tera que la friction est obtenue seulement si L∗ est choisi légèrement sur
la gauche de la résonance nλ/2 de la cavité Fabry–Perot. Si on avait choisi
au contraire L∗ légèrement sur la droite de cette résonance, nous aurions
trouvé une force d’accélération. La quantité L∗−nλ/2 (notée ϕ sur la figure
II.8) joue donc le rôle du désaccord ∆ = ωL − ωA pour les atomes libres.

4 Le piège magnéto-optique

La mélasse optique fondée sur l’effet Doppler fournit un moyen simple
pour freiner les atomes et maintenir leur vitesse autour de 0, avec une tem-
pérature de l’ordre de ~Γ/kB. Le piège magnéto-optique fournit, en com-
plément du refroidissement Doppler, un moyen de confiner les atomes au-
tour d’un point donné. Le seul ingrédient supplémentaire est un gradient
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FIGURE II.9. Principe de base du piège magnéto-optique (version uni-
dimensionnelle). Le force de pression de radiation créée par chaque onde lumineuse
dépend de la position en raison de la présence d’un gradient de champ magnétique.
La résultante des deux forces de pression de radiation est une force de rappel vers
l’origine.

de champ magnétique, qui agit de manière différente sur le niveau fonda-
mental et sur le niveau excité de l’atome, et qui introduit une dépendance
spatiale de la force de pression de radiation. Ce principe a été mis en œuvre
pour la première fois par Raab et al. (1987).

4-1 Principe de base et taille d’équilibre « à un atome »

Le principe de base du piège magnéto-optique est illustré sur la figure
II.9, dans une géométrie à une dimension (la généralisation à 3D ne pose
pas de problème de principe). On considère une transition entre un niveau
fondamental de moment cinétique nul et un niveau excité de moment ci-
nétique Je = 1. Un gradient de champ magnétique lève la dégénérescence
entre les trois états Zeeman du niveau excité. Si on prend une polarisa-
tion circulaire pour chacun des faisceaux composant la mélasse, on réalise
la situation recherchée : pour un désaccord négatif (celui nécessaire pour
le refroidissement Doppler), un atome immobile en x > 0 ressentira une
force de pression de radiation plus grande de la part de l’onde venant de

la droite que de celle venant de la gauche : il sera donc rappelé vers le
point central. De même un atome en x < 0 subira une force plus grande de
la part de l’onde se propageant vers la droite, et sera lui aussi rappelé vers
le centre.

Pour être plus quantitatif, introduisant le moment magnétique µ asso-
cié au niveau excité atomique, de sorte que le déplacement Zeeman d’un
sous-niveau m s’écrit mµB, où B est l’amplitude du champ magnétique à
l’emplacement de l’atome. Pour le gradient de champ magnétique repré-
senté sur la figure II.9, l’amplitude du champ s’écrit B = b′x, de sorte que
la force ressentie par un atome localisé au point x avec la vitesse v s’écrit :

F (x, v) =
~kΓ

2

I

Isat

[ 1

1 + 4(∆− kv − µb′x/~)2/Γ2

− 1

1 + 4(∆ + kv + µb′x/~)2/Γ2

]
. (II.55)

Limitons-nous à des effets Doppler (kv) et Zeeman (µb′x/~) petits de-
vant la largeur naturelle Γ. On obtient alors à l’ordre le plus bas non nul
une force linéaire en position et en vitesse avec :

F (x, v) = −Kx−Mαv, (II.56)

qui va donner lieu à un mouvement harmonique amorti. Le coefficient de
friction α est identique à celui trouvé pour une mélasse. La raideur K de la
force de rappel vaut :

K = kµb′s0
2Γ|∆|

∆2 + Γ2/4
. (II.57)

Passons à la détermination de la taille à l’équilibre du nuage d’atomes
piégés. Le coefficient de diffusion en impulsion est inchangé, de sorte que
l’état d’équilibre est toujours un état thermique, de température détermi-
née par kBT = Dp/Mα. La distribution d’équilibre est une gaussienne en
position, d’écart-type x0 donné par

1

2
Kx2

0 =
1

2
Mv2

0 =
1

2
kBT, (II.58)

soit

x0 =

(
~Γ

4kµb′s0

)1/2

(II.59)
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si on choisit le désaccord ∆ = −Γ/2 conduisant à la température minimale
kBT = ~Γ/2. Pour obtenir un ordre de grandeur de x0, reprenons le cas
d’atomes de sodium, avec s0 = 1/10 et un gradient de champ magnétique
typique b′ = 10 G/cm (0.1 Tesla par mètre). On trouve x0 = 40µm pour le
désaccord ∆ = −Γ/2.

En pratique, deux effets antagonistes viennent modifier cette prédic-
tion :

– Pour un niveau fondamental dégénéré, les processus Sisyphe qui aug-
mentent le coefficient de friction vont venir également augmenter la
raideurK du piège magnéto-optique, donc diminuer sa taille (Cooper
et al. 1994; Townsend et al. 1995).

– Les effets collectifs, liés à la diffusion multiple de photons au sein du
nuage d’atomes, viennent au contraire augmenter la taille d’équilibre
du gaz piégé, comme nous allons le voir ci dessous (§ 4-3).

L’article déjà cité de Chang et al. (2014) a mesuré cette taille pour des
atomes d’hélium dans un niveau électronique métastable. La densité spa-
tiale dans le piège magnéto-optique qu’ils ont réalisé était faible (limitée
par les collisions Penning), si bien que les effets collectifs que nous allons
discuter ci-dessous étaient négligeables dans leur cas. Les tailles mesurées
sont en bon accord avec la prédiction (II.59), comme on peut le voir sur la
figure II.10.

4-2 Capture dans un piège magnéto-optique

Outre le fait de ramener tous les atomes en un même point de l’espace,
le piège magnéto-optique a l’avantage de capturer des atomes à une vitesse
notablement plus grande qu’une mélasse optique. Ce point est illustré sur
le portrait de phase de la figure II.4. La résonance d’un atome avec le laser
se produit pour tous les couples "position-vitesse" vérifiant :

±∆ = kv + µb′x/~. (II.60)

Si on dispose d’une distance totale L pour capturer les atomes, la configu-
ration optimale est obtenue quand un atome au repos au point x = L/2,
sur le bord droit de la zone de capture, est résonant avec le faisceau le
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IV. RESULTS

A. Temperature

In Fig. 1 we present the results of the temperature
measurements performed on the MOT and on the optical
molasses by recording the time-of-flight expansion of the
atomic clouds. Temperature is plotted as a function of the
laser detuning δ. We observe a minimum temperature at a
detuning δ = −"/2 as predicted by Doppler-cooling theory.
The minimum measured temperature T = 1.3(1)TD is close
to the expected Doppler limit, which occurs for vanishingly
small light intensity. In addition, we compare our temperature
measurements to the Doppler prediction of Eq. (3) and we find
excellent agreement over the entire range of detunings studied
in the experiment. For the high-temperature measurements,
the confining potential provided by the MOT is necessary to
reach a steady state on the time scale of the experiment. On the
other hand, the low-temperature measurements are performed
on an optical molasses [see Figs. 1 and 3(c)], since otherwise
density-dependent Penning collisions would severely reduce
the number of trapped atoms [35].

B. Cooling dynamics for 3D optical molasses

In Fig. 3(b) we plot the time evolution of the atom cloud
temperature during the molasses phase. On a short time
scale of tmol ∼ 1 ms, we observe a rapid decrease of the
temperature. However, reaching the steady-state temperature
requires even longer durations. Close to the Doppler limit TD

(δ = −"/2 and Itot/Isat = 1/10), the molasses temperature
reaches a steady-state on a time scale tmol ≃ 10 ms. We
have observed that this time scale can vary drastically in the
presence of uncompensated bias magnetic fields and power
imbalances between counterpropagating beams. As we will
see in Sec. IV D, the steady-state molasses is also very sensitive
to such technical issues.

In Doppler theory, the time scale to reach the steady-
state temperature is directly related to the velocity damping
coefficient, predicting an expected cooling time of τcool =
m/2α [9]. For the low value of the saturation parameter
s ≃ 0.05 and detuning |δ| ∼ " used in the data presented in
Fig. 3, the expected Doppler cooling time is tcool ≃ 0.5 ms.
Although this time scale is similar to that of the observed initial
rapid decrease in temperature, for the above stated reasons we
cannot use this measurements to estimate α.

C. The MOT sizes

The Penning collision rate in nonpolarized 4He* is rela-
tively high [35], limiting the atomic density of laser-cooled
helium clouds to ∼109 cm−3. As a result, photon rescattering
effects, which can result in heating of the atom cloud in
other species, are typically negligible for helium [36]. As a
consequence, the steady state of metastable helium MOTs
is reached in the absence of both multiple scattering and
sub-Doppler cooling. In this simple regime, the steady-state
temperature is given by Eq. (3) and the MOT sizes derive
from the equipartition theorem at the Doppler temperature.
The force acting onto the MOT can be written F⃗ = −αv⃗ −
κx x⃗ − κy y⃗ − κzz⃗ at low velocities and close to the trap center.

The expected rms cloud size σi of the MOT is then given by
1
2κiσ

2
i = 1

2kBT , (8)

with the three-dimensional steady-state temperature T cal-
culated from Eq. (3) and index i referring to the different
coordinate axis i = {x,y,z}. The one-dimensional spring
constants κi are given by

κi = −α2-level
µB ′

i

!k
, (9)

where B ′
i is the magnetic-field gradient along direction i

and µ = 3µB/2 is an average magnetic moment for the
multilevel atom in the the 2 3S1 → 2 3P2 transition [the Landé
factors are gJ (2 3S1) = 2 and gJ (2 3P2) = 3/2]. From this
model we calculate the expected MOT sizes from the known
experimental parameters.

We have measured the rms MOT sizes as a function of
both the axial magnetic-field gradient B ′

x and the detuning
δ of the MOT beams. We plot in Fig. 4 the experimental
measurements along with the theoretical predictions in the
Doppler-cooling regime. The behavior of the MOT sizes with
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FIG. 4. (Color online) The rms sizes of the MOT clouds σx and
σy (blue and red) as a function of (a) the laser detuning and (b) the
magnetic-field gradient. The lines result from numerical calculation
(no adjustable parameter) of the expected sizes in the regime of
Doppler cooling (see the text), accounting for a 5% error on the
calibration of the light intensity. The inset in (b) shows the temperature
of the MOT as a function of the magnetic-field gradient B ′.
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molasses by recording the time-of-flight expansion of the
atomic clouds. Temperature is plotted as a function of the
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detuning δ = −"/2 as predicted by Doppler-cooling theory.
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measurements to the Doppler prediction of Eq. (3) and we find
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in the experiment. For the high-temperature measurements,
the confining potential provided by the MOT is necessary to
reach a steady state on the time scale of the experiment. On the
other hand, the low-temperature measurements are performed
on an optical molasses [see Figs. 1 and 3(c)], since otherwise
density-dependent Penning collisions would severely reduce
the number of trapped atoms [35].

B. Cooling dynamics for 3D optical molasses

In Fig. 3(b) we plot the time evolution of the atom cloud
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scale of tmol ∼ 1 ms, we observe a rapid decrease of the
temperature. However, reaching the steady-state temperature
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imbalances between counterpropagating beams. As we will
see in Sec. IV D, the steady-state molasses is also very sensitive
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In Doppler theory, the time scale to reach the steady-
state temperature is directly related to the velocity damping
coefficient, predicting an expected cooling time of τcool =
m/2α [9]. For the low value of the saturation parameter
s ≃ 0.05 and detuning |δ| ∼ " used in the data presented in
Fig. 3, the expected Doppler cooling time is tcool ≃ 0.5 ms.
Although this time scale is similar to that of the observed initial
rapid decrease in temperature, for the above stated reasons we
cannot use this measurements to estimate α.

C. The MOT sizes

The Penning collision rate in nonpolarized 4He* is rela-
tively high [35], limiting the atomic density of laser-cooled
helium clouds to ∼109 cm−3. As a result, photon rescattering
effects, which can result in heating of the atom cloud in
other species, are typically negligible for helium [36]. As a
consequence, the steady state of metastable helium MOTs
is reached in the absence of both multiple scattering and
sub-Doppler cooling. In this simple regime, the steady-state
temperature is given by Eq. (3) and the MOT sizes derive
from the equipartition theorem at the Doppler temperature.
The force acting onto the MOT can be written F⃗ = −αv⃗ −
κx x⃗ − κy y⃗ − κzz⃗ at low velocities and close to the trap center.

The expected rms cloud size σi of the MOT is then given by
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2kBT , (8)

with the three-dimensional steady-state temperature T cal-
culated from Eq. (3) and index i referring to the different
coordinate axis i = {x,y,z}. The one-dimensional spring
constants κi are given by
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where B ′
i is the magnetic-field gradient along direction i

and µ = 3µB/2 is an average magnetic moment for the
multilevel atom in the the 2 3S1 → 2 3P2 transition [the Landé
factors are gJ (2 3S1) = 2 and gJ (2 3P2) = 3/2]. From this
model we calculate the expected MOT sizes from the known
experimental parameters.
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both the axial magnetic-field gradient B ′

x and the detuning
δ of the MOT beams. We plot in Fig. 4 the experimental
measurements along with the theoretical predictions in the
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FIG. 4. (Color online) The rms sizes of the MOT clouds σx and
σy (blue and red) as a function of (a) the laser detuning and (b) the
magnetic-field gradient. The lines result from numerical calculation
(no adjustable parameter) of the expected sizes in the regime of
Doppler cooling (see the text), accounting for a 5% error on the
calibration of the light intensity. The inset in (b) shows the temperature
of the MOT as a function of the magnetic-field gradient B ′.
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FIGURE II.10. Taille à l’équilibre d’un piège magnéto-optique d’atomes d’hélium
métastables en fonction du désaccord ∆ et du gradient de champ magnétique b′.
Les deux séries de points correspondent à deux axes différents du champ magné-
tique quadrupolaire du piège. Les lignes continues sont les prédictions de la théorie
présentée dans ce chapitre, compte tenu des effets de saturation. Figures tirées de
Chang et al. (2014).

poussant vers le centre, soit :

|∆| ≈ µb′

~
L

2
. (II.61)

À l’autre extrémité de la zone de capture (x = −L/2), le même faisceau
est résonant avec des atomes de vitesse vi satisfaisant la condition de réso-
nance (II.60) :

|∆| = kvi +
µb′

~
(−L)

2
⇒ kvi = 2 |∆| = µb′L/~. (II.62)

Il reste à choisir le gradient de champ magnétique b′ le plus grand possible,
compatible avec la force de pression de radiation disponible ; le problème
est similaire à celui d’un ralentisseur Zeeman, dans lequel il faut mainte-
nir la condition de résonance en tout point de l’espace, compte tenu de la
variation d’effet Doppler. Dans le cas qui nous intéresse ici, il faut que les
points (x, v) de l’espace des phases pour lesquels la résonance (II.60) se
produit soient tels que

F = M
dv

dt
= Mv

dv

dx
< Fmax (II.63)
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où Fmax = ~k Γ
2

I
Isat

est la force maximale créée par chaque faisceau du
piège. En injectant la valeur dv

dx = µb′/~k déduite de la condition de réso-
nance et la vitesse initiale (II.62) dans cette relation, on en déduit la vitesse
de capture et le gradient de champ magnétique correspondant :

kvi
Γ

=
µb′L
~Γ
≈
(
L

`

I

2Isat

)1/2

. (II.64)

On voit donc que cette vitesse de capture varie comme L1/2 au lieu de
la loi en L1/4 trouvée pour la mélasse. En pratique, pour des paramètres
raisonnables, cette vitesse de capture dans un piège magnéto-optique est
deux à trois fois plus grande que pour une mélasse (cf. figure II.4). Ceci se
traduit par un gain considérable en termes de nombre d’atomes refroidis si
on part d’une vapeur à l’équilibre thermique à température ambiante : on
capture en effet la partie "basses vitesses" de la distribution thermique, et
le flux d’atomes entrant dans la région de capture avec une vitesse v . vi
varie comme v4

i . Un gain d’un facteur 2 sur la vitesse de capture (comme
sur la figure II.4) se traduit par un gain d’un facteur 16 du flux d’atomes
refroidis.

4-3 Taille d’équilibre « à N atomes »

En pratique, les tailles mesurées pour les nuages d’atomes confinés
dans un piège magnéto-optique sont la plupart du temps bien supérieures
à la prédiction (II.59) (la figure II.10 est une exception). Ceci est dû aux ef-
fets collectifs entre atomes, plus précisément à la répulsion causée par la
pression de radiation de la lumière de fluorescence (Walker et al. 1990). La
situation est similaire à celle d’une étoile comme le soleil, où la force de
gravité qui tend à contracter l’étoile sur elle-même est compensée par la
pression de radiation.

En pratique, la densité au sein d’un piège magnéto-optique est limi-
tée à une valeur de l’ordre de 1010 atomes/cm3, et le diamètre du nuage
piégé peut atteindre une valeur de l’ordre du cm. Pour retrouver ces ordres
de grandeur, commençons par évaluer la répulsion effective entre atomes.
Considérons une paire d’atomes séparés par une distance r. L’atome 1,
éclairé par les six faisceaux laser formant le piège magnéto-optique, dif-
fuse des photons avec un taux γ = 6 × (Γs0/2). Nous supposerons pour

simplifier que ces photons sont émis de manière isotrope. L’atome 2 va ab-
sorber une fraction σabs/(4πr

2) de ces photons, et donc ressentir une force
de pression de radiation dirigée suivant l’axe de la paire d’atomes de mo-
dule

F = γ~k
σabs

4πr2
. (II.65)

La valeur de la section efficace d’absorption des photons diffusés σabs dé-
pend de leur longueur d’onde. Supposons pour l’instant que ces photons
sont émis à la longueur d’onde des lasers incidents (diffusion Rayleigh
élastique) et que 4 :

σabs =
3λ2

2π

1

1 + 4∆2/Γ2
. (II.66)

L’équilibre du nuage d’atomes sous l’effet conjoint de la force de pié-
geage −Kr et de la répulsion entre atomes est un problème classique.
Plaçons-nous à température nulle pour simplifier, ce qui sera légitime si
la taille d’équilibre est grande devant la taille « à un atome » donnée en
(II.59). Faisons de plus l’hypothèse, que nous vérifierons a posteriori, que
la densité atomique est constante et égale à n à l’intérieure d’une sphère
de rayon R, et nulle en dehors, avec N = 4

3πR
3n. Dans ce cas, on peut

évaluer l’effet moyen de la force de répulsion par le théorème de Gauss :
on a une assemblée de particules se repoussant deux à deux par une force
en 1/r2 comme la force de Coulomb. Dans une géométrie sphérique avec
une densité uniforme, on sait que le champ électrique est radial et varie
linéairement avec la distance r au centre à l’intérieur de la sphère. Dans le
cas qui nous intéresse ici, la force totale de pression de radiation due à la
lumière diffusée s’écrit donc F = K ′r avec

K ′ =
1

3
γ~kσabsn (II.67)

On obtient alors en tout point du nuage l’équilibre recherché pourvu que
K ′ = K, ce qui se produit pour une densité

n =
16π

3

µb′

~λ2

|∆|
Γ2

. (II.68)

Le fait que l’équilibre soit obtenu en tout point valide l’hypothèse ini-
tiale de densité uniforme. En prenant des paramètres typiques d’un piège

4. Nous aurons l’occasion de revenir sur les subtilités concernant la section efficace de
diffusion d’un photon par un atome quand ce dernier est « habillé » par la lumière d’un laser.
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magnéto-optique pour les atomes alcalins, b′ = 0.1 T/m, |∆| = 3 Γ et µ
égal au magnéton de Bohr, on trouve une densité à l’équilibre de 1.7× 1010

atomes/cm3, ce qui donne un rayon de 2.4 mm pour un nuage d’un mil-
liard d’atomes.

Remarque. Notre modèle est en fait une version pessimiste de la réalité.
En effet, nous avons négligé un effet de même nature, lié à l’absorption
des faisceaux laser, qui vient au contraire renforcer l’effet de piégeage (Da-
libard 1988). Pour comprendre cet effet, prenons un modèle 1D avec un
nuage atomique centré en z = 0. Pour un atome situé sur un bord du
nuage, par exemple à droite du centre (z > 0), les deux ondes piégeantes
n’apparaissent pas avec la même intensité. En effet, l’onde se propageant
vers les z > 0, qui tend à éloigner davantage l’atome du centre, a dû tra-
verser tout le nuage pour atteindre l’atome ; elle est donc notablement at-
ténuée, du fait de l’absorption par le nuage. En revanche, l’onde se propa-
geant vers les z < 0, qui tend à ramener l’atome vers le centre, n’a pra-
tiquement pas été atténuée. Cet effet d’absorption augmente donc la rai-
deur du piège magnéto-optique. On peut montrer que si les photons diffu-
sés avaient exactement la même fréquence que les photons laser, l’effet de
diffusion multiple discuté plus haut et cet effet d’absorption se compen-
seraient exactement. C’est parce qu’une partie des photons diffusés sont
émis avec une fréquence proche de la résonance atomique que l’effet de
diffusion multiple (qui tend à faire exploser le nuage) l’emporte sur l’ef-
fet d’absorption (qui tend à le comprimer) (Walker et al. 1990). Pour une
prise en compte quantitative de la compétition entre ces deux effets, voir
par exemple Townsend et al. (1995).

Le piège magnéto-optique à grand nombre d’atomes constitue en fait
un système non linéaire très riche, pouvant conduire à des effets de bis-
tabilité, d’instabilités paramétriques et de dynamique chaotique [voir par
exemple Sesko et al. (1991); Wilkowski et al. (2000); Stefano et al. (2003);
Kim et al. (2004); Terças et al. (2010) et refs. in]. La force répulsive en 1/r2

entre deux atomes conduit notamment à des effets similaires à ceux qui
apparaissent dans les plasmas chargés, comme l’explosion coulombienne
(Pruvost et al. 2000). Signalons également la technique du piège magnéto-
optique sombre (dark MOT) dans laquelle on utilise un pompage optique
au centre du piège pour y diminuer la lumière de fluorescence, et ainsi y
augmenter la densité spatiale (Ketterle et al. 1992).

Extended Data Figure 1 | Relevant energy levels and transitions in SrF.
a, Vibrational branching in SrF. Solid upward arrows denote transitions driven
by the MOT lasers. Spontaneous decays from the A2P1/2(v9 5 0) state (solid
wavy arrows) and A2P1/2(v9 5 1, 2) states (dashed wavy arrows) are governed
by the vibrational branching fractions b0v, b1v and b2v, as shown. b, Optical

addressing scheme for the SrF MOT. c, Energy levels of the X2S(v 5 0, N 5 1)
state versus B. Energy levels are labelled by their mF value with mF 5 2 (red
lines), mF 5 1 (orange lines), mF 5 0 (green), mF 5 21 (blue) and mF 5 22
(purple).
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FIGURE II.11. Schéma des niveaux moléculaires de SrF utilisés pour le piégeage
magnéto-optique de cette molécule. Quatre sources lasers et plusieurs modulateurs
électro-optiques sont nécessaires pour interagir avec la molécule pendant ∼ 1s
(106 photons échangés). A droite, piège magnéto-optique avec ∼ 300 molécules,
T ∼ 2 mK, et une durée de vie de 60 ms, limitée par la profondeur du piège. Figure
extraite de Barry et al. (2014).

4-4 Au tour des molécules

Le piège magnéto-optique permet de capturer un grand nombre d’es-
pèces atomiques (près d’une trentaine), ce qui a ouvert la voie à de nom-
breuses applications allant de la métrologie à la physique des gaz quan-
tiques. L’extension de cette technique à des molécules est un défi consi-
dérable, mais qui peut déboucher sur des applications encore plus nom-
breuses compte tenu de la richesse des phénomènes observables, en liai-
son avec le moment dipolaire électrique permanent de ces molécules ainsi
qu’avec la chimie quantique.

Très récemment, le premier piège magnéto-optique 3D pour des molé-
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cules a été réalisé par Barry et al. (2014). Peu de temps avant, un piégeage
1D et 2D avait été observé par Hummon et al. (2013). Il s’agit d’expériences
complexes, car la structure de niveaux d’une molécule di-atomique ne per-
met pas d’isoler une transition unique sur laquelle on pourrait échanger un
nombre de photons suffisants. L’expérience de Barry et al. (2014), menée
sur le monofluorure de strontium (SrF), met en jeu 7 niveaux vibrationnels
moléculaires différents (figure II.11), chacun étant clivé en sous-niveaux
du fait de la rotation de la molécule et de sa structure hyperfine (le trait
représentant le niveau fondamental v = 0 correspond à 12 états). Il faut
utiliser 4 sources laser (les traits droits de la figure II.11), chacune modulée
électro-optiquement pour exciter les différents sous-niveaux. Grâce à ces
multiples lasers, une molécule donnée peut échanger en moyenne ∼ 106

photons avant de tomber sur un niveau non représenté sur la figure et non
excité par un des faisceaux lumineux. Cet échange de 106 photons permet
d’interagir avec la molécule et d’exercer une force sur elle pendant une
seconde environ.

La difficulté de l’expérience est encore accrue par le fait que la transi-
tion considérée ne se ramène pas à une simple transition Jg = 0↔ Je = 1,
mais comporte des états noirs (nous reviendrons sur cette notion dans un
chapitre ultérieur). Une fois tombée dans un état noir, la molécule cesse de
ressentir une force et risque de s’échapper du piège. Il faut donc périodi-
quement basculer les polarisations des faisceaux lumineux et la direction
du champ magnétique pour recycler ces états noirs. Une fois toutes ces
précautions prises, on peut effectivement observer le piège ! Le nouveau-
né contient environ 300 molécules (ce qui est encore peu comparé aux mil-
liards d’atomes qu’un piège magnéto-optique peut accumuler), à une tem-
pérature de 2 millikelvin environ. Cette température est dix fois supérieure
à la limite Doppler, ce que les auteurs interprètent comme une conséquence
de l’existence des états noirs. La durée de vie du piège est de 60 ms, ce qui
est là aussi bien inférieur au résultat mesuré pour des atomes (qui peut at-
teindre plusieurs minutes). La raison probable de cette faible durée de vie
est la profondeur limitée du piège, qu’on peut estimer à 5 kBT seulement.
Il y a donc une évaporation des molécules du piège, qui limite leur temps
de séjour.
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Chapitre III

Les vertus des raies étroites

Nous nous sommes intéressés dans le chapitre précédent au refroidis-
sement Doppler en raie large, c’est-à-dire un refroidissement opérant sur
une raie atomique avec une largeur naturelle Γ du niveau excité grande
devant la pulsation de recul ωr = ~k2/2M . Nous avons alors trouvé une
température proportionnelle à cette largeur naturelle Γ. Il est naturel de se
demander ce que devient la température limite quand on cherche à utiliser
des raies de plus en plus étroites, en s’approchant de la situation Γ ∼ ωr,
voire même au delà. La loi T ∝ Γ reste-t-elle valable, ou est-elle remplacée
par une autre limite ?

Cette question pouvait sembler académique il y a une quinzaine d’an-
nées, mais elle est désormais très pertinente sur le plan expérimental : un
grand intérêt est en effet porté aux atomes à deux électrons externes, no-
tamment sur le plan métrologique et sur celui des gaz quantiques dégéné-
rés. Or, ces atomes ont naturellement des raies de résonance étroites ; ces
raies couplent le secteur où le spin total des deux électrons externes est
S = 0 (singulet de spin) et celui pour lequel S = 1 (triplet de spin). Par
exemple, pour l’atome de strontium, la raie à 689 nm couplant l’état fon-
damental 1S0 et l’état excité 3P1 a pour largeur Γ/2π = 7.5 kHz, ce qui
est comparable à la fréquence de recul ωr/2π = 4.7 kHz (voir table III.1).
Le refroidissement de cet atome présente un intérêt métrologique considé-
rable puisque c’est avec lui que le groupe de Jun Ye à Boulder a récemment
démontré le fonctionnement d’une horloge optique avec une précision au
niveau record de 2× 10−18 (Bloom et al. 2014; Nicholson et al. 2015).

Comme nous l’avons indiqué dans le cours précédent, l’absorption ou

A λ Γ/2π ωr/2π Er/kB vr

nm kHz kHz nK cm/s
Mg 24 457 0.031 40 1.9 3.6
Ca 40 657 0.40 12 0.55 1.5
Zn 64 309 6.0 32 1.6 2.0
Sr 84 689 7.6 5.0 0.24 0.69
Cd 114 326 70 16 0.79 1.1

TABLE III.1. Raies étroites (intercombinaison) 1S0 ↔3P1 pour quelques espèces
atomiques à deux électrons externes (données extraites de la thèse de doctorat de
Zeb Barber, Boulder, et refs. in).

l’émission d’un seul photon suffit dans ce cas à changer notablement le
paramètre de saturation de l’atome. On ne peut donc plus adopter une ap-
proche de type Fokker–Planck puisque l’approximation des petits pas n’est
pas valable. Il faut revenir à une description du mouvement dans laquelle
chaque saut est pris en compte de manière discrète. Pour simplifier, nous
allons traiter d’abord le cas unidimensionnel ; l’extension à trois dimen-
sions pourra ensuite se faire sans difficulté, via un traitement numérique.
Grâce à cette approche, nous allons montrer que la distribution stationnaire
a une largeur minimale donnée par la vitesse de recul vr = ~k/M .

Dans la deuxième partie de ce chapitre, nous passerons à la descrip-
tion de quelques expériences récentes. Nous verrons que cette méthode de
refroidissement permet d’atteindre des températures en dessous du mi-
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crokelvin, nous aborderons le problème du chauffage lié à la diffusion
multiple dans l’échantillon, et nous discuterons la possibilité d’obtenir un
gaz quantique dégénéré à partir des nuages refroidis sur raie étroite. Nous
terminerons notre discussion par le schéma développé par Stellmer et al.
(2013) pour obtenir un condensat de Bose–Einstein sans aucune évapora-
tion, dans un nuage continûment refroidi par laser.

1 Refroidissement monochromatique

Nous allons développer dans ce paragraphe un modèle simple de re-
froidissement en raie étroite, en ajoutant un à un les ingrédients permet-
tant de se rapprocher d’une situation réelle. Nous allons tout d’abord trai-
ter une situation uni-dimensionnelle le long d’une direction donnée de
l’espace (z), en supposant que les photons spontanés n’emportent aucune
impulsion le long de cet axe. Nous verrons ensuite comment prendre en
compte cette impulsion, puis nous passerons au cas 3D.

1-1 Modèle sans recul « spontané »

Nous considérons ici un atome à deux niveaux g, e, mobile le long de
l’axe z, et nous supposons cet atome éclairé par deux ondes se propageant
le long de l’axe z, de vecteur d’onde ±kuz . Nous supposons ces ondes
de faible intensité, de sorte que la probabilité par unité de temps pour
que l’atome absorbe un photon est en bonne approximation donnée par la
somme des probabilités associées à chacune des deux ondes. Dans ce pre-
mier paragraphe, nous allons supposer de plus que les photons spontanés
sont émis perpendiculairement à l’axe considéré 1.

Considérons un atome initialement dans l’état interne g avec la vitesse
v. Cet atome peut absorber un photon dans l’onde allant dans le sens +z
ou dans l’onde allant dans le sens−z, sa vitesse augmentant ou diminuant
de vr (figure III.1). Nous avons vu dans les chapitres précédents que les

1. Notre modèle est donc optimiste puisqu’il néglige totalement le chauffage dû aux re-
culs lors des processus d’émission spontanée. Une autre version, pessimiste celle-là mais éga-
lement simple à traiter analytiquement, serait de supposer que les photons spontanés se pro-
pagent eux aussi selon l’axe z.
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FIGURE III.1. Modèle discret pour le refroidissement Doppler en raie étroite. L’ab-
sorption d’un photon change la vitesse atomique de ±vr. L’émission spontanée est
supposée se faire dans le plan perpendiculaire à l’axe du refroidissement et la vi-
tesse de l’atome est donc inchangée lors de ce processus.

taux pour ces deux processus sont donnés par Γs±(v)/2 avec

s±(v) =
2|κ|2

Γ2 + 4∆2
v

. (III.1)

Dans cette équation, la grandeur κ correspond à la pulsation de Rabi de
chaque onde, caractérisant le couplage dipolaire électrique de l’atome avec
le champ électromagnétique. Le désaccord ∆v se calcule en comparant
l’énergie Ei de l’état initial (avant absorption, atome dans l’état g en pré-
sence de N photons laser) et l’énergie Ef de l’état final (après absorption,
atome dans l’état e en présence de N − 1 photons laser) :

Ei = Eg +
1

2
Mv2 +N~ωL, (III.2)

Ef = Ee +
1

2
M(v ± vr)

2 + (N − 1)~ωL, (III.3)

c’est-à-dire, en posant ∆ = ωL − ωA avec ~ωA = Ee − Eg :

∆v = ∆∓ kv − ωr. (III.4)

Une fois dans l’état excité, l’atome retombe dans l’état fondamental en
émettant de manière spontanée un photon. Comme indiqué plus haut,
nous supposons dans un premier temps que ce photon se propage dans
le plan orthogonal à l’axe z, ce qui ne modifie pas la vitesse v selon cet axe.
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En notant P(v, t) la distribution en vitesse à l’instant t, on a donc l’équa-
tion d’évolution :

∂P(v, t)

∂t
= − Γ

2
[s+(v) + s−(v)]P(v) (III.5)

+
Γ

2
s+(v − vr)P(v − vr) +

Γ

2
s−(v + vr)P(v + vr).

Dans ce modèle, on couple donc une chaine infinie, mais discrète, de
classes de vitesses :

. . .↔ v − 2vr ↔ v − vr ↔ v ↔ v + vr ↔ . . . (III.6)

1-2 État stationnaire

Pour évaluer l’état stationnaire de ce modèle 1D de refroidissement en
raie étroite, le plus simple est de considérer une frontière virtuelle située
entre v et v + vr et d’écrire l’égalité des flux traversant cette frontière de
droite à gauche et de gauche à droite (figure III.2) :

s+(v) P(v) = s−(v + vr) P(v + vr). (III.7)

ou encore
P(v + vr)

P(v)
=

(∆ + ωr + kv)2 + Γ2/4

(∆− ωr − kv)2 + Γ2/4
. (III.8)

Intéressons-nous tout d’abord au cas particulier ∆ = −ωr et considé-
rons la famille vn = (n− 1

2 )vr :

. . .↔ −3

2
vr ↔ −1

2
vr ↔ 1

2
vr ↔ 3

2
vr ↔ . . . (III.9)

La relation (III.8) devient dans la limite Γ→ 0 :

P(vn+1)

P(vn)
=

(n− 1
2 )2

(n+ 1
2 )2

, soit P(vn) ∝ 1

(n− 1
2 )2
∝ 1

v2
n

. (III.10)

Ce cas particulier nous révèle un point important : dans la limite d’une raie
étroite, la distribution en vitesse n’est plus une gaussienne contrairement

Atoms in the dimple thermalize with the reservoir of
laser-cooled atoms by elastic collisions and form a BEC.
Earlier work [16] has shown that Bose-Einstein condensa-
tion can be attained in a conservative dimple potential, if
the reservoir is evaporatively precooled close to quantum
degeneracy and the dimple is finally applied in the absence
of near resonant cooling light. In contrast, a striking feature
of our technique is that the BEC is created within a sample
that is being continuously laser cooled.

The details of our scheme are shown in Fig. 1. Based on
our previous work [29–31], we use several stages of laser
cooling to prepare a sample of 84Sr atoms in the reservoir
trap [32]. The trap consists of an infrared laser beam
(wavelength 1065 nm) propagating horizontally (x direc-
tion). The beam profile is strongly elliptic, with a beam
waist of 300 !m in the horizontal direction (y direction)
and 17 !m along the field of gravity (z direction). The
depth of the reservoir trap is kept constant at kB ! 9 !K.
After preparation of the sample, another laser cooling stage

is performed on the narrow 1S0-
3P1 intercombination line,

using a single laser beam propagating vertically upwards.
The detuning of the laser cooling beam from resonance is
"# 2! and the peak intensity is 0:15 !W=cm2, which is
0.05 of the transition’s saturation intensity. These parame-
ters result in a photon scattering rate of "70 s#1. At this
point, the ultracold gas contains 9! 106 atoms at a tem-
perature of 900 nK.
To render the atoms transparent to cooling light in a

central region of the laser cooled cloud, we induce a light
shift on the 3P1 state, using a ‘‘transparency’’ laser beam
15 GHz blue detuned to the 3P1-

3S1 transition [32]. This
beam propagates downwards under a small angle of 15$ to
vertical and has a beam waist of 26 !m in the plane of the
reservoir trap (xy plane). The beam has a peak intensity of
0:7 kW=cm2. It upshifts the 3P1 state by more than
10 MHz and also influences the nearest molecular level
tied to the 3P1 state significantly [32,33]. Related schemes
of light-shift engineering were used to image the density
distribution of atoms [34,35], to improve spectroscopy
[36], or to enhance loading of dipole traps [23,24]. To
demonstrate the effect of the transparency laser beam, we
take absorption images of the cloud on the laser cooling
transition. Figure 1(d) shows a reference image without the
transparency beam. In the presence of this laser beam,
atoms in the central part of the cloud are transparent for
the probe beam, as can be seen in Fig. 1(e).
To increase the density of the cloud, a dimple trap is

added to the system. It consists of an infrared laser beam
(wavelength 1065 nm) propagating upwards under a small
angle of 22$ to vertical and crossing the laser cooled cloud
in the region of transparency. In the plane of the reservoir
trap, the dimple beam has a waist of 22 !m. The dimple is
ramped to a depth of kB ! 2:6 !K, where it has trap
oscillation frequencies of 250 Hz in the horizontal plane.
Confinement in the vertical direction is only provided by
the reservoir trap and results in a vertical trap oscillation
frequency of 600 Hz. Figure 1(f) shows a demonstration of
the dimple trap in absence of the transparency beam. The
density in the region of the dimple increases substantially.
However, with the dimple alone no BEC is formed because
of photon reabsorption.
The combination of the transparency laser beam and the

dimple trap leads to Bose-Einstein condensation. Starting
from the laser cooled cloud held in the reservoir trap, we
switch on the transparency laser beam and ramp the dimple
trap to a depth of kB ! 2:6 !K. The potentials of the 1S0
and 3P1 states in this situation are shown in Fig. 1(c).
Atoms accumulate in the dimple without being disturbed
by photon scattering. Elastic collisions thermalize atoms in
the dimple with the laser cooled reservoir. The phase-space
density in the dimple increases and a BEC emerges.
We detect the BEC by taking absorption images 24 ms

after switching off all laser beams. Figure 2(a) shows the
momentum distribution 20 ms after switching on the
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FIG. 1 (color online). Scheme to reach quantum degeneracy by
laser cooling. (a) A cloud of atoms is confined in a deep reservoir
dipole trap and exposed to a single laser cooling beam
(red arrow). Atoms are rendered transparent by a ‘‘transparency’’
laser beam (green arrow) and accumulate in a dimple dipole trap
by elastic collisions. (b) Level scheme showing the laser cooling
transition and the transparency transition. (c) Potential experi-
enced by 1S0 ground-state atoms and atoms excited to the 3P1

state. The transparency laser induces a light shift on the 3P1

state, which tunes the atoms out of resonance with laser cooling
photons. (d)–(f) Absorption images of the atomic cloud recorded
using the laser cooling transition. The images show the cloud
from above and demonstrate the effect of the transparency laser
(e) and the dimple (f). (d) is a reference image without these two
laser beams.
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Atoms in the dimple thermalize with the reservoir of
laser-cooled atoms by elastic collisions and form a BEC.
Earlier work [16] has shown that Bose-Einstein condensa-
tion can be attained in a conservative dimple potential, if
the reservoir is evaporatively precooled close to quantum
degeneracy and the dimple is finally applied in the absence
of near resonant cooling light. In contrast, a striking feature
of our technique is that the BEC is created within a sample
that is being continuously laser cooled.

The details of our scheme are shown in Fig. 1. Based on
our previous work [29–31], we use several stages of laser
cooling to prepare a sample of 84Sr atoms in the reservoir
trap [32]. The trap consists of an infrared laser beam
(wavelength 1065 nm) propagating horizontally (x direc-
tion). The beam profile is strongly elliptic, with a beam
waist of 300 !m in the horizontal direction (y direction)
and 17 !m along the field of gravity (z direction). The
depth of the reservoir trap is kept constant at kB ! 9 !K.
After preparation of the sample, another laser cooling stage

is performed on the narrow 1S0-
3P1 intercombination line,

using a single laser beam propagating vertically upwards.
The detuning of the laser cooling beam from resonance is
"# 2! and the peak intensity is 0:15 !W=cm2, which is
0.05 of the transition’s saturation intensity. These parame-
ters result in a photon scattering rate of "70 s#1. At this
point, the ultracold gas contains 9! 106 atoms at a tem-
perature of 900 nK.
To render the atoms transparent to cooling light in a

central region of the laser cooled cloud, we induce a light
shift on the 3P1 state, using a ‘‘transparency’’ laser beam
15 GHz blue detuned to the 3P1-

3S1 transition [32]. This
beam propagates downwards under a small angle of 15$ to
vertical and has a beam waist of 26 !m in the plane of the
reservoir trap (xy plane). The beam has a peak intensity of
0:7 kW=cm2. It upshifts the 3P1 state by more than
10 MHz and also influences the nearest molecular level
tied to the 3P1 state significantly [32,33]. Related schemes
of light-shift engineering were used to image the density
distribution of atoms [34,35], to improve spectroscopy
[36], or to enhance loading of dipole traps [23,24]. To
demonstrate the effect of the transparency laser beam, we
take absorption images of the cloud on the laser cooling
transition. Figure 1(d) shows a reference image without the
transparency beam. In the presence of this laser beam,
atoms in the central part of the cloud are transparent for
the probe beam, as can be seen in Fig. 1(e).
To increase the density of the cloud, a dimple trap is

added to the system. It consists of an infrared laser beam
(wavelength 1065 nm) propagating upwards under a small
angle of 22$ to vertical and crossing the laser cooled cloud
in the region of transparency. In the plane of the reservoir
trap, the dimple beam has a waist of 22 !m. The dimple is
ramped to a depth of kB ! 2:6 !K, where it has trap
oscillation frequencies of 250 Hz in the horizontal plane.
Confinement in the vertical direction is only provided by
the reservoir trap and results in a vertical trap oscillation
frequency of 600 Hz. Figure 1(f) shows a demonstration of
the dimple trap in absence of the transparency beam. The
density in the region of the dimple increases substantially.
However, with the dimple alone no BEC is formed because
of photon reabsorption.
The combination of the transparency laser beam and the

dimple trap leads to Bose-Einstein condensation. Starting
from the laser cooled cloud held in the reservoir trap, we
switch on the transparency laser beam and ramp the dimple
trap to a depth of kB ! 2:6 !K. The potentials of the 1S0
and 3P1 states in this situation are shown in Fig. 1(c).
Atoms accumulate in the dimple without being disturbed
by photon scattering. Elastic collisions thermalize atoms in
the dimple with the laser cooled reservoir. The phase-space
density in the dimple increases and a BEC emerges.
We detect the BEC by taking absorption images 24 ms

after switching off all laser beams. Figure 2(a) shows the
momentum distribution 20 ms after switching on the
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FIG. 1 (color online). Scheme to reach quantum degeneracy by
laser cooling. (a) A cloud of atoms is confined in a deep reservoir
dipole trap and exposed to a single laser cooling beam
(red arrow). Atoms are rendered transparent by a ‘‘transparency’’
laser beam (green arrow) and accumulate in a dimple dipole trap
by elastic collisions. (b) Level scheme showing the laser cooling
transition and the transparency transition. (c) Potential experi-
enced by 1S0 ground-state atoms and atoms excited to the 3P1

state. The transparency laser induces a light shift on the 3P1

state, which tunes the atoms out of resonance with laser cooling
photons. (d)–(f) Absorption images of the atomic cloud recorded
using the laser cooling transition. The images show the cloud
from above and demonstrate the effect of the transparency laser
(e) and the dimple (f). (d) is a reference image without these two
laser beams.
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transparency beam, which is well described by a thermal
distribution. By contrast, we observe that 140 ms later, an
additional, central elliptical feature has developed; see
Fig. 2(b). This is the hallmark of the BEC. Although clearly
present, the BEC is not very well visible in Fig. 2(b),
because it is shrouded by 8! 106 thermal atoms originat-
ing from the reservoir. To show the BEC with higher
contrast, we have developed a background reduction
technique. We remove the reservoir atoms by an intense
flash of light on the 1S0-

3P1 transition applied for 10 ms.
Atoms in the region of transparency remain unaffected by
this flash. Only 5! 105 thermal atoms in the dimple
remain and the BEC stands out clearly; see Fig. 2(c). We
use this background reduction technique only for demon-
stration purposes, but not for measuring atom numbers or
temperatures.

Quantitative data on our experiment are obtained by
two-dimensional fits to time-of-flight absorption images
[32]. The atom number of the thermal cloud and of the
BEC are extracted from fits to 24-ms expansion images,
consisting of Gaussian distributions describing the thermal
background and an integrated Thomas-Fermi distribution
describing the BEC. Further absorption images taken
after 4 ms expansion time are used to determine atom
number and temperature of the gas in the reservoir and
the dimple, respectively.

We now analyze the dynamics of the system after the
transparency laser beam has been switched on. As we
increase the dimple strength to its final depth in 10 ms,
106 atoms accumulate in it and the temperature of the
dimple gas increases; see Figs. 3(a) and 3(b). During the

next "100 ms the dimple gas thermalizes with the reser-
voir gas by elastic collisions [32,37,38]. The temperature
of the reservoir gas is hereby not increased, since the
energy transferred to it is dissipated by laser cooling. We
carefully check that evaporation is negligible even for the
highest temperatures of the gas [32]. Already after 60 ms a
BEC is detected. Its atom number saturates at 1:1! 105

after 150 ms, as shown in Fig. 3(c). The atom number in the
reservoir decreases slightly, initially because of migration
into the dimple and on longer time scales because of light
assisted loss processes in the laser cooled cloud.
The continuous laser cooling of the reservoir provides a

dissipation mechanism, which renders our system resilient
against perturbations. To demonstrate this fact, we repeat-
edly destroy the BEC and let it re-form (Fig. 4). To destroy
the BEC, we pulse the dimple trap depth to kB ! 15 !K
for 2 ms, which increases the temperature of the dimple gas
by a factor 2. We follow the evolution of the BEC atom
number while the heating pulse is applied every 200 ms.
A new BEC starts forming a few 10 ms after each heating
pulse for more than 30 pulses. We find that the observed
decrease in the BEC size from pulse to pulse stems from
the reduction of the total atom number in the system.
To clarify the role laser cooling plays in our scheme, we

perform a variation of the experiment. Here, we switch off
the laser cooling beam before ramping up the dimple and
we do not use the transparency beam. Heat released while
ramping up the dimple or after a heating pulse is again
distributed from the dimple to the whole system by elastic
collisions, but this time not dissipated by laser cooling.
Since the reservoir gas has a ten times higher atom number
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FIG. 2 (color online). Creation of a BEC by laser cooling. Shown are time-of-flight absorption images and integrated density profiles
of the atomic cloud for different times t after the transparency laser has been switched on, recorded after 24 ms of free expansion.
(a), (b) The appearance of an elliptic core at t ¼ 160 ms indicates the creation of a BEC. (c) Same as in (b), but to increase the
visibility of the BEC, atoms in the reservoir trap were removed before the image was taken. The fits (blue lines) consist of Gaussian
distributions to describe the thermal background and an integrated Thomas-Fermi distribution describing the BEC. The red lines show
the component of the fit corresponding to the thermal background. The x0y0 plane is rotated by 45$ around the z axis with respect to the
xy plane and the field of view of the absorption images is 2 mm! 1:4 mm.
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FIGURE III.2. Pour trouver le régime stationnaire de (III.5), on écrit l’égalité des
flux traversant une frontière fictive située à v + vr/2.

au cas d’une raie large, pour lequel l’équation de Fokker–Planck était va-
lable. Cette distribution en vitesse décroît comme une loi de puissance v−α,
en l’occurrence α = 2 pour le choix ∆ = −ωr.

Comme nous allons le voir dans ce qui suit, cette décroissance « molle »
en loi de puissance va poser des questions nouvelles par rapport au cas
gaussien : à quelle condition le moment d’ordre deux 〈v2〉 qui entre dans
la définition de l’énergie cinétique est-il défini [ce n’est manifestement pas
le cas pour (III.10)] ? La distribution P(v) est-elle toujours normalisable ?

Pour répondre à ces questions, prenons maintenant un désaccord ∆
quelconque. Il n’y a pas de solution exacte comme pour le cas particulier
∆ = −ωr, mais on peut montrer que le comportement aux grandes vitesses
reste un comportement en loi de puissance

P(v) ∝ |v|−α. (III.11)

Pour déterminer α, utilisons le développement aux grandes vitesses

P(v + vr)

P(v)
≈ 1− αvr

v
. (III.12)

Un développement en puissances de 1/v du membre de droite de (III.8)
donne le terme dominant :

1 + 4
∆

kv
= 1 + 2

∆

ωr

vr

v
(III.13)
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dont on déduit l’exposant de la loi de puissance de P

P(v) ∝ |v|−α avec α = 2
|∆|
ωr

, (III.14)

où ∆ est négatif. La condition nécessaire pour que ce traitement ait un sens
est que la distribution P soit normalisable, c’est-à-dire :

P normalisable : |∆| > 1

2
ωr. (III.15)

Si on veut que
∫
v2 P(v) dv converge pour que l’énergie cinétique moyenne

soit finie, la contrainte est plus forte :

Energie cinétique définie : |∆| > 3

2
ωr. (III.16)

Le cas particulier ∆ = −ωr étudié plus haut correspond à une distribution
en 1/v2, donc normalisable mais d’énergie cinétique moyenne infinie.

Avant de discuter la valeur précise de la largeur de la distribution en vi-
tesse et de l’énergie cinétique moyenne, la leçon que nous pouvons tirer est
que lorsque la largeur de raie Γ devient très faible, on ne peut pas espérer
que la limite Doppler en raie large kBT = ~Γ/2, obtenue pour ∆ = −Γ/2,
reste valable. Le désaccord ne doit pas être choisi plus petit que la fré-
quence de recul, à un facteur multiplicatif près de l’ordre de l’unité. Les
classes de vitesse v = 0, v = ±vr ont alors des populations comparables
d’après (III.8) et l’énergie cinétique obtenue est donc au moins d’ordre Er.

1-3 Prise en compte du recul « spontané »

Le modèle 1D développé précédemment, dans lequel on négligeait l’im-
pulsion emportée par les photons de fluorescence, nous a permis de ré-
soudre très simplement l’équation d’évolution (III.5). Toutefois ce modèle
pêche par optimisme, dans la mesure où il néglige une source de chauffage
importante. Nous nous proposons maintenant d’aller au delà de cette ap-
proximation et de prendre en compte les reculs aléatoires dus aux phéno-
mène d’émission spontanée. Nous allons le faire d’abord dans un modèle
1D, puis généraliser nos résultats à 3D.
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FIGURE III.3. Modèle continu pour le refroidissement Doppler en raie étroite.
L’absorption d’un photon (trait plein) change la vitesse atomique de ±vr. Un pho-
ton émis spontanément (trait pointillé) a une composante d’impulsion non nulle
le long de l’axe du refroidissement, avec une densité de probabilité donnée par
(III.17).

Considérons pour commencer un refroidissement en raie étroite le long
de l’axe z. La projection sur cet axe de l’impulsion ~k d’un photon émis
spontanément est une variable continue comprise entre −~k et ~k (figure
III.3). Pour prendre en compte cette variable, nous modifions les termes
d’alimentation de la population de la classe de vitesse v [seconde ligne de
(III.5)] de la manière suivante :

s+(v − vr)P(v − vr) −→
∫ vr

−vr
N (v′) s+(v − vr + v′)P(v − vr + v′) dv′

s−(v + vr)P(v + vr) −→
∫ vr

−vr
N (v′) s−(v + vr + v′)P(v + vr + v′) dv′

où N (v′) est la densité de probabilité pour qu’un photon émis spontané-
ment ait une impulsion ~kz = Mv′ selon l’axe z. Cette quantité se calcule
à partir des formules classiques d’électromagnétisme donnant le rayon-
nement d’un dipole oscillant. On trouve en prenant (par exemple) le cas
d’une polarisation circulaire le long de l’axe z :

N (v′) =
3

8vr

(
1 +

v′2

v2
r

)
. (III.17)

Nous montrons sur la figure III.4 le résultat de l’évolution trouvée pour
l’évolution de la distribution P(v), , calculée pour ωr = Γ. Quelques faits
marquants se dégagent de cette évolution :

40



CHAP. III. LES VERTUS DES RAIES ÉTROITES § 1. Refroidissement monochromatique

§ 0.

mz = 0

Cours 0 – page 1

§ 0.

mz = 0

J = 1

J = 0

g

e

Cours 0 – page 1

§ 0.

mz = 0

J = 1

J = 0

g

e

Cours 0 – page 1

§ 0.

mz = 0

J = 1

J = 0

g

e

Cours 0 – page 1

§ 0.

mz = 0

J = 1

J = 0

g

e

Cours 0 – page 1

§ 0.

mz = 0

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p + q

W (q|p)

Cours 0 – page 1

§ 0.

mz = 0

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p + q

W (q|p)

Cours 0 – page 1

§ 0.

mz = 0

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p + q

W (q|p)

Cours 0 – page 1

§ 0.

mz = 0

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p + q

W (q|p)

Cours 0 – page 1

Vol. 6, No. 11/November 1989/J. Opt. Soc. Am. B 2049

The evolution of the eight other family quantities defined in
Eqs. (2.2) is much simpler, corresponding simply to the usual
decrease resulting from spontaneous emission. One has, for
example,

[*+(P)]SE =-rr+(p),

[k+-(P)ISE =-rp+_(p), (2.20)

[kg+(P)]SE = 2 Pg+(P).

E. Structure of the Equations of Evolution
If one puts together all the various terms found above, one
gets

*g(P) = r[ir(p - hk) + ir-(p + hk)]

-2 [P+g(P) - P (- 2 [p-g(P) -Pg-(P)b,

ir+(p) = -rir+(p) + iQ [P+g(P) - pg+(P)],

kg+(P) = (,kp) + r] g+(p)

+ 2 [rg(P) - (p)]- P-(P)22

j, (p) =-(2i P + r) P+-(P) + 2 [P+g(P)-Pg-(P)I,
(2.21)

plus the five equations that can be deduced from Eqs. (2.21)
by taking complex conjugates and/or exchanging + and -.

Let us comment briefly on the structure of these equa-
tions. A first important remark is that the evolution of any
of the nine functions rg(p), 7r+(p), p+g(p), . . . does not in-
volve any coupling to interfamily density-matrix elements
such as (g,plpig, p') withp 5 p'. This simplification, which
we mentioned at the beginning of this section, arises from
the choice of a a+-o-- laser configuration. The conservation
of angular momentum in this case prevents any coherent
redistribution of photons between the two counterpropagat-
ing waves from taking place, which would in turn couple
these nine functions to the interfamily density-matrix ele-
ments. This simplification must be contrasted with the case
of a two-level atom in a standing wave. In the latter case,
one finds that the state Ig, p) is coupled by absorption from a
traveling wave to the state le, p + hi), itself coupled by
stimulated emission into the other traveling wave to Ig, p +
2hk), and so on .... The quantum treatment of this prob-
lem would then require consideration of, for instance, an
infinite number of elements (g, plpig, p') with p' - p =
2nhk, instead of keeping only (g, pipig, p). Actually, at low
power (Rabi frequency 0 smaller than the width r), we do
not expect a large difference between the o-+-a.- configura-
tion and the standing-wave case, since stimulated processes
are negligible compared with spontaneous ones. On the
other hand, at high power ( >> r), we know from the semi-
classical treatment that the two configurations lead to quite
different results."

With regard to the structure of the equations of evolution
(2.21), we also can note that all these equations except for

the one giving *g are similar to usual optical Bloch equations,
the label p being just a spectator. On the other hand, the
equation giving rg contains the term r(r+ + r_), which
describes the transfer among families because of recoil.
This term is at the origin of the radiation force and its
fluctuations.'2 Now if we consider the evolution of the total
population of the family p, we get

*g(P) + *+(p) + *_(p) = -r[7r+(p) + 7r(p)]

+ r[k(p - hk) + ir-(p + hk)].
(2.22)

This equation has a clear physical meaning: The atom
leaves the family p by spontaneous emission from level e+, p
+ hi) and le-, p - hk) terms - r[7r+(p) + r_(p)]j, and it
enters this family by spontaneous emission from any le+, p')
with Ip' - pi < hk (terms involving r+ and r-). When
stationary state is reached, these two entering and leaving
fluxes are equal for any family p.

3. NUMERICAL RESULTS FOR ARBITRARY
INTENSITIES
In order to study the dynamics and the stationary state of
the atomic density matrix, we performed a numerical study
of the full set of Eqs. (2.21). We discretized the momenta by
using typically 200 points. For a narrow line (Fig. 2) corre-
sponding to hF = Er, we took 10 points per recoil h. In
comparison, numerical solutions of the usual Fokker-Planck
approach involve typically one point per recoil hi.

In Fig. 2, we plotted for this narrow line the evolution of
the function giving the probability W(p) of finding the atom
with a momentum p, independently of its internal state

W(p) = 7rg(p) + r+(p - hi) + wr-(p + hk I). (3.1)

t t=00

.t=1000r-l

t= L100Fr 1

t= 15F

t= 7 

~~~~t=O
-5%k 0 5fk

Fig. 2. Time evolution of the momentum distribution W(p) for the
case of a narrow line (hr = E,) with a Rabi frequency = r and a
detuning 6 = -2.5r (discretization 200 points, 10 points per recoil
momentum). The last distribution (for t = a) was obtained direct-
ly by solving the set of equations deduced from b = 0.

Castin et al.
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FIGURE III.4. Évolution de la distribution en vitesse à une dimension pour le
refroidissement Doppler sur une raie étroite Γ = ωr [figure extraite de Castin
et al. (1989)]. Le désaccord vaut ∆ = −1.5ωr et la fréquence de Rabi κ = ωr.
La transition atomique est de type Jg = 0 ↔ Je = 1 et les deux faisceaux se
propageant selon ±z sont polarisés σ±.

– Comme prévue, la distribution finale obtenue a une largeur de l’ordre
de la vitesse de recul.

– Cette distribution n’est pas une fonction monotone de v pour v > 0.
Des trous apparaissent pour les vitesses auxquelles la résonance se
produit avec une des deux ondes laser et pour les multiples de ces
vitesses.

– Un examen détaillé de la solution aux temps longs montre que les
ailes de cette distribution varient comme une loi de puissance, P(v) ∝
|v|−α, comme dans le modèle discret développé précédemment.

1-4 État stationnaire et lois d’échelle

Dans le cadre du modèle continu du paragraphe précédent, nous pou-
vons chercher numériquement le désaccord qui minimise l’énergie ciné-
tique moyenne

Ec =
1

2
M〈v2〉 ≡ 1

2
kBTeff (III.18)

pour chaque valeur du rapport Γ/ωr, et étudier ensuite comment cette tem-
pérature effective minimale Teff,min varie avec Γ/ωr. Notons que la défini-
tion d’une « température » dans cette situation est discutable, puisque nous
avons vu que les distributions stationnaires ne sont pas gaussiennes, mais
varient en loi de puissance pour les grandes vitesses.

Le résultat pour Teff,min fonction de Γ/ωr est représenté sur la figure
III.5, tirée de Castin et al. (1989). Pour une raie étroite, cette température
minimale est obtenue pour ∆ ≈ −3.4ωr et conduit àEc ≈ 0.53Er ou encore

raie étroite 1D : kBTeff,min ≈ 1.06Er,
√
〈v2〉 ≈ 0.73 vr. (III.19)

Pour une raie large, on retrouve la limite Doppler trouvée au chapitre pré-
cédent ; elle s’écrit dans le modèle unidimensionnel étudié ici :

raie large 1D : kBTeff,min =
7

10

~Γ

2
. (III.20)

Le coefficient 7/10 trouvé dans ce modèle 1D par rapport au résultat 3D
s’explique simplement : le chauffage lié au recul des photons émis spon-
tanément correspond à 〈p2〉 = 2

5~
2k2. Alors qu’à 3D, le coefficient de dif-

fusion en impulsion dû aux reculs lors des émissions spontanées est égal
à celui provenant du caractère aléatoire de la direction des photons absor-
bés, sa contribution est réduite ici par un facteur 2/5, d’où une réduction
globale de la diffusion par le facteur

1 + 2
5

1 + 1
=

7

10
. (III.21)

Pour finir, nous pouvons extrapoler ces résultats à trois dimensions, en
multipliant les résultats 1D par le facteur 10/7. Nous obtenons alors une
estimation de la température minimale attendue :

raie étroite 3D : kBTeff,min ≈ 1.5Er,
√
〈v2〉 ≈ 0.9 vr. (III.22)
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states belonging to different families. Using simultaneously
the parity of the ground-state population in the stationary
state

7rg(p) = 7rg(-p), (4.3)

it is possible then to derive all the momenta (pn) of this
stationary distribution.

First, we consider the case of a broad line (E, << hr). We
multiply Eq. (4.2) byp2 and take the integral over p from -
to +X. We then get by using Eq. (2.19)

r+ r+ hk

dpp 2[7r (p) + r_(p)] = dpp 2 Jhk dpjV(p')

X [7r+(p + p'-hi) + 7r-(p + p' + hi)]. (4.4)
We now replace r+ and r_ by their expression in terms of rg
[Eq. (4.1)] and take as new integration variables P1 = p' and
P2 = p + p' F h. Equation (4.4) can now be written as an
average over momentum with a weight rg:

(p(,_- 7'+)(p)) = 7 hk((y + y_)(p)), (4.5)

where the coefficients y+, are given in Eq. (3.7) and where we
get from Eq. (2.18)

dptp t =- h2k (4.6)

Relation (4.5) describes the equilibrium in the steady state
between dissipation and fluctuations. The dissipation is
due to the cooling force f(p) = hk(-y+ - y_)(p), and the
fluctuations are described by the momentum diffusion coef-
ficient 7/10(hk)2 (y+ + y_)(p). For a broad line, the average
Doppler shift Ikp/ml in the stationary state is small com-
pared with the natural width r, so that we get from Eq. (3.7)

'Y-(P) - +(P) - 226kp/m -' (4.7)(6 + 2 /4) 2

yi-(P) Y+(P) + F2 /4 (4.8)

If we insert these two results into Eq. (4.5), we get
- (p2 ) = 7 h + r 2 /4 (4.9)

2m 40 -6

This is the well-known cooling limit for broad lines, which is
minimum for = -r/2, where E = 7hr/40.

For a narrow line, the problem of the derivation of E is
more complex since an expansion like the one that leads to
expressions (4.7) and (4.8) is no longer possible. The princi-
ple of the calculations is presented in detail in Appendix B;
here we indicate only the main results.

The first result deals with the convergence of the integral
SI p2n7rg(p)dp. We find that this integral converges if

<--(3 + 2n).20 m

In particular, this leads to
-g i <21h2

7 9g normalizable if 6 < - 2 0

(p2 ) exists if < h-i?4 m (4.12)

Physically, this means that in an experiment with a finite
collection of atoms, the number of particles with a velocity
smaller than a given bound tends to zero with increasing
interaction time when condition (4.11) is violated.

The analytical expression for (p 2 ) is given explicitly in
Appendix B [Eq. (B16)]. We plotted in Fig. 6 the variations
of (p 2)/2m with detuning a for various ratios hF/Er. The
optimum detunings, which minimize (p 2 ), range from 6 =
-r/2 for a broad line to 6 = -1.72hk2 /m = -3.44r(Er/hr) for
a narrow line. This confirms the numerical results found in
Section 3. The corresponding values for E, = (p 2 )/2m are
plotted in Fig. 7. They range from 7hr/40 for a broad line to
0.53Er for a narrow line.

Finally, we can mention an interesting point that was
pointed out to us by Phillips and co-workers, who first ob-
tained this result by using a Monte Carlo approach to this
problem1 9; it concerns the large INI variation of EK (see Fig. 6).
We see that for large 1l1, E, increases linearly with 161, as one
would expect from the limit (4.9), but it remains below the
semiclassical limit 7I16/40. This can be understood by a
simple reasoning. First, we note that for very large 61, an
expansion such as the one shown in expressions (4.7) and
(4.8) is valid, even for narrow atomic lines. In this case, the
Doppler shift kp/m is indeed small compared with 161. In

EK/I FS

-~~~r_ ~

1 2 3 4 5 6 7 8 9
Fig. 6. Variations (for Q << r) of the stationary kinetic energy E
with detuning 6 for various recoil shifts. The curve with Er = 0
represents the predictions of usual semiclassical molasses theory
[Eq. (4.9)].

EK/ Er

(4.10)

100

0.1
Fig. 7. Variations for u << r of the stationary kinetic energy E.

(4.11) with the ratio hr/E,. The detuning is always chosen in order to
minimize EK.

Castin et al.
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FIGURE III.5. Energie cinétique minimale en fonction du rapport Γ/ωr [figure
extraite de Castin et al. (1989)].

En conclusion, la température minimale que l’on obtient par refroidis-
sement Doppler sur raie étroite est limitée par le recul dû à un seul photon.
Le régime conduisant à cette température minimale est très différent de ce-
lui trouvé pour une raie large : le désaccord optimal est de l’ordre de−3ωr,
le taux d’excitation total d’un atome

stot(v) = s+(v) + s−(v) (III.23)

est faible au voisinage de v = 0 et ne prend des valeurs appréciables que
pour v ≈ ±2 vr. Il se dégage ainsi l’idée que les atomes sont accumulés dans
une région « sombre » de l’espace des vitesses (figure III.6) : quand l’atome
est dans cette région sombre, il reste longtemps à la même vitesse car le
taux de diffusion de photons Γstot/2 est très faible. Quand une diffusion
de photon se produit, l’atome peut se rapprocher d’une des deux zones
« brillantes » situées à v ≈ ±2 vr. La diffusion de photons se fait alors avec
un taux élevé, et l’absorption a lieu avec une quasi-certitude dans l’onde se
propageant en sens contraire de l’atome : par exemple, si v ≈ +2 vr, alors
s−(v) � s+(v). Ce dernier point est essentiel pour garantir que l’atome
ne franchisse pratiquement jamais le mur brillant : si cela se produit et
que l’atome acquiert une vitesse de 3 ou 4 vr, alors il lui faudra un temps
considérable pour revenir au voisinage de la vitesse nulle. C’est la raison
pour laquelle il faut choisir un désaccord ∆ notablement plus grand que
ωr. Nous verrons dans le paragraphe qui suit comment l’utilisation de fais-
ceaux polychromatiques permet d’assouplir cette contrainte.

−4 −2 0 2 4
0

0.1

0.2

0.3

0.4

0.5

v/vr

FIGURE III.6. Variation de s+(v) (tirets bleus), s−(v) (tirets rouges) et stot(v)
(trait continu noir) pour une raie étroite, Γ = ωr, ∆ = −3ωr et κ = ωr/2.

2 Comment structurer la raie de résonance

D’après ce qui précède, le refroidissement en raie étroite fournit un
moyen de refroidir les atomes à une température de l’ordre du recul asso-
cié à un seul photon. Mais l’inconvénient associé à une raie étroite apparaît
clairement sur la figure III.6 : pour qu’un atome de vitesse v quelconque
soit refroidi, il faut que cette vitesse soit proche de la classe de vitesse ré-
sonnante avec les lasers, kv ∼ ∆ à Γ près. Comme Γ est supposé petit, de
l’ordre de la fréquence de recul ωr, seule une classe de vitesse de faible lar-
geur (de l’ordre de vr) va être concernée. Comment peut-on remédier à ce
manque d’efficacité ?

Un première solution est d’élargir la raie par saturation. Nous avons vu
que lorsque la fréquence de Rabi qui caractérise le couplage atome–laser
devient plus grande que la largeur naturelle Γ, la largeur effective de la
résonance est augmentée :

Γ −→ Γeff =
√

Γ2 + 2|κ|2. (III.24)
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On peut donc choisir |κ| grand devant la pulsation de recul ωr, pour assurer
que la plage de capture en vitesse de la mélasse optique soit grande devant
vr. Mais on perd alors le bénéfice d’une raie étroite : tout se passe comme
si on utilisait une raie de résonance de largeur Γeff � ωr, et la température
que l’on va atteindre sera donnée par kBT ∼ ~Γeff , ce qui est grand devant
l’énergie de recul.

2-1 Élargissement par modulation de phase

Il est nettement plus judicieux d’élargir la raie en prenant une excita-
tion polychromatique, qui peut être obtenue en introduisant des bandes
latérales grâce une modulation de phase de l’onde lumineuse :

eiωLt → ei[ωLt+φ(t)]. (III.25)

Considérons par exemple une modulation de phase φ(t) de période T pour
laquelle la phase varie localement quadratiquement avec le temps. On se
donne T0 < T et on prend pour la période −T0/2 < t < T − T0/2 :

φ(t) = α(t2 − T 2
0 /4) si |t| < T0/2, (III.26)

φ(t) = −β(t− T0/2)(t− T + T0/2) si T0/2 < t < T − T0/2,

que l’on reproduit ensuite périodiquement. On impose αT0 = β(T − T0)
pour assurer la continuité et la dérivabilité de φ(t) en T0. La fréquence de
l’onde, égale à la dérivée de la phase, a alors une variation en « dent de
scie » et couvre un intervalle de fréquence entre ωL−Ω/2 et ωL + Ω/2, avec
Ω = 2αT0. Une analyse de Fourier montre que le spectre de la lumière est
composé d’harmoniques séparées par la pulsation 2π/T , avec des poids
comparables si la dent de scie est suffisamment asymétrique (T0 proche de
T ). Un exemple est représenté sur la figure III.7. Les harmoniques situées
en dehors de la plage [ωL−Ω/2, ωL+Ω/2] ont des poids négligeables devant
celles situées à l’intérieur de cette plage.

Pour obtenir une excitation significative et uniforme de l’atome sur une
large plage de vitesses, il suffit alors de choisir l’écart entre harmoniques
2π/T de l’ordre de la largeur naturelle Γ. Un exemple de profil obtenu en
sommant indépendamment les contributions des différentes composantes
de Fourier est représenté sur la figure III.8 dans le cas d’une raie très étroite
(Γ = 0.2ωr).

−20 −10 0 10 20
0

2 · 10−2

4 · 10−2

6 · 10−2

harmonique

FIGURE III.7. Exemple de spectre obtenu par modulation quadratique de la phase
(III.26) avec T0 = 0.99T et α = 20π/(TT0) (soit 20 harmoniques significative-
ment peuplées).

Dans la suite, nous allons modéliser ce profil par la forme rectangu-
laire représentée sur la figure III.9. Nous discutons ici le cas 1D, mais cette
modélisation s’étendra ensuite sans difficulté à trois dimensions. Séparons
l’espace des vitesses en trois zones :

– La zone centrale A correspond à des vitesses faibles |v| < v0. Ces
atomes sont « presque dans le noir », c’est-à-dire qu’ils ont une proba-
bilité faible d’absorber un photon. Nous notons γa la probabilité par
unité de temps pour un processus d’absorption, qui se fait selon un
sens aléatoire.

– La zone intermédiaire B correspondant à v0 < |v| < v1. Dans cette
zone, les atomes absorbent des photons avec un taux γb élevé. Cette
absorption est directive : elle se fait dans le faisceau lumineux qui
se propage en sens contraire de l’atome et elle tend donc à ramener
l’atome vers la vitesse nulle.

– La zone C correspondant à des atomes de grande vitesse |v| > v1.
Ces atomes ont une probabilité négligeable d’absorber un photon. La
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−6 −4 −2 0 2 4 6
0

0.1
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FIGURE III.8. Paramètre de saturation s+(v) (tirets bleus), s−(v) (tirets rouges)
et stot(v) (trait continu noir) en fonction de la vitesse v. Paramètres pour cette
figure : Γ = 0.2ωr, κ = 0.4ωr, ∆ moyen = −5ωr, 100 harmoniques significati-
vement peuplées avec un écart entre harmoniques de 0.1ωr.

vitesse v1 peut être choisie en principe arbitrairement grande devant
la vitesse de recul et ces classes de vitesse |v| > v1 joueront un rôle
négligeable dans la suite.

2-2 Lois d’échelle pour une raie élargie

L’élargissement de la raie d’excitation par modulation de phase peut
avoir deux vertus. La première est d’accélérer la décroissance de la distri-
bution de vitesse P(v) aux grandes vitesses. Nous avons vu que pour une
excitation monochromatique, cette décroissance se faisait avec une loi de
puissance |v|−α, avec α = 2|∆|/ωr. Pour la raie élargie que nous considé-
rons ici, le désaccord effectif correspond au centre du profil d’excitation
rectangulaire et peut donc être grand devant ωr. L’exposant de la loi de
puissance est donc grand devant 1, ce qui assure la convergence de tous
les moments pertinents de cette distribution en vitesse.

La seconde vertu est d’abaisser l’énergie moyenne des atomes refroi-
dis, au moins dans le cas où Γ � ωr. Pour éclaircir ce point, nous allons
faire un raisonnement statistique simple, basé sur la modélisation du taux
d’absorption représentée sur la figure III.9. Notons Pa et Pb les populations
respectives des zonesA etB et supposons que la vitesse frontière v0 est no-
tablement plus petite que la vitesse de recul vr ; en régime stationnaire, il y
a équilibre entre les flux entrant et sortant de chaque zone :
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states belonging to different families. Using simultaneously
the parity of the ground-state population in the stationary
state

7rg(p) = 7rg(-p), (4.3)

it is possible then to derive all the momenta (pn) of this
stationary distribution.

First, we consider the case of a broad line (E, << hr). We
multiply Eq. (4.2) byp2 and take the integral over p from -
to +X. We then get by using Eq. (2.19)

r+ r+ hk

dpp 2[7r (p) + r_(p)] = dpp 2 Jhk dpjV(p')

X [7r+(p + p'-hi) + 7r-(p + p' + hi)]. (4.4)
We now replace r+ and r_ by their expression in terms of rg
[Eq. (4.1)] and take as new integration variables P1 = p' and
P2 = p + p' F h. Equation (4.4) can now be written as an
average over momentum with a weight rg:

(p(,_- 7'+)(p)) = 7 hk((y + y_)(p)), (4.5)

where the coefficients y+, are given in Eq. (3.7) and where we
get from Eq. (2.18)

dptp t =- h2k (4.6)

Relation (4.5) describes the equilibrium in the steady state
between dissipation and fluctuations. The dissipation is
due to the cooling force f(p) = hk(-y+ - y_)(p), and the
fluctuations are described by the momentum diffusion coef-
ficient 7/10(hk)2 (y+ + y_)(p). For a broad line, the average
Doppler shift Ikp/ml in the stationary state is small com-
pared with the natural width r, so that we get from Eq. (3.7)

'Y-(P) - +(P) - 226kp/m -' (4.7)(6 + 2 /4) 2

yi-(P) Y+(P) + F2 /4 (4.8)

If we insert these two results into Eq. (4.5), we get
- (p2 ) = 7 h + r 2 /4 (4.9)

2m 40 -6

This is the well-known cooling limit for broad lines, which is
minimum for = -r/2, where E = 7hr/40.

For a narrow line, the problem of the derivation of E is
more complex since an expansion like the one that leads to
expressions (4.7) and (4.8) is no longer possible. The princi-
ple of the calculations is presented in detail in Appendix B;
here we indicate only the main results.

The first result deals with the convergence of the integral
SI p2n7rg(p)dp. We find that this integral converges if

<--(3 + 2n).20 m

In particular, this leads to
-g i <21h2

7 9g normalizable if 6 < - 2 0

(p2 ) exists if < h-i?4 m (4.12)

Physically, this means that in an experiment with a finite
collection of atoms, the number of particles with a velocity
smaller than a given bound tends to zero with increasing
interaction time when condition (4.11) is violated.

The analytical expression for (p 2 ) is given explicitly in
Appendix B [Eq. (B16)]. We plotted in Fig. 6 the variations
of (p 2)/2m with detuning a for various ratios hF/Er. The
optimum detunings, which minimize (p 2 ), range from 6 =
-r/2 for a broad line to 6 = -1.72hk2 /m = -3.44r(Er/hr) for
a narrow line. This confirms the numerical results found in
Section 3. The corresponding values for E, = (p 2 )/2m are
plotted in Fig. 7. They range from 7hr/40 for a broad line to
0.53Er for a narrow line.

Finally, we can mention an interesting point that was
pointed out to us by Phillips and co-workers, who first ob-
tained this result by using a Monte Carlo approach to this
problem1 9; it concerns the large INI variation of EK (see Fig. 6).
We see that for large 1l1, E, increases linearly with 161, as one
would expect from the limit (4.9), but it remains below the
semiclassical limit 7I16/40. This can be understood by a
simple reasoning. First, we note that for very large 61, an
expansion such as the one shown in expressions (4.7) and
(4.8) is valid, even for narrow atomic lines. In this case, the
Doppler shift kp/m is indeed small compared with 161. In

EK/I FS

-~~~r_ ~

1 2 3 4 5 6 7 8 9
Fig. 6. Variations (for Q << r) of the stationary kinetic energy E
with detuning 6 for various recoil shifts. The curve with Er = 0
represents the predictions of usual semiclassical molasses theory
[Eq. (4.9)].

EK/ Er

(4.10)

100

0.1
Fig. 7. Variations for u << r of the stationary kinetic energy E.

(4.11) with the ratio hr/E,. The detuning is always chosen in order to
minimize EK.

Castin et al.
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FIGURE III.9. Modélisation du taux d’absorption : une zone centrale avec un
faible taux γa et une zone périphérique avec un taux nettement plus fort γb. La
largeur de la zone centrale v0 est plus petite que la vitesse de recul.

– Le flux sortant de la zone A est simplement donné par

ΦA→B ≈ Paγa. (III.27)

En effet, puisque v0 � vr, un atome situé initialement dans la zone
A et qui subit une diffusion de photon quitte en général cette zone en
raison du recul aléatoire lié à l’émission spontanée.

– Le flux entrant dans la zone A correspond à des atomes de la zone B
qui ont subi un processus absorption – émission spontanée, et qui par
chance sont arrivés dans une classe de vitesse |v| < v0. Comme les
atomes de la zoneB ont une vitesse de l’ordre de la vitesse de recul vr,
le flux entrant dans la zone A s’écrit :

ΦB→A ≈ Pbγb
(
v0

vr

)D
(III.28)

oùD est la dimension de l’espace des vitesses que l’on souhaite refroi-
dir. Notons tout de suite que le facteur (v0/vr)

D rend le refroidisse-
ment tri-dimensionnel beaucoup plus délicat que son équivalent 1D,
à v0 et vr donnés ; ce point sera confirmé dans la suite.

L’égalité des deux flux correspondant au régime stationnaire entraine
donc :

Pa
Pb

=
γb
γa

(
v0

vr

)D
. (III.29)
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Il reste à évaluer le rapport γb/γa. Dans l’hypothèse d’une raie de réso-
nance élargie par modulation de phase comme en figure III.8, le taux rési-
duel d’absorption autour de la vitesse nulle correspond à la somme des
ailes des différentes lorentziennes correspondant à chacune des harmo-
niques de la raie élargie. On trouve donc à un coefficient numérique près :

γa ≈ γb
Γ

|∆min|
où l’on suppose Γ� |∆min|, (III.30)

où ∆min est la valeur du désaccord pour l’harmonique la plus proche de
résonance. Cette valeur est directement reliée à la vitesse frontière v0 :
kv0 = |∆min| de sorte que l’on arrive à

Pa
Pb

=
vD+1

0

vDr δvres
avec δvres = Γ/k � vr. (III.31)

La nature de l’optimisation possible est alors claire : on cherche à avoir
au moins une fraction des atomes (ceux de la zone A) les plus froids pos-
sibles, donc une vitesse frontière v0 aussi basse que possible. Mais on veut
en même temps que cette fraction soit significative, donc que Pa ne soit pas
trop petit comparé à Pb.

Imposons pour fixer les idées Pa = Pb. Ceci fixe la valeur de v0 :

v0

vr
=

(
Γ

ωr

) 1
D+1

. (III.32)

À une dimension, le gain est significatif comparé au refroidissement mo-
nochromatique si Γ � ωr. On a en effet v0 =

√
vr δvres � vr (Wallis &

Ertmer 1989). À trois dimensions en revanche, le gain n’est que marginal
par rapport à vr, puisque le rapport Γ/ωr n’intervient qu’à la puissance 1/4.
L’intérêt principal d’élargir la raie est dans ce cas d’augmenter la zone de
capture de la mélasse optique (c’est le premier argument que nous avons
mentionné).

5s5p 1P1

5s5s 1S0

5s4d 1D2

5s5p 3P10
1
2

461 nm

689 nm

FIGURE III.10. Niveaux d’énergie pertinents pour l’atome de strontium. L’état
excité pour la transition de raie large 5s5p 1P1 peut se désexciter vers le niveau
5s4d 1D2, ce qui peut nécessiter la mise en place d’un schéma de repompage.

3 Expériences de refroidissement en raie étroite

3-1 Mesures de température

Les premières expériences de refroidissement en raie étroite ont été me-
nées sur l’atome de strontium (isotope 88) dans le groupe de H. Katori au
Japon (Katori et al. 1999; Ido et al. 2000).

L’atome de strontium possède deux raies de résonance importantes
pour la suite (figure III.10) ; la première, une raie large, correspond à la
transition 5s2 1S0 ↔ 5s5p 1P1, avec la longueur d’onde λ1 = 461 nm et
la largeur Γ1/2π = 32 MHz. Cette raie est utilisée pour pré-refroidir les
atomes dans un piège magnéto-optique. La seconde raie, étroite, corres-
pond à la transition d’intercombinaison 5s2 1S0 ↔ 5s5p 3P1, λ2 = 689 nm
et Γ2/2π = 7.6 kHz. Katori et al. (1999) ont montré qu’ils pouvaient transfé-
rer les atomes pré-refroidis sur la raie large dans un piège magnéto-optique
pour la raie étroite, en élargissant cette raie par modulation de phase. Ils
ont ensuite éteint cette modulation de phase pour obtenir un échantillon
refroidi en lumière monochromatique. En diminuant autant que possible
la puissance du laser (jusqu’au seuil pour lequel la force de pression de ra-
diation ne compense plus la gravité), ils ont pu atteindre une température
de 400 nK, soit 1.7Er/kB. La vitesse quadratique moyenne correspondante
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est

v0 =

√
kBT

M
= 6.1 mm/s = 0.9 vr. (III.33)

Katori et al. (1999) ont également mesuré la densité dans l’espace des
phases du nuage refroidi, et montré qu’elle pouvait atteindre 10−2, dépas-
sant ainsi par plusieurs ordres de grandeur celle mesurée dans un piège
magnéto-optique en raie large (∼ 10−6). Ils attribuent la limite observée
pour cette densité dans l’espace des phases au chauffage lié à la diffusion
multiple de photons, sur lequel nous allons revenir un peu plus loin. Pour
la géométrie de leur échantillon, ils observent une augmentation de la tem-
pérature avec la densité spatiale :

dT

dn
= 400 nK/(1012 cm−3) (III.34)

sur la plage n = 0.1–0.5 1012 cm−3. La densité dans l’espace des phases
variant comme n/T 3/2, cette loi favorise le régime « basse densité – basse
température ».

Ido et al. (2000) ont ensuite amélioré ce résultat en appliquant le re-
froidissement en raie étroite à des atomes de strontium confinés dans un
piège dipolaire. En réduisant la puissance du piège dipolaire, ils ont atteint
une densité dans l’espace de phases de 0.1 (à un facteur 20 de la conden-
sation). Notons que l’équilibre obtenu correspondait probablement à une
combinaison de refroidissement lumineux et de refroidissement par éva-
poration.

Une étude détaillée de la température obtenue dans un refroidissement
en raie étroite a également été faite par le groupe de Nice pour 88Sr (Cha-
lony et al. 2011). Cette étude a porté à la fois sur des atomes confinés dans
un piège dipolaire et sur des atomes libres. Pour des atomes piégés, la
variation de la température avec le désaccord est en bon accord avec les
modèles théoriques présentés plus haut (Castin et al. 1989). La tempéra-
ture minimale mesurée est de ∼ 400 nK comme pour Katori et al. (1999), et
la température minimale déduite d’une extrapolation à très faible nombre
d’atomes est de ∼ 200 nK (figure III.11). Par ailleurs, des effets d’augmen-
tation de température en fonction du nombre d’atomes ont été clairement
observés là aussi : la température est multipliée par deux pour un nombre
d’atomes correspondant à une épaisseur optique du nuage de l’ordre de
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by measuring the evolution of the cloud over half of the
trap period, after switching off the 1D cooling laser.
For that purpose, we use the relationship !2

zðtÞ ¼
!2

zð0Þcos2ð!tÞ þ ½!pð0Þ=m!&2sin2ð!tÞ, linking the rms
value of the cloud size in the 1D harmonic trap, !zðtÞ, to
the initial values (at the switching off of the lasers) in real
space and momentum space.

Moreover, the mean square momentum depend on the
number of atoms, showing that collective effects also
induce extra heating. Regardless of the exact origin of
this extra heating, one example of this dependency is
shown in the inset of Fig. 2. We extrapolate the mean
square momentum value to the noninteracting limit (van-
ishing number of atoms) using a linear fit. The data points
for the mean square momentum in Fig. 2 are deduced in
this way.

Finally, even if the trap is loose along the cooling axis
(!k ' !r), it is not clear that it does not affect the cooling
process. Later on we will show that the trapping indeed has
a major impact when the transition is very narrow,!r(!.
To explore the influence of the trap, we use a Monte Carlo
(MC) simulation comparing cooling with and without the
trap. The MC simulation is based on a rate equation
describing the scattering events where the external degrees
of freedom are treated classically. This approach, neglect-
ing the quantum nature of the external degrees of freedom,
is known to be consistent with the full quantum approach in
free space [14]. This point is also confirmed here, where
the results of the MC simulation in free space are plotted in
Fig. 2 (green stars). In the trap, the dynamic is more subtle

because of the presence of the trapping force. It turns out,
however, that for the strontium intercombination transition
with !r ’ 0:6! the trap does not significantly modify the
mean square momentum in the steady state (red dots in
Fig. 2). We will see later that the condition !r ( ! leads
to different conclusions.
Other signatures of the quantum nature of Doppler

cooling can be found in the shape of the momentum
distribution. In the broad transition semiclassical picture,
the momentum distribution is essentially Gaussian since it
remains very well confined far from the two )"m=k
resonance lines. With a narrow transition, a single scatter-
ing event might be enough to bring the atom out of reso-
nance. As a consequence, the momentum distribution is not
Gaussian anymore and shows out-of-resonance long tails
and dips at the resonance lines [14,27]. A precise measure-
ment of the momentum distribution has been done for the
case of free space 1D cooling on clouds with large number
of atoms, to improve the signal to noise ratio. The laser
intensity was increased to 0:5Is in order to reach the
steady state regime during the laser interaction time. This
is a likely explanation to why there is only a qualitative
agreement found between the experiment and the MC

FIG. 2 (color online). Mean square momentum in temperature
and recoil units as function of cooling laser detuning. The
experimental data (black, full circles), extrapolated for N ! 0
(noninteracting gas), are compared to the full quantum approach
developed by Castin et al.[14] (green, solid line). The blue,
dashed curve shows the prediction for broad transition Doppler
theory. The red points (green stars) correspond to the MC
simulation performed in (without) the dipole trap. Inset:
Measured mean square momentum as function of the number
of atoms in the trap with " ¼ *20 kHz and If ¼ 0:06Is (red
circles) with linear fit (dashed line).

FIG. 3 (color online). Upper panels: Raw data, false color
image of the atomic cloud after 1D cooling in free space, and
50 ms time of flight. The cooling laser are along the horizontal
axis. From left to right the laser detunings are respectively
" ¼ *33 kHz, " ¼ *21 kHz and " ¼ *10 kHz, and the laser
intensity is around 0:5Is. The small horizontal asymmetry is
likely due to imperfect balance of the cooling beams intensity,
which were not precisely adjusted like for the cloud in the Dipole
trap case. Middle panels: Normalized spatial distribution along
the cooling axis extracted from the upper images. Lower panels:
Normalized momentum distribution extracted from the MC
simulation. The laser detuning is the same as in the experiment,
but the simulation is performed at the low intensity limit. These
plots show a qualitative agreement with the experiment at higher
intensity without the added trap (green open circles), as well as
in the trap (red dots). The resonance lines correspond to the
vertical, dashed lines.
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FIGURE III.11. Gauche : Évolution de la température en fonction du désaccord
pour un nuage d’atomes de 88Sr confinés dans un piège dipolaire. Les températures
indiquées résultent de l’extrapolation à faible nombre d’atomes des températures
effectivement mesurées. Droite : influence du nombre d’atomes sur la température
[figure extraite de Chalony et al. (2011)].

l’unité (dans sa direction transverse). Nous allons revenir sur ce résultat
dans le paragraphe suivant. Pour des atomes libres, le profil de vitesse me-
suré est en bon accord avec celui montré en figure III.4, avec des trous
correspondant aux classes de vitesse résonantes et des ailes notables, non
gaussiennes.

3-2 Le rôle des effets collectifs

Dans la confrontation théorie - expérience que nous venons de dé-
crire, les effets collectifs jouent un rôle important. Les modélisations théo-
riques que nous avons présentées auparavant portaient sur le cas d’un
atome unique couplé au rayonnement. Dans les expériences, on refroidit
un grand nombre de particules (de 104 à 107) et il est important de préciser
à quelle condition on peut espérer que les prédictions « à un atome » soient
valables.

Le problème le plus important, déjà rencontré pour le piège magnéto-
optique en raie large, est la diffusion multiple des photons. Dans le cas du
piège magnéto-optique, nous avons indiqué que cette diffusion multiple
était à l’origine d’une force de répulsion entre les atomes, qui augmentait la
taille à l’équilibre du nuage piégé. La diffusion multiple crée également un
chauffage, à cause des reculs aléatoires qu’elle entraine. Dans ce qui suit,
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nous allons estimer les paramètres du nuage d’atomes à partir desquels ces
effets deviennent significatifs.

Pour être refroidis à la température désirée, les atomes sont en per-
manence éclairés par les faisceaux lumineux de refroidissement et chaque
atome diffuse les photons incidents avec un taux γ. Les photons émis ont à
peu près la même longueur d’onde que les photons incidents ; ils peuvent
donc être également diffusés, avec une section efficace proche de la section
efficace de diffusion résonante

σ =
3

2π
λ2. (III.35)

Remarquons la très grande valeur de cette section efficace de résonance
(le micron carré), bien supérieure à la dimension géométrique d’un atome
(l’angström carré).

Le libre parcours moyen d’un photon dans l’assemblée atomique est
donné par 1/(nσ). La réabsorption devient significative quand ce libre par-
cours moyen est de l’ordre de la taille L du nuage, soit en utilisant σ ∼ λ2 :

réabsorption significative si : nλ2L & 1. (III.36)

On peut retrouver ce critère en cherchant quand le taux de diffusion γ′ dû
à la réabsorption devient comparable au taux de diffusion γ des photons
laser incidents : il y a Nγ photons laser diffusés par seconde, et la probabi-
lité qu’un atome donné réabsorbe un photon diffusé par un autre atome à
une distance moyenne ∼ L/2 est ∼ σ/L2. Le taux γ′ vaut donc

γ′ ∼ σ

L2
Nγ (III.37)

de sorte que γ′ ∼ γ quand nσL ∼ 1. Remarquons par ailleurs que quand ce
critère est vérifié, l’absorption des faisceaux laser incidents devient signifi-
cative : le milieu atomique est optiquement épais.

Comme nous l’avons écrit plus haut, dès que γ′ devient de l’ordre de
γ, la dynamique du refroidissement est modifiée : les reculs aléatoires qui
accompagnent les phénomènes de diffusion multiple engendrent un chauf-
fage supplémentaire des atomes piégés et la température d’équilibre aug-
mente. Nous discuterons dans un chapitre ultérieur certains « remèdes »
qui ont été envisagés pour lutter contre ce chauffage lié à la diffusion

multiple. Dans ce chapitre, nous nous contenterons d’en évoquer un, mis
en œuvre dans les expériences présentées dans ce chapitre : il s’agit de
prendre un nuage de forte anisotropie (« cigare » ou « crêpe »), de sorte
qu’au moins une des dimensions linéaires du nuage est petite, de l’ordre
de quelques longueurs d’onde optique seulement. Les photons peuvent
alors s’échapper facilement dans cette direction, bien que le piège puisse
contenir un grand nombre d’atomes.

Remarque. Les effets collectifs qui se produisent lors de l’interaction
d’un nuage atomique avec une lumière résonnante ne se limitent pas aux
phénomènes de diffusion multiple. Les densités atomiques effectivement
atteintes correspondent à une distance moyenne entre atomes de l’ordre
de la longueur d’onde optique. Quand un atome excité et un atome dans
l’état fondamental sont séparés par une distance aussi faible, il faut prendre
en compte l’interaction dipole-dipole entre atomes (Julienne et al. 1992).
Celle-ci donne naissance à de multiples courbes de potentiel, attractives ou
répulsives, et l’accélération correspondante peut également contribuer de
manière très significative au chauffage du gaz, voire à une perte d’atomes
par l’intermédiaire de collisions inélastiques assistées par la lumière [voir
par exemple Fuhrmanek et al. (2012) et refs. in].

3-3 Piège magnéto-optique en raie étroite

Le fonctionnement d’un piège magnéto-optique en raie étroite est no-
tablement différent du traditionnel piège en raie large. Ce fonctionne-
ment a été étudié en détail par le groupe de Boulder (Loftus et al. 2004)
et nous résumons ici leur analyse. Considérons une transition atomique
Jg = 0 ↔ Je = 1, un gradient de champ magnétique b′ le long de l’axe
x, éclairons les atomes par une paire d’ondes monochromatiques contre-
propageantes (figure III.12), et supposons que les inégalités suivantes sont
satisfaites :

ωr . Γ

√
1 +

2|κ|2
Γ2
� |∆|. (III.38)
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Moreover, the mean square momentum depend on the
number of atoms, showing that collective effects also
induce extra heating. Regardless of the exact origin of
this extra heating, one example of this dependency is
shown in the inset of Fig. 2. We extrapolate the mean
square momentum value to the noninteracting limit (van-
ishing number of atoms) using a linear fit. The data points
for the mean square momentum in Fig. 2 are deduced in
this way.

Finally, even if the trap is loose along the cooling axis
(!k ' !r), it is not clear that it does not affect the cooling
process. Later on we will show that the trapping indeed has
a major impact when the transition is very narrow,!r(!.
To explore the influence of the trap, we use a Monte Carlo
(MC) simulation comparing cooling with and without the
trap. The MC simulation is based on a rate equation
describing the scattering events where the external degrees
of freedom are treated classically. This approach, neglect-
ing the quantum nature of the external degrees of freedom,
is known to be consistent with the full quantum approach in
free space [14]. This point is also confirmed here, where
the results of the MC simulation in free space are plotted in
Fig. 2 (green stars). In the trap, the dynamic is more subtle

because of the presence of the trapping force. It turns out,
however, that for the strontium intercombination transition
with !r ’ 0:6! the trap does not significantly modify the
mean square momentum in the steady state (red dots in
Fig. 2). We will see later that the condition !r ( ! leads
to different conclusions.
Other signatures of the quantum nature of Doppler

cooling can be found in the shape of the momentum
distribution. In the broad transition semiclassical picture,
the momentum distribution is essentially Gaussian since it
remains very well confined far from the two )"m=k
resonance lines. With a narrow transition, a single scatter-
ing event might be enough to bring the atom out of reso-
nance. As a consequence, the momentum distribution is not
Gaussian anymore and shows out-of-resonance long tails
and dips at the resonance lines [14,27]. A precise measure-
ment of the momentum distribution has been done for the
case of free space 1D cooling on clouds with large number
of atoms, to improve the signal to noise ratio. The laser
intensity was increased to 0:5Is in order to reach the
steady state regime during the laser interaction time. This
is a likely explanation to why there is only a qualitative
agreement found between the experiment and the MC

FIG. 2 (color online). Mean square momentum in temperature
and recoil units as function of cooling laser detuning. The
experimental data (black, full circles), extrapolated for N ! 0
(noninteracting gas), are compared to the full quantum approach
developed by Castin et al.[14] (green, solid line). The blue,
dashed curve shows the prediction for broad transition Doppler
theory. The red points (green stars) correspond to the MC
simulation performed in (without) the dipole trap. Inset:
Measured mean square momentum as function of the number
of atoms in the trap with " ¼ *20 kHz and If ¼ 0:06Is (red
circles) with linear fit (dashed line).

FIG. 3 (color online). Upper panels: Raw data, false color
image of the atomic cloud after 1D cooling in free space, and
50 ms time of flight. The cooling laser are along the horizontal
axis. From left to right the laser detunings are respectively
" ¼ *33 kHz, " ¼ *21 kHz and " ¼ *10 kHz, and the laser
intensity is around 0:5Is. The small horizontal asymmetry is
likely due to imperfect balance of the cooling beams intensity,
which were not precisely adjusted like for the cloud in the Dipole
trap case. Middle panels: Normalized spatial distribution along
the cooling axis extracted from the upper images. Lower panels:
Normalized momentum distribution extracted from the MC
simulation. The laser detuning is the same as in the experiment,
but the simulation is performed at the low intensity limit. These
plots show a qualitative agreement with the experiment at higher
intensity without the added trap (green open circles), as well as
in the trap (red dots). The resonance lines correspond to the
vertical, dashed lines.
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by measuring the evolution of the cloud over half of the
trap period, after switching off the 1D cooling laser.
For that purpose, we use the relationship !2

zðtÞ ¼
!2

zð0Þcos2ð!tÞ þ ½!pð0Þ=m!&2sin2ð!tÞ, linking the rms
value of the cloud size in the 1D harmonic trap, !zðtÞ, to
the initial values (at the switching off of the lasers) in real
space and momentum space.

Moreover, the mean square momentum depend on the
number of atoms, showing that collective effects also
induce extra heating. Regardless of the exact origin of
this extra heating, one example of this dependency is
shown in the inset of Fig. 2. We extrapolate the mean
square momentum value to the noninteracting limit (van-
ishing number of atoms) using a linear fit. The data points
for the mean square momentum in Fig. 2 are deduced in
this way.
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ing the quantum nature of the external degrees of freedom,
is known to be consistent with the full quantum approach in
free space [14]. This point is also confirmed here, where
the results of the MC simulation in free space are plotted in
Fig. 2 (green stars). In the trap, the dynamic is more subtle

because of the presence of the trapping force. It turns out,
however, that for the strontium intercombination transition
with !r ’ 0:6! the trap does not significantly modify the
mean square momentum in the steady state (red dots in
Fig. 2). We will see later that the condition !r ( ! leads
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intensity is around 0:5Is. The small horizontal asymmetry is
likely due to imperfect balance of the cooling beams intensity,
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FIGURE III.12. Schéma de base du piège magnéto-optique. On s’intéresse ici au
cas où la force de pression de radiation ne prend des valeurs significatives qu’au
voisinage de ±x0.

La première inégalité permet d’utiliser un calcul semi-classique pour la
force agissant sur un atome au repos :

F = F+ +F− avec F±(z) = ±~kΓ
|κ|2

4(∆∓ µb′x)2 + Γ2 + 2|κ|2 (III.39)

La seconde indique que la force ne prendra des valeurs significatives que
dans deux régions bien localisées de l’axe x : F± est non nulle en x =
∓|∆|/µb′. On réalise alors l’équivalent de « murs » pour les atomes, avec
un puits de potentiel 2 presque carré. Selon l’axe vertical, il faut en plus
prendre en compte la gravité, qui n’est pas négligeable devant la force de
pression de radiation pour une raie étroite : pour l’atome de strontium,
la force maximale de pression de radiation ~kΓ/2 ne vaut que 16 fois le
poids de l’atome. Le potentiel combiné lumière+gravité a alors une forme
de boîte penchée, et les atomes s’accumulent en dessous du point de champ
magnétique nul. Les images de la figure III.14, extraites de Loftus et al.

2. La notion de puits de potentiel est à prendre « avec des pincettes » : à une dimension,
connaissant une force F (x), on peut toujours définir le potentiel V (x) = −

∫ x F (x′) dx′.
À plusieurs dimensions, il n’est pas garanti que la force de pression de radiation du piège
magnéto-optique dérive d’un potentiel (il faudrait vérifier que ∂iFj = ∂jFi pour les trois
composantes i, j de l’espace).

(2004), illustrent bien la dissymétrie du piège dans ce régime.

4 Vers la condensation

Nous venons de voir que les expériences de refroidissement en raie
étroite permettent de produire des gaz très froids (en dessous du micro-
kelvin), avec des densité spatiales relativement élevées puisque la distance
moyenne entre particules, n1/3, n’est que deux à trois fois supérieure à la
longueur d’onde thermique

λT =
~
√

2π√
MkBT

. (III.40)

Ces gaz (composés d’atomes de spin nul, donc de bosons) sont au seuil
du régime de dégénérescence quantique et sont de bons candidats pour
produire, moyennant une étape supplémentaire « légère », un condensat
de Bose–Einstein. Cette étape a été franchie dans l’expérience de Stellmer
et al. (2013), qui s’inspirait d’une méthode proposée par Pinkse et al. (1997)
et mise au point expérimentalement par Stamper-Kurn et al. (1998).

Le caractère remarquable de l’expérience de Stellmer et al. (2013) est
qu’elle ne requiert à aucun moment le recours à une évaporation ou une
perte d’atomes. Dans la mesure où cette condensation sans évaporation est
fondée de manière subtile sur les propriétés particulières de la statistique
de Bose–Einstein, nous allons commencer par rappeler les propriétés prin-
cipales de cette statistique, en la comparant à la statistique de Maxwell–
Boltzmann. Nous ne décrirons pas ici le mécanisme standard de la conden-
sation de Bose–Einstein à la limite thermodynamique [voir par exemple
Huang (1987) et Diu et al. (1989)], mais nous développerons un modèle
simplifié de la méthode de Stamper-Kurn et al. (1998) et Stellmer et al.
(2013). Nous verrons comment une accumulation macroscopique de parti-
cules peut se produire en changeant la forme du potentiel de confinement,
puis nous présenterons les principales caractéristiques de l’expérience de
Stellmer et al. (2013).
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FIGURE III.13. Piège magnéto-optique avec une raie étroite. Haut : force de pres-
sion de radiation (en unité de Fmax = ~kΓ/2) pour une excitation très désac-
cordée : ∆ = −40 Γ, κ = 5 Γ, en fonction de la position mesurée en unité de
x0 = |∆|/µb′. Milieu : potentiel correspondant à cette force de pression de radia-
tion sur un axe horizontal. Bas : potentiel total lumière+gravité sur l’axe vertical,
calculé pour Mg = 0.1Fmax.

ser cooling regimes whose underlying mechanics are gov-
erned by either semiclassical or quantum mechanical phys-
ics. In this and the following section, we will describe the
unique experimental signatures for regimes (I)–(III) and give
detailed explanations for the observed trapped atom behav-
ior.
Insight into regimes (I) and (II) thermal-mechanical dy-

namics is provided by the semiclassical radiative force equa-
tion [12]

F! !v! ,x!" =
!k!"

2 # s

1 + s! + 4!# − k! · v! − $dB! · x!"2/"2

−
s

1 + s! + 4!# + k! · v! + $dB! · x!"2/"2
$ − mg! ,

!1"

where x!= %x ,y ,z&, dB! = %dBx ,dBy ,dBz&, and $= !gJ$B /!"
where gJ=1.5 !$B" is the 3P1 state Lande g-factor (Bohr
magneton). s!%s accounts, along a single axis, for saturation
induced by the remaining four trapping beams. Figure 5(a)
shows the 1S0-

3P1 radiative force at s=s!=248 for a range of
& values while Fig. 6(a) shows the force at &=−520 kHz for
a range of s=s! values. As described in Sec. I, the qualitative
nature of the force and hence the resulting trap mechanical
dynamics depends on the relative size of # and "E. For re-
gime (I), corresponding to '&'%120 kHz in Fig. 5(a) or s
'248 in Fig. 6(a), #%"E and the 3D radiative force acts
only along a thin shell volume marking the outer trap bound-
ary. Here, the trap boundary roughly corresponds to positions
where the radiative force is peaked. This situation, as shown
by Figs. 5(b) and 6(b), produces a box potential with a gravi-
tationally induced z-axis tilt. Hence, in the x-y plane, motion

consists of free-flight between hard wall boundaries while
along the z axis, mechanical dynamics are set by the relative
size of the radiative force “kicks,” gravity, and the cloud
thermal energy. As shown in Sec. V, the thermal energy is
small compared to the gravitational potential energy. More-
over, the ratio of the maximum radiative force to the gravi-
tational force, R(16. Thus, the atoms sink to the bottom of
the trap where they interact, along the z axis, with only the
upward propagating trapping beam.
As & decreases in Fig. 5(a) or s increases in Fig. 6(a), the

trap mechanically evolves to regime (II) where #'"E pro-
duces a linear restoring force and hence, damped harmonic
motion [12,15]. Consequently the trap potential energy as-
sumes the U-shaped form familiar from standard broad line
Doppler cooling. As the trap moves more fully into regime
(II), perturbations to the potential energy due to gravity be-
come less pronounced. One expects, therefore, that the cloud
aspect ratio will evolve toward the 2:1 value set by the quad-
rupole magnetic field.
The intuitive descriptions developed above are directly

confirmed by Figs. 5(c) and 6(c) which show in situ images
of the 1S0-

3P1 MOT along with overlaid maximum force
contours calculated from Eq. (1). For excitation conditions
corresponding to regime (II), the cloud approaches the 2:1
quadrupole magnetic field aspect ratio. In contrast, for re-
gime (I) the cloud x-y width is determined largely by the
separation between x-y force maxima or alternatively, by the
wall separation for the x-y potential energy box. In the ver-
tical direction, the atoms sink to the bottom of the trap where
the lower cloud boundary z0 is defined by the location of the
z-axis potential energy minima which is, in turn, proportional
to the position where the Zeeman shift matches the laser
detuning. As & increases, z0 shifts vertically downward, an
effect predicted in Fig. 5(b) and clearly revealed in Fig. 5(c).
To quantify this relationship, Fig. 7 shows z0 versus & along

FIG. 5. (Color online). (a) Semiclassical radiative force versus
position (bottom axis, vx=vy=0) and velocity (upper axis, x=y=0)
for a range of detunings. Corresponding (b) trap potential energy in
the z direction and (c) in situ images of the 1S0-

3P1 MOT. Dashed
lines in (c) are calculated maximum force contours. For each, s
=248.

FIG. 6. (Color online) (a) Semiclassical radiative force versus
position (bottom axis, vx=vy=0) and velocity (upper axis, x=y=0)
for a range of intensities. Corresponding (b) trap potential energy in
the z direction and (c) in situ images of the 1S0-

3P1 MOT. Dashed
lines in (c) are calculated maximum force contours. For each, &=
−520 kHz.

LOFTUS et al. PHYSICAL REVIEW A 70, 063413 (2004)

063413-6

FIGURE III.14. Images in situ d’un piège magnéto-optique de strontium fonction-
nant sur la raie étroite. Les lignes pointillées correspondent aux contours le long
desquels la force de pression de radiation est maximale (|κ| ≈ 11 Γ ≈ 2π×83 kHz,
∆ = 2π × δ). Figure extraite de Loftus et al. (2004).

4-1 La statistique de Maxwell–Boltzmann

On va s’intéresser dans ce qui suit à un gaz de particules sans interac-
tion, confiné dans une boîte cubique de côté L (figure III.15). Nous pren-
drons des conditions aux limites périodiques, de sorte que les états propres
de l’hamiltonien à une particule sont les ondes planes

ψp(r) =
eir·p/~

L3/2
d’énergie Ep =

p2

2M
, (III.41)

avec la condition de quantification dans la boîte

pj =
2π~
L
nj , j = x, y, z, nj ∈ Z. (III.42)

En thermodynamique, l’état du gaz dans la boîte de volume V =
L3 est déterminé par deux variables thermodynamiques indépendantes.
Connaissant ces deux variables, on en déduit alors les autres quantités
thermodynamiques comme la pression (P = NkBT/V ), l’énergie interne
( 3

2kBT ), l’entropie, etc. Dans ce qui suit, nous prendrons comme couple
de variables la température T et le potentiel chimique µ, bien adaptés au
calcul de l’occupation des états à une particule.

Dans la statistique de Maxwell–Boltzmann, le nombre moyen de parti-
cules occupant un état d’impulsion p s’écrit

n(Boltz.)(p) = e(µ−Ep)/kBT . (III.43)
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Atoms in the dimple thermalize with the reservoir of
laser-cooled atoms by elastic collisions and form a BEC.
Earlier work [16] has shown that Bose-Einstein condensa-
tion can be attained in a conservative dimple potential, if
the reservoir is evaporatively precooled close to quantum
degeneracy and the dimple is finally applied in the absence
of near resonant cooling light. In contrast, a striking feature
of our technique is that the BEC is created within a sample
that is being continuously laser cooled.

The details of our scheme are shown in Fig. 1. Based on
our previous work [29–31], we use several stages of laser
cooling to prepare a sample of 84Sr atoms in the reservoir
trap [32]. The trap consists of an infrared laser beam
(wavelength 1065 nm) propagating horizontally (x direc-
tion). The beam profile is strongly elliptic, with a beam
waist of 300 !m in the horizontal direction (y direction)
and 17 !m along the field of gravity (z direction). The
depth of the reservoir trap is kept constant at kB ! 9 !K.
After preparation of the sample, another laser cooling stage

is performed on the narrow 1S0-
3P1 intercombination line,

using a single laser beam propagating vertically upwards.
The detuning of the laser cooling beam from resonance is
"# 2! and the peak intensity is 0:15 !W=cm2, which is
0.05 of the transition’s saturation intensity. These parame-
ters result in a photon scattering rate of "70 s#1. At this
point, the ultracold gas contains 9! 106 atoms at a tem-
perature of 900 nK.
To render the atoms transparent to cooling light in a

central region of the laser cooled cloud, we induce a light
shift on the 3P1 state, using a ‘‘transparency’’ laser beam
15 GHz blue detuned to the 3P1-

3S1 transition [32]. This
beam propagates downwards under a small angle of 15$ to
vertical and has a beam waist of 26 !m in the plane of the
reservoir trap (xy plane). The beam has a peak intensity of
0:7 kW=cm2. It upshifts the 3P1 state by more than
10 MHz and also influences the nearest molecular level
tied to the 3P1 state significantly [32,33]. Related schemes
of light-shift engineering were used to image the density
distribution of atoms [34,35], to improve spectroscopy
[36], or to enhance loading of dipole traps [23,24]. To
demonstrate the effect of the transparency laser beam, we
take absorption images of the cloud on the laser cooling
transition. Figure 1(d) shows a reference image without the
transparency beam. In the presence of this laser beam,
atoms in the central part of the cloud are transparent for
the probe beam, as can be seen in Fig. 1(e).
To increase the density of the cloud, a dimple trap is

added to the system. It consists of an infrared laser beam
(wavelength 1065 nm) propagating upwards under a small
angle of 22$ to vertical and crossing the laser cooled cloud
in the region of transparency. In the plane of the reservoir
trap, the dimple beam has a waist of 22 !m. The dimple is
ramped to a depth of kB ! 2:6 !K, where it has trap
oscillation frequencies of 250 Hz in the horizontal plane.
Confinement in the vertical direction is only provided by
the reservoir trap and results in a vertical trap oscillation
frequency of 600 Hz. Figure 1(f) shows a demonstration of
the dimple trap in absence of the transparency beam. The
density in the region of the dimple increases substantially.
However, with the dimple alone no BEC is formed because
of photon reabsorption.
The combination of the transparency laser beam and the

dimple trap leads to Bose-Einstein condensation. Starting
from the laser cooled cloud held in the reservoir trap, we
switch on the transparency laser beam and ramp the dimple
trap to a depth of kB ! 2:6 !K. The potentials of the 1S0
and 3P1 states in this situation are shown in Fig. 1(c).
Atoms accumulate in the dimple without being disturbed
by photon scattering. Elastic collisions thermalize atoms in
the dimple with the laser cooled reservoir. The phase-space
density in the dimple increases and a BEC emerges.
We detect the BEC by taking absorption images 24 ms

after switching off all laser beams. Figure 2(a) shows the
momentum distribution 20 ms after switching on the
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FIG. 1 (color online). Scheme to reach quantum degeneracy by
laser cooling. (a) A cloud of atoms is confined in a deep reservoir
dipole trap and exposed to a single laser cooling beam
(red arrow). Atoms are rendered transparent by a ‘‘transparency’’
laser beam (green arrow) and accumulate in a dimple dipole trap
by elastic collisions. (b) Level scheme showing the laser cooling
transition and the transparency transition. (c) Potential experi-
enced by 1S0 ground-state atoms and atoms excited to the 3P1

state. The transparency laser induces a light shift on the 3P1

state, which tunes the atoms out of resonance with laser cooling
photons. (d)–(f) Absorption images of the atomic cloud recorded
using the laser cooling transition. The images show the cloud
from above and demonstrate the effect of the transparency laser
(e) and the dimple (f). (d) is a reference image without these two
laser beams.
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Atoms in the dimple thermalize with the reservoir of
laser-cooled atoms by elastic collisions and form a BEC.
Earlier work [16] has shown that Bose-Einstein condensa-
tion can be attained in a conservative dimple potential, if
the reservoir is evaporatively precooled close to quantum
degeneracy and the dimple is finally applied in the absence
of near resonant cooling light. In contrast, a striking feature
of our technique is that the BEC is created within a sample
that is being continuously laser cooled.

The details of our scheme are shown in Fig. 1. Based on
our previous work [29–31], we use several stages of laser
cooling to prepare a sample of 84Sr atoms in the reservoir
trap [32]. The trap consists of an infrared laser beam
(wavelength 1065 nm) propagating horizontally (x direc-
tion). The beam profile is strongly elliptic, with a beam
waist of 300 !m in the horizontal direction (y direction)
and 17 !m along the field of gravity (z direction). The
depth of the reservoir trap is kept constant at kB ! 9 !K.
After preparation of the sample, another laser cooling stage

is performed on the narrow 1S0-
3P1 intercombination line,

using a single laser beam propagating vertically upwards.
The detuning of the laser cooling beam from resonance is
"# 2! and the peak intensity is 0:15 !W=cm2, which is
0.05 of the transition’s saturation intensity. These parame-
ters result in a photon scattering rate of "70 s#1. At this
point, the ultracold gas contains 9! 106 atoms at a tem-
perature of 900 nK.
To render the atoms transparent to cooling light in a

central region of the laser cooled cloud, we induce a light
shift on the 3P1 state, using a ‘‘transparency’’ laser beam
15 GHz blue detuned to the 3P1-

3S1 transition [32]. This
beam propagates downwards under a small angle of 15$ to
vertical and has a beam waist of 26 !m in the plane of the
reservoir trap (xy plane). The beam has a peak intensity of
0:7 kW=cm2. It upshifts the 3P1 state by more than
10 MHz and also influences the nearest molecular level
tied to the 3P1 state significantly [32,33]. Related schemes
of light-shift engineering were used to image the density
distribution of atoms [34,35], to improve spectroscopy
[36], or to enhance loading of dipole traps [23,24]. To
demonstrate the effect of the transparency laser beam, we
take absorption images of the cloud on the laser cooling
transition. Figure 1(d) shows a reference image without the
transparency beam. In the presence of this laser beam,
atoms in the central part of the cloud are transparent for
the probe beam, as can be seen in Fig. 1(e).
To increase the density of the cloud, a dimple trap is

added to the system. It consists of an infrared laser beam
(wavelength 1065 nm) propagating upwards under a small
angle of 22$ to vertical and crossing the laser cooled cloud
in the region of transparency. In the plane of the reservoir
trap, the dimple beam has a waist of 22 !m. The dimple is
ramped to a depth of kB ! 2:6 !K, where it has trap
oscillation frequencies of 250 Hz in the horizontal plane.
Confinement in the vertical direction is only provided by
the reservoir trap and results in a vertical trap oscillation
frequency of 600 Hz. Figure 1(f) shows a demonstration of
the dimple trap in absence of the transparency beam. The
density in the region of the dimple increases substantially.
However, with the dimple alone no BEC is formed because
of photon reabsorption.
The combination of the transparency laser beam and the

dimple trap leads to Bose-Einstein condensation. Starting
from the laser cooled cloud held in the reservoir trap, we
switch on the transparency laser beam and ramp the dimple
trap to a depth of kB ! 2:6 !K. The potentials of the 1S0
and 3P1 states in this situation are shown in Fig. 1(c).
Atoms accumulate in the dimple without being disturbed
by photon scattering. Elastic collisions thermalize atoms in
the dimple with the laser cooled reservoir. The phase-space
density in the dimple increases and a BEC emerges.
We detect the BEC by taking absorption images 24 ms

after switching off all laser beams. Figure 2(a) shows the
momentum distribution 20 ms after switching on the
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FIG. 1 (color online). Scheme to reach quantum degeneracy by
laser cooling. (a) A cloud of atoms is confined in a deep reservoir
dipole trap and exposed to a single laser cooling beam
(red arrow). Atoms are rendered transparent by a ‘‘transparency’’
laser beam (green arrow) and accumulate in a dimple dipole trap
by elastic collisions. (b) Level scheme showing the laser cooling
transition and the transparency transition. (c) Potential experi-
enced by 1S0 ground-state atoms and atoms excited to the 3P1

state. The transparency laser induces a light shift on the 3P1

state, which tunes the atoms out of resonance with laser cooling
photons. (d)–(f) Absorption images of the atomic cloud recorded
using the laser cooling transition. The images show the cloud
from above and demonstrate the effect of the transparency laser
(e) and the dimple (f). (d) is a reference image without these two
laser beams.
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transparency beam, which is well described by a thermal
distribution. By contrast, we observe that 140 ms later, an
additional, central elliptical feature has developed; see
Fig. 2(b). This is the hallmark of the BEC. Although clearly
present, the BEC is not very well visible in Fig. 2(b),
because it is shrouded by 8! 106 thermal atoms originat-
ing from the reservoir. To show the BEC with higher
contrast, we have developed a background reduction
technique. We remove the reservoir atoms by an intense
flash of light on the 1S0-

3P1 transition applied for 10 ms.
Atoms in the region of transparency remain unaffected by
this flash. Only 5! 105 thermal atoms in the dimple
remain and the BEC stands out clearly; see Fig. 2(c). We
use this background reduction technique only for demon-
stration purposes, but not for measuring atom numbers or
temperatures.

Quantitative data on our experiment are obtained by
two-dimensional fits to time-of-flight absorption images
[32]. The atom number of the thermal cloud and of the
BEC are extracted from fits to 24-ms expansion images,
consisting of Gaussian distributions describing the thermal
background and an integrated Thomas-Fermi distribution
describing the BEC. Further absorption images taken
after 4 ms expansion time are used to determine atom
number and temperature of the gas in the reservoir and
the dimple, respectively.

We now analyze the dynamics of the system after the
transparency laser beam has been switched on. As we
increase the dimple strength to its final depth in 10 ms,
106 atoms accumulate in it and the temperature of the
dimple gas increases; see Figs. 3(a) and 3(b). During the

next "100 ms the dimple gas thermalizes with the reser-
voir gas by elastic collisions [32,37,38]. The temperature
of the reservoir gas is hereby not increased, since the
energy transferred to it is dissipated by laser cooling. We
carefully check that evaporation is negligible even for the
highest temperatures of the gas [32]. Already after 60 ms a
BEC is detected. Its atom number saturates at 1:1! 105

after 150 ms, as shown in Fig. 3(c). The atom number in the
reservoir decreases slightly, initially because of migration
into the dimple and on longer time scales because of light
assisted loss processes in the laser cooled cloud.
The continuous laser cooling of the reservoir provides a

dissipation mechanism, which renders our system resilient
against perturbations. To demonstrate this fact, we repeat-
edly destroy the BEC and let it re-form (Fig. 4). To destroy
the BEC, we pulse the dimple trap depth to kB ! 15 !K
for 2 ms, which increases the temperature of the dimple gas
by a factor 2. We follow the evolution of the BEC atom
number while the heating pulse is applied every 200 ms.
A new BEC starts forming a few 10 ms after each heating
pulse for more than 30 pulses. We find that the observed
decrease in the BEC size from pulse to pulse stems from
the reduction of the total atom number in the system.
To clarify the role laser cooling plays in our scheme, we

perform a variation of the experiment. Here, we switch off
the laser cooling beam before ramping up the dimple and
we do not use the transparency beam. Heat released while
ramping up the dimple or after a heating pulse is again
distributed from the dimple to the whole system by elastic
collisions, but this time not dissipated by laser cooling.
Since the reservoir gas has a ten times higher atom number
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FIG. 2 (color online). Creation of a BEC by laser cooling. Shown are time-of-flight absorption images and integrated density profiles
of the atomic cloud for different times t after the transparency laser has been switched on, recorded after 24 ms of free expansion.
(a), (b) The appearance of an elliptic core at t ¼ 160 ms indicates the creation of a BEC. (c) Same as in (b), but to increase the
visibility of the BEC, atoms in the reservoir trap were removed before the image was taken. The fits (blue lines) consist of Gaussian
distributions to describe the thermal background and an integrated Thomas-Fermi distribution describing the BEC. The red lines show
the component of the fit corresponding to the thermal background. The x0y0 plane is rotated by 45$ around the z axis with respect to the
xy plane and the field of view of the absorption images is 2 mm! 1:4 mm.
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FIGURE III.15. À gauche, puits de potentiel cubique de côté L. À droite, niveaux
d’énergie à une particule Ep = p2/2M , où l’impulsion p est quantifiée selon
(III.42). Le trait rouge représente la position du potentiel chimique µ pour le gaz
parfait contenu dans cette boîte. Pour la statistique de Maxwell—Boltzmann, µ
peut prendre n’importe quelle valeur, mais seules les valeurs suffisamment né-
gatives sont physiquement pertinentes car ce sont elles qui correspondent à des
probabilités d’occupation n(p) � 1 pour tous les p. Pour la statistique de Bose–
Einstein, les seules valeurs mathématiquement acceptables de µ sont négatives. La
condensation de Bose-Einstein (accumulation macroscopique d’atomes dans l’état
p = 0) se produit quand µ est suffisamment proche de 0.

Le nombre total de particules N s’obtient en sommant la contribution de
tous les états, et en remplaçant cette somme discrète par une intégrale dans
la limite d’une grande boîte :

N =
∑
p

n(Boltz.)(p) =

(
L

2π~

)3 ∫
e(µ−Ep)/kBT d3p, (III.44)

ce qui donne après calcul de l’intégrale

N = Z
L3

λ3
T

(III.45)

où l’on a introduit la fugacité du gaz :

Z = eµ/kBT . (III.46)

Dans la statistique de Maxwell–Boltzmann, le potentiel chimique peut
prendre une valeur quelconque, positive ou négative. Toutefois, on re-
marque sur (III.43) que pour µ > 0 (ou plus généralement µ supérieur à
l’énergie du niveau fondamental), l’occupation des niveaux d’énergie les
plus bas devient plus grande que 1. Dans le cas de particules indiscer-
nables, l’utilisation de la statistique de Maxwell–Boltzmann pour µ > 0
est alors incorrecte, même si elle ne conduit pas à une singularité mathé-
matique : la nature statistique des particules joue en effet un rôle important
quand n(p) approche l’unité et il faut se tourner vers la statistique de Bose–
Einstein ou celle de Fermi–Dirac selon que l’on à affaire à des bosons (parti-
cules de spin entier) ou des fermions (particules de spin demi-entier). Dans
ce qui suit, nous allons nous concentrer sur la statistique de Bose–Einstein.

4-2 La statistique de Bose–Einstein

Dans la statistique de Bose–Einstein, l’occupation moyenne d’un état
est donnée par

n(Bose)(p) =
1

e(Ep−µ)/kBT − 1
. (III.47)

Une remarque peut immédiatement être faite sur cette expression. Pour
que la population de chaque état soit définie et positive, la valeur du po-
tentiel chimique µ doit toujours être strictement plus petite que l’éner-
gie de l’état fondamental du système, en l’occurrence l’énergie nulle pour
nos particules dans une boîte. Contrairement à la statistique de Maxwell–
Boltzmann (et celle de Fermi–Dirac), il y a donc une contrainte mathéma-
tique sur le potentiel chimique pour la statistique de Bose–Einstein (figure
III.15) :

µ < Efondamental, soit pour Ep =
p2

2M
: µ < 0. (III.48)

Une seconde remarque concerne le lien entre statistiques de Bose–
Einstein et de Maxwell–Boltzmann. Considérons dans le cadre de la sta-
tistique de Bose–Einstein un état faiblement peuplé, c’est-à-dire n(p) � 1.
Ceci signifie que le dénominateur de (III.47) est grand devant 1, et donc
que e(Ep−µ)/kBT � 1. On a donc pour ces niveaux faiblement peuplés :

n(p)� 1 : n(Bose)(p) ≈ n(Boltz.)(p) = Ze−Ep/kBT . (III.49)
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Cette approximation sera valable pour tous les niveaux, y compris le ni-
veau fondamental, si on prend Z � 1, c’est-à-dire µ négatif avec |µ| �
kBT .

Le nombre total d’atomes dans la statistique de Bose–Einstein est ob-
tenu comme pour la statistique de Maxwell–Boltzmann par la somme

N =
∑
p

n(Bose)(p). (III.50)

Il est tentant de remplacer là aussi la somme discrète par une intégrale, ce
qui donne via un calcul simple :

N = g3/2(Z)
L3

λ3
T

avec gα(Z) =

+∞∑
n=1

Zn

nα
fonction polylogarithme.

(III.51)
La similarité avec le résultat trouvé pour la statistique de Maxwell–
Boltzmann est frappante. En particulier, pour Z � 1, on a g3/2(Z) ≈ Z
et les deux résultats sont comparables, comme annoncé ci-dessus.

Toutefois cette similarité est également trompeuse. Pour la statistique
de Maxwell–Boltzmann, le résultat (III.45) permet toujours de trouver une
valeur de la fugacité (ou du potentiel chimique) qui rend compte d’un
nombre donné d’atomes N . Au contraire, pour la statistique de Bose–
Einstein, nous avons vu que les valeurs de Z sont limitées à l’intervalle
[0, 1[ ; la fonction g3/2(Z) prend donc des valeurs comprises entre 0 et
g3/2(1) ≈ 2.612 de sorte que le nombre d’atomes ainsi calculé ne peut pas
dépasser

Nmax = 2.612
L3

λ3
T

. (III.52)

D’où vient le fait que le nombre d’atomes que l’on peut mettre dans
le gaz soit ainsi borné supérieurement ? La réponse à cette question est
la condensation de Bose–Einstein. Nous n’allons pas l’étudier en détail
ici, mais rappelons son origine : le passage de la somme discrète (III.50)
à l’intégrale (III.51) n’est légitime que si le potentiel chimique est suffisam-
ment loin de sa valeur maximale µ = 0. Quand µ tend vers l’énergie du
fondamental (ici E = 0), la population du niveau fondamental diverge
[cf. (III.47)]. Or, cette divergence est négligée dans le passage à l’intégrale
(III.51). Quand Z s’approche de 1, il faut donc traiter avec plus de soin la

population de ce niveau. On trouve alors qu’une fraction macroscopique
des particules peut s’y accumuler, via un mécanisme qui devient une tran-
sition de phase à la limite thermodynamique.

La condensation se produit donc quand le nombre d’atomes N atteint
la valeur (III.52), ce qui correspond à la densité dans l’espace des phases
D = nλ3

T avec n = N/L3 : Dmax = 2.612. Cette valeur est atteinte quand
la distance moyenne entre particules, n−1/3, est de l’ordre de la longueur
d’onde thermique λT .

4-3 Condensation dans un micro-puits

Avant de décrire en détail l’expérience de Stellmer et al. (2013), nous al-
lons présenter un modèle simple permettant de comprendre comment il est
possible d’obtenir un gaz quantique dégénéré, en l’occurrence un conden-
sat de Bose–Einstein, en partant d’un gaz non dégénéré et de simples trans-
formations du potentiel confinant le gaz.

Reprenons notre gaz de N atomes à température T , confiné dans une
boîte cubique de côté L, avec l’occupation n(p) de chaque état donnée
par (III.47). Rappelons pour commencer qu’une déformation « triviale »
du potentiel, consistant à augmenter ou diminuer la taille L de la boîte
ne va rien donner de spectaculaire. Si on fait cette déformation très len-
tement pour réaliser une transformation adiabatique, la densité dans l’es-
pace des phases va rester constante ; nous avions montré ce point pour un
potentiel harmonique dans le chapitre d’introduction de ce cours. Si on
fait cette déformation de manière non adiabatique, la situation ne sera que
pire puisque l’entropie augmentera et la densité dans l’espace des phases
diminuera.

Nous allons nous intéresser dans ce qui suit à la déformation « non tri-
viale » suivante : nous supposons qu’à un instant donné, on crée brusque-
ment un puit de potentiel V (r) très localisé (figure III.16). Le volume `3

sur lequel V (r) est non nul est petit devant L3. La forme exacte de V (r)
importe peu ; la seule hypothèse importante pour ce qui suit est qu’il y
ait dans ce puits un et un seul état lié |φ0〉 d’énergie ε0 < 0. Dans ce qui
suit, nous allons prendre |ε0| ∼ kBT . Les états propres dans la boîte avec
ce micro-puits additionnel sont donc l’état |φ0〉 et les états étendus |ψp〉
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Atoms in the dimple thermalize with the reservoir of
laser-cooled atoms by elastic collisions and form a BEC.
Earlier work [16] has shown that Bose-Einstein condensa-
tion can be attained in a conservative dimple potential, if
the reservoir is evaporatively precooled close to quantum
degeneracy and the dimple is finally applied in the absence
of near resonant cooling light. In contrast, a striking feature
of our technique is that the BEC is created within a sample
that is being continuously laser cooled.

The details of our scheme are shown in Fig. 1. Based on
our previous work [29–31], we use several stages of laser
cooling to prepare a sample of 84Sr atoms in the reservoir
trap [32]. The trap consists of an infrared laser beam
(wavelength 1065 nm) propagating horizontally (x direc-
tion). The beam profile is strongly elliptic, with a beam
waist of 300 !m in the horizontal direction (y direction)
and 17 !m along the field of gravity (z direction). The
depth of the reservoir trap is kept constant at kB ! 9 !K.
After preparation of the sample, another laser cooling stage

is performed on the narrow 1S0-
3P1 intercombination line,

using a single laser beam propagating vertically upwards.
The detuning of the laser cooling beam from resonance is
"# 2! and the peak intensity is 0:15 !W=cm2, which is
0.05 of the transition’s saturation intensity. These parame-
ters result in a photon scattering rate of "70 s#1. At this
point, the ultracold gas contains 9! 106 atoms at a tem-
perature of 900 nK.
To render the atoms transparent to cooling light in a

central region of the laser cooled cloud, we induce a light
shift on the 3P1 state, using a ‘‘transparency’’ laser beam
15 GHz blue detuned to the 3P1-

3S1 transition [32]. This
beam propagates downwards under a small angle of 15$ to
vertical and has a beam waist of 26 !m in the plane of the
reservoir trap (xy plane). The beam has a peak intensity of
0:7 kW=cm2. It upshifts the 3P1 state by more than
10 MHz and also influences the nearest molecular level
tied to the 3P1 state significantly [32,33]. Related schemes
of light-shift engineering were used to image the density
distribution of atoms [34,35], to improve spectroscopy
[36], or to enhance loading of dipole traps [23,24]. To
demonstrate the effect of the transparency laser beam, we
take absorption images of the cloud on the laser cooling
transition. Figure 1(d) shows a reference image without the
transparency beam. In the presence of this laser beam,
atoms in the central part of the cloud are transparent for
the probe beam, as can be seen in Fig. 1(e).
To increase the density of the cloud, a dimple trap is

added to the system. It consists of an infrared laser beam
(wavelength 1065 nm) propagating upwards under a small
angle of 22$ to vertical and crossing the laser cooled cloud
in the region of transparency. In the plane of the reservoir
trap, the dimple beam has a waist of 22 !m. The dimple is
ramped to a depth of kB ! 2:6 !K, where it has trap
oscillation frequencies of 250 Hz in the horizontal plane.
Confinement in the vertical direction is only provided by
the reservoir trap and results in a vertical trap oscillation
frequency of 600 Hz. Figure 1(f) shows a demonstration of
the dimple trap in absence of the transparency beam. The
density in the region of the dimple increases substantially.
However, with the dimple alone no BEC is formed because
of photon reabsorption.
The combination of the transparency laser beam and the

dimple trap leads to Bose-Einstein condensation. Starting
from the laser cooled cloud held in the reservoir trap, we
switch on the transparency laser beam and ramp the dimple
trap to a depth of kB ! 2:6 !K. The potentials of the 1S0
and 3P1 states in this situation are shown in Fig. 1(c).
Atoms accumulate in the dimple without being disturbed
by photon scattering. Elastic collisions thermalize atoms in
the dimple with the laser cooled reservoir. The phase-space
density in the dimple increases and a BEC emerges.
We detect the BEC by taking absorption images 24 ms

after switching off all laser beams. Figure 2(a) shows the
momentum distribution 20 ms after switching on the
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FIG. 1 (color online). Scheme to reach quantum degeneracy by
laser cooling. (a) A cloud of atoms is confined in a deep reservoir
dipole trap and exposed to a single laser cooling beam
(red arrow). Atoms are rendered transparent by a ‘‘transparency’’
laser beam (green arrow) and accumulate in a dimple dipole trap
by elastic collisions. (b) Level scheme showing the laser cooling
transition and the transparency transition. (c) Potential experi-
enced by 1S0 ground-state atoms and atoms excited to the 3P1

state. The transparency laser induces a light shift on the 3P1

state, which tunes the atoms out of resonance with laser cooling
photons. (d)–(f) Absorption images of the atomic cloud recorded
using the laser cooling transition. The images show the cloud
from above and demonstrate the effect of the transparency laser
(e) and the dimple (f). (d) is a reference image without these two
laser beams.
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Atoms in the dimple thermalize with the reservoir of
laser-cooled atoms by elastic collisions and form a BEC.
Earlier work [16] has shown that Bose-Einstein condensa-
tion can be attained in a conservative dimple potential, if
the reservoir is evaporatively precooled close to quantum
degeneracy and the dimple is finally applied in the absence
of near resonant cooling light. In contrast, a striking feature
of our technique is that the BEC is created within a sample
that is being continuously laser cooled.

The details of our scheme are shown in Fig. 1. Based on
our previous work [29–31], we use several stages of laser
cooling to prepare a sample of 84Sr atoms in the reservoir
trap [32]. The trap consists of an infrared laser beam
(wavelength 1065 nm) propagating horizontally (x direc-
tion). The beam profile is strongly elliptic, with a beam
waist of 300 !m in the horizontal direction (y direction)
and 17 !m along the field of gravity (z direction). The
depth of the reservoir trap is kept constant at kB ! 9 !K.
After preparation of the sample, another laser cooling stage

is performed on the narrow 1S0-
3P1 intercombination line,

using a single laser beam propagating vertically upwards.
The detuning of the laser cooling beam from resonance is
"# 2! and the peak intensity is 0:15 !W=cm2, which is
0.05 of the transition’s saturation intensity. These parame-
ters result in a photon scattering rate of "70 s#1. At this
point, the ultracold gas contains 9! 106 atoms at a tem-
perature of 900 nK.
To render the atoms transparent to cooling light in a

central region of the laser cooled cloud, we induce a light
shift on the 3P1 state, using a ‘‘transparency’’ laser beam
15 GHz blue detuned to the 3P1-

3S1 transition [32]. This
beam propagates downwards under a small angle of 15$ to
vertical and has a beam waist of 26 !m in the plane of the
reservoir trap (xy plane). The beam has a peak intensity of
0:7 kW=cm2. It upshifts the 3P1 state by more than
10 MHz and also influences the nearest molecular level
tied to the 3P1 state significantly [32,33]. Related schemes
of light-shift engineering were used to image the density
distribution of atoms [34,35], to improve spectroscopy
[36], or to enhance loading of dipole traps [23,24]. To
demonstrate the effect of the transparency laser beam, we
take absorption images of the cloud on the laser cooling
transition. Figure 1(d) shows a reference image without the
transparency beam. In the presence of this laser beam,
atoms in the central part of the cloud are transparent for
the probe beam, as can be seen in Fig. 1(e).
To increase the density of the cloud, a dimple trap is

added to the system. It consists of an infrared laser beam
(wavelength 1065 nm) propagating upwards under a small
angle of 22$ to vertical and crossing the laser cooled cloud
in the region of transparency. In the plane of the reservoir
trap, the dimple beam has a waist of 22 !m. The dimple is
ramped to a depth of kB ! 2:6 !K, where it has trap
oscillation frequencies of 250 Hz in the horizontal plane.
Confinement in the vertical direction is only provided by
the reservoir trap and results in a vertical trap oscillation
frequency of 600 Hz. Figure 1(f) shows a demonstration of
the dimple trap in absence of the transparency beam. The
density in the region of the dimple increases substantially.
However, with the dimple alone no BEC is formed because
of photon reabsorption.
The combination of the transparency laser beam and the

dimple trap leads to Bose-Einstein condensation. Starting
from the laser cooled cloud held in the reservoir trap, we
switch on the transparency laser beam and ramp the dimple
trap to a depth of kB ! 2:6 !K. The potentials of the 1S0
and 3P1 states in this situation are shown in Fig. 1(c).
Atoms accumulate in the dimple without being disturbed
by photon scattering. Elastic collisions thermalize atoms in
the dimple with the laser cooled reservoir. The phase-space
density in the dimple increases and a BEC emerges.
We detect the BEC by taking absorption images 24 ms

after switching off all laser beams. Figure 2(a) shows the
momentum distribution 20 ms after switching on the
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FIG. 1 (color online). Scheme to reach quantum degeneracy by
laser cooling. (a) A cloud of atoms is confined in a deep reservoir
dipole trap and exposed to a single laser cooling beam
(red arrow). Atoms are rendered transparent by a ‘‘transparency’’
laser beam (green arrow) and accumulate in a dimple dipole trap
by elastic collisions. (b) Level scheme showing the laser cooling
transition and the transparency transition. (c) Potential experi-
enced by 1S0 ground-state atoms and atoms excited to the 3P1

state. The transparency laser induces a light shift on the 3P1

state, which tunes the atoms out of resonance with laser cooling
photons. (d)–(f) Absorption images of the atomic cloud recorded
using the laser cooling transition. The images show the cloud
from above and demonstrate the effect of the transparency laser
(e) and the dimple (f). (d) is a reference image without these two
laser beams.
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transparency beam, which is well described by a thermal
distribution. By contrast, we observe that 140 ms later, an
additional, central elliptical feature has developed; see
Fig. 2(b). This is the hallmark of the BEC. Although clearly
present, the BEC is not very well visible in Fig. 2(b),
because it is shrouded by 8! 106 thermal atoms originat-
ing from the reservoir. To show the BEC with higher
contrast, we have developed a background reduction
technique. We remove the reservoir atoms by an intense
flash of light on the 1S0-

3P1 transition applied for 10 ms.
Atoms in the region of transparency remain unaffected by
this flash. Only 5! 105 thermal atoms in the dimple
remain and the BEC stands out clearly; see Fig. 2(c). We
use this background reduction technique only for demon-
stration purposes, but not for measuring atom numbers or
temperatures.

Quantitative data on our experiment are obtained by
two-dimensional fits to time-of-flight absorption images
[32]. The atom number of the thermal cloud and of the
BEC are extracted from fits to 24-ms expansion images,
consisting of Gaussian distributions describing the thermal
background and an integrated Thomas-Fermi distribution
describing the BEC. Further absorption images taken
after 4 ms expansion time are used to determine atom
number and temperature of the gas in the reservoir and
the dimple, respectively.

We now analyze the dynamics of the system after the
transparency laser beam has been switched on. As we
increase the dimple strength to its final depth in 10 ms,
106 atoms accumulate in it and the temperature of the
dimple gas increases; see Figs. 3(a) and 3(b). During the

next "100 ms the dimple gas thermalizes with the reser-
voir gas by elastic collisions [32,37,38]. The temperature
of the reservoir gas is hereby not increased, since the
energy transferred to it is dissipated by laser cooling. We
carefully check that evaporation is negligible even for the
highest temperatures of the gas [32]. Already after 60 ms a
BEC is detected. Its atom number saturates at 1:1! 105

after 150 ms, as shown in Fig. 3(c). The atom number in the
reservoir decreases slightly, initially because of migration
into the dimple and on longer time scales because of light
assisted loss processes in the laser cooled cloud.
The continuous laser cooling of the reservoir provides a

dissipation mechanism, which renders our system resilient
against perturbations. To demonstrate this fact, we repeat-
edly destroy the BEC and let it re-form (Fig. 4). To destroy
the BEC, we pulse the dimple trap depth to kB ! 15 !K
for 2 ms, which increases the temperature of the dimple gas
by a factor 2. We follow the evolution of the BEC atom
number while the heating pulse is applied every 200 ms.
A new BEC starts forming a few 10 ms after each heating
pulse for more than 30 pulses. We find that the observed
decrease in the BEC size from pulse to pulse stems from
the reduction of the total atom number in the system.
To clarify the role laser cooling plays in our scheme, we

perform a variation of the experiment. Here, we switch off
the laser cooling beam before ramping up the dimple and
we do not use the transparency beam. Heat released while
ramping up the dimple or after a heating pulse is again
distributed from the dimple to the whole system by elastic
collisions, but this time not dissipated by laser cooling.
Since the reservoir gas has a ten times higher atom number
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FIG. 2 (color online). Creation of a BEC by laser cooling. Shown are time-of-flight absorption images and integrated density profiles
of the atomic cloud for different times t after the transparency laser has been switched on, recorded after 24 ms of free expansion.
(a), (b) The appearance of an elliptic core at t ¼ 160 ms indicates the creation of a BEC. (c) Same as in (b), but to increase the
visibility of the BEC, atoms in the reservoir trap were removed before the image was taken. The fits (blue lines) consist of Gaussian
distributions to describe the thermal background and an integrated Thomas-Fermi distribution describing the BEC. The red lines show
the component of the fit corresponding to the thermal background. The x0y0 plane is rotated by 45$ around the z axis with respect to the
xy plane and the field of view of the absorption images is 2 mm! 1:4 mm.
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FIGURE III.16. Micro-puits de taille ` au milieu d’une boîte cubique de taille
beaucoup plus grandeL. On suppose que le micro-puits ne contient qu’un seul état
lié |φ0〉, d’énergie ε0 < 0. Pour un gaz décrit parla statistique de Bose–Einstein,
le potentiel chimique est nécessairement inférieur à ε0.

formés à partir des ondes planes (III.41), mais légèrement distordus pour
assurer leur orthogonalité avec |φ0〉.

Comme le branchement de ce puits est soudain et que le volume
concerné `3 est très faible, on peut considérer en bonne approximation que
lesN atomes restent sur les états étendus |ψp〉 au moment du branchement.
Toutefois, une fois le branchement effectué, des collisions entre atomes 3

vont conduire à une thermalisation du gaz.

Au bout d’un temps suffisant, que nous ne chercherons pas à caractéri-
ser, un nouvel équilibre thermodynamique est atteint grâce aux collisions
élastiques qui peuvent peupler le micro-puits (figure III.17). Cet équilibre
est décrit par une température T ′ et un potentiel chimique µ′, qui sont les
deux inconnues du problème. Cet équilibre correspond à N0 atomes dans

3. L’existence de ces collisions entraine que le gaz n’est pas vraiment un gaz idéal, donc
qu’il y a des déviations par rapport au modèle du gaz parfait. Mais ces déviations peuvent
être rendues arbitrairement faibles, si on accepte que le temps de relaxation soit long.

Température 
   (Kelvin) 

103$1$10+3$10+6$

refroidissement$
par$laser$

refroidissement$
par$évapora:on$

x x

V(x)V(x)

avant$collision$ après$collision$

FIGURE III.17. Peuplement du micro-puits par collision élastique entre deux par-
ticules.

l’état |φ0〉 et N ′ = N − N0 dans les états |ψp〉. Notre but est de montrer
qu’il est possible de trouver des situations où N0 est du même ordre que
N : c’est la définition d’une condensation de Bose–Einstein, avec une ac-
cumulation d’un nombre macroscopique d’atomes dans un état quantique
individuel.

L’occupation des états étendus |ψp〉 est donnée par la loi de Bose

n′(p) =
1

e

(
p2

2M−µ′
)
/kBT ′ − 1

(III.53)

et l’occupation de l’état fondamental |φ0〉 vaut

N0 =
1

e(ε0−µ′)/kBT ′ − 1
. (III.54)

La conservation du nombre de particules s’écrit

N = N0 +
∑
p

n′(p), (III.55)
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ce qui fournit une première contrainte sur les deux inconnues µ′ et T ′.
La deuxième contrainte provient de la conservation de l’énergie. Une fois
le micro-puits branché, le gaz est un système isolé et l’énergie totale est
conservée. On a donc égalité entre les énergies initiale et finale

Ei =
∑
p

p2

2M
n(p), Ef = N0ε0 +

∑
p

p2

2M
n′(p). (III.56)

La résolution de ce problème à deux inconnues se fait aisément par un
programme numérique. Les paramètres d’entrée sont

– La fugacité initiale du gaz Z = eµ/kBT . Nous supposerons le gaz ini-
tialement faiblement dégénéré et nous prendrons Z = 0.5, pour lequel
les lois de Bose et de Boltzmann donnent des résultats voisins aussi
bien pour le nombre d’atomes que pour l’énergie.

– L’énergie de l’état lié ε0, mesurée en unité de kBT .

– Le rapport L/λT entre la taille de la boîte et la longueur d’onde ther-
mique initiale. Nous prendrons ici L/λT = 100.

Les conditions données ci-dessus correspondent à un nombre total
d’atomes N = g3/2(Z) (L/λT )3 ≈ 620 000. Les résultats sont indiqués sur
la figure III.18. Prenons par exemple ε0 = −3kBT ; la résolution numé-
rique indique alors qu’après thermalisation, 23% des atomes se sont accu-
mulés sur le niveau microscopique, et la température du gaz est devenue
T ′ ≈ 1.8T : le gaz s’est réchauffé (comme on pouvait l’anticiper d’après la
figure III.17), mais une fraction condensée significative est apparue.

Remarque 1. On peut résoudre le problème de manière approchée et
quasi-analytique en remarquant (i) que dans l’exemple ci-dessus, les oc-
cupations des états étendus sont données en bonne approximation par la
loi de Boltzmann et (ii) que le potentiel chimique µ′ est pratiquement égal à
l’énergie ε0 de l’état lié puisque ce dernier est macroscopiquement occupé.
On a alors pour la fugacité finale

Z ′ ≈ eε0/kBT
′

= e−η/x avec η =
|ε0|
kBT

, x =
T ′

T
(III.57)
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FIGURE III.18. Évolution de la fraction condensée et de la température finale
dans le système « boîte+micro-piège » en fonction du paramètre de contrôle η =
|ε0|/kBT pour un état initial faiblement dégénéré Z = 0.5. Courbe en trait plein
bleue : traitement exact à partir de (III.53)-(III.56), dans le cas L = 100λT .
Courbe en pointillé rouge : traitement approché (III.60).

et les lois de conservation du nombre de particules et de l’énergie
s’écrivent :

N = N0 +N ′ avec N ≈ Z L
3

λ3
T

, N ′ ≈ Z ′ L
3

λ′3T
, (III.58)

3

2
NkBT = N0ε0 +

3

2
N ′kBT

′, (III.59)

soit en prenant pour inconnues x = T ′/T et la fraction condensée f0 =
N0/N :

1 = f0 +
x3/2 e−η/x

Z
,

1 = −2

3
f0η + (1− f0)x. (III.60)

La résolution de ce système donne un résultat voisin de celui obtenu par
le calcul exact (figure III.18). On constate que dans cette approximation, le
résultat ne dépend plus du rapport L/λT , mais simplement de la fugacité
initiale Z et du choix du rapport η = |ε0|/kBT .
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Remarque 2. La fraction condensée obtenue ici est de l’ordre de 20% et
elle ne varie que très doucement avec le paramètre de contrôle |ε0|/kBT .
Toutefois, on remarque que le condensat formé dans l’état |φ0〉 est très lo-
calisé dans l’espace ; on peut alors mettre à profit une évaporation très ef-
ficace, consistant à évacuer tous les atomes en dehors du volume `3. Les
atomes dans l’état |φ0〉 ne seront pas affectés, alors que pratiquement tous
les atomes non condensés [N ′(1− `3

L3 )] seront éliminés. On obtiendra alors
un condensat quasi pur au prix d’une perte d’atomes de 4/5 environ. Cette
méthode qui consiste à tirer parti de la forme du potentiel de confinement
pour localiser l’entropie dans des zones particulières de l’espace a été pro-
posée dans un contexte légèrement différent par différents auteurs (voir
par exemple Bernier et al. (2009) et refs. in).

Remarque 3. Nous avons négligé ici les interactions entre atomes, sauf
pour ce qui est de la thermalisation du gaz. En pratique, ces interactions
peuvent jouer un rôle important car les N0 atomes sont accumulés dans
une toute petite région de l’espace, ce qui correspond à une grande densité
spatiale. L’énergie de champ moyen va donc déplacer la position du niveau
ε0 et les collisions inélastiques, via la recombinaison à trois corps condui-
sant à la formation de molécules, peuvent jouer un rôle important. Notre
cas limite d’un puits extrêmement étroit doit donc être considéré comme
un modèle simple à analyser, mais pas nécessairement une situation opti-
male sur le plan pratique.

4-4 L’expérience d’Innsbruck (2013)

Dans leur expérience, Stellmer et al. (2013) sont partis d’un gaz de
N ≈ 107 atomes de 84Sr, refroidis à T = 0.9µK grâce la raie étroite à
689 nm que nous avons déjà mentionnée. Ce gaz est confiné dans une pince
optique (piège dipolaire) formée par un faisceau gaussien fortement foca-
lisé de longueur d’onde λ = 1065 nm. Le faisceau est elliptique avec des
rayons à 1/e2 (waists) de wy = 300µm et wz = 17µm. Les fréquences d’os-
cillation dans le piège sont selon les trois axes x, y, z de l’espace 6, 35 et
600 Hz. La profondeur du piège est de 9µK, bien supérieure à la tempéra-
ture des atomes de sorte que les pertes par évaporation sont négligeables.
Cette pince optique joue le rôle de la boîte de volume L3 de notre modèle.

Atoms in the dimple thermalize with the reservoir of
laser-cooled atoms by elastic collisions and form a BEC.
Earlier work [16] has shown that Bose-Einstein condensa-
tion can be attained in a conservative dimple potential, if
the reservoir is evaporatively precooled close to quantum
degeneracy and the dimple is finally applied in the absence
of near resonant cooling light. In contrast, a striking feature
of our technique is that the BEC is created within a sample
that is being continuously laser cooled.

The details of our scheme are shown in Fig. 1. Based on
our previous work [29–31], we use several stages of laser
cooling to prepare a sample of 84Sr atoms in the reservoir
trap [32]. The trap consists of an infrared laser beam
(wavelength 1065 nm) propagating horizontally (x direc-
tion). The beam profile is strongly elliptic, with a beam
waist of 300 !m in the horizontal direction (y direction)
and 17 !m along the field of gravity (z direction). The
depth of the reservoir trap is kept constant at kB ! 9 !K.
After preparation of the sample, another laser cooling stage

is performed on the narrow 1S0-
3P1 intercombination line,

using a single laser beam propagating vertically upwards.
The detuning of the laser cooling beam from resonance is
"# 2! and the peak intensity is 0:15 !W=cm2, which is
0.05 of the transition’s saturation intensity. These parame-
ters result in a photon scattering rate of "70 s#1. At this
point, the ultracold gas contains 9! 106 atoms at a tem-
perature of 900 nK.
To render the atoms transparent to cooling light in a

central region of the laser cooled cloud, we induce a light
shift on the 3P1 state, using a ‘‘transparency’’ laser beam
15 GHz blue detuned to the 3P1-

3S1 transition [32]. This
beam propagates downwards under a small angle of 15$ to
vertical and has a beam waist of 26 !m in the plane of the
reservoir trap (xy plane). The beam has a peak intensity of
0:7 kW=cm2. It upshifts the 3P1 state by more than
10 MHz and also influences the nearest molecular level
tied to the 3P1 state significantly [32,33]. Related schemes
of light-shift engineering were used to image the density
distribution of atoms [34,35], to improve spectroscopy
[36], or to enhance loading of dipole traps [23,24]. To
demonstrate the effect of the transparency laser beam, we
take absorption images of the cloud on the laser cooling
transition. Figure 1(d) shows a reference image without the
transparency beam. In the presence of this laser beam,
atoms in the central part of the cloud are transparent for
the probe beam, as can be seen in Fig. 1(e).
To increase the density of the cloud, a dimple trap is

added to the system. It consists of an infrared laser beam
(wavelength 1065 nm) propagating upwards under a small
angle of 22$ to vertical and crossing the laser cooled cloud
in the region of transparency. In the plane of the reservoir
trap, the dimple beam has a waist of 22 !m. The dimple is
ramped to a depth of kB ! 2:6 !K, where it has trap
oscillation frequencies of 250 Hz in the horizontal plane.
Confinement in the vertical direction is only provided by
the reservoir trap and results in a vertical trap oscillation
frequency of 600 Hz. Figure 1(f) shows a demonstration of
the dimple trap in absence of the transparency beam. The
density in the region of the dimple increases substantially.
However, with the dimple alone no BEC is formed because
of photon reabsorption.
The combination of the transparency laser beam and the

dimple trap leads to Bose-Einstein condensation. Starting
from the laser cooled cloud held in the reservoir trap, we
switch on the transparency laser beam and ramp the dimple
trap to a depth of kB ! 2:6 !K. The potentials of the 1S0
and 3P1 states in this situation are shown in Fig. 1(c).
Atoms accumulate in the dimple without being disturbed
by photon scattering. Elastic collisions thermalize atoms in
the dimple with the laser cooled reservoir. The phase-space
density in the dimple increases and a BEC emerges.
We detect the BEC by taking absorption images 24 ms

after switching off all laser beams. Figure 2(a) shows the
momentum distribution 20 ms after switching on the
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FIG. 1 (color online). Scheme to reach quantum degeneracy by
laser cooling. (a) A cloud of atoms is confined in a deep reservoir
dipole trap and exposed to a single laser cooling beam
(red arrow). Atoms are rendered transparent by a ‘‘transparency’’
laser beam (green arrow) and accumulate in a dimple dipole trap
by elastic collisions. (b) Level scheme showing the laser cooling
transition and the transparency transition. (c) Potential experi-
enced by 1S0 ground-state atoms and atoms excited to the 3P1

state. The transparency laser induces a light shift on the 3P1

state, which tunes the atoms out of resonance with laser cooling
photons. (d)–(f) Absorption images of the atomic cloud recorded
using the laser cooling transition. The images show the cloud
from above and demonstrate the effect of the transparency laser
(e) and the dimple (f). (d) is a reference image without these two
laser beams.
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Atoms in the dimple thermalize with the reservoir of
laser-cooled atoms by elastic collisions and form a BEC.
Earlier work [16] has shown that Bose-Einstein condensa-
tion can be attained in a conservative dimple potential, if
the reservoir is evaporatively precooled close to quantum
degeneracy and the dimple is finally applied in the absence
of near resonant cooling light. In contrast, a striking feature
of our technique is that the BEC is created within a sample
that is being continuously laser cooled.

The details of our scheme are shown in Fig. 1. Based on
our previous work [29–31], we use several stages of laser
cooling to prepare a sample of 84Sr atoms in the reservoir
trap [32]. The trap consists of an infrared laser beam
(wavelength 1065 nm) propagating horizontally (x direc-
tion). The beam profile is strongly elliptic, with a beam
waist of 300 !m in the horizontal direction (y direction)
and 17 !m along the field of gravity (z direction). The
depth of the reservoir trap is kept constant at kB ! 9 !K.
After preparation of the sample, another laser cooling stage

is performed on the narrow 1S0-
3P1 intercombination line,

using a single laser beam propagating vertically upwards.
The detuning of the laser cooling beam from resonance is
"# 2! and the peak intensity is 0:15 !W=cm2, which is
0.05 of the transition’s saturation intensity. These parame-
ters result in a photon scattering rate of "70 s#1. At this
point, the ultracold gas contains 9! 106 atoms at a tem-
perature of 900 nK.
To render the atoms transparent to cooling light in a

central region of the laser cooled cloud, we induce a light
shift on the 3P1 state, using a ‘‘transparency’’ laser beam
15 GHz blue detuned to the 3P1-

3S1 transition [32]. This
beam propagates downwards under a small angle of 15$ to
vertical and has a beam waist of 26 !m in the plane of the
reservoir trap (xy plane). The beam has a peak intensity of
0:7 kW=cm2. It upshifts the 3P1 state by more than
10 MHz and also influences the nearest molecular level
tied to the 3P1 state significantly [32,33]. Related schemes
of light-shift engineering were used to image the density
distribution of atoms [34,35], to improve spectroscopy
[36], or to enhance loading of dipole traps [23,24]. To
demonstrate the effect of the transparency laser beam, we
take absorption images of the cloud on the laser cooling
transition. Figure 1(d) shows a reference image without the
transparency beam. In the presence of this laser beam,
atoms in the central part of the cloud are transparent for
the probe beam, as can be seen in Fig. 1(e).
To increase the density of the cloud, a dimple trap is

added to the system. It consists of an infrared laser beam
(wavelength 1065 nm) propagating upwards under a small
angle of 22$ to vertical and crossing the laser cooled cloud
in the region of transparency. In the plane of the reservoir
trap, the dimple beam has a waist of 22 !m. The dimple is
ramped to a depth of kB ! 2:6 !K, where it has trap
oscillation frequencies of 250 Hz in the horizontal plane.
Confinement in the vertical direction is only provided by
the reservoir trap and results in a vertical trap oscillation
frequency of 600 Hz. Figure 1(f) shows a demonstration of
the dimple trap in absence of the transparency beam. The
density in the region of the dimple increases substantially.
However, with the dimple alone no BEC is formed because
of photon reabsorption.
The combination of the transparency laser beam and the

dimple trap leads to Bose-Einstein condensation. Starting
from the laser cooled cloud held in the reservoir trap, we
switch on the transparency laser beam and ramp the dimple
trap to a depth of kB ! 2:6 !K. The potentials of the 1S0
and 3P1 states in this situation are shown in Fig. 1(c).
Atoms accumulate in the dimple without being disturbed
by photon scattering. Elastic collisions thermalize atoms in
the dimple with the laser cooled reservoir. The phase-space
density in the dimple increases and a BEC emerges.
We detect the BEC by taking absorption images 24 ms

after switching off all laser beams. Figure 2(a) shows the
momentum distribution 20 ms after switching on the
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FIG. 1 (color online). Scheme to reach quantum degeneracy by
laser cooling. (a) A cloud of atoms is confined in a deep reservoir
dipole trap and exposed to a single laser cooling beam
(red arrow). Atoms are rendered transparent by a ‘‘transparency’’
laser beam (green arrow) and accumulate in a dimple dipole trap
by elastic collisions. (b) Level scheme showing the laser cooling
transition and the transparency transition. (c) Potential experi-
enced by 1S0 ground-state atoms and atoms excited to the 3P1

state. The transparency laser induces a light shift on the 3P1

state, which tunes the atoms out of resonance with laser cooling
photons. (d)–(f) Absorption images of the atomic cloud recorded
using the laser cooling transition. The images show the cloud
from above and demonstrate the effect of the transparency laser
(e) and the dimple (f). (d) is a reference image without these two
laser beams.
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transparency beam, which is well described by a thermal
distribution. By contrast, we observe that 140 ms later, an
additional, central elliptical feature has developed; see
Fig. 2(b). This is the hallmark of the BEC. Although clearly
present, the BEC is not very well visible in Fig. 2(b),
because it is shrouded by 8! 106 thermal atoms originat-
ing from the reservoir. To show the BEC with higher
contrast, we have developed a background reduction
technique. We remove the reservoir atoms by an intense
flash of light on the 1S0-

3P1 transition applied for 10 ms.
Atoms in the region of transparency remain unaffected by
this flash. Only 5! 105 thermal atoms in the dimple
remain and the BEC stands out clearly; see Fig. 2(c). We
use this background reduction technique only for demon-
stration purposes, but not for measuring atom numbers or
temperatures.

Quantitative data on our experiment are obtained by
two-dimensional fits to time-of-flight absorption images
[32]. The atom number of the thermal cloud and of the
BEC are extracted from fits to 24-ms expansion images,
consisting of Gaussian distributions describing the thermal
background and an integrated Thomas-Fermi distribution
describing the BEC. Further absorption images taken
after 4 ms expansion time are used to determine atom
number and temperature of the gas in the reservoir and
the dimple, respectively.

We now analyze the dynamics of the system after the
transparency laser beam has been switched on. As we
increase the dimple strength to its final depth in 10 ms,
106 atoms accumulate in it and the temperature of the
dimple gas increases; see Figs. 3(a) and 3(b). During the

next "100 ms the dimple gas thermalizes with the reser-
voir gas by elastic collisions [32,37,38]. The temperature
of the reservoir gas is hereby not increased, since the
energy transferred to it is dissipated by laser cooling. We
carefully check that evaporation is negligible even for the
highest temperatures of the gas [32]. Already after 60 ms a
BEC is detected. Its atom number saturates at 1:1! 105

after 150 ms, as shown in Fig. 3(c). The atom number in the
reservoir decreases slightly, initially because of migration
into the dimple and on longer time scales because of light
assisted loss processes in the laser cooled cloud.
The continuous laser cooling of the reservoir provides a

dissipation mechanism, which renders our system resilient
against perturbations. To demonstrate this fact, we repeat-
edly destroy the BEC and let it re-form (Fig. 4). To destroy
the BEC, we pulse the dimple trap depth to kB ! 15 !K
for 2 ms, which increases the temperature of the dimple gas
by a factor 2. We follow the evolution of the BEC atom
number while the heating pulse is applied every 200 ms.
A new BEC starts forming a few 10 ms after each heating
pulse for more than 30 pulses. We find that the observed
decrease in the BEC size from pulse to pulse stems from
the reduction of the total atom number in the system.
To clarify the role laser cooling plays in our scheme, we

perform a variation of the experiment. Here, we switch off
the laser cooling beam before ramping up the dimple and
we do not use the transparency beam. Heat released while
ramping up the dimple or after a heating pulse is again
distributed from the dimple to the whole system by elastic
collisions, but this time not dissipated by laser cooling.
Since the reservoir gas has a ten times higher atom number
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FIG. 2 (color online). Creation of a BEC by laser cooling. Shown are time-of-flight absorption images and integrated density profiles
of the atomic cloud for different times t after the transparency laser has been switched on, recorded after 24 ms of free expansion.
(a), (b) The appearance of an elliptic core at t ¼ 160 ms indicates the creation of a BEC. (c) Same as in (b), but to increase the
visibility of the BEC, atoms in the reservoir trap were removed before the image was taken. The fits (blue lines) consist of Gaussian
distributions to describe the thermal background and an integrated Thomas-Fermi distribution describing the BEC. The red lines show
the component of the fit corresponding to the thermal background. The x0y0 plane is rotated by 45$ around the z axis with respect to the
xy plane and the field of view of the absorption images is 2 mm! 1:4 mm.
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(a)$
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(c)$
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FIGURE III.19. Expérience de Stellmer et al. (2013) menée à Innsbruck. (a) Des
atomes de 84Sr sont refroidis par effet Doppler sur une raie étroite dans une
« grosse » pince optique jouant le rôle de réservoir. On superpose une micro-pince
optique (dimple), dans laquelle environ 10% des atomes vont s’accumuler. (b)
Les atomes dans le micro-puits sont rendus transparents à la lumière de refroidis-
sement grâce à un faisceau auxiliaire qui déplace fortement le niveau excité. Les
conditions sont telles qu’un condensat apparaît dans cette micro-pince. (c-d) Le
condensat est observé en éliminant les atomes en dehors du micro-puits. On ob-
serve après temps de vol la distribution bi-modale habituelle révélant le condensat
(composante centrale étroite) et la fraction non-condensée (piédestal plus large).
La fraction condensée est de l’ordre de 1%.
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CHAP. III. LES VERTUS DES RAIES ÉTROITES § 4. Vers la condensation

Pour créer le micro-puits qui va induire la condensation, Stellmer et al.
superposent une deuxième pince optique, beaucoup plus focalisée que la
première (figure III.19ab). Cette deuxième pince optique se propage quasi-
verticalement ; elle crée dans le plan horizontal un creux de potentiel de
rayon ∼ 20µm, caractérisé par des fréquences d’oscillation de 250 Hz.
Pour « aider » les atomes à s’accumuler dans ce micro-puits, Stellmer et al.
ajoutent un faisceau supplémentaire, de taille et de direction voisines de la
micro-pince optique, dont le but est de rendre les atomes transparents aux
lasers de refroidissement. Ce faisceau, qui a pour longueur d’onde 688 nm,
crée un déplacement lumineux important du niveau excité 3P1 (plus de
1000 Γ).

L’expérience permet d’observer la formation d’un condensat de Bose–
Einstein à l’intérieur de la micro-pince optique. La fraction condensée est
faible (∼ 1%) , ce qui rend le condensat difficile à détecter au milieu des
99% d’atomes restants, confinés essentiellement dans la première grosse
pince optique. Mais on peut tirer profit du fait que les atomes dans la
micro-pince sont devenus transparents à la lumière de refroidissement
pour observer ce condensat : la pression de radiation d’un flash intense
de lumière peut pousser hors de la zone de détection tous les atomes sauf
ceux confinés dans cette micro-pince. On détecte après un temps de vol un
nuage dont la distribution en vitesse est bimodale, signature usuelle d’un
condensat dans un piège harmonique anisotrope (figure III.19cd). Cette
formation est réversible, car on peut brancher et éteindre la micro-pince
de nombreuses fois et voir ainsi le condensat se former, puis disparaître.

Même si les performances absolues de cette expérience en terme de
nombre d’atomes condensés restent en deçà de ce que l’on obtient par éva-
poration, elle constitue un pas important vers la réalisation de systèmes
quantiques dissipatifs avec des gaz d’atomes froids. Le condensat est ali-
menté en permanence par un réservoir d’atomes refroidis par laser, réser-
voir qui peut lui-même se remplir continûment à partir d’une vapeur ato-
mique à la température ambiante. La transposition de cette expérience à
des gaz d’atomes fermioniques permettrait de réaliser une situation voi-
sine de celle des électrons dans un métal (normal ou supraconducteur) : on
aurait alors un système quantique dissipatif, en contact avec un thermostat
imposant en permanence sa température au système.
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Chapitre IV

Se cacher dans l’ombre

Les chapitres précédents ont été consacrés au refroidissement Doppler,
d’abord avec une raie large telle que la largeur Γ du niveau excité est
grande devant la pulsation de recul ωr = ~k2/2M , puis avec une raie
étroite.

– Dans le premier cas, nous avons trouvé que le désaccord optimal était
∆ = −Γ/2, conduisant à la limite Doppler bien connue, kBT = ~Γ/2.
La variation du taux de diffusion de photons avec la vitesse de l’atome
est représentée sur la figure IV.1 (gauche). Il est à peu près constant
sur tout l’intervalle allant de v = −Γ/k à Γ/k et la vitesse quadratique
moyenne est grande devant la vitesse de recul vr = ~k/M .

– Dans le second cas, nous avons trouvé que le désaccord optimal est
∆ ≈ −3ωr, conduisant à une vitesse quadratique moyenne de l’ordre
de vr. La variation du taux de diffusion de photons avec la vitesse est
alors très différente du cas d’une raie large (cf. figure IV.1, droite) : ce
taux passe par un minimum prononcé autour de v = 0, les atomes
s’accumulant donc dans des classes de vitesse où ils ne diffusent que
très peu de photons.

Le but de ce chapitre est de généraliser cette notion de « pompage op-
tique dans l’espace des vitesses » qui se produit pour le refroidissement
Doppler sur raie étroite. Nous allons exploiter l’idée d’interférence entre
chemins quantiques pour annuler la probabilité d’excitation de l’atome
quand il a atteint la classe de vitesse désirée. Nous allons discuter deux
schémas différents, mais conduisant aux mêmes lois statistiques : le pié-
geage cohérent de population et le refroidissement Raman, qui utilise des
impulsions lumineuses de forme optimisée pour transférer un atome d’un

sous-niveau donné du niveau électronique fondamental vers un autre, de
manière sélective en vitesse.

Le point commun à ces deux schémas est l’utilisation d’une configura-
tion de niveaux internes en Λ, avec deux états fondamentaux g1 et g2, cou-
plés à un même état excité e (figure IV.2). Malgré sa simplicité apparente,
il s’agit d’un système très riche, donnant naissance à de nombreux phé-
nomènes contre-intuitifs. Nous allons donc commencer par présenter un
certain nombre de ses propriétés ; nous renvoyons le lecteur intéressé vers
les articles de revue de Arimondo (1996); Harris (1997); Fleischhauer et al.
(2005) pour une étude plus approfondie, notamment en ce qui concerne ses
applications concernant la transparence électromagnétiquement induite et
l’information quantique.

1 Système en Λ et états noirs

Le but de ce premier paragraphe est de décrire quelques propriétés re-
marquables du système en Λ, composé de deux états |g1〉 et |g2〉 de durée
de vie infinie et d’un état excité |e〉. Nous allons nous concentrer dans ce
paragraphe sur la dynamique interne de l’atome. L’étude du mouvement
du centre de masse atomique sera faite en § 2.
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FIGURE IV.1. Taux d’excitation γ d’un atome refroidi par effet Doppler à une di-
mension. À gauche : cas d’une raie large, avec Γ� ωr et ∆ = −Γ/2. À droite, cas
d’une raie étroite Γ = ωr et ∆ = −3.4ωr. La valeur de γ est proportionnelle à la
puissance lumineuse et son unité est ici arbitraire. Les courbes en pointillé repré-
sentent les taux induits par les deux ondes progressives créant le refroidissement
et la courbe en trait plein représente la somme de ces deux taux.

1-1 Rappel sur le système à deux niveaux

Avant d’aborder le système en Λ, revenons très brièvement sur
quelques éléments que nous avons déjà rencontrés pour un système à deux
niveaux, composé d’un état fondamental stable g d’énergie Eg et d’un état
excité d’énergie Ee, de durée de vie Γ−1.

Tout d’abord, rappelons que l’on peut dans de nombreux calculs
prendre en compte simplement la durée de vie finie de l’état excité e en
ajoutant à son énergie le terme imaginaire −i~Γ/2. En effet, la loi de dé-
croissance exponentielle Pe(t) = e−Γt s’obtient à partir de l’évolution du
vecteur d’état

|ψ(t)〉 = e−iEet/~ e−Γt/2|e〉+ . . . , (IV.1)

ce qui correspond bien à ce que l’on attend pour une énergie

Ēe = Ee − i
~Γ

2
. (IV.2)
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by measuring the evolution of the cloud over half of the
trap period, after switching off the 1D cooling laser.
For that purpose, we use the relationship !2

zðtÞ ¼
!2

zð0Þcos2ð!tÞ þ ½!pð0Þ=m!&2sin2ð!tÞ, linking the rms
value of the cloud size in the 1D harmonic trap, !zðtÞ, to
the initial values (at the switching off of the lasers) in real
space and momentum space.

Moreover, the mean square momentum depend on the
number of atoms, showing that collective effects also
induce extra heating. Regardless of the exact origin of
this extra heating, one example of this dependency is
shown in the inset of Fig. 2. We extrapolate the mean
square momentum value to the noninteracting limit (van-
ishing number of atoms) using a linear fit. The data points
for the mean square momentum in Fig. 2 are deduced in
this way.

Finally, even if the trap is loose along the cooling axis
(!k ' !r), it is not clear that it does not affect the cooling
process. Later on we will show that the trapping indeed has
a major impact when the transition is very narrow,!r(!.
To explore the influence of the trap, we use a Monte Carlo
(MC) simulation comparing cooling with and without the
trap. The MC simulation is based on a rate equation
describing the scattering events where the external degrees
of freedom are treated classically. This approach, neglect-
ing the quantum nature of the external degrees of freedom,
is known to be consistent with the full quantum approach in
free space [14]. This point is also confirmed here, where
the results of the MC simulation in free space are plotted in
Fig. 2 (green stars). In the trap, the dynamic is more subtle

because of the presence of the trapping force. It turns out,
however, that for the strontium intercombination transition
with !r ’ 0:6! the trap does not significantly modify the
mean square momentum in the steady state (red dots in
Fig. 2). We will see later that the condition !r ( ! leads
to different conclusions.
Other signatures of the quantum nature of Doppler

cooling can be found in the shape of the momentum
distribution. In the broad transition semiclassical picture,
the momentum distribution is essentially Gaussian since it
remains very well confined far from the two )"m=k
resonance lines. With a narrow transition, a single scatter-
ing event might be enough to bring the atom out of reso-
nance. As a consequence, the momentum distribution is not
Gaussian anymore and shows out-of-resonance long tails
and dips at the resonance lines [14,27]. A precise measure-
ment of the momentum distribution has been done for the
case of free space 1D cooling on clouds with large number
of atoms, to improve the signal to noise ratio. The laser
intensity was increased to 0:5Is in order to reach the
steady state regime during the laser interaction time. This
is a likely explanation to why there is only a qualitative
agreement found between the experiment and the MC

FIG. 2 (color online). Mean square momentum in temperature
and recoil units as function of cooling laser detuning. The
experimental data (black, full circles), extrapolated for N ! 0
(noninteracting gas), are compared to the full quantum approach
developed by Castin et al.[14] (green, solid line). The blue,
dashed curve shows the prediction for broad transition Doppler
theory. The red points (green stars) correspond to the MC
simulation performed in (without) the dipole trap. Inset:
Measured mean square momentum as function of the number
of atoms in the trap with " ¼ *20 kHz and If ¼ 0:06Is (red
circles) with linear fit (dashed line).

FIG. 3 (color online). Upper panels: Raw data, false color
image of the atomic cloud after 1D cooling in free space, and
50 ms time of flight. The cooling laser are along the horizontal
axis. From left to right the laser detunings are respectively
" ¼ *33 kHz, " ¼ *21 kHz and " ¼ *10 kHz, and the laser
intensity is around 0:5Is. The small horizontal asymmetry is
likely due to imperfect balance of the cooling beams intensity,
which were not precisely adjusted like for the cloud in the Dipole
trap case. Middle panels: Normalized spatial distribution along
the cooling axis extracted from the upper images. Lower panels:
Normalized momentum distribution extracted from the MC
simulation. The laser detuning is the same as in the experiment,
but the simulation is performed at the low intensity limit. These
plots show a qualitative agreement with the experiment at higher
intensity without the added trap (green open circles), as well as
in the trap (red dots). The resonance lines correspond to the
vertical, dashed lines.
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this extra heating, one example of this dependency is
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ishing number of atoms) using a linear fit. The data points
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resonance lines. With a narrow transition, a single scatter-
ing event might be enough to bring the atom out of reso-
nance. As a consequence, the momentum distribution is not
Gaussian anymore and shows out-of-resonance long tails
and dips at the resonance lines [14,27]. A precise measure-
ment of the momentum distribution has been done for the
case of free space 1D cooling on clouds with large number
of atoms, to improve the signal to noise ratio. The laser
intensity was increased to 0:5Is in order to reach the
steady state regime during the laser interaction time. This
is a likely explanation to why there is only a qualitative
agreement found between the experiment and the MC
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experimental data (black, full circles), extrapolated for N ! 0
(noninteracting gas), are compared to the full quantum approach
developed by Castin et al.[14] (green, solid line). The blue,
dashed curve shows the prediction for broad transition Doppler
theory. The red points (green stars) correspond to the MC
simulation performed in (without) the dipole trap. Inset:
Measured mean square momentum as function of the number
of atoms in the trap with " ¼ *20 kHz and If ¼ 0:06Is (red
circles) with linear fit (dashed line).

FIG. 3 (color online). Upper panels: Raw data, false color
image of the atomic cloud after 1D cooling in free space, and
50 ms time of flight. The cooling laser are along the horizontal
axis. From left to right the laser detunings are respectively
" ¼ *33 kHz, " ¼ *21 kHz and " ¼ *10 kHz, and the laser
intensity is around 0:5Is. The small horizontal asymmetry is
likely due to imperfect balance of the cooling beams intensity,
which were not precisely adjusted like for the cloud in the Dipole
trap case. Middle panels: Normalized spatial distribution along
the cooling axis extracted from the upper images. Lower panels:
Normalized momentum distribution extracted from the MC
simulation. The laser detuning is the same as in the experiment,
but the simulation is performed at the low intensity limit. These
plots show a qualitative agreement with the experiment at higher
intensity without the added trap (green open circles), as well as
in the trap (red dots). The resonance lines correspond to the
vertical, dashed lines.
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FIGURE IV.2. Système à trois niveaux, éclairés par deux ondes lumineuses cohé-
rentes. On supposera ici que les taux d’émission spontanée depuis le niveau excité
|e〉 sont Γ1 = Γ2 = Γ/2.
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FIGURE IV.3. L’atome à deux niveaux habillé par les photons de l’onde lumineuse.
Les trois fréquences caractérisant le problème sont la largeur naturelle Γ de l’état
excité, le désaccord ∆ = ωL − ωA et la pulsation de Rabi κ.

Supposons maintenant (comme aux chapitres précédents) que les ni-
veaux g et e sont couplés par une excitation monochromatique de pul-
sation ωL désaccordée de ∆ par rapport à la résonance atomique ωA =
(Ee − Eg)/~. Le couplage est caractérisé par la fréquence de Rabi κ, que
nous supposerons ici petite devant Γ et/ou ∆. Après passage dans le ré-
férentiel tournant ou dans le formalisme de l’atome habillé (figure IV.3),
les énergies propres en présence de couplage sont les valeurs propres de la
matrice non-hermitienne décrivant l’hamiltonien dans la base {|g〉, |e〉} :

H̄ = ~
(

0 κ∗/2
κ/2 −∆− iΓ/2

)
. (IV.3)

Une de ses valeurs propres reste proche de −~(∆ + iΓ/2) et correspond à
l’état ē, habillé par le couplage avec le laser. Le produit des valeurs propres
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(déterminant de la matrice) valant −(~|κ|/2)2, l’autre valeur propre est

≈ ~
|κ|2/4

∆ + iΓ/2
. (IV.4)

Elle donne l’énergie complexe de l’état ḡ lui aussi habillé par le couplage
avec le laser. La partie réelle de cette énergie représente le déplacement
lumineux δE(g) de ḡ par rapport à g, et la partie imaginaire peut s’écrire
−i~γ/2, où γ−1 est la durée de vie finie de ḡ correspondant à la diffusion
de photons avec le taux γ. Le calcul explicite de ces deux termes à partir de
(IV.4) nous donne

δE(g) =
~∆

2
s, γ =

Γ

2
s, avec s =

|κ|2/2
∆2 + Γ2/4

. (IV.5)

L’expression pour γ correspond à ce que nous avons trouvé au chapitre 2
au moyen des équations de Bloch optiques dans la limite de faible satu-
ration. L’expression pour δE(g) représente le potentiel dipolaire que nous
avons utilisé dans les cours des années précédentes lors de la description
du piégeage d’atomes par la lumière. Nous le retrouverons dans le cours
sur l’effet Sisyphe.

1-2 Système en Λ sans émission spontanée

Revenons maintenant au système à trois niveaux en Λ. Supposons que
les atomes modélisés par ce système à trois niveaux sont éclairés par
deux ondes monochromatiques, pilotant chacune une transition |gj〉 ↔ |e〉.
Nous noterons κj les fréquences de Rabi et ∆j les désaccords correspon-
dants (figure IV.2). Dans une représentation en terme d’atome habillé (fi-
gure IV.4), l’état |e,N1, N2〉 est couplé aux deux états |g1, N1 + 1, N2〉 et
|g2, N1, N2 + 1〉 par le couplage atome-laser :

V̂AL =
~κ1

2
|e〉〈g1|+

~κ2

2
|e〉〈g2|+ H.c. (IV.6)

En choisissant l’origine des énergies au milieu des deux états |g1, N1 +
1, N2〉 et |g2, N1, N2 + 1〉, l’hamiltonien de ce système à trois niveaux s’écrit
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by measuring the evolution of the cloud over half of the
trap period, after switching off the 1D cooling laser.
For that purpose, we use the relationship !2

zðtÞ ¼
!2

zð0Þcos2ð!tÞ þ ½!pð0Þ=m!&2sin2ð!tÞ, linking the rms
value of the cloud size in the 1D harmonic trap, !zðtÞ, to
the initial values (at the switching off of the lasers) in real
space and momentum space.

Moreover, the mean square momentum depend on the
number of atoms, showing that collective effects also
induce extra heating. Regardless of the exact origin of
this extra heating, one example of this dependency is
shown in the inset of Fig. 2. We extrapolate the mean
square momentum value to the noninteracting limit (van-
ishing number of atoms) using a linear fit. The data points
for the mean square momentum in Fig. 2 are deduced in
this way.

Finally, even if the trap is loose along the cooling axis
(!k ' !r), it is not clear that it does not affect the cooling
process. Later on we will show that the trapping indeed has
a major impact when the transition is very narrow,!r(!.
To explore the influence of the trap, we use a Monte Carlo
(MC) simulation comparing cooling with and without the
trap. The MC simulation is based on a rate equation
describing the scattering events where the external degrees
of freedom are treated classically. This approach, neglect-
ing the quantum nature of the external degrees of freedom,
is known to be consistent with the full quantum approach in
free space [14]. This point is also confirmed here, where
the results of the MC simulation in free space are plotted in
Fig. 2 (green stars). In the trap, the dynamic is more subtle

because of the presence of the trapping force. It turns out,
however, that for the strontium intercombination transition
with !r ’ 0:6! the trap does not significantly modify the
mean square momentum in the steady state (red dots in
Fig. 2). We will see later that the condition !r ( ! leads
to different conclusions.
Other signatures of the quantum nature of Doppler

cooling can be found in the shape of the momentum
distribution. In the broad transition semiclassical picture,
the momentum distribution is essentially Gaussian since it
remains very well confined far from the two )"m=k
resonance lines. With a narrow transition, a single scatter-
ing event might be enough to bring the atom out of reso-
nance. As a consequence, the momentum distribution is not
Gaussian anymore and shows out-of-resonance long tails
and dips at the resonance lines [14,27]. A precise measure-
ment of the momentum distribution has been done for the
case of free space 1D cooling on clouds with large number
of atoms, to improve the signal to noise ratio. The laser
intensity was increased to 0:5Is in order to reach the
steady state regime during the laser interaction time. This
is a likely explanation to why there is only a qualitative
agreement found between the experiment and the MC

FIG. 2 (color online). Mean square momentum in temperature
and recoil units as function of cooling laser detuning. The
experimental data (black, full circles), extrapolated for N ! 0
(noninteracting gas), are compared to the full quantum approach
developed by Castin et al.[14] (green, solid line). The blue,
dashed curve shows the prediction for broad transition Doppler
theory. The red points (green stars) correspond to the MC
simulation performed in (without) the dipole trap. Inset:
Measured mean square momentum as function of the number
of atoms in the trap with " ¼ *20 kHz and If ¼ 0:06Is (red
circles) with linear fit (dashed line).

FIG. 3 (color online). Upper panels: Raw data, false color
image of the atomic cloud after 1D cooling in free space, and
50 ms time of flight. The cooling laser are along the horizontal
axis. From left to right the laser detunings are respectively
" ¼ *33 kHz, " ¼ *21 kHz and " ¼ *10 kHz, and the laser
intensity is around 0:5Is. The small horizontal asymmetry is
likely due to imperfect balance of the cooling beams intensity,
which were not precisely adjusted like for the cloud in the Dipole
trap case. Middle panels: Normalized spatial distribution along
the cooling axis extracted from the upper images. Lower panels:
Normalized momentum distribution extracted from the MC
simulation. The laser detuning is the same as in the experiment,
but the simulation is performed at the low intensity limit. These
plots show a qualitative agreement with the experiment at higher
intensity without the added trap (green open circles), as well as
in the trap (red dots). The resonance lines correspond to the
vertical, dashed lines.
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FIGURE IV.4. Système à trois niveaux de la figure IV.2, en représentation d’atome
habillé.

dans la base {|g1, N1 + 1, N2〉, |g2, N1, N2 + 1〉, |e,N1, N2〉} :

Ĥ =
~
2

∆ 0 κ∗1
0 −∆ κ∗2
κ1 κ2 −(∆1 + ∆2)

 avec ∆ = ∆1 −∆2. (IV.7)

La quantité ∆ représente le désaccord de la paire de faisceaux lumineux
par rapport à la résonance Raman entre |g1〉 et |g2〉.

Nous n’allons pas donner ici l’expression complète des états propres et
des énergies associées pour cet hamiltonien, mais nous allons remarquer
un point qui va jouer un rôle crucial dans la suite. L’état

|ψNC〉 ∝ κ2|g1〉 − κ1|g2〉 =

 κ2

−κ1

0

 (IV.8)

n’est pas couplé à la lumière :

V̂AL|ψNC〉 = 0 (IV.9)

(l’indice "NC" signifie précisément "non couplé"). Si l’on se place dans le
cas où la résonance Raman est satisfaite, ∆ = 0, alors cet état est égale-
ment état propre de l’hamiltonien Ĥ : l’atome préparé dans cet état n’évo-
luera pas. Le fait que cet état n’est pas couplé à la lumière résulte d’un
phénomène d’interférence : pour aller de |ψNC〉 à |e〉, deux chemins sont
possibles : |g1〉 → |e〉 et |g2〉 → |e〉 ; or, ces deux chemins ont des ampli-
tudes opposées et ils interférent de manière destructive : l’amplitude de
probabilité totale pour aller de |ψNC〉 à |e〉 est nulle.
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Dans ce qui suit, nous utiliserons également l’état combinaison de |g1〉
et |g2〉 orthogonal à |ψNC〉 que nous appellerons « état couplé » :

|ψC〉 ∝ κ∗1|g1〉+ κ∗2|g2〉. (IV.10)

1-3 Prise en compte de l’émission spontanée

Quand on prend en compte le fait que l’état excité a une durée de vie
Γ−1, l’étude de la dynamique du système doit passer par le formalisme de
l’équation pilote [ou par un autre formalisme permettant de prendre en
compte les processus dissipatifs, comme la méthode des fonctions d’onde
Monte Carlo (Mølmer et al. 1993)]. L’écriture de l’équation pilote se fait
d’une manière similaire à ce que nous avons vu au cours 2 pour l’atome à
deux niveaux :

dρ̂

dt
=

1

i~
[Ĥ, ρ̂] +

dρ̂

dt

∣∣∣∣
em. spont.

. (IV.11)

L’évolution incohérente due aux phénomènes d’émission spontanée géné-
ralise ce que nous avons rencontré pour un système à deux niveaux :

dρee
dt

∣∣∣∣
em. spont.

= −(Γ1 + Γ2)ρee,
dρgjgj

dt

∣∣∣∣
em. spont.

= +Γjρee (IV.12)

pour les populations des trois niveaux (j = 1, 2),

dρegj
dt

∣∣∣∣
em. spont.

= −Γj
2
ρegj , (IV.13)

pour les cohérences optiques et

dρg1g2
dt

∣∣∣∣
em. spont.

= 0 (IV.14)

pour la cohérence entre les deux niveaux fondamentaux.

Pour ce système à trois niveaux, il est possible de donner une expression
analytique de l’état stationnaire de l’équation pilote (Janik et al. 1985; Lou-
nis & Cohen-Tannoudji 1992). Comme ce traitement analytique est assez
long (sans poser aucune difficulté de principe), nous allons nous conten-
ter de discuter ici physiquement quelques points qui seront utiles pour la
suite.

1-4 Quelques résultats importants pour le système en Λ

Nous considérerons ici l’observable correspondant à la population sta-
tionnaire de l’état excité Pe. Nous notons immédiatement que lorsque la
condition de résonance Raman est satisfaite, l’état non couplé (IV.8) pro-
posé plus haut reste un état stable du système :

ρ̂NC = |ψNC〉〈ψNC| =⇒ dρ̂NC

dt
= 0. (IV.15)

En effet, ρ̂NC commute avec l’hamiltonien puisque |ψNC〉 est état propre de
cet hamiltonien. Par ailleurs, cet état n’évolue pas par émission spontanée
puisque toute la population est concentrée dans les états fondamentaux.
C’est un exemple d’état « protégé » de la dissipation (causée ici par les pro-
cessus d’émission spontanée).

Quand la condition de résonance Raman n’est pas vérifiée, la popu-
lation stationnaire de l’état excité n’est pas nulle. Sur la figure IV.5, nous
avons tracé la variation de cette population avec le désaccord d’un des
faisceaux lumineux (∆1) pour différents régimes de paramètres.

– Quand les fréquences de Rabi κ1 et κ2 sont égales, l’annulation de Pe
pour la résonance Raman ∆1 = ∆2 se fait de manière régulière, avec
une courbe à peu près symétrique au voisinage du zéro de Pe (figures
IV.5 A et B). Cette annulation stricte du taux d’excitation de l’atome
quand la résonance Raman est atteinte va jouer un rôle clé dans le
mécanisme de refroidissement par piégeage cohérent de population.
La sélectivité en vitesse sera assurée par la dépendance de ∆1,2 par
rapport à la vitesse des atomes via l’effet Doppler. Nous reviendrons
sur la largeur typique du trou autour de la résonance Raman quand
nous étudierons ce mécanisme de refroidissement.

– En revanche, si les fréquences de Rabi sont très différentes (figures
IV.5 C et D), le profil autour du point d’annulation est fortement dissy-
métrique et prend l’allure d’un profil du type prédit par Fano (1961).
Cette forme de profil se rencontre dans le cas où une interférence se
produit entre un processus de diffusion résonnante et un processus de
diffusion beaucoup plus plat. Lounis & Cohen-Tannoudji (1992) ont
prouvé que le modèle de Fano était effectivement réalisé pour le sys-
tème en Λ quand κ1 � κ2 � |∆1,2|. Pour le montrer, on commence
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FIGURE IV.5. Variation de la population excitée Pe avec le désaccord ∆1, mesuré
en unité de Γ. Les autres paramètres sont (en unités de Γ) : (A) trait plein :κ1 =
κ2 = 0.5, ∆2 = 0 ; trait pointillé : κ1 = κ2 = 1, ∆2 = 0, (B) κ1 = κ2 = 1,
∆2 = 2 , (C) κ1 = 0.1, κ2 = 1, ∆2 = 2 , (D) κ1 = 0.01, κ2 = 1, ∆2 = 2.
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FIGURE IV.6. Les deux processus de diffusion pour un photon du laser 1, condui-
sant au profil de Fano de la figure IV.5 C et D.

par traiter exactement l’interaction du faisceau 2 avec l’atome. Dans le
cas où κ2 � |∆2|, cet « habillage » du niveau g2 induit le déplacement
lumineux trouvé en (IV.5) :

|g2〉 → |ḡ2〉, E(ḡ2) = E(g2) + δE(g2) δE(g2) =
~∆2

2
s2. (IV.16)

Partons maintenant de l’atome dans l’état |g1〉 ; la diffusion d’un pho-
ton du faisceau laser faible (faisceau 1) peut se faire soit de manière
non résonante en ne passant que par |e〉 (figure IV.6, gauche), soit de
manière résonante via une transition Raman qui mène l’atome de ma-
nière transitoire dans |ḡ2〉 (figure IV.6, droite). Le maximum étroit de
la courbe pour Pe est obtenu quand la résonance Raman vis à vis de
l’état habillé |ḡ2〉 se produit :

~∆1 = ~∆2 + δE(g2). (IV.17)

On obtient donc une situation remarquable où Pe s’annule pour la ré-
sonance Raman « nue » ∆1 = ∆2, puis passe par un maximum pour
la résonance Raman « habillée » (V.49). La largeur de la résonance est
donnée par la largeur de l’état ḡ2, c’est-à-dire γ2 = Γs2/2 [cf. (IV.5)].
Nous reviendrons sur ce profil d’excitation de type Fano lorsque nous
étudierons la réabsorption des photons diffusés au sein d’un nuage
d’atomes.
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1-5 Au delà du système en Λ

La notion d’état noir n’est pas limitée au système à trois niveaux en
Λ. Considérons une transition de résonance entre un niveau fondamental
g de moment cinétique Jg vers un niveau excité e de moment cinétique
Je. Pour qu’une transition dipolaire soit autorisée, il faut que Je = Jg ± 1
ou Je = Jg . Nous supposerons ici que l’on éclaire une transition de ce
type avec une lumière monochromatique. Le couplage atome-laser s’écrit
de manière générale

V̂AL =
~
2

∑
m,m′

κm,m′ |e,m′〉〈g,m|+ H.c. (IV.18)

où les fréquence de Rabi κm,m′ ne sont non nulles que si m′ = m,m± 1 du
fait des règles de sélection pour l’interaction dipolaire électrique. Elles font
intervenir les différentes composantes de polarisation du champ électrique
de l’onde lumineuse (σ± et π) ainsi que les coefficients de Clebsh-Gordan
associés aux transitions |g,m〉 ↔ |e,m′〉.

Remarquons pour commencer qu’il n’y a jamais d’état noir dans le cas
Je = Jg + 1. Quelle que soit la polarisation de l’onde laser choisie, il y a
toujours une population stationnaire non nulle pour le niveau excité, sauf
bien sûr si l’intensité lumineuse est rigoureusement nulle.

Considérons maintenant le cas Je = Jg − 1. Dans ce cas, le niveau fon-
damental comporte deux sous-niveaux Zeeman de plus que le niveau ex-
cité 1. La matrice V̂AL qui décrit le couplage atome-laser envoie donc un
espace de dimension 2Jg + 1 vers un espace de dimension plus petite
2Je + 1 = (2Jg + 1) − 2. Son noyau est donc obligatoirement de dimen-
sion supérieure ou égale à 2, c’est-à-dire qu’il y a forcément un sous-espace
de dimension au moins 2 dans l’espace associé au niveau g, formé d’états
non-couplés tels que

V̂AL|gα〉 = 0. (IV.19)

Nous avons représenté sur la figure IV.7 ces sous-espaces pour une transi-
tion Jg = 3/2 ↔ Je = 1/2, dans les deux cas d’une polarisation circulaire
et d’une polarisation linéaire parallèle à l’axe de quantification (polarisa-
tion π).

1. Rappelons que le nombre de sous-niveaux Zeeman est 2Jg,e + 1.
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by measuring the evolution of the cloud over half of the
trap period, after switching off the 1D cooling laser.
For that purpose, we use the relationship !2

zðtÞ ¼
!2

zð0Þcos2ð!tÞ þ ½!pð0Þ=m!&2sin2ð!tÞ, linking the rms
value of the cloud size in the 1D harmonic trap, !zðtÞ, to
the initial values (at the switching off of the lasers) in real
space and momentum space.

Moreover, the mean square momentum depend on the
number of atoms, showing that collective effects also
induce extra heating. Regardless of the exact origin of
this extra heating, one example of this dependency is
shown in the inset of Fig. 2. We extrapolate the mean
square momentum value to the noninteracting limit (van-
ishing number of atoms) using a linear fit. The data points
for the mean square momentum in Fig. 2 are deduced in
this way.

Finally, even if the trap is loose along the cooling axis
(!k ' !r), it is not clear that it does not affect the cooling
process. Later on we will show that the trapping indeed has
a major impact when the transition is very narrow,!r(!.
To explore the influence of the trap, we use a Monte Carlo
(MC) simulation comparing cooling with and without the
trap. The MC simulation is based on a rate equation
describing the scattering events where the external degrees
of freedom are treated classically. This approach, neglect-
ing the quantum nature of the external degrees of freedom,
is known to be consistent with the full quantum approach in
free space [14]. This point is also confirmed here, where
the results of the MC simulation in free space are plotted in
Fig. 2 (green stars). In the trap, the dynamic is more subtle

because of the presence of the trapping force. It turns out,
however, that for the strontium intercombination transition
with !r ’ 0:6! the trap does not significantly modify the
mean square momentum in the steady state (red dots in
Fig. 2). We will see later that the condition !r ( ! leads
to different conclusions.
Other signatures of the quantum nature of Doppler

cooling can be found in the shape of the momentum
distribution. In the broad transition semiclassical picture,
the momentum distribution is essentially Gaussian since it
remains very well confined far from the two )"m=k
resonance lines. With a narrow transition, a single scatter-
ing event might be enough to bring the atom out of reso-
nance. As a consequence, the momentum distribution is not
Gaussian anymore and shows out-of-resonance long tails
and dips at the resonance lines [14,27]. A precise measure-
ment of the momentum distribution has been done for the
case of free space 1D cooling on clouds with large number
of atoms, to improve the signal to noise ratio. The laser
intensity was increased to 0:5Is in order to reach the
steady state regime during the laser interaction time. This
is a likely explanation to why there is only a qualitative
agreement found between the experiment and the MC

FIG. 2 (color online). Mean square momentum in temperature
and recoil units as function of cooling laser detuning. The
experimental data (black, full circles), extrapolated for N ! 0
(noninteracting gas), are compared to the full quantum approach
developed by Castin et al.[14] (green, solid line). The blue,
dashed curve shows the prediction for broad transition Doppler
theory. The red points (green stars) correspond to the MC
simulation performed in (without) the dipole trap. Inset:
Measured mean square momentum as function of the number
of atoms in the trap with " ¼ *20 kHz and If ¼ 0:06Is (red
circles) with linear fit (dashed line).

FIG. 3 (color online). Upper panels: Raw data, false color
image of the atomic cloud after 1D cooling in free space, and
50 ms time of flight. The cooling laser are along the horizontal
axis. From left to right the laser detunings are respectively
" ¼ *33 kHz, " ¼ *21 kHz and " ¼ *10 kHz, and the laser
intensity is around 0:5Is. The small horizontal asymmetry is
likely due to imperfect balance of the cooling beams intensity,
which were not precisely adjusted like for the cloud in the Dipole
trap case. Middle panels: Normalized spatial distribution along
the cooling axis extracted from the upper images. Lower panels:
Normalized momentum distribution extracted from the MC
simulation. The laser detuning is the same as in the experiment,
but the simulation is performed at the low intensity limit. These
plots show a qualitative agreement with the experiment at higher
intensity without the added trap (green open circles), as well as
in the trap (red dots). The resonance lines correspond to the
vertical, dashed lines.
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zð0Þcos2ð!tÞ þ ½!pð0Þ=m!&2sin2ð!tÞ, linking the rms
value of the cloud size in the 1D harmonic trap, !zðtÞ, to
the initial values (at the switching off of the lasers) in real
space and momentum space.

Moreover, the mean square momentum depend on the
number of atoms, showing that collective effects also
induce extra heating. Regardless of the exact origin of
this extra heating, one example of this dependency is
shown in the inset of Fig. 2. We extrapolate the mean
square momentum value to the noninteracting limit (van-
ishing number of atoms) using a linear fit. The data points
for the mean square momentum in Fig. 2 are deduced in
this way.

Finally, even if the trap is loose along the cooling axis
(!k ' !r), it is not clear that it does not affect the cooling
process. Later on we will show that the trapping indeed has
a major impact when the transition is very narrow,!r(!.
To explore the influence of the trap, we use a Monte Carlo
(MC) simulation comparing cooling with and without the
trap. The MC simulation is based on a rate equation
describing the scattering events where the external degrees
of freedom are treated classically. This approach, neglect-
ing the quantum nature of the external degrees of freedom,
is known to be consistent with the full quantum approach in
free space [14]. This point is also confirmed here, where
the results of the MC simulation in free space are plotted in
Fig. 2 (green stars). In the trap, the dynamic is more subtle

because of the presence of the trapping force. It turns out,
however, that for the strontium intercombination transition
with !r ’ 0:6! the trap does not significantly modify the
mean square momentum in the steady state (red dots in
Fig. 2). We will see later that the condition !r ( ! leads
to different conclusions.
Other signatures of the quantum nature of Doppler

cooling can be found in the shape of the momentum
distribution. In the broad transition semiclassical picture,
the momentum distribution is essentially Gaussian since it
remains very well confined far from the two )"m=k
resonance lines. With a narrow transition, a single scatter-
ing event might be enough to bring the atom out of reso-
nance. As a consequence, the momentum distribution is not
Gaussian anymore and shows out-of-resonance long tails
and dips at the resonance lines [14,27]. A precise measure-
ment of the momentum distribution has been done for the
case of free space 1D cooling on clouds with large number
of atoms, to improve the signal to noise ratio. The laser
intensity was increased to 0:5Is in order to reach the
steady state regime during the laser interaction time. This
is a likely explanation to why there is only a qualitative
agreement found between the experiment and the MC

FIG. 2 (color online). Mean square momentum in temperature
and recoil units as function of cooling laser detuning. The
experimental data (black, full circles), extrapolated for N ! 0
(noninteracting gas), are compared to the full quantum approach
developed by Castin et al.[14] (green, solid line). The blue,
dashed curve shows the prediction for broad transition Doppler
theory. The red points (green stars) correspond to the MC
simulation performed in (without) the dipole trap. Inset:
Measured mean square momentum as function of the number
of atoms in the trap with " ¼ *20 kHz and If ¼ 0:06Is (red
circles) with linear fit (dashed line).

FIG. 3 (color online). Upper panels: Raw data, false color
image of the atomic cloud after 1D cooling in free space, and
50 ms time of flight. The cooling laser are along the horizontal
axis. From left to right the laser detunings are respectively
" ¼ *33 kHz, " ¼ *21 kHz and " ¼ *10 kHz, and the laser
intensity is around 0:5Is. The small horizontal asymmetry is
likely due to imperfect balance of the cooling beams intensity,
which were not precisely adjusted like for the cloud in the Dipole
trap case. Middle panels: Normalized spatial distribution along
the cooling axis extracted from the upper images. Lower panels:
Normalized momentum distribution extracted from the MC
simulation. The laser detuning is the same as in the experiment,
but the simulation is performed at the low intensity limit. These
plots show a qualitative agreement with the experiment at higher
intensity without the added trap (green open circles), as well as
in the trap (red dots). The resonance lines correspond to the
vertical, dashed lines.
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FIGURE IV.7. Atome avec une transition de résonance Jg = 3/2 ↔ Je = 1/2
éclairé par une lumière de polarisation circulaire (gauche) et linéaire (droite). Les
états noirs sont indiqués par des disques rouges.
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by measuring the evolution of the cloud over half of the
trap period, after switching off the 1D cooling laser.
For that purpose, we use the relationship !2

zðtÞ ¼
!2

zð0Þcos2ð!tÞ þ ½!pð0Þ=m!&2sin2ð!tÞ, linking the rms
value of the cloud size in the 1D harmonic trap, !zðtÞ, to
the initial values (at the switching off of the lasers) in real
space and momentum space.

Moreover, the mean square momentum depend on the
number of atoms, showing that collective effects also
induce extra heating. Regardless of the exact origin of
this extra heating, one example of this dependency is
shown in the inset of Fig. 2. We extrapolate the mean
square momentum value to the noninteracting limit (van-
ishing number of atoms) using a linear fit. The data points
for the mean square momentum in Fig. 2 are deduced in
this way.

Finally, even if the trap is loose along the cooling axis
(!k ' !r), it is not clear that it does not affect the cooling
process. Later on we will show that the trapping indeed has
a major impact when the transition is very narrow,!r(!.
To explore the influence of the trap, we use a Monte Carlo
(MC) simulation comparing cooling with and without the
trap. The MC simulation is based on a rate equation
describing the scattering events where the external degrees
of freedom are treated classically. This approach, neglect-
ing the quantum nature of the external degrees of freedom,
is known to be consistent with the full quantum approach in
free space [14]. This point is also confirmed here, where
the results of the MC simulation in free space are plotted in
Fig. 2 (green stars). In the trap, the dynamic is more subtle

because of the presence of the trapping force. It turns out,
however, that for the strontium intercombination transition
with !r ’ 0:6! the trap does not significantly modify the
mean square momentum in the steady state (red dots in
Fig. 2). We will see later that the condition !r ( ! leads
to different conclusions.
Other signatures of the quantum nature of Doppler

cooling can be found in the shape of the momentum
distribution. In the broad transition semiclassical picture,
the momentum distribution is essentially Gaussian since it
remains very well confined far from the two )"m=k
resonance lines. With a narrow transition, a single scatter-
ing event might be enough to bring the atom out of reso-
nance. As a consequence, the momentum distribution is not
Gaussian anymore and shows out-of-resonance long tails
and dips at the resonance lines [14,27]. A precise measure-
ment of the momentum distribution has been done for the
case of free space 1D cooling on clouds with large number
of atoms, to improve the signal to noise ratio. The laser
intensity was increased to 0:5Is in order to reach the
steady state regime during the laser interaction time. This
is a likely explanation to why there is only a qualitative
agreement found between the experiment and the MC

FIG. 2 (color online). Mean square momentum in temperature
and recoil units as function of cooling laser detuning. The
experimental data (black, full circles), extrapolated for N ! 0
(noninteracting gas), are compared to the full quantum approach
developed by Castin et al.[14] (green, solid line). The blue,
dashed curve shows the prediction for broad transition Doppler
theory. The red points (green stars) correspond to the MC
simulation performed in (without) the dipole trap. Inset:
Measured mean square momentum as function of the number
of atoms in the trap with " ¼ *20 kHz and If ¼ 0:06Is (red
circles) with linear fit (dashed line).

FIG. 3 (color online). Upper panels: Raw data, false color
image of the atomic cloud after 1D cooling in free space, and
50 ms time of flight. The cooling laser are along the horizontal
axis. From left to right the laser detunings are respectively
" ¼ *33 kHz, " ¼ *21 kHz and " ¼ *10 kHz, and the laser
intensity is around 0:5Is. The small horizontal asymmetry is
likely due to imperfect balance of the cooling beams intensity,
which were not precisely adjusted like for the cloud in the Dipole
trap case. Middle panels: Normalized spatial distribution along
the cooling axis extracted from the upper images. Lower panels:
Normalized momentum distribution extracted from the MC
simulation. The laser detuning is the same as in the experiment,
but the simulation is performed at the low intensity limit. These
plots show a qualitative agreement with the experiment at higher
intensity without the added trap (green open circles), as well as
in the trap (red dots). The resonance lines correspond to the
vertical, dashed lines.
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by measuring the evolution of the cloud over half of the
trap period, after switching off the 1D cooling laser.
For that purpose, we use the relationship !2

zðtÞ ¼
!2

zð0Þcos2ð!tÞ þ ½!pð0Þ=m!&2sin2ð!tÞ, linking the rms
value of the cloud size in the 1D harmonic trap, !zðtÞ, to
the initial values (at the switching off of the lasers) in real
space and momentum space.

Moreover, the mean square momentum depend on the
number of atoms, showing that collective effects also
induce extra heating. Regardless of the exact origin of
this extra heating, one example of this dependency is
shown in the inset of Fig. 2. We extrapolate the mean
square momentum value to the noninteracting limit (van-
ishing number of atoms) using a linear fit. The data points
for the mean square momentum in Fig. 2 are deduced in
this way.

Finally, even if the trap is loose along the cooling axis
(!k ' !r), it is not clear that it does not affect the cooling
process. Later on we will show that the trapping indeed has
a major impact when the transition is very narrow,!r(!.
To explore the influence of the trap, we use a Monte Carlo
(MC) simulation comparing cooling with and without the
trap. The MC simulation is based on a rate equation
describing the scattering events where the external degrees
of freedom are treated classically. This approach, neglect-
ing the quantum nature of the external degrees of freedom,
is known to be consistent with the full quantum approach in
free space [14]. This point is also confirmed here, where
the results of the MC simulation in free space are plotted in
Fig. 2 (green stars). In the trap, the dynamic is more subtle

because of the presence of the trapping force. It turns out,
however, that for the strontium intercombination transition
with !r ’ 0:6! the trap does not significantly modify the
mean square momentum in the steady state (red dots in
Fig. 2). We will see later that the condition !r ( ! leads
to different conclusions.
Other signatures of the quantum nature of Doppler

cooling can be found in the shape of the momentum
distribution. In the broad transition semiclassical picture,
the momentum distribution is essentially Gaussian since it
remains very well confined far from the two )"m=k
resonance lines. With a narrow transition, a single scatter-
ing event might be enough to bring the atom out of reso-
nance. As a consequence, the momentum distribution is not
Gaussian anymore and shows out-of-resonance long tails
and dips at the resonance lines [14,27]. A precise measure-
ment of the momentum distribution has been done for the
case of free space 1D cooling on clouds with large number
of atoms, to improve the signal to noise ratio. The laser
intensity was increased to 0:5Is in order to reach the
steady state regime during the laser interaction time. This
is a likely explanation to why there is only a qualitative
agreement found between the experiment and the MC

FIG. 2 (color online). Mean square momentum in temperature
and recoil units as function of cooling laser detuning. The
experimental data (black, full circles), extrapolated for N ! 0
(noninteracting gas), are compared to the full quantum approach
developed by Castin et al.[14] (green, solid line). The blue,
dashed curve shows the prediction for broad transition Doppler
theory. The red points (green stars) correspond to the MC
simulation performed in (without) the dipole trap. Inset:
Measured mean square momentum as function of the number
of atoms in the trap with " ¼ *20 kHz and If ¼ 0:06Is (red
circles) with linear fit (dashed line).

FIG. 3 (color online). Upper panels: Raw data, false color
image of the atomic cloud after 1D cooling in free space, and
50 ms time of flight. The cooling laser are along the horizontal
axis. From left to right the laser detunings are respectively
" ¼ *33 kHz, " ¼ *21 kHz and " ¼ *10 kHz, and the laser
intensity is around 0:5Is. The small horizontal asymmetry is
likely due to imperfect balance of the cooling beams intensity,
which were not precisely adjusted like for the cloud in the Dipole
trap case. Middle panels: Normalized spatial distribution along
the cooling axis extracted from the upper images. Lower panels:
Normalized momentum distribution extracted from the MC
simulation. The laser detuning is the same as in the experiment,
but the simulation is performed at the low intensity limit. These
plots show a qualitative agreement with the experiment at higher
intensity without the added trap (green open circles), as well as
in the trap (red dots). The resonance lines correspond to the
vertical, dashed lines.
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FIGURE IV.8. Transition Jg = 1/2 ↔ Je = 1/2 : il n’y a un état noir que si la
polarisation est strictement circulaire.

Passons finalement au cas d’une transition de résonance Je = Jg . Ce cas
est plus subtil. La matrice V̂AL connecte deux espaces de même dimension
et il n’y a donc pas de raison évidente pour laquelle on devrait s’attendre
à l’existence d’un état noir. En fait, l’existence de ces états dépend de la
valeur entière ou demi-entière de Jg et Je.

– Dans le cas demi-entier, il n’y a en général pas d’état noir. Par exemple,
pour une transition Jg = 1/2 ↔ Je = 1/2 et une polarisation li-
néaire, on obtient deux systèmes à deux niveaux indépendants et une
population excitée non nulle. Ce n’est que si la lumière est polarisée
circulairement que l’on retrouve un état noir dans ce cas (figure IV.8).

– Dans le cas Jg, Je entiers, il y a toujours un état noir. Ceci est dû aux va-
leurs particulières des coefficients de Clebsh-Gordan. Si la lumière est
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Jg=1&

Je=1&

Jg=1&

Je=1&

FIGURE IV.9. Transition Jg = 1 ↔ Je = 1 : il y a un état noir quelle que soit
la polarisation, bien que la dimension de l’espace excité soit aussi grande que la
dimension de l’espace fondamental.

polarisée circulairement, l’état noir est le même que celui trouvé pour
Jg demi-entier : |mg = ±Jg〉. Si la lumière a une polarisation linéaire
et parallèle à l’axe de quantification, l’état noir est l’état |g,m = 0〉, du
fait de l’annulation du coefficient de Clebsh–Gordan qui caractérise la
transition |g,m = 0〉 ↔ |e,m = 0〉.

Remarque : le cas particulier Jg = 1 ↔ Je = 1. Ol’shanii & Minogin
(1992) ont obtenu dans ce cas une expression remarquablement simple de
l’état noir pour un champ lumineux de polarisation quelconque. Choisis-
sons un axe de quantification et caractérisons un état fondamental par le
vecteur à trois composantes complexes ~g :

|ψg〉 =

+1∑
m=−1

ψg,m|g,m〉 ↔ ~g =

ψg,−1

ψg,0
ψg,+1

 (IV.20)

et idem pour un état excité quelconque, qui sera caractérisé par un vec-
teur à trois composantes complexes ~e. Considérons par ailleurs le vecteur
polarisation ε (complexe) du champ électrique de l’onde laser :

E(t) = E0 ε e−iωLt + c.c.. (IV.21)

Avec ces notations, Ol’shanii & Minogin (1992) ont montré que l’absorption
d’un photon laser envoie un état fondamental quelconque caractérisé par
~g vers l’état excité caractérisé par ~e tel que

~e ∝ ε× ~g. (IV.22)

L’expression de l’état non couplé s’en déduit immédiatement : il s’agit de
l’état fondamental dont les composantes ψg,m sont telles que le vecteur à
trois composantes ~g est parallèle à la polarisation ε du faisceau lumineux.

2 Refroidissement par état noir

2-1 Une image simple du refroidissement

Nous avons vu dans ce qui précède que le système en Λ offre la possi-
bilité d’obtenir un état interne non couplé à la lumière

|ψNC〉 ∝ κ2|g1〉 − κ1|g2〉. (IV.23)

Cet état |ψNC〉 est un état propre de l’hamiltonien pourvu que la condition
de résonance Raman soit satisfaite

∆ ≡ ∆1 −∆2 = 0. (IV.24)

Pour que cet effet puisse être utilisé pour refroidir des atomes, il faut le
rendre dépendant de la vitesse. Plaçons-nous à une dimension (z) ; la dé-
pendance en vitesse sera obtenue si les deux ondes se propagent en sens
inverse, puisque le désaccord Raman ∆1−∆2 est alors fonction de v, com-
posante de la vitesse le long de l’axe Oz. Supposons que l’onde pilotant la
transition g1 ↔ e se propage vers les z négatifs, et que l’onde pilotant la
transition g2 ↔ e se propage vers les z positifs (figure IV.10) :

∆1(v) = ∆1(0) + kv, ∆2(v) = ∆2(0)− kv. (IV.25)

Supposons qu’on choisisse un désaccord Raman nul pour un atome au
repos, ∆1(0) = ∆2(0), comme sur la figure IV.5A. Le désaccord Raman ∆
pour un atome de vitesse v selon Oz sera

∆ = 2kv. (IV.26)

On peut alors proposer une image simple pour le mécanisme de re-
froidissement exploitant ces états noirs (figure IV.11). On part d’une dis-
tribution en vitesse large et on éclaire les atomes avec les deux lasers 1 et
2 contre-propageants, en prenant ces deux laser résonnants et de même
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FIGURE IV.10. Configuration 1D permettant d’obtenir un piégeage cohérent de
population sélectif en vitesse .

couplage κ1 = κ2. La variation de la population de l’état excité avec la vi-
tesse, qui donne également le taux d’émission spontanée, est montrée sur
la figure IV.12. Cette population présente un trou marqué en v = 0 comme
attendu : c’est ce qu’on appelle le piégeage cohérent de population sélectif
en vitesse (« piégeage » fait ici référence à l’accumulation dans l’état non
couplé). Les atomes initialement de vitesse non nulle vont absorber des
photons laser, émettre des photons spontanés, et leur vitesse va effectuer
un mouvement brownien. Quand par chance ils arrivent au voisinage de
la vitesse nulle, la probabilité par unité de temps pour qu’ils absorbent un
photon chute fortement s’ils sont dans l’état |ψNC(v)〉 : on s’attend donc à
une accumulation d’atomes autour de v = 0, comme on l’avait vu pour
le refroidissement Doppler en raie étroite. Notons quand même une diffé-
rence importante entre les deux types de refroidissement : dans le piégage
cohérent de population tel que nous l’avons présenté, il n’y a pas de force
de friction qui ramène la vitesse autour de 0 : l’évolution de la vitesse est
ici un phénomène purement diffusif.

Nous allons voir ci-dessous que ce raisonnement simple, s’appuyant
sur la notion semi-classique de vitesse d’un atome définie indépendam-
ment de son état interne, est grosso modo correct, mais qu’il doit malgré tout
être complété. Par ailleurs, il pose un certain nombre de questions qu’il faut
aborder pour évaluer les performances du refroidissement :

– Puisque le refroidissement attendu dépend de la présence d’un trou
d’excitation au voisinage de la vitesse nulle, comment la taille de ce
trou varie-t-elle avec les paramètres des lasers ?

– Si l’on cherche à atteindre un refroidissement sub-recul, on ne peut pas
se contenter de raisonner sur la vitesse de l’atome sans dire s’il s’agit
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Je=1&
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Je=1&
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Je=1&

g1&

g2&
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v
v = 0

FIGURE IV.11. Mouvement brownien dans l’espace des vitesses avec accumula-
tion autour de la vitesse nulle grâce au piégeage cohérent de population sélectif en
vitesse.

−0.5 −0.4 −0.3 −0.2 −0.1 0 0.1 0.2 0.3 0.4 0.5
0

5 · 10−2

0.1

FIGURE IV.12. Variation de la population de l’état excité Pe avec la vitesse ato-
mique, mesurée en unité de Γ/k. Figure réalisée pour ∆1 = ∆2 = 0. Bleu :
κ1 = κ2 = 0.2 Γ, Rouge : κ1 = κ2 = 0.4 Γ.

de la vitesse avant ou absorption du dernier photon. Comment faire
un raisonnement quantique, prenant en compte ces changements de
vitesse élémentaires ?

– Le processus tel que nous l’avons décrit repose sur un mouvement
brownien purement diffusif qui ramène de temps en temps la vitesse
de l’atome au voisinage de v = 0. Or, la probabilité de retour vers l’ori-
gine du mouvement brownien dépend fortement de la dimensionna-
lité du problème. Quelle est l’efficacité de ce processus à 3D ?

2-2 Largeur du trou d’excitation

Intéressons-nous à la largeur du trou de la courbe d’excitation autour
de la vitesse nulle, qui va être déterminant pour l’efficacité du processus
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FIGURE IV.13. Les trois états couplés du problème et leur largeur. La figure est
faite à résonance ∆1 = ∆2 = 0, avec des fréquences de Rabi égales κ1 = κ2 = κ.

de refroidissement. Nous allons discuter l’influence de la dissipation en
passant en revue successivement les trois états internes (figure IV.13)

|e〉, |ψC〉 =
1√
2

(|g1〉+ |g2〉) , |ψNC〉 =
1√
2

(|g1〉 − |g2〉) . (IV.27)

Nous nous intéressons pour simplifier au cas où les deux ondes ont la
même fréquence de Rabi et nous posons κ = κ1 = κ2, que nous suppo-
serons très petit devant Γ. Notre raisonnement reproduit celui développé
par Aspect et al. (1989).

L’état |e〉 a pour largeur Γ : l’atome préparé dans cet état émet un photon
spontané au bout d’un temps ∼ Γ−1.

L’état |ψC〉 est couplé de manière résonante à l’état |e〉 avec la fréquence
de Rabi

√
2 κ. Ce couplage confère à l’état |ψC〉 la largeur [cf. (IV.5)] :

γC =
2κ2

Γ
, (IV.28)

ce qui signifie qu’un atome placé initialement dans l’état |ψC〉 diffusera un
photon après un temps de l’ordre γ−1

C .

L’état |ψNC〉 est par construction non couplé à l’état excité. En revanche,
si le désaccord Raman ∆ = ∆1−∆2 est non nul, les états |ψNC〉 et |ψC〉 sont
couplés entre eux. En effet, pour κ = 0, l’état initial

|ψ(0)〉 = |ψNC〉 =
1√
2

(|g1〉 − |g2〉) (IV.29)

évolue comme

|ψ(t)〉 =
1√
2

(
e−i∆t/2|g1〉 − e+i∆t/2|g2〉

)
(IV.30)

et il devient donc proportionnel à |ψC〉 à l’instant t = π/∆. Le couplage
entre |ψNC〉 et |ψC〉 est donc directement donné par ∆. Une valeur non
nulle de ∆ (ou encore une vitesse non nulle pour le cas qui nous intéresse)
va donner une largeur à l’état |ψNC〉 :

γNC =
∆2

γC
, (IV.31)

ce qui se réécrit encore, en utilisant (IV.28) et ∆ = 2kv :

γNC = 2Γ
(kv)2

κ2
. (IV.32)

Cette estimation de γNC nous donne la largeur recherchée du trou d’ex-
citation au voisinage de la résonance Raman. On remarque en particulier
que :

– La variation du taux d’excitation est quadratique par rapport à la vi-
tesse.

– La raideur de cette variation quadratique est d’autant plus grande que
la fréquence de Rabi κ est petite ; ce point est clairement visible sur la
figure IV.12, où l’on a tracé Pe pour deux valeurs de κ différentes.

2-3 Version quantique du problème

Dans ce qui précède, nous avons raisonné sur la vitesse v de l’atome
sans préciser s’il s’agissait de la vitesse avant ou après que l’atome ait ab-
sorbé un photon. Ce type de raisonnement est légitime quand le change-
ment d’effet Doppler lié au recul d’un seul photon, kvr = 2ωr, est petit
devant toutes les autres fréquences du problème. En revanche, il ne peut
pas être maintenu si l’on cherche à obtenir un refroidissement subrecul. Il
faut alors être plus précis pour déterminer précisément l’état dans lequel
les atomes vont s’accumuler.

Pour traiter l’interaction atome-rayonnement dans ce cas, il faut
prendre en compte le recul de l’atome dans les processus absorption-
émission. Commençons par le cas sans émission spontanée. On peut alors
regrouper les états atomiques (internes+externes) en familles

F(v) = { |g1, v + vr〉, |e, v〉, |g2, v − vr〉 }. (IV.33)
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Le couplage atome-laser laisse ces familles globalement stables. La condi-
tion de résonance Raman dans une famille donnée s’écrit alors :

E(g1) + ~ωL,1 +
M(v + vr)

2

2
= E(g2) + ~ωL,2 +

M(v − vr)
2

2
. (IV.34)

Posons comme ci-dessus ∆1 = ∆2, c’est-à-dire E(g1) + ~ωL,1 = E(g2) +
~ωL,2. La condition de résonance Raman (IV.34) est obtenue pour v = 0 ;
la seule famille présentant un état véritablement noir est donc la famille
F(v = 0) et l’état noir correspondant s’écrit

|ψNC(v = 0)〉 =
1√
2

(|g1,+vr〉 − |g2,−vr〉) . (IV.35)

Une analyse en vitesse de cet état doit montrer deux pics situés en ±vr, de
part et d’autre de la vitesse nulle.

En présence d’émission spontanée, la famille occupée par l’atome va
changer aléatoirement du fait du recul associé aux processus d’émission.
Dans chaque famille, l’état de plus grande durée de vie est l’état non couplé
|ψNC(v)〉 et l’estimation faite en (IV.32) pour sa durée de vie reste valable.

Ce traitement plus précis confirme donc l’image proposée plus haut
pour le refroidissement subrecul, pourvu que l’on remplace la notion un
peu floue de « vitesse de l’atome » par la notion de famille F(v). L’état de
l’atome effectue bien une marche au hasard, l’atome sautant d’une famille
à l’autre sous l’effet de l’émission spontanée. Quand cette marche au ha-
sard amène l’atome dans l’état non couplé |ψNC(v)〉 d’une famille avec v
très proche de 0, le temps de séjour dans cette famille devient extrême-
ment long. On peut ainsi espérer accumuler un grand nombre d’atomes au
voisinage de |ψNC(v = 0)〉.

2-4 Mise en évidence expérimentale à 1D

La première expérience de refroidissement subrecul a été menée à une
dimension par le groupe de l’ENS en utilisant précisément ce mécanisme
(Aspect et al. 1988). La transition utilisée était la raie 23S1 ↔ 23P1 de
l’hélium préparé dans son état triplet métastable, éclairé par deux ondes
contre-propageantes polarisées σ+ et σ−. Après quelques processus de

pompage optique, l’atome se retrouve dans le système en Λ (figure IV.14,
haut) :

|g,m = −1〉 ↔ |e,m = 0〉 ↔ |g,m = +1〉 (IV.36)

car l’état |e,m = 0〉 a une probabilité nulle de se désexciter vers le troi-
sième sous-niveau fondamental |g,m = 0〉. L’expérience a confirmé l’effet
attendu et une distribution en vitesse à deux pics, en ±vr, a été observée
(figure IV.14, bas). Il s’agit bien d’un refroidissement (et non d’un simple
filtrage) car le nombre d’atomes dans ces classes de vitesse est plus élevé
après interaction avec la lumière qu’avant.

3 Lois d’échelle pour le refroidissement subrecul

Nous allons donner dans ce paragraphe quelques éléments pour éva-
luer l’efficacité d’un refroidissement subrecul tirant parti d’un zéro dans le
taux d’excitation de l’atome, comme en figure IV.12. Les raisonnements que
nous allons faire seront également valables pour le refroidissement Raman
que nous verrons en § 4. Nous souhaitons déterminer la largeur caracté-
ristique du pic en vitesse étroit généré par le refroidissement, ainsi que la
fraction d’atomes susceptibles de s’accumuler dans ce pic. Il s’agit d’un
problème délicat, à la fois du fait de la multitude des situations possibles
et de la complexité des outils mathématiques et statistiques à utiliser. Nous
allons nous restreindre ici à la description d’un cas représentatif, qui nous
permettra de discuter l’influence de deux paramètres importants : (i) la di-
mensionnalité de l’espace et (ii) la variation du taux d’excitation autour de
son zéro. Nous renvoyons le lecteur intéressé par un approfondissement de
ces notions vers Bardou et al. (1994) ainsi que vers l’ouvrage très complet
de Bardou et al. (2002).

3-1 Modèle pour le taux d’excitation

Pour simplifier la discussion, nous allons modéliser le problème de la
manière suivante (figure IV.15) : l’état de l’atome est repéré par sa vitesse
v (1D, 2D ou 3D), qui permet de calculer le taux d’excitation γ(v). Nous
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refroidissement par piégeage cohérent de population peut commencer. Bas : figure
extraite de Aspect et al. (1988), montrant le principe du refroidissement trans-
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en vitesses finale (trait continu) est caractéristique de l’état noir (IV.35) (ou de
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FIGURE IV.15. Modélisation du taux d’excitation (ici à 1D) selon (IV.37), avec
des « murs » dans l’espace des vitesses, situés ici à |v| = vr.

décrivons ce taux de la manière suivante :

γ(v) = γ0

(
v

v0

)α
si |v| < v0,

= γ0 si |v| > v0, (IV.37)

le cas de l’état noir vu plus haut correspondant à l’exposant α = 2 (cf.
IV.32).

Nous supposerons de plus qu’au mécanisme de refroidissement subre-
cul créant le trou du taux d’excitation au voisinage de v = 0 s’ajoute un
autre mécanisme de refroidissement, que nous ne détaillons pas à ce stade
et qui peut être de type Doppler ou Sisyphe. Cet autre mécanisme main-
tient les atomes dans une zone de taille finie centrée autour de v = 0. Il
n’était pas présent dans notre discussion du paragraphe précédent, ni dans
l’expérience représentée sur la figure IV.14. Dans la mesure où il s’agissait
de situations unidimensionnelles, ce mécanisme n’était pas véritablement
nécessaire car le mouvement brownien de la vitesse causé par les reculs
aléatoires dus à l’émission spontanée était suffisant pour ramener de temps
en temps l’atome au niveau du trou en v = 0. Mais à trois dimensions, on
ne peut pas compter sur ce mouvement brownien et il faut « aider » l’atome
à s’approcher de v = 0 et à trouver la zone sombre dans l’espace des vi-
tesses.

Pour modéliser de la manière la plus simple possible cet autre méca-
nisme de refroidissement, nous allons supposer que le module de la vitesse
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de l’atome ne peut pas dépasser la vitesse de recul :

|v| < vr. (IV.38)

Nous plaçons donc des « murs » dans l’espace des vitesses qui confinent
l’atome dans la zone centrale. La position exacte de ces murs n’est pas im-
portante car elle intervient comme un simple facteur multiplicatif dans le
calcul. Nous la fixons ici à vr pour simplifier l’analyse.

3-2 Temps de séjour dans la zone sombre et loi de Lévy

Reprenons l’image développée précédemment, en nous plaçant dans la
situation

v0 � vr (IV.39)

et en tenant compte des murs. Tant que la particule n’est pas dans la zone
sombre |v| < v0, elle saute aléatoirement d’une vitesse à l’autre avec un
taux γ0, chaque pas de cette marche au hasard étant de l’ordre de vr (figure
IV.16). À chaque saut, la particule « tente donc sa chance » pour tomber
dans la zone sombre, l’arrosage de cette zone étant uniforme. Une fois tom-
bée dans cette zone, il faut à la particule un temps τ de l’ordre de 1/γ(v)
pour refaire un nouveau saut.

Plaçons-nous d’abord à une dimension pour évaluer la loi statistique
P(τ) du temps de séjour τ , la quantité P (τ) dτ donnant la probabilité pour

que la particule tombée dans la zone sombre y reste un temps compris
entre τ et τ + dτ . Nous allons supposer que durant son séjour de durée
τ dans la zone sombre, la particule occupe une et une seule vitesse v. En
effet, la probabilité que la particule quitte v pour aller vers une vitesse v′

également située dans la zone sombre est faible si la largeur de cette zone
est petite devant la taille moyenne d’un saut vr.

Nous prendrons l’expression suivante pour la densité de probabilité
P(v) qu’une particule entrant dans la zone sombre atteigne la vitesse v :

P(v) =
1

2v0
, (IV.40)

ce qui signifie que l’arrosage de cette zone sombre se fait de manière uni-
forme. Supposons par ailleurs que le temps de séjour sur la classe de vi-
tesse v est exactement égal 2 à 1/γ(v). Comme les classes de vitesse v et −v
correspondent au même temps de séjour, on a alors

P(τ) dτ = [P(v) + P(−v)] dv avec τ =
1

γ0

(v0

v

)α
(IV.41)

qui se résout en

P(τ) ∝ 1

τ1+ 1
α

. (IV.42)

En particulier, pour le cas du piégeage cohérent de population, on a α = 2
et donc :

résonance noires 1D : P(τ) ∝ 1

τ3/2
. (IV.43)

La loi de distribution (IV.43) est à l’origine d’une partie de la complexité
mathématique du problème. Il s’agit d’une loi large qui, si elle est norma-
lisable, n’a pas de moments d’ordre 1, 2,. . . bien définis. Ceci entraine par
exemple que le théorème de la limite centrale ne s’applique pas : si on
s’intéresse au temps total passé par l’atome dans la zone sombre après N
passages :

TN = τ1 + τ2 + . . .+ τN , (IV.44)

2. Il serait plus correct d’écrire que le temps de séjour τ est lui-même une variable aléatoire
de loi exponentielle dont la moyenne est donnée par 1/γ(v) ; toutefois, cela ne change pas la
loi d’échelle donnée en (IV.42) [voir Bardou et al. (2002), § 3.3.1.2].
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Laser cooling [1] provides interesting examples of ran-
dom walks. The atomic momentum p changes in a ran-
dom way, as a result of coherent absorptions and stimu-
lated emissions of laser photons between a ground state
manifold (g) and an excited one (e), interrupted at ran-
dom times by spontaneous emission of fluorescence pho-
tons. In usual cooling schemes, the exchanges of momen-
tum between atoms and laser photons give rise to a net
drift of the atomic momenta towards p 0. Competing
with such a friction mechanism, there is also a rnomen-
tum diffusion due to the randomness introduced by spon-
taneous emission, leading to a random walk in momen-
tum space, as in Brownian motion. The random recoil
Alt, due to fluorescence photons also gives rise to an im-
portant landmark in the temperature scale, the recoil
temperature Ttt, given by ktt Ttt/2 =Ett = II1 k /2M.
Up to now, two subrecoil cooling schemes have been

demonstrated [2,3]. We will focus here on the first one
[2], based on velocity selective coherent population trap-
ping (VSCPT). Some of the ideas developed here could
possibly be extended to the other scheme and to other
proposals [4]. In VSCPT, there is no friction mechanism,
but a combination of two effects. First, there are quan-
tum interference effects which prevent atoms from ab-
sorbing light if they are in certain linear superpositions of
ground state sublevels (dark states) and if they have a
very small momentum p=0. Second, for atoms with
p&0, which scatter photons in random directions, there is
a momentum diffusion in p space which allows some
atoms to be transferred from the p&0 absorbing states
into the p=0 dark states where they remain trapped for
a long time, and where they pile up. An important ques-
tion then arises concerning the ultimate efficiency of such
a cooling process. Using simple arguments, we have ar-
gued [2] that the width of the momentum distribution has
no lower limit and should decrease as 8 ', when the
laser-atom interaction time 8 is increased. However, up
to now, no quantitative prediction concerning the propor-
tion of cooled atoms and the exact shape of the mornen-

turn distribution was available [5]. This is not surprising
in view of the complexity of the full quantum optical
Bloch equations (both internal and external degrees of
freedom must be treated quantum mechanically at these
subrecoil temperatures). Furthermore, in the problem
studied here, where no steady state exists, it seems quite
difficult to extract the asymptotic behavior from a numer-
ical solution of optical Bloch equations.
In order to improve our understanding of VSCPT, we

have performed quantum Monte Carlo simulations [6],
using the "delay function" [7]. It clearly appears (see
Fig. I) that the smaller the atomic momentum p, the
longer the delay rg between two successive spontaneous
emissions, which is the principle of VSCPT. There is
another striking feature of Fig. 1 which is the starting
point of the analysis presented here: The random se-
quence of time intervals rg is clearly dominated by a sin-
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FIG. 1. Monte Carlo simulation of VSCPT. Each vertical
discontinuity corresponds to a spontaneous emission jump dur-
ing which the atomic momentum p changes abruptly. The de-
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FIGURE IV.17. Exemple de trajectoire dans l’espace des vitesses obtenue par une
simulation Monte Carlo du processus de refroidissement par résonance noire. On
voit clairement que ces trajectoires sont dominées par quelques évènements rares
au cours desquels la vitesse de la particule atteint une valeur proche de zéro [Figure
extraite de Bardou et al. (1994) ].

on ne trouve pas une distribution gaussienne bien que l’on somme N va-
riables aléatoires indépendantes, mais une distribution de Lévy. Plus pré-
cisément, le théorème de la limite centrale usuel indiquerait que TN croît
comme N〈τ〉 plus une correction en

√
N . Ici au contraire, la somme TN est

dominée par quelques évènements (cf. figure IV.17) et on trouve que TN
croît comme N2 [voir par exemple Bouchaud & Georges (1990)].

On peut généraliser le raisonnement qui précède au cas multi-
dimensionnel. À trois dimensions, en supposant un arrosage uniforme de
la boule |p| < p0, on trouve à la place de (IV.40) :

P(v) =
3v2

v3
0

(IV.45)

ce qui conduit à

P(τ) ∝ 1

τ1+ 3
α

. (IV.46)

Plus généralement, en dimension D , on a

P(τ) ∝ 1

τ1+D
α

. (IV.47)

3-3 Largeur de la distribution en vitesse

Le processus de refroidissement que nous envisageons ici n’a pas d’état
stationnaire, contrairement au cas du refroidissement Doppler ou Sisyphe.
Donnons-nous un temps d’interaction t suffisamment long pour que de
nombreux sauts aient pu se produire, au moins pour les particules qui ont
évité la zone sombre :

t� 1/γ0. (IV.48)

Les particules qui au cours de leur évolution sont tombées suffisamment
proches de v = 0 sont ensuite restées dans cette zone. Plus précisément,
pour un temps t donné, on peut définir la vitesse vt � v0 telle que

t =
1

γ(vt)
←→ vt =

v0

(γ0t)1/α
(IV.49)

qui définit le rayon d’une deuxième sphère (à 3D) à l’intérieur de la sphère
de zone sombre de rayon v0 (figure IV.18). Dans ce qui suit, nous appelle-
rons cette deuxième sphère la « zone noire » ; en effet, les particules arri-
vées à l’intérieur de cette zone entre 0 et t y sont encore (avec une bonne
probabilité) à l’instant t. Dans l’hypothèse d’un arrosage uniforme de la
zone sombre, on s’attend à une densité également uniforme dans cette zone
noire.

On prévoit donc que la distribution en vitesse P(v) comportera trois
composantes, que nous schématisons sur la figure IV.18 :

– La zone noire v < vt : les classes de vitesse dans cette zone ont une
population qui augmente avec le temps, puisqu’elles sont arrosées en
permanence, sans que les particules s’en échappent. Notons toutefois
que la taille de cette zone décroit avec le temps, comme 1/

√
t dans le

cas α = 2 des résonances noires. La densité de probabilité est uniforme
dans cette zone.

– La zone brillante v > v0 dans laquelle les particules effectuent des
sauts en vitesse fréquents. La densité de probabilité est également à
peu près uniforme dans cette zone.

– La zone intermédiaire vt < v < v0, située à l’intérieur de la zone
sombre, mais composée de classes de vitesse avec un taux γ(v) rela-
tivement élevé, tel que les particules ont eu le temps d’entrer et sortir
de ces classes de vitesse durant l’intervalle de temps t.
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FIGURE IV.18. Gauche : taux d’excitation et « zone noire » ; pour un temps d’in-
teraction t donné, on peut définir une « zone noire », telle qu’un atome tombé dans
cette zone y est ensuite resté jusqu’à l’instant t : γ(vt)t = 1. Droite : Schéma quali-
tatif du profil de vitesse attendu ; la densité à l’intérieur de la zone noire augmente
avec le temps, mais le rayon vt de cette zone diminue.

Cette prédiction qualitative peut être confirmée par un traitement analy-
tique ou numérique plus précis des différents processus stochastiques [Bar-
dou et al. (2002), chapitre 6].

3-4 Fraction d’atomes refroidis

La dernière étape de notre analyse va consister à estimer, pour un temps
d’interaction t donné, la fraction d’atomes qui ont atteint la zone « noire »
|v| < vt (figure IV.18). Comme la taille de cette zone diminue avec le temps,
il n’est pas évident a priori de savoir si cette fraction est importante. Ici
encore, nous allons faire un raisonnement qualitatif qui peut être confirmé
par une analyse quantitative nettement plus élaborée [voir Bardou et al.
(2002), en particulier § 6.3 pour le cas 1D et § 6.4 pour le cas 3D].

Nous allons poser qu’un atome effectue pendant la durée t un nombre
de « tentatives »

Ntent. = γ0t (IV.50)

pour entrer dans la zone noire 3. À chaque tentative, l’atome en dimension

3. Il y a là un raccourci important car certains atomes ont pu passer du temps dans la zone

D a une probabilité

p ∼
(
vt
vr

)D
(IV.51)

d’arriver dans la zone noire de rayon vt. La probabilité totale qu’un atome
arrive dans la zone noire pendant la durée t est donc

ptot = p Ntent. ∝ t (vt)
D ∝ t1−

D
α . (IV.52)

Dans ce modèle simple, on voit donc que le paramètre déterminant est
1−D/α :

– Si D/α < 1, alors la probabilité ptot donnée en (IV.52) croît indéfi-
niment avec le temps 4. Ceci signifie qu’une fraction significative des
atomes va s’accumuler dans le pic central. Ce cas est réalisé à 1D pour
les résonances noires (D/α = 1/2).

– Si D/α > 1, alors la probabilité pour qu’un atome finisse dans le pic
central tend vers 0 quand t augmente. Le pic autour de la vitesse nulle
peut être détectable dans une expérience de durée finie, mais il ne
contiendra qu’une faible fraction des atomes. C’est le cas des réso-
nances noires à trois dimensions (D/α = 3/2).

– Le cas D = α, qui correspond aux résonances noires à deux dimen-
sions, est marginal. La détermination de la valeur précise de la frac-
tion d’atomes dans la zone sombre nécessite un traitement plus précis
que les simples lois d’échelle présentées ici.

3-5 Expériences à 2D et 3D

Les expériences menées à 1D sur l’atome d’hélium métastable (§ 2-4)
ont été généralisées quelques années plus tard à 2D et 3D par le groupe
de l’ENS (Lawall et al. 1994b; Lawall et al. 1994a). Le point de départ
de ces expériences était un nuage d’atomes d’hélium métastable refroidi
et confiné dans un piège magnéto-optique, fonctionnant sur la transition
23S1 ↔ 23P2. À un instant donné, les faisceaux du piège magnéto-optique

grise vt < |v| < v0, ce qui a ralenti le taux de leur marche au hasard sans pour autant les
placer dans la zone noire désirée.

4. Notre modèle simple consistant à additionner les probabilités comme en (IV.52) cesse
bien sûr d’être valable quand la probabilité ptot n’est plus petite devant 1.
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have Ei (r) X % (r) = 0 for all r. Second, since El (r) is
a monochromatic laser field with frequency cuI, all wave
vectors k; appearing in the plane wave expansion of EL(r),

El (r) = g X'„i;exp(ik; . r),
have the same modulus ~k;~ = col. /c = k. Using the same
expansion for %'r(r) given in (2), we find that the atomic
kinetic energy P2/2M, which depends only on the modulus
of the wave vectors, has a well-defined value in Wr(r)
equal to h2k2/2M. If we replace in (2) the c-number a by an
arbitrary scalar field u(r), we still have El (r) x Nr(r) =
0 for all r, so that n(r)EL(r) is the most general state
in g not coupled to e, i.e., leading to a zero transition
amplitude (1)for all @(r). Expanding u(r) in plane waves
exp(ip r/h), we introduce a set of noncoupled states,

Detect

(r) = El (r) exp(ip r/h) (4)

labeled by p. Equations (3) and (4) then show that %'Nc(r)
is a linear superposition of plane waves with wave vectors
k; + p/Fi. In general, these wave vectors do not have the
same modulus, and (4) is not an eigenfunction of P2/2M.
There are motional couplings, proportional to k; p/M,
which destabilize the states (4) and introduce a photon
absorption rate I Nc(p) from these states proportional to
p2 (if ~p~ is small enough) [5,11]. Such an absorption is
then followed by a spontaneous emission process, which
introduces a random change of momentum and allows
atoms to diffuse in momentum space. The smaller ~p~,
the smaller is the diffusion rate. Atoms thus progressively
accumulate in a set of states &Nc(r), with ~p~ distributed
over a range 8p around the value p = 0 corresponding to
the perfectly dark state (2). Arguments similar to those
used in [5] show that 6p decreases as 1/~O where 8 is
the interaction time.
We now apply these general considerations to the

laser configuration used in our experiment. It consists of
counterpropagating beams along the x and y axes, with
o.+ and cr polarizations (Fig. 1). In Eq. (3) we have
N=4 and ki=kx, k2= —kx, k3=ky, and k4=
—k y. It is then clear that for any p orthogonal to the x-y
plane the four vectors k; + p/h have the same modulus,
so that there is no velocity selection and thus no cooling
along the z axis. On the other hand, the reasoning above
shows that there is velocity selection for p in the x-y
plane, where the only trapping state of the form (4) is VNc
with p = 0. Furthermore, one can show [10]that with the
polarization configuration of Fig. 1 there is a unique two-
dimensional trapping state. We thus expect that, after the
laser configuration of Fig. 1 has been applied for a time
0 to an atom, the state of the atom will be of the form
(4) with a p component in the x-y plane very close to 0
(~p~ less than hk) and an arbitrary value for p, . This state
will thus consist of four coherent wave packets with mean
momenta ~hkx, ~hky. Thus, on the detection plane,
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FIG. 1. 2D VSCPT scheme. Under the influence of the
four VSCPT cooling beams, the atoms are pumped into a
coherent superposition of four wave packets whose centers
follow ballistic trajectories to the position-sensitive detector
5 cm below.

one should observe four spots separated by a distance
2hkrf/M, where rf is the time of flight to the detector,
the width of these spots decreasing as 1/v 8.
In order to have real cooling, one needs to fill the

trapping state with sufficient efficiency. As shown in [11],
a pure diffusion in momentum space is much less efficient
in two dimensions than in one dimension. On the other
hand, as emphasized in [9], 2D VSCPT schemes on a
Jg = 1 = = J, = 1 transition may lead to a friction force
for atoms which are not yet trapped. There is then a drift
toward p = 0 which helps to fill the trapping states [12].
Although we have not yet made any detailed calculations,
we expect, based on the fact that the light shifts in our
laser configuration are spatially dependent, that VSCPT
efficiency would be augmented by Sisyphus precooling
for the case of blue detuning [1].
We start with atoms precooled to -200 p,K in a

magneto-optical trap [13,14]. A cryogenic (6 K) beam of
He* in the 2 5& state is decelerated by radiation pressme
using a Zeeman slowing technique [15] to load the trap.
Our trap contains -10 atoms in a volume of -1 mm .
The trap is shut off, and the beams for the VSCPT cooling
process, tuned to the 2 S] —2 P[ transition, are pulsed
on (Fig. 1). All of the VSCPT laser beams are derived
from the same laser, so the phase coherence is limited
by the stability of the retroreAection mirrors. During
the time of the VSCPT cooling, the atoms move less
than 1 mm, after which they follow ballistic trajectories
under the inAuence of gravity. Atoms are detected 5 cm
below the trap by means of a microchannel plate detector
which intercepts a solid angle of 0.32 sr. High spatial
resolution (0.5 mm) is obtained by accelerating the output
of the microchannel plates toward a phosphor screen, and
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the resulting blips of light are recorded with a triggered
charge coupled device (CCD) camera which provides
temporal resolution.
The detailed sequence is the following: The trap is

loaded for about 1.5 s, at which point the deceleration
coils are turned off while the quadrupole trapping coils
remain on. This allows the magnetic fields of the
deceleration coils to decay, during which time the trap
laser parameters are adjusted to provide further cooling.
After 250 ms, the trapping coils are switched off as
well, and the trapping laser beams are left on for an
additional 3.5 ms. This phase confines the atoms in an
optical molasses while allowing the residual fields of
the quadrupole to decay. At this point, the trapping
beams are turned off and the VSCPT cooling beams are
switched on. The VSCPT interaction time is 500 p, s
in the work described here. Atoms are detected on the
microchannel plate detector a time 7.f (30—70 ms) later
within a temporal window ~ which can be as small as
1 ms. By varying rf we can probe the (uncooled) vertical
velocity distribution, and by varying v we can select
the time resolution. Images from the CCD camera are
digitized in a PC, and successive images are summed.
Simple arguments [6] show that the temperature attain-

able is limited by the stray magnetic field and scales as
the square of the field; a stray field on the order of 1 mG
limits the achievable temperature to -T&/100. The ac
components of the magnetic field at 50 Hz (-10mG) are
reduced to less than 1 mG by means of a Mumetal shield.
The static components are canceled in situ and at the time

of interest to within 0.5 mG by means of an additional
step based on the mechanical Hanle effect [16].
An image of the atomic position distribution detected

on the microchannel plate is shown in Fig. 2. The
four peaks are clearly resolved. The widths of the
peaks reflect, in addition to the final VSCPT momentum
distribution, contributions due to the size of the cloud of
trapped atoms, the size of the blips of light emitted by
the phosphor, and the dispersion of atom arrival times
during the observation time r T.he latter broadening
mechanism is absent in the direction perpendicular to
the recoil momentum. With this in mind, we present
in Fig. 3 a vertical profile through the peak at the right
in Fig. 2. An upper bound to the momentum dispersion
is given by neglecting the initial cloud size and the
imperfect detector resolution [17]. From the width of the
peak, we deduce a velocity spread (half-width at 1/~e)
of 2.3 cm/s (= v~/4, where v~ = hk/M = 9.2 cm/s is
the recoil velocity), with an uncertainty of 10%. The
corresponding temperature is TR/16.
A crucial issue is whether the VSCPT process actually

increases the density in momentum space or merely acts
to select atoms within a small velocity group. The answer
is dependent on the laser parameters. For a fixed value of
the detuning 8 = +0.5I, a scan of the laser power (Rabi
frequency 0 varying from 0 = 0.5I to 0 = 1.06I )
revealed both a monotonically increasing temperature
and a number of cooled atoms. The smallest laser
power, while giving the narrowest velocity distribution
(T = TR/30), yielded fewer atoms in the peak than
in the absence of the VSCPT cooling process. We
interpret this expulsion of atoms as being due to heating
from a "blue Doppler molasses" [1] before atoms are
trapped in the velocity-selective state. As the laser power
is increased, the distributions are observed to broaden

Cooled atom profile
~ Uncooled atom profile

FIG. 2. Image of the detected atomic position distribution
for the experimental parameters: Rabi frequency 0 = 0.81,
detuning 6 = +0.51, interaction time 0 = 500 p, s. The
figure shows an integration of 25 consecutive images for each
of which the camera was exposed from 45 to 65 ms after the
VSCPT interaction. The corresponding momentum distribution
consists of four peaks at ~hk along the x and Y axes; the peak
widths are clearly subrecoil.
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FIG. 3. Profiles of the atomic position distributions along the
dotted line of Fig. 2 with and without VSCPT cooling.
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the resulting blips of light are recorded with a triggered
charge coupled device (CCD) camera which provides
temporal resolution.
The detailed sequence is the following: The trap is

loaded for about 1.5 s, at which point the deceleration
coils are turned off while the quadrupole trapping coils
remain on. This allows the magnetic fields of the
deceleration coils to decay, during which time the trap
laser parameters are adjusted to provide further cooling.
After 250 ms, the trapping coils are switched off as
well, and the trapping laser beams are left on for an
additional 3.5 ms. This phase confines the atoms in an
optical molasses while allowing the residual fields of
the quadrupole to decay. At this point, the trapping
beams are turned off and the VSCPT cooling beams are
switched on. The VSCPT interaction time is 500 p, s
in the work described here. Atoms are detected on the
microchannel plate detector a time 7.f (30—70 ms) later
within a temporal window ~ which can be as small as
1 ms. By varying rf we can probe the (uncooled) vertical
velocity distribution, and by varying v we can select
the time resolution. Images from the CCD camera are
digitized in a PC, and successive images are summed.
Simple arguments [6] show that the temperature attain-

able is limited by the stray magnetic field and scales as
the square of the field; a stray field on the order of 1 mG
limits the achievable temperature to -T&/100. The ac
components of the magnetic field at 50 Hz (-10mG) are
reduced to less than 1 mG by means of a Mumetal shield.
The static components are canceled in situ and at the time

of interest to within 0.5 mG by means of an additional
step based on the mechanical Hanle effect [16].
An image of the atomic position distribution detected

on the microchannel plate is shown in Fig. 2. The
four peaks are clearly resolved. The widths of the
peaks reflect, in addition to the final VSCPT momentum
distribution, contributions due to the size of the cloud of
trapped atoms, the size of the blips of light emitted by
the phosphor, and the dispersion of atom arrival times
during the observation time r T.he latter broadening
mechanism is absent in the direction perpendicular to
the recoil momentum. With this in mind, we present
in Fig. 3 a vertical profile through the peak at the right
in Fig. 2. An upper bound to the momentum dispersion
is given by neglecting the initial cloud size and the
imperfect detector resolution [17]. From the width of the
peak, we deduce a velocity spread (half-width at 1/~e)
of 2.3 cm/s (= v~/4, where v~ = hk/M = 9.2 cm/s is
the recoil velocity), with an uncertainty of 10%. The
corresponding temperature is TR/16.
A crucial issue is whether the VSCPT process actually

increases the density in momentum space or merely acts
to select atoms within a small velocity group. The answer
is dependent on the laser parameters. For a fixed value of
the detuning 8 = +0.5I, a scan of the laser power (Rabi
frequency 0 varying from 0 = 0.5I to 0 = 1.06I )
revealed both a monotonically increasing temperature
and a number of cooled atoms. The smallest laser
power, while giving the narrowest velocity distribution
(T = TR/30), yielded fewer atoms in the peak than
in the absence of the VSCPT cooling process. We
interpret this expulsion of atoms as being due to heating
from a "blue Doppler molasses" [1] before atoms are
trapped in the velocity-selective state. As the laser power
is increased, the distributions are observed to broaden

Cooled atom profile
~ Uncooled atom profile

FIG. 2. Image of the detected atomic position distribution
for the experimental parameters: Rabi frequency 0 = 0.81,
detuning 6 = +0.51, interaction time 0 = 500 p, s. The
figure shows an integration of 25 consecutive images for each
of which the camera was exposed from 45 to 65 ms after the
VSCPT interaction. The corresponding momentum distribution
consists of four peaks at ~hk along the x and Y axes; the peak
widths are clearly subrecoil.
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FIG. 3. Profiles of the atomic position distributions along the
dotted line of Fig. 2 with and without VSCPT cooling.

1917FIGURE IV.19. Gauche : schéma de l’expérience de refroidissement par état noir à
deux dimensions. La distribution en impulsion de l’état noir est composé de quatre
pics, correspondant aux quatre ondes planes éclairant les atomes. Cette distribu-
tion en impulsion est mesurée par temps de vol. Droite : exemple de distribution
en impulsion. Chaque pic a une largeur notablement inférieure à la vitesse de re-
cul vr (vr/4 pour celui montré sur la figure). La courbe en pointillé représente la
distribution non refroidie.

sont éteints et les quatre (2D) ou six (3D) faisceaux créant à la fois un refroi-
dissement Sisyphe et le piégeage cohérent de population sont allumés. Le
rôle du refroidissement Sisyphe est de créer l’équivalent de « murs » dans
l’espace des vitesses, dont la présence est essentielle à 2D ou 3D comme
nous l’avons vu plus haut. La largeur de la distribution en vitesse obte-
nue par cet effet Sisyphe, avant que le refroidissement par état noir ne soit
significatif, est de l’ordre de 1.5 vr (Lawall et al. 1994a).

La mesure de la distribution en vitesse des atomes après refroidisse-
ment par piégeage cohérent de population révèle quatre (à 2D) ou six (à
3D) pics, correspondant à l’accumulation d’atomes dans l’état noir recher-
ché (figure IV.19). Le fait que le nombre de pics soit égal au nombre de

faisceaux lumineux est une conséquence directe du résultat de Ol’shanii
& Minogin (1992) présenté en (IV.20)-(IV.22) : quand on prend en compte
le mouvement du centre de masse de l’atome, l’état noir est un spineur à
trois composantes, ~g(r), qui est proportionnel au champ électrique E(r) de
l’onde laser (plus précisément au coefficient de e−iωLt dans l’expression de
ce champ). Les largeurs minimales observées pour ces pics sont de l’ordre
de vr/4 à 2D et vr/6 (à 3D).

4 Une ombre sur mesure : transition Raman

Nous venons de voir comment l’utilisation d’une résonance noire per-
met d’obtenir un profil d’excitation sélectif en vitesse, avec une annula-
tion stricte pour une classe de vitesses donnée. Nous allons maintenant
explorer une deuxième méthode pour obtenir un résultat similaire : cette
méthode, également basée sur un système en Λ, consiste à utiliser des im-
pulsions transférant les atomes entre les sous-niveaux |g1〉 et |g2〉 (figure
IV.20). Le profil temporel de l’impulsion est optimisé pour que le transfert
soit également sélectif en vitesse, ce qui ouvre une deuxième voie vers un
refroidissement nettement en dessous de la vitesse de recul vr.

4-1 Principe du refroidissement Raman

Le refroidissement Raman fonctionne en alternant deux types de
phases :

– Au début de la première phase, les atomes sont dans l’état |g1〉 avec
une distribution en vitesse que l’on souhaite rendre la plus étroite pos-
sible (figure IV.21, haut). On les éclaire pendant une durée τ avec une
paire de faisceaux Raman de fréquence de Rabi κj et de désaccord ∆j

(j = 1, 2). Le but est d’induire la transition de |g1〉 vers |g2〉 de manière
sélective en vitesse. Si les désaccords ∆j sont grands devant les fré-
quences de Rabi κj , on peut éliminer perturbativement l’état excité e
et définir une fréquence de Rabi pour la transition Raman :

κ =
κ1κ

∗
2

2∆e
. (IV.53)
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have Ei (r) X % (r) = 0 for all r. Second, since El (r) is
a monochromatic laser field with frequency cuI, all wave
vectors k; appearing in the plane wave expansion of EL(r),

El (r) = g X'„i;exp(ik; . r),
have the same modulus ~k;~ = col. /c = k. Using the same
expansion for %'r(r) given in (2), we find that the atomic
kinetic energy P2/2M, which depends only on the modulus
of the wave vectors, has a well-defined value in Wr(r)
equal to h2k2/2M. If we replace in (2) the c-number a by an
arbitrary scalar field u(r), we still have El (r) x Nr(r) =
0 for all r, so that n(r)EL(r) is the most general state
in g not coupled to e, i.e., leading to a zero transition
amplitude (1)for all @(r). Expanding u(r) in plane waves
exp(ip r/h), we introduce a set of noncoupled states,

Detect

(r) = El (r) exp(ip r/h) (4)

labeled by p. Equations (3) and (4) then show that %'Nc(r)
is a linear superposition of plane waves with wave vectors
k; + p/Fi. In general, these wave vectors do not have the
same modulus, and (4) is not an eigenfunction of P2/2M.
There are motional couplings, proportional to k; p/M,
which destabilize the states (4) and introduce a photon
absorption rate I Nc(p) from these states proportional to
p2 (if ~p~ is small enough) [5,11]. Such an absorption is
then followed by a spontaneous emission process, which
introduces a random change of momentum and allows
atoms to diffuse in momentum space. The smaller ~p~,
the smaller is the diffusion rate. Atoms thus progressively
accumulate in a set of states &Nc(r), with ~p~ distributed
over a range 8p around the value p = 0 corresponding to
the perfectly dark state (2). Arguments similar to those
used in [5] show that 6p decreases as 1/~O where 8 is
the interaction time.
We now apply these general considerations to the

laser configuration used in our experiment. It consists of
counterpropagating beams along the x and y axes, with
o.+ and cr polarizations (Fig. 1). In Eq. (3) we have
N=4 and ki=kx, k2= —kx, k3=ky, and k4=
—k y. It is then clear that for any p orthogonal to the x-y
plane the four vectors k; + p/h have the same modulus,
so that there is no velocity selection and thus no cooling
along the z axis. On the other hand, the reasoning above
shows that there is velocity selection for p in the x-y
plane, where the only trapping state of the form (4) is VNc
with p = 0. Furthermore, one can show [10]that with the
polarization configuration of Fig. 1 there is a unique two-
dimensional trapping state. We thus expect that, after the
laser configuration of Fig. 1 has been applied for a time
0 to an atom, the state of the atom will be of the form
(4) with a p component in the x-y plane very close to 0
(~p~ less than hk) and an arbitrary value for p, . This state
will thus consist of four coherent wave packets with mean
momenta ~hkx, ~hky. Thus, on the detection plane,
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FIG. 1. 2D VSCPT scheme. Under the influence of the
four VSCPT cooling beams, the atoms are pumped into a
coherent superposition of four wave packets whose centers
follow ballistic trajectories to the position-sensitive detector
5 cm below.

one should observe four spots separated by a distance
2hkrf/M, where rf is the time of flight to the detector,
the width of these spots decreasing as 1/v 8.
In order to have real cooling, one needs to fill the

trapping state with sufficient efficiency. As shown in [11],
a pure diffusion in momentum space is much less efficient
in two dimensions than in one dimension. On the other
hand, as emphasized in [9], 2D VSCPT schemes on a
Jg = 1 = = J, = 1 transition may lead to a friction force
for atoms which are not yet trapped. There is then a drift
toward p = 0 which helps to fill the trapping states [12].
Although we have not yet made any detailed calculations,
we expect, based on the fact that the light shifts in our
laser configuration are spatially dependent, that VSCPT
efficiency would be augmented by Sisyphus precooling
for the case of blue detuning [1].
We start with atoms precooled to -200 p,K in a

magneto-optical trap [13,14]. A cryogenic (6 K) beam of
He* in the 2 5& state is decelerated by radiation pressme
using a Zeeman slowing technique [15] to load the trap.
Our trap contains -10 atoms in a volume of -1 mm .
The trap is shut off, and the beams for the VSCPT cooling
process, tuned to the 2 S] —2 P[ transition, are pulsed
on (Fig. 1). All of the VSCPT laser beams are derived
from the same laser, so the phase coherence is limited
by the stability of the retroreAection mirrors. During
the time of the VSCPT cooling, the atoms move less
than 1 mm, after which they follow ballistic trajectories
under the inAuence of gravity. Atoms are detected 5 cm
below the trap by means of a microchannel plate detector
which intercepts a solid angle of 0.32 sr. High spatial
resolution (0.5 mm) is obtained by accelerating the output
of the microchannel plates toward a phosphor screen, and
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the resulting blips of light are recorded with a triggered
charge coupled device (CCD) camera which provides
temporal resolution.
The detailed sequence is the following: The trap is

loaded for about 1.5 s, at which point the deceleration
coils are turned off while the quadrupole trapping coils
remain on. This allows the magnetic fields of the
deceleration coils to decay, during which time the trap
laser parameters are adjusted to provide further cooling.
After 250 ms, the trapping coils are switched off as
well, and the trapping laser beams are left on for an
additional 3.5 ms. This phase confines the atoms in an
optical molasses while allowing the residual fields of
the quadrupole to decay. At this point, the trapping
beams are turned off and the VSCPT cooling beams are
switched on. The VSCPT interaction time is 500 p, s
in the work described here. Atoms are detected on the
microchannel plate detector a time 7.f (30—70 ms) later
within a temporal window ~ which can be as small as
1 ms. By varying rf we can probe the (uncooled) vertical
velocity distribution, and by varying v we can select
the time resolution. Images from the CCD camera are
digitized in a PC, and successive images are summed.
Simple arguments [6] show that the temperature attain-

able is limited by the stray magnetic field and scales as
the square of the field; a stray field on the order of 1 mG
limits the achievable temperature to -T&/100. The ac
components of the magnetic field at 50 Hz (-10mG) are
reduced to less than 1 mG by means of a Mumetal shield.
The static components are canceled in situ and at the time

of interest to within 0.5 mG by means of an additional
step based on the mechanical Hanle effect [16].
An image of the atomic position distribution detected

on the microchannel plate is shown in Fig. 2. The
four peaks are clearly resolved. The widths of the
peaks reflect, in addition to the final VSCPT momentum
distribution, contributions due to the size of the cloud of
trapped atoms, the size of the blips of light emitted by
the phosphor, and the dispersion of atom arrival times
during the observation time r T.he latter broadening
mechanism is absent in the direction perpendicular to
the recoil momentum. With this in mind, we present
in Fig. 3 a vertical profile through the peak at the right
in Fig. 2. An upper bound to the momentum dispersion
is given by neglecting the initial cloud size and the
imperfect detector resolution [17]. From the width of the
peak, we deduce a velocity spread (half-width at 1/~e)
of 2.3 cm/s (= v~/4, where v~ = hk/M = 9.2 cm/s is
the recoil velocity), with an uncertainty of 10%. The
corresponding temperature is TR/16.
A crucial issue is whether the VSCPT process actually

increases the density in momentum space or merely acts
to select atoms within a small velocity group. The answer
is dependent on the laser parameters. For a fixed value of
the detuning 8 = +0.5I, a scan of the laser power (Rabi
frequency 0 varying from 0 = 0.5I to 0 = 1.06I )
revealed both a monotonically increasing temperature
and a number of cooled atoms. The smallest laser
power, while giving the narrowest velocity distribution
(T = TR/30), yielded fewer atoms in the peak than
in the absence of the VSCPT cooling process. We
interpret this expulsion of atoms as being due to heating
from a "blue Doppler molasses" [1] before atoms are
trapped in the velocity-selective state. As the laser power
is increased, the distributions are observed to broaden

Cooled atom profile
~ Uncooled atom profile

FIG. 2. Image of the detected atomic position distribution
for the experimental parameters: Rabi frequency 0 = 0.81,
detuning 6 = +0.51, interaction time 0 = 500 p, s. The
figure shows an integration of 25 consecutive images for each
of which the camera was exposed from 45 to 65 ms after the
VSCPT interaction. The corresponding momentum distribution
consists of four peaks at ~hk along the x and Y axes; the peak
widths are clearly subrecoil.
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FIG. 3. Profiles of the atomic position distributions along the
dotted line of Fig. 2 with and without VSCPT cooling.
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the resulting blips of light are recorded with a triggered
charge coupled device (CCD) camera which provides
temporal resolution.
The detailed sequence is the following: The trap is

loaded for about 1.5 s, at which point the deceleration
coils are turned off while the quadrupole trapping coils
remain on. This allows the magnetic fields of the
deceleration coils to decay, during which time the trap
laser parameters are adjusted to provide further cooling.
After 250 ms, the trapping coils are switched off as
well, and the trapping laser beams are left on for an
additional 3.5 ms. This phase confines the atoms in an
optical molasses while allowing the residual fields of
the quadrupole to decay. At this point, the trapping
beams are turned off and the VSCPT cooling beams are
switched on. The VSCPT interaction time is 500 p, s
in the work described here. Atoms are detected on the
microchannel plate detector a time 7.f (30—70 ms) later
within a temporal window ~ which can be as small as
1 ms. By varying rf we can probe the (uncooled) vertical
velocity distribution, and by varying v we can select
the time resolution. Images from the CCD camera are
digitized in a PC, and successive images are summed.
Simple arguments [6] show that the temperature attain-

able is limited by the stray magnetic field and scales as
the square of the field; a stray field on the order of 1 mG
limits the achievable temperature to -T&/100. The ac
components of the magnetic field at 50 Hz (-10mG) are
reduced to less than 1 mG by means of a Mumetal shield.
The static components are canceled in situ and at the time

of interest to within 0.5 mG by means of an additional
step based on the mechanical Hanle effect [16].
An image of the atomic position distribution detected

on the microchannel plate is shown in Fig. 2. The
four peaks are clearly resolved. The widths of the
peaks reflect, in addition to the final VSCPT momentum
distribution, contributions due to the size of the cloud of
trapped atoms, the size of the blips of light emitted by
the phosphor, and the dispersion of atom arrival times
during the observation time r T.he latter broadening
mechanism is absent in the direction perpendicular to
the recoil momentum. With this in mind, we present
in Fig. 3 a vertical profile through the peak at the right
in Fig. 2. An upper bound to the momentum dispersion
is given by neglecting the initial cloud size and the
imperfect detector resolution [17]. From the width of the
peak, we deduce a velocity spread (half-width at 1/~e)
of 2.3 cm/s (= v~/4, where v~ = hk/M = 9.2 cm/s is
the recoil velocity), with an uncertainty of 10%. The
corresponding temperature is TR/16.
A crucial issue is whether the VSCPT process actually

increases the density in momentum space or merely acts
to select atoms within a small velocity group. The answer
is dependent on the laser parameters. For a fixed value of
the detuning 8 = +0.5I, a scan of the laser power (Rabi
frequency 0 varying from 0 = 0.5I to 0 = 1.06I )
revealed both a monotonically increasing temperature
and a number of cooled atoms. The smallest laser
power, while giving the narrowest velocity distribution
(T = TR/30), yielded fewer atoms in the peak than
in the absence of the VSCPT cooling process. We
interpret this expulsion of atoms as being due to heating
from a "blue Doppler molasses" [1] before atoms are
trapped in the velocity-selective state. As the laser power
is increased, the distributions are observed to broaden

Cooled atom profile
~ Uncooled atom profile

FIG. 2. Image of the detected atomic position distribution
for the experimental parameters: Rabi frequency 0 = 0.81,
detuning 6 = +0.51, interaction time 0 = 500 p, s. The
figure shows an integration of 25 consecutive images for each
of which the camera was exposed from 45 to 65 ms after the
VSCPT interaction. The corresponding momentum distribution
consists of four peaks at ~hk along the x and Y axes; the peak
widths are clearly subrecoil.
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t

1.0
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1.5

FIG. 3. Profiles of the atomic position distributions along the
dotted line of Fig. 2 with and without VSCPT cooling.
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FIGURE IV.20. Principe du refroidissement Raman. À gauche, première phase :
une impulsion lumineuse transfère les atomes d’une classe de vitesse donnée de
l’état |g1〉 vers l’état |g2〉. À droite, deuxième phase : un faisceau repompeur ra-
mène les atomes de |g2〉 vers |g1〉. Le bilan d’impulsion sur le cycle rétrécit la
largeur de la distribution en vitesse.

Le transfert d’impulsion correspondant, q = ~(k1 − k2), peut être
ajusté en modifiant l’angle entre les vecteurs d’onde k1 et k2. Le désac-
cord Raman ∆ = ∆1 −∆2 et la variation temporelle du couplage κ(t)
induit par cette paire de faisceaux sont choisis de manière à exciter les
atomes dont la vitesse se situe à l’intérieur d’une classe déterminée
par la conservation de l’énergie 5 (à ~/τ près) :

E(g1) + ~ωL,1 +
1

2
Mv2 ≈ E(g2) + ~ωL,2 +

1

2
M(v + q/M)2, (IV.54)

ce qui se simplifie pour donner

v · q = ~∆− q2

2M
. (IV.55)

Le transfert d’impulsion q est choisit tel qu’il ramène la vitesse de
l’atome vers la vitesse nulle (v · q < 0) : dans un modèle à une di-
mension, si la classe de vitesse visée est négative, les atomes de cette

5. En toute rigueur, il faut inclure dans l’énergie E(gi) de l’état gi le déplacement lumi-
neux δE(gi) de cet état dû au laser i (Moler et al. 1992). Toutefois les contributions de δE(g1)
et δE(g2) à (IV.54) se compensent si on prend κ1 = κ2 et ∆1 ≈ ∆2.

classe feront avec probabilité élevée une transition qui change leur vi-
tesse de v à v + 2vr, accompagnée du passage |g1〉 → |g2〉, alors que
les atomes en dehors de cette classe ne seront pas affectés et resteront
dans |g1〉 (figure IV.21, milieu).

– La deuxième phase consiste à repomper tous les atomes de |g2〉 vers
|g1〉. Un faisceau repompeur couple de manière résonante l’état |g2〉
à l’état excité |e〉 (figure IV.20). Une fois dans l’état |e〉, l’atome peut
retomber sur |g1〉 ou |g2〉. S’il tombe sur |g1〉, le pompage désiré est
obtenu et le processus s’arrête. S’il tombe sur |g2〉, il peut réabsorber
un photon du faisceau repompeur et ainsi de suite. L’impulsion trans-
férée lors d’un processus de pompage optique est ~(krep. − kfluo.), où
kfluo. est le vecteur d’onde du photon émis spontanément (figure IV.21,
bas).

On répète cette séquence en variant la classe d’atomes concernée par le
pulse Raman (figure IV.22) : on peut aller chercher des atomes de vi-
tesse positive ou négative selon différents axes de l’espace, plus ou moins
proches de la vitesse nulle. Au final, on espère accumuler un grand nombre
d’atomes autour de v = 0.

4-2 Sélectivité en vitesse

Pour déterminer précisément la classe de vitesse affectée par un pulse
Raman donné, considérons un modèle uni-dimensionnel avec k1 = −kuz ,
k2 = +kuz comme sur la figure IV.10. Prenons un atome de vitesse initiale
v et écrivons son état interne sous la forme

|ψ(t)〉 = α1(t)|g1〉+ α2(t)|g2〉, α1(0) = 1, α2(0) = 0. (IV.56)

Comme indiqué plus haut, nous négligeons ici la population de l’état |e〉 ce
qui est légitime si les fréquences de Rabi κj sont petites devant les désac-
cords ∆j . L’évolution dans le temps des coefficients αj est donnée par
l’équation de Schrödinger

iα̇1 =
∆v

2
α1 +

κ∗(t)
2

α2, iα̇2 =
κ(t)

2
α1 −

∆v

2
α2, (IV.57)

où le désaccord ∆v dépendant de la vitesse s’écrit :

∆v = ∆ + 2k(v − vr). (IV.58)
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FIGURE IV.21. Évolution de la distribution en vitesse lors des deux phases du re-
froidissement Raman : transfert sélectif en vitesse de g1 vers g2, puis rempompage
de g2 vers g1.

FIGURE IV.22. Taux d’excitation pour les différents pulses Raman utilisés par
Kasevich & Chu (1992). La classe de vitesse nulle est « protégée ».

La résolution générale de cette équation passe par un traitement numé-
rique, mais on peut obtenir une solution analytique si on se limite au cas
de faible excitation |α1| ∼ 1, |α2| � 1 pour toute vitesse :

α1(t) ≈ e−i∆vt/2, α2(t) ≈ − i

2
ei∆vt/2

∫ t

0

κ(t′) e−i∆vt
′

dt′. (IV.59)

Prenons un pulse de durée τ ; à la fin de ce pulse, la probabilité d’excitation
d’un atome de vitesse v est donc :

P (v) ≡ |α2(v)|2 ≈ 1

4

∣∣∣∣∫ τ

0

κ(t) e−i∆vt dt

∣∣∣∣2 . (IV.60)

La variation en vitesse de cette probabilité est donc directement liée à la
transformée de Fourier en fréquence du pulse.

4-3 Quelle forme de pulse choisir ?

La forme la plus simple pour l’intensité du pulse Raman est une fonc-
tion carrée (figure IV.23)

κ(t) = κ si 0 < t < τ, (IV.61)
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dont la transformée de Fourier est un sinus cardinal, de sorte que

P (v) ∝ sin2[(∆̄ + 2kv)τ/2]

(∆̄ + 2kv)2
. (IV.62)

où ∆̄ = ∆−2kvr [cf. (IV.58)]. On va donc exciter essentiellement les atomes
de vitesse comprise dans l’intervalle

−∆̄

2
− π

τ
< kv < −∆̄

2
+
π

τ
, (IV.63)

ainsi que, mais dans une moindre mesure, des atomes dont la vitesse est
située dans les lobes latéraux du sinus cardinal.

Nous verrons un peu plus loin comment tirer parti des zéros bien mar-
qués du sinus cardinal. Toutefois, comme on peut craindre que l’excitation
parasite créée par les lobes latéraux génère des effets indésirables, il est
intéresser d’explorer la possibilité d’utiliser d’autres fonctions κ(t), ayant
une transformée de Fourier qui décroit plus vite de part et d’autre de son
maximum. C’est ce qui a été fait dans les premières séries d’expériences
de refroidissement Raman, menées à Stanford entre 1992 et 1994 (Kasevich
& Chu 1992; Davidson et al. 1994). La forme temporelle des impulsions
Raman était un profil de Blackman, c’est-à-dire la fonction d’apodisation
donnée par :

f(t) = 0.42 + 0.5 cos(2πt/τ) + 0.08 cos(4πt/τ) pour |t| < τ/2, (IV.64)

qui a le mérite d’avoir une transformée de Fourier avec des ailes de faible
amplitude (cf. figure IV.23) : on peut ainsi exciter de manière efficace une
classe de vitesse de centre v̄ et de largeur à mi-hauteur ∆v ajustables, qui
garantit une probabilité extrêmement réduite (par au moins six ordres de
grandeur) d’excitation pour toute classe de vitesse distante de v̄ de plus de
4 ∆v.

Cette technique a conduit à des distributions en vitesse 6 très nota-
blement sub-recul à une dimension, avec ∆v ≈ 0.2 vr (Kasevich & Chu
1992). À deux et trois dimensions, les performances étaient plus modestes,
∆v ≈ 1.2 vr et ∆v ≈ 2.3 vr, respectivement. Parmi les raisons invoquées

6. Les largeurs indiquées dans ce qui suit sont des largeurs à 1/
√

e, qui coïncident avec la
largeur r.m.s. pour une distribution gaussienne.
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FIGURE IV.23. Deux formes possibles d’enveloppe pour les pulses Raman, avec
la probabilité de transition associée (IV.60), en échelle linéaire et logarithmique.
En haut, pulse carré dont la transformée de Fourier est un sinus cardinal. En bas,
pulse Blackman, avec un spectre de Fourier beaucoup plus resserré que le sinus
cardinal. Les deux types de pulse ont la même durée τ = 1.3 M/~k2. Figures
tirées de la thèse de doctorat de Jakob Reichel, Université Paris 6 (1996).

74



CHAP. IV. SE CACHER DANS L’OMBRE § 4. Une ombre sur mesure : transition Raman

pour cette chute de performance, on retrouve le point que nous avons
étudié en § 3 : le remplissage de la classe de vitesse autour de v = 0 est
d’autant plus lent que la dimensionnalité est élevée ; un défaut qui tend
à dépeupler cette classe de vitesse (par exemple lors du processus de dé-
pompage) aura donc un effet plus sensible à 2 ou 3 D qu’à 1D. Par ailleurs,
la mise en œuvre du protocole décrit plus haut nécessite en principe d’al-
terner des paires de faisceaux Raman selon toutes les directions de l’es-
pace concernées, ce qui est compliqué à implémenter sur le plan technique.
Davidson et al. (1994) ont donc simplifié cette procédure en appliquant si-
multanément plusieurs faisceaux Raman. Ceci peut donner naissance à des
phénomènes non linéaires parasites, contribuant eux aussi à augmenter le
taux de départ de la classe de vitesse nulle.

Une autre manière d’obtenir un refroidissement tri-dimensionnel est de
travailler avec des atomes piégés. On peut alors se contenter de refroidir
une direction de l’espace et tirer parti de la redistribution de l’énergie avec
les deux autres directions du fait de l’ergodicité du mouvement des atomes
dans le piège. Toujours avec des pulses Blackman, le groupe de Stanford a
ainsi obtenu un refroidissement 3D conduisant à une largeur en vitesse de
0.65 vr (Lee et al. 1996; Lee & Chu 1998). Une expérience similaire a été me-
née à l’ENS par Perrin et al. (1999), avec des pulses balayés en fréquence.
Dans toutes ces études, la densité finale dans l’espace des phases était de
l’ordre de quelques 10−3, donc encore assez loin du seuil de condensation
de Bose–Einstein. Toutefois il faut noter que ces expériences étaient menées
sur des atomes préparés dans des niveaux dont on sait maintenant qu’ils
ne sont pas favorables si l’on recherche de grandes densités spatiales : le
sodium dans son niveau fondamental F = 2 ou le césium dans son niveau
fondamental F = 4. Par ailleurs, il semble qu’un chauffage lié à la diffusion
multiple du photon émis lors du processus de pompage optique était pré-
sent dans ces expériences ; ce chauffage pourrait être réduit en utilisant des
géométries fortement anisotropes, favorisant la sortie rapide du photon.

Revenons pour finir aux pulses carrés et à la loi d’excitation en vitesse
donnée par un sinus cardinal. Puisque le but ultime est d’accumuler les
atomes au voisinage de v = 0, la forme de ce sinus cardinal, avec ses lobes
marqués, n’est pas problématique pourvu que l’on prenne soin de toujours
choisir le couple (∆̄, τ) tel que la classe de vitesse nulle coïncide avec le
premier zéro de P (v) :

|∆̄|τ = 2π. (IV.65)
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the atoms are compressed in a peak 7.5 times higher than
the initial distribution [Fig. 2(a)]. The velocity spread
(half-width at I/~e) is 0.34vR, much narrower than the
width (=4vg) of the hole in I'(v). This confirms that
6 vH can be much smaller than vo, as already indicated by
Eq. (3). The corresponding temperature T,rr = TR/8 =
25 nK is equivalent to our previous result using sequences
of eight Blackman pulses [13],but with a better fraction
of atoms in the cold peak and a considerably simpler
pulse sequence. Moreover, the time evolution of the
velocity spread obeys very well the 0 't law of Eq. (3)
[Fig. 2(b)]. When the square pulses are replaced by
Blackman pulses, centered at the same frequency and
twice as long as the square pulses to maintain the same
characteristic width, higher temperatures and lower peak
heights are obtained for all interaction times [Fig. 2(b)].
In this case, the evolution of the velocity spread is well
fitted by a 0' ' law, as predicted by Eq. (3).
In order to lower further the temperature, one would

like to decrease the width vo of the hole in I'(v)
since this produces a colder final distribution [Eq. (3)].
However, when vo is decreased, the pulse is longer in
time, it interacts with a smaller fraction of the velocity
distribution, and it ultimately gives fewer chances for a
given atom to fall near v = 0 by spontaneous emission.
Furthermore, atoms can also accumulate in the outermost
zeros of the excitation profile as can be seen already
near 8vg in Fig. 2(a). The immediate solution to this
problem is to use a cooling sequence made of two pulses:
a long pulse for good filtering (vo small) and a short pulse
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FIG. 3. (a) Raman cooling with 30 p, s pulses centered at
~4v~ and 120 p, s pulses centered at ~vR, 26 repetitions.
The central peak has a I/~e half-width of 0.12vg (an 8%
contribution due to the probe linewidth has been subtracted by
deconvolution). This corresponds to an effective temperature
of T,ff = 2.8 nK. The dashed curve is the velocity distribution
without Raman cooling, corresponding to T,rr = 6.0 p, K. (b)
The Raman pulses used for the above result (for clarity, only
the pulses on the negative-velocity side are shown). As the
available power limits the peak excitation probability of the
30 p, s pulse to about 0.4, it is repeated 3 times before the
120 p, s pulse is applied.

(7 (vtrap Bvo pt)) 0 (4)
The problem is now fully characterized by the two
equations (3), (4), having two parameters (0', v,„) and
two unknowns (vo pt or equivalently Hp pt Bvo pt).
Simple algebra gives the optimum values

".:"= ('..")"'(,")'"
where rR = 2M/Rk is the recoil time, and

6ve opt (2vm~x l &/3 2/3
(6)

vR ( vR ) 20
Note that Bvo,pt decreases as 0 t, whereas BvH
varies only as 0' 't for a fixed vent which is not optimized
for each value of O. For v,„=2vR, 0 = 10 ms =
130rR (the effective total time of the cooling pulses in the
experiment) the result is vo, pt = 0.6vz and BvQ pt

covering a wide velocity range, in order to recycle those
atoms which do not interact with the narrow pulse. As
the recycling pulse is short in duration, its contribution
to the total cooling time is small. Raman cooling with
two square pulses is shown in Fig. 3(a). The sequence
consists of a 120 p, s pulse centered at v = ~vR and a
30 p, s pulse at v = ~4vR and is repeated 26 times. The
cold peak has a I/~e velocity spread of (0.12 ~ 0.01)vR,
corresponding to T,rr = 2.8 ~ 0.5 nK (TR/73), nearly a
factor of 10 lower than in the one-pulse cooling scheme.
The peak is 10 times as high as the initial distribution and
contains 35% of the total number of atoms. Narrower
filtering pulses lead to still lower temperatures, but with
a reduced gain at v = 0. For instance, T,ff = 0.8 nK =
Tg/250 has been observed with a peak height increase of
6.4, using a filtering pulse of 400 p, s duration.
In the search of an optimum square pulse cooling

configuration, a compromise must be made between the
fraction of cooled atoms and the width of the cooled
distribution. We present here a simplified derivation of
the width 6vH pt of the narrowest peak that can be filled
significantly in a given time 0, i.e., that accumulates
=50% of the atoms. A rigorous calculation optimizing the
height of the peak at v = 0 gives the same results, within
prefactors of order 1 [14]. The single important parameter
of the pulse sequence is the duration 00 of the filtering
pulse (the narrowest pulse). The excitation at ~v~ ~ vo
is realized efficiently by much shorter recycling pulses,
whose durations are neglected here. Oo is related to the
width vo of the dip in I'(v) by the condition of the first
zero of the sine function in v = 0 for I', which implies
vr/Ho = 0vo. Adding pulses on both sides of v = 0 leads
to a sequence duration of 7.O = 200 and the excitation rate
becomes I'(v = 0) = (v/vo) /2Hn and I'(~v( ~ vn) =
I/(2Ho). The optimization is now done very simply: The
narrowest peak that can be filled is defined by a filling time
just equal to the total time. The filling time being on the
order of the first return time, one has

4577

FIGURE IV.24. Résultat expérimental de Reichel et al. (1995), montrant le re-
froidissement Raman 1D d’atomes de césium avec des pulses carrés, tels qu’un
atome de vitesse nulle a une probabilité 0 d’être excité par la transition Raman. La
température équivalente est de 3 nanokelvins seulement.

Cette technique a été mise en œuvre avec succès à une dimension et à deux
dimensions. À une dimension, le groupe du LKB à l’ENS (Reichel et al.
1995) a obtenu une distribution en vitesse de largeur 0.12 (1) vr, notable-
ment plus étroite que celle mesurée avec des pulses Blackman à Stanford
(0.2 vr), et qui constitue encore maintenant un record. C’est grâce à ces dis-
tributions très étroites que le groupe de l’ENS a ensuite pu observer les os-
cillations de Bloch dans un réseau optique, un phénomène que nous avons
décrit dans le cours 2012-13 (Dahan et al. 1996). À deux dimensions, le
groupe du NIST a produit une distribution de largeur 0.39 (5) vr (Boyer et
al. 2004), ce qui est plus étroit que les meilleures performances obtenues à
2D ou 3D avec un refroidissement Doppler sur raie étroite. À notre connais-
sance, cette expérience de refroidissement Raman avec des pulses Raman
carrés n’a pas encore été menée à trois dimensions.
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Chapitre V

Sisyphe brillant, Sisyphe gris

Les premières mélasses optiques ont été réalisées en 1985 aux Bell Labs
avec des atomes de sodium (Chu et al. 1985). Les mesures précises de tem-
pérature ont été faites au NIST (le NBS à l’époque) sur des mélasses de
cette même espèce atomique par Lett et al. (1988b) et Lett et al. (1989)
(figure V.1). La conclusion de ces mesures fut sans appel : le refroidisse-
ment Doppler ne pouvait à lui seul expliquer le refroidissement observé ;
les températures étaient plus basses que la limite kBT = ~Γ/2 prévue et la
variation de la température avec le désaccord du laser n’était pas du tout
en accord avec la théorie. Plusieurs modèles de refroidissement ont alors
été développés (Ungar et al. 1989; Dalibard & Cohen-Tannoudji 1989), avec
en point commun l’idée de prendre en compte plus fidèlement la structure
de la transition atomique, en allant au delà du modèle à deux niveaux.

Le point clé est que pour un atome à plusieurs sous-niveaux fondamen-
taux, de longues constantes de temps peuvent apparaître, liées au temps de
pompage optique entre sous-niveaux. À ces longues constantes de temps,
peuvent être associées de basses énergies. Au contraire, dans le modèle à
deux niveaux à la base du refroidissement Doppler, la seule constante de
temps pertinente est Γ−1, et l’énergie associée ~Γ donne la limite du re-
froidissement Doppler. Parmi tous les modèles 1D développés à l’époque,
le plus robuste est probablement l’effet Sisyphe, qui se généralise presque
tel quel à trois dimensions [pour une revue, voir par exemple Grynberg
& Robilliard (2001)]. C’est donc lui que nous allons discuter maintenant
dans sa version initiale, avant de passer à des développements récents qui
généralisent ce type de refroidissement à d’autres transitions atomiques.

z
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Jg=1/2
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εx εy
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FIGURE V.1. Premières mesures précises de la température dans une mélasse op-
tique (atomes de sodium). La courbe tiretée représente la prédiction pour le refroi-
dissement Doppler. Figure extraite de Lett et al. (1988b).

1 Le modèle Sisyphe standard

1-1 Transition 1/2↔ 3/2

Le modèle le plus simple pour le refroidissement Sisyphe est celui d’une
transition entre un état fondamental Jg = 1/2 et un état excité Je = 3/2 (fi-
gure V.2). Le choix de cette transition est logique ; nous avons vu que la
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FIGURE V.2. Transition atomique Jg = 1/2 ↔ Je = 3/2 et configuration laser
1D lin⊥lin donnant naissance à l’effet Sisyphe.

transition atomique la plus simple Jg = 0 −→ Je = 1 ne donnait lieu
qu’à un refroidissement Doppler, avec une température bornée par la li-
mite Doppler (pour une raie large) kBT ≥ ~Γ/2. L’apparition de cette borne
inférieure peut être reliée – sans que ce soit une preuve absolue – au fait que
la seule constante de temps figurant alors dans la dynamique interne de
l’atome est la durée de vie de l’état excité Γ−1. En passant à une structure
atomique plus compliquée, notamment pour l’état fondamental, l’espoir
est de voir apparaître des nouvelles constantes de temps, nettement plus
longues. Ces constantes de temps correspondent par exemple au temps de
pompage optique d’un état Zeeman fondamental |g,±1/2〉 vers l’autre.

Pour créer une dynamique non triviale entre ces deux états fondamen-
taux, que nous noterons à partir de maintenant |g±〉, il est nécessaire de pla-
cer l’atome dans une situation où la polarisation de la lumière varie dans
l’espace. Limitons nous ici à un exemple unidimensionnel, avec un mou-
vement le long de l’axe z. Le prototype d’une telle situation correspond à
la superposition de deux ondes lumineuses progressives se propageant en
sens contraire le long de l’axe z, de polarisations linéaires orthogonales εx
et εy (configuration lin⊥lin, figure V.2). Les deux ondes sont choisies avec
la même fréquence, la même intensité, et une phase relative telle que la
polarisation résultante ε(z) varie dans l’espace de la manière suivante :

ε(z) =
1√
2

(
εxeikz − iεye−ikz

)
=

1√
2

(ε− cos(kz)− iε+ sin(kz)) , (V.1)

où les vecteurs unitaires complexes ε± = (∓εx − iεy)/
√

2 représentent la
base de polarisation circulaire droite et gauche.

La polarisation de la lumière évolue donc continûment et de manière
périodique le long de l’axe z. Elle est circulaire gauche (ε−) aux points z = 0
modulo λ/2, circulaire droite (ε+) aux points z = λ/4 modulo λ/2, et ellip-
tique entre ces points. En particulier, elle est linéaire en z = λ/8 modulo
λ/4, selon les bissectrices de εx et εy .

1-2 Déplacements lumineux et pompage optique

Dans l’hypothèse où le désaccord ∆ entre la fréquence du faisceau laser
et la fréquence atomique est grand devant la fréquence de Rabi κ caractéri-
sant le couplage atome-lumière, on sait que l’atome va être très majoritai-
rement dans un des deux états g± et on va pouvoir négliger le temps passé
dans le niveau excité. L’effet de la lumière sur l’atome est alors double :

– La lumière crée un potentiel lumineux qui déplace les énergies de g±
d’une quantité qui dépend de la proportion de lumière σ± en un point
donné. On obtient ainsi une modulation différentielle V±(z) des éner-
gies de g±.

– La lumière induit des transitions g+ ↔ g− par des processus Raman
spontanés, c’est-à-dire l’absorption d’un photon d’une des deux ondes
laser et l’émission spontanée d’un photon de fluorescence. Le taux de
transition γ+→−(z) de g+ vers g− fait intervenir l’intensité locale de
lumière σ− au point où se trouve l’atome et il est donc modulé dans
l’espace. Il en va de même pour le taux de transition γ−→+(z) de g−
vers g+.

Le refroidissement Sisyphe va résulter de la corrélation entre les poten-
tiels lumineux V±(z) et les taux de pompage optique γ+→−(z) et γ−→+(z).
Pour une description plus quantitative, commençons par calculer les dé-
placements lumineux. On utilise pour cela les facteurs d’intensité (carrés
des coefficients de Clebsch–Gordan) représentés sur la figure V.2. En un
point z donné, le niveau g+ sera déplacé par une quantité proportionnelle
à I+(z)+ 1

3I−(z), où I±(z) sont les intensités associées aux polarisations σ±
au point z. De même, le niveau g− sera déplacé par une quantité propor-
tionnelle à I−(z) + 1

3I+(z). À une constante additive près sans importance
ici, les potentiels lumineux ressentis par g± s’écrivent donc (figure V.3)

V+(z) = V0 cos2(kz), V−(z) = V0 sin2(kz), (V.2)
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coefficient (slope at v = 0) but acts on a much narrower velocity range.

D
kBT= - (4.30)

a

Finally, we discuss the validity of the semiclassical approxi-
mation used throughout this calculation.

In order to calculate the exact value of Dp, one could
compute the correlation function of the force operator.'2 "13
For a multilevel atom, such a calculation would be rather
tedious, so that we prefer to use a heuristic calculation here.

There are three main contributions to Dp; the two first
ones are already present for a Jg = 0 Je = 1 transition, 2 '
and the third one is specific of an atom with several ground-
state sublevels:

(i) There are fluctuations of the momentum carried
away by fluorescence photons.

(ii) There are fluctuations in the difference among the
number of photons absorbed in each of the two laser waves.

(iii) There are fluctuations of the instantaneous dipole
force oscillating back and forth between f,/2(z) and f-/ 2 (z) at
a rate 1/Tp.

For a Jg = 0 Je = 1 transition, 2 ' the two first contribu-
tions give for a dipole radiation pattern

(4.31)

nitude for these two contributions in the case of a Jg = 1/2
Je = 3/2 transition. To evaluate the third contribution
(coefficient Dp"), we start from

D = dr[f(t)f(t + T) - 2], (4.32)

which must be calculated for an atom at rest in z (the label z
was omitted for simplification). The force f(t) oscillates
between f,/2(z) and f-.1 2 (z), and its correlation function can
be written as

f(t)f(t + T) = > Y fjP(i, t; j, t + T),
i=+1/2 j=1/2

(4.33)

where P(i, t; j, t + r) represents the probability of being in
state i at time t and in state j at time t + T. The calculation
is then similar to the one done to evaluate the fluctuations of
the dipole force for a two-level atom (Ref. 16, Subsection
4B), and it leads to

Dp 4[f, 2(z)] 21/ 2St(z) II_/ 2St(z)Tp

= 2h2 k2 - so sin4(2kz).

Once this is averaged over a wavelength, it gives

Dp"_ 3 622rDr- Th h2 -So.

(4.34)

(4.35)We assume that Eq. (4.31) still gives the good order of mag-
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Fig. 2. - Temperature as a function of laser intensity and detuning. a) The lines are least-squares fits 
to those points which for a given detuning are within the range of validity of eq. (1). Insert: lowest 
temperature achieved as a function of detuning, for both polarization configurations. For 181 >>r 
(U2x = 5.3 MHz) the lowest temperature is essentially constant. b) Temperatures of a) plotted against 
Q2/)8(r. The straight iine is a fit to the points with small Q2//8(I'. 181/2n = 10 MHz (il, 20 MHz (O), 
30 MHz (O), 40 MHz (x), 54 MHz (O), 95 MHz (*), 140 MHz (O). 

each detuning, there is a lower l i t  to the intensity for which the molasses can function. As 
the intensity is decreased toward this limit, we observe a udisintegrationm of the molasses 
which manifests itself as a dramatic decrease in the size of the TOF signal and the 
appearance of wide wings on the TOF spectrum. The signal h a l l y  disappears at  an intensity 
which is nearly linear in detuning, and approximately given, to within about 15% for a given 
laser intensity calibration (see below), by 0 2 / ( 6 l r  = (0.6 + 2.W/161). At high intensity 
and for the smallest detunings, we observe a deviation from the linear law mentioned above; 
in this domain, the temperature increases more slowly than the laser intensity. 

In order to further illustrate the agreement with eq. (l), we have replotted in fig. 2b) the 
temperature as a function of 02/)61r. This strikingly demonstrates that the temperature 
depends only on this single parameter and is quite iinear for small values of 02/16(I'. We 
determine C of eq. (1) by calculating C(6)= 161(aTIai) for each 6. Excluding the 
6 =  - 10 MHz data, these C(6) are, as expected from eq. (l), independent of 6, to within a 
standard deviation of 5%. Expressing T in units of iii'lkB, and detuning and Rabi frequency 
in units of the natural width r, C is dimensionless, and for linIllin we find the average 
CI, = 0.45. The lin 1 lin data are similar and give C, = 0.35. 

The lowest measured temperature is (2.5 + 0.6) pK. As shown in the insert of fig. 2, it is 
nearly independent of detuning for 161 > W and we find that it is also independent of the 
polarization choice of the experiment. The corresponding r.m.s. velocity along the vertical 
axis v,.,., = (2kBTIM)lR is only 12.5 mm/s or 3.6 times the single photon recoil velocity 
v,, = hklM. Still narrower TOF peaks with «TB < 2 pK have been obtained but showing 
significantly non-Gaussian character in the wings. 

The uncertainty (standard deviation) of 0.6 pK includes the following contributions. 
Uncertainty in vertical thickness of the slice and the probe: 0.3 pK; uncertainty in the 
calculated effect of the slicing: 0.3 pK; statistical fluctuations in the measured TOF widths: 
0.3 pK; heating by the probe beam, which affects the time an atom spends in the probe: 
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κ2 / |Δ| Γ
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FIGURE V.3. Potentiels V±(z) créés par la lumière sur les deux états fondamen-
taux g±. Les disques sombres indiquent les populations stationnaires pour un
atome au repos résultant des processus de pompage optique.

où l’énergie V0 est donnée par V0 = 2
3~(−∆)s0. On note ici s0 le paramètre

de saturation pour chacune des deux ondes progressives :

s0 =
κ2/2

∆2 + Γ2/4
(V.3)

où κ est la fréquence de Rabi associée à chaque onde progressive, calculée
pour un coefficient de Clebsch–Gordan égal à 1. La quantité V0 est positive
pour un désaccord négatif, qui est le signe envisagé ici (comme pour le
refroidissement Doppler).

Nous pouvons calculer de même le taux γ±→∓(z) avec lequel l’atome
initialement dans g± va sauter vers g∓. On trouve

γ+→−(z) = γ0 cos2(kz), γ−→+(z) = γ0 sin2(kz), (V.4)

avec γ0 = 2
9Γs0. On trouve bien la corrélation annoncée entre déplacements

lumineux et taux de pompage optique.

L’équation d’évolution de la population P+ en un point z donné est

dP+

dt
= −γ+→−(z)P+ + γ−→+(z)P−, (V.5)

et idem pour P−. En utilisant P+ +P− = 1, cette équation d’évolution peut
encore s’écrire

dP+

dt
= −γ0

[
P+ − P stat

+ (z)
]
, (V.6)

où les populations stationnaires P stat
± (z) pour un atome au repos en z sont

données par (figure V.3) :

P stat
+ (z) = sin2(kz), P stat

− (z) = cos2(kz). (V.7)

Ce résultat indique que le niveau le plus peuplé est toujours le plus bas des
deux états g+ et g−. En z = 0 par exemple, la lumière est polarisée selon
ε− et l’atome est pompé optiquement dans l’état g− pour lequel V−(z) = 0,
alors que V+(z) = V0 > 0.

1-3 Le mécanisme Sisyphe

Pour un atome au repos, nous venons de voir que le pompage optique
a tendance à faire passer l’atome du sommet des collines de potentiel au
fond des vallées. C’est ce point-clé qui donne son nom à l’effet Sisyphe (fi-
gure V.4). On comprend intuitivement pourquoi ce dernier donne lieu à un
refroidissement : si l’atome bouge avec une vitesse v faible mais non nulle,
il va avoir tendance à monter plus de collines qu’en descendre. La conser-
vation de l’énergie est assurée par l’émission spontanée : lorsque un atome
gravit une colline de potentiel V±(z), il convertit son énergie cinétique en
énergie potentielle. Cette énergie est ensuite emportée par les photons de
fluorescence émis spontanément lors des processus de pompage optique ;
ceux-ci font passer l’atome d’un sommet de V± à une vallée de V∓, et les
photons ont en moyenne une énergie plus grande que l’énergie des pho-
tons des ondes lumineuses incidentes.

Cette image se généralise sans difficulté à trois dimensions, avec une
configuration d’intensité et de polarisation qui peut être plus ou moins
compliquée selon le nombre, la direction, et la phase relative des ondes lu-
mineuses (Grynberg & Robilliard 2001). Le point essentiel est (i) de main-
tenir le fait que les niveaux atomiques sont déplacés vers le bas par une
quantité qui dépend de l’espace, et (ii) que le pompage optique tend à ac-
cumuler l’atome dans le sous-niveau de plus basse énergie. Ce résultat est
garanti si on utilise une transition Jg ←→ Je = Jg + 1 et une lumière mo-
nochromatique de désaccord négatif, ∆ = ωL − ωA < 0.
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FIGURE V.4. Evolution typique dans V±(z) pour une vitesse de l’ordre de γ0/k.

2 Limite du refroidissement Sisyphe

Pour déterminer la limite du refroidissement, nous allons adopter ici
une approche de type mouvement brownien en calculant d’abord la force
de friction agissant sur l’atome, puis le coefficient de diffusion pour un
atome au repos. Nous verrons dans le paragraphe suivant (§ 3) comment
aller au delà de ce modèle linéaire simple.

2-1 La force de friction et sa plage de linéarité

Notre modèle de refroidissement Sisyphe correspond à un problème
de physique statistique relativement simple : une particule évolue dans le
potentiel bi-valué V±(z) en sautant aléatoirement entre les deux valeurs
avec les taux γ±→∓(z). Considérons un atome de vitesse v et déterminons
la force qui agit sur lui en régime stationnaire. Cette force s’écrit en fonction
de la probabilité P±(z, v) de trouver l’atome au point z dans l’état g± :

F (z, v) = P+(z, v)F+(z) + P−(z, v)F−(z), (V.8)

où F±(z) sont les forces qui dérivent des potentiels V±(z) :

F±(z) = ±kV0 sin(2kz). (V.9)

Pour calculer les probabilités d’occupation P±(z, v), reprenons l’équation
d’évolution (V.6) et cherchons son régime forcé. Ce dernier s’obtient en

remplaçant d
dt par v d

dz , et la solution s’écrit :

P±(z, v) =
1

2

(
1∓ cos(2kz) + (v/vc) sin(2kz)

1 + v2/v2
c

)
avec 2kvc = γ0.

(V.10)
La moyenne de la force (V.8) sur une période spatiale vaut donc :

F (v) = −Mα
v

1 + v2/v2
c

avec Mα = k2 V0

γ0
. (V.11)

C’est la force de friction recherchée, qui appelle tout de suite trois com-
mentaires :

– Aux petites vitesses, v � vc, on obtient bien une force linéaire en vi-
tesse F (v) = −Mαv, comme dans la théorie du mouvement brownien.

– Le coefficient de friction α est proportionnel au rapport du déplace-
ment lumineux moyen V0 et du taux de pompage γ0. Ces deux quan-
tités sont proportionnelles à l’intensité lumineuse, ce qui fait que α est
indépendant de l’intensité. Plus précisément, on trouve :

V0 =
2

3
~|∆|s0, γ0 =

2

9
Γs0 −→ Mα = 3 ~k2 |∆|

Γ
. (V.12)

Cette valeur est à comparer à celle obtenue pour le refroidissement
Doppler dans le cas optimal (∆ = −Γ/2) :

MαDoppler = ~k2 s0, (V.13)

résultat valable uniquement si s0 � 1. En pratique, le coefficient de
friction correspondant à l’effet Sisyphe peut donc excéder par plu-
sieurs ordres de grandeur αDoppler.

– La plage sur laquelle la force est linéaire en vitesse est donnée par
|v| � vc, c’est-à-dire kv � 1

9Γs0 ou encore v/γ0 � λ/4π. Pour que la
force soit linéaire en vitesse, il faut donc que le déplacement de l’atome
pendant le temps de relaxation γ−1

0 soit très petit devant la période
spatiale du potentiel lumineux. En d’autres termes, il faut que de nom-
breux processus de pompage optique se produisent quand l’atome
parcourt une longueur d’onde. Cette plage de linéarité est proportion-
nelle au paramètre de saturation s0, donc à la puissance des ondes
lumineuses.
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Fig. 7. Variations with velocity v of the force due to polarization gradients in the lin lin configuration for a Jg = 1/2 Je = 3/2 transition
(solid curve). The values of the parameters are Q2 = 0.3r, a = -r. The dotted curve shows sum of the two radiation pressure forces exerted in-
dependently by the two Doppler-shifted counterpropagating waves. The force due to polarization gradients leads to a much higher friction
coefficient (slope at v = 0) but acts on a much narrower velocity range.

D
kBT= - (4.30)

a

Finally, we discuss the validity of the semiclassical approxi-
mation used throughout this calculation.

In order to calculate the exact value of Dp, one could
compute the correlation function of the force operator.'2 "13
For a multilevel atom, such a calculation would be rather
tedious, so that we prefer to use a heuristic calculation here.

There are three main contributions to Dp; the two first
ones are already present for a Jg = 0 Je = 1 transition, 2 '
and the third one is specific of an atom with several ground-
state sublevels:

(i) There are fluctuations of the momentum carried
away by fluorescence photons.

(ii) There are fluctuations in the difference among the
number of photons absorbed in each of the two laser waves.

(iii) There are fluctuations of the instantaneous dipole
force oscillating back and forth between f,/2(z) and f-/ 2 (z) at
a rate 1/Tp.

For a Jg = 0 Je = 1 transition, 2 ' the two first contribu-
tions give for a dipole radiation pattern

(4.31)

nitude for these two contributions in the case of a Jg = 1/2
Je = 3/2 transition. To evaluate the third contribution
(coefficient Dp"), we start from

D = dr[f(t)f(t + T) - 2], (4.32)

which must be calculated for an atom at rest in z (the label z
was omitted for simplification). The force f(t) oscillates
between f,/2(z) and f-.1 2 (z), and its correlation function can
be written as

f(t)f(t + T) = > Y fjP(i, t; j, t + T),
i=+1/2 j=1/2

(4.33)

where P(i, t; j, t + r) represents the probability of being in
state i at time t and in state j at time t + T. The calculation
is then similar to the one done to evaluate the fluctuations of
the dipole force for a two-level atom (Ref. 16, Subsection
4B), and it leads to

Dp 4[f, 2(z)] 21/ 2St(z) II_/ 2St(z)Tp

= 2h2 k2 - so sin4(2kz).

Once this is averaged over a wavelength, it gives

Dp"_ 3 622rDr- Th h2 -So.

(4.34)

(4.35)We assume that Eq. (4.31) still gives the good order of mag-
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FIGURE V.5. Force en fonction de la vitesse pour l’effet Sisyphe (trait plein) et
pour l’effet Doppler (trait pointillé), tracée pour ∆ = −Γ et s0 � 1.

La plage de linéarité pour le refroidissement Sisyphe est beaucoup plus
petite que celle du refroidissement Doppler, pour lequel le résultat est in-
dépendant de la puissance de l’onde lumineuse (kv � Γ). En revanche
pour le refroidissement Doppler, le coefficient de friction diminue quand
on diminue cette puissance (figure V.5), alors qu’il est constant (et grand)
pour le refroidissement Sisyphe. En fait, les deux mécanismes Doppler et
Sisyphe opèrent simultanément : on tire parti en même temps de la grande
plage de capture du refroidissement Doppler et du fort coefficient de fric-
tion du refroidissement Sisyphe.

La force (V.11) a pour maximum F = kV0/4 pour v = vc, puis elle dé-
croît comme 1/v aux grandes vitesses. Le maximum de la force pour v = vc
correspond à la situation où environ un processus de pompage optique se
produit par colline de potentiel, comme sur la figure V.4. Cette force corres-
pond alors (à un coefficient multiplicatif près) à la force maximale ressentie
dans les montées du potentiel V±(z) (on ne peut pas espérer mieux !).

Le comportement en 1/v de la force aux grandes vitesses correspond à
une puissance dissipée P = vF (v) constante :

P =
1

4
V0γ0, (V.14)

Force&

temps&

FIGURE V.6. Evolution aléatoire de la force ressentie par un atome immobile au
point z quand il bascule aléatoirement entre les états g±.

soit une perte d’énergie de l’ordre du quart de la modulation du potentiel
V± pour chaque processus de pompage optique. Là encore, cela correspond
à l’optimum de ce que l’on pouvait espérer pour ce mécanisme. Ce régime
F (v) ∝ 1/v à haute vitesse se retrouve dans toutes les variantes de l’effet
Sisyphe, quels que soient les détails de la dynamique atomique.

Nous allons dans la suite de ce paragraphe supposer qu’à l’équilibre, la
distribution en vitesse atomique est essentiellement contenue dans la ré-
gion |v| � vc, de sorte que la force de friction (V.11) est linéaire en vitesse :

F = −Mαv avec Mα = 3~k2 |∆|
Γ
, (V.15)

comme dans la théorie du mouvement brownien. Pour déterminer l’état
d’équilibre, il faut également évaluer le coefficient de diffusion en impul-
sion Dp pour en déduire la température d’équilibre kBT = Dp/Mα.

2-2 La diffusion en impulsion

Rappelons que le coefficient de diffusion Dp donne, à un facteur 2 près,
le taux de croissance de la variance de l’impulsion ∆p2 = 〈p2〉 − 〈p〉2. Pour
évaluer Dp, prenons un atome au repos en un point z quelconque. Du fait
des processus de pompage optique, l’atome bascule aléatoirement entre les
niveau g+ et g− ; il ressent donc une force fluctuante F (t) = ±kV0 sin(2kz)
liée aux gradients des potentiels V±(z) ressentis sur chaque niveau (figure
V.6). Cette force fluctuante est la responsable principale de la diffusion en
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impulsion de l’atome dans le refroidissement Sisyphe ; c’est donc à elle que
nous allons nous intéresser dans un premier temps. À cette contribution,
vient s’ajouter – comme pour le refroidissement Doppler – le chauffage
dû aux changements aléatoires d’impulsion lors des processus d’émission
spontanée. Nous le prendrons en compte dans un deuxième temps.

En décomposant la force ressentie par l’atome en une force moyenne
F̄ (z) et une force fluctuante de moyenne nulle, le coefficient de diffusion
correspondant s’obtient par l’expression (cf. chapitre 1) :

Dp(z) =

∫ +∞

0

(
F (z, 0)F (z, t)− F̄ (z)

2
)

dt, (V.16)

où la force moyenne F̄ (z) se calcule en utilisant les populations station-
naires (V.7)

F̄ (z) = [P+(z)− P−(z)] kV0 sin(2kz) =
1

2
kV0 sin(4kz). (V.17)

L’expression deDp(z) se calcule alors sans difficulté [cf. Dalibard & Cohen-
Tannoudji (1989)] et sa moyenne sur une période spatiale vaut

Dp,1 =
3

4
~2k2 s0

∆2

Γ
. (V.18)

Comme indiqué plus haut, on doit en principe ajouter à ce coefficient
de diffusion Dp,1 la contribution Dp,0 du recul aléatoire lors des proces-
sus d’émission spontanée. Cette contribution est du même ordre que celle
trouvée pour le refroidissement Doppler :

Dp,0 ≈ ~2k2s0Γ. (V.19)

Or, dans la plupart des applications, le refroidissement Sisyphe est uti-
lisé avec un désaccord notablement plus grand (en valeur absolue) que
la largeur naturelle Γ. On peut alors négliger la contribution de Dp,0 et se
concentrer sur Dp,1. Nous verrons Dp,0 réapparaître quand nous cherche-
rons à aller au delà du modèle linéaire pour le mouvement brownien (§ 3).

2-3 Température d’équilibre

On déduit des coefficients de friction et de diffusion trouvés précédem-
ment la température d’équilibre du refroidissement Sisyphe :

|∆| � Γ : kBT ≈
Dp,1

Mα
≈ 1

4
~|∆|s0 =

~κ2

8|∆| . (V.20)

Il semble à première vue que l’on peut obtenir une température arbitraire-
ment basse, en prenant la limite d’une fréquence de Rabi κ → 0. Toutefois
il faut vérifier a posteriori que la condition v0 � vc est bien vérifiée pour la
vitesse thermique v0 =

√
kBT/M : puisque v0 varie comme κ alors que vc

varie comme κ2, ceci vient imposer une limite inférieure aux fréquences de
Rabi acceptables. À désaccord ∆ fixé, on trouve que la vitesse thermique
minimale est

Limite du modèle linéaire : v0,min ∼ vr
|∆|
Γ

avec vr =
~k
M
. (V.21)

Piégeage résiduel des atomes. La force moyenne (V.17) ressentie par un
atome au repos dérive du potentiel V0

4 sin2(2kz). L’amplitude de ce poten-
tiel V0

4 = 1
6~|∆|s0 est du même ordre que l’énergie thermique kBT . Dans

ce modèle semi-classique, on s’attend donc à ce qu’il y ait une légère mo-
dulation de la densité atomique avec une périodicité λ/4, la densité étant
un peu plus grande là où la lumière a une polarisation circulaire (droite ou
gauche).

2-4 Premiers résultats expérimentaux

La prédiction (V.20) correspond à une loi d’échelle très simple : pourvu
que le désaccord soit pris (en valeur absolue) plus grand que la largeur
naturelle Γ, la température d’équilibre ne doit dépendre que du rapport
intensité sur désaccord.

Cette prédiction est remarquablement bien vérifiée en pratique. Nous
avons reporté sur la figure V.7 des résultats de mesure faites sur une mé-
lasse optique 3D de césium par Salomon et al. (1990). Les désaccords choi-
sis allaient de ∆/Γ = −2 à −28 et la loi trouvée pour cette situation à 3
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dimensions peut s’écrire :

Mv2
0 = kBT ≈ 0.4

~κ2

|∆| , (V.22)

où v0 représente la vitesse quadratique moyenne de la distribution et où κ
désigne la fréquence de Rabi pour chacune des 6 ondes progressives consti-
tuant la mélasse optique. Un résultat très comparable a été trouvé pour les
deux isotopes du rubidium par Gerz et al. (1993). Le passage du coefficient
1
8 = 0.125 à 0.4 est dû à la fois au passage de 1D à 3D et au fait que la
transition atomique en jeu est nettement plus compliquée que le modèle
1/2 − 3/2. Une simulation Monte Carlo quantique prenant en compte ces
deux points a permis de retrouver ce coefficient avec une bonne précision
(Castin & Mølmer 1995).

En revanche, pour un désaccord ∆ donné, la limite (V.21) obtenue dans
le cadre de ce modèle linéaire n’est pas reproduite expérimentalement.
L’expérience donne en fait un résultat plus favorable : on continue à ob-
server un refroidissement Sisyphe efficace même quand la distribution en
vitesse sort de la plage de linéarité. La température limite atteinte quand
on baisse l’intensité est en fait la même quel que soit le désaccord choisi :
v0 ∼ quelques vr, limite également vérifiée pour le sodium (Lett et al. 1989)
et pour le rubidium (isotopes 85 et 87, Gerz et al. (1993)). L’explication de
cette situation plus favorable qu’attendu réside dans le fait que le refroidis-
sement Sisyphe reste efficace bien au delà du régime linéaire, comme nous
allons le voir maintenant.

3 Au delà du modèle linéaire

Pour aller au delà du modèle brownien linéaire, nous allons utiliser le
formalisme de l’équation de Liouville, bien adapté à la prise en compte
du potentiel bi-valué V±(z) et des sauts entre les niveaux g± (Castin et al.
1991).

z
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g_ g+ σ- σ+

Jg=1/2

Je=3/2
εx εy

σ+ σ- σ+

λ/4#

1 1
1/31/3
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g+
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Fig. 7. Variations with velocity v of the force due to polarization gradients in the lin lin configuration for a Jg = 1/2 Je = 3/2 transition
(solid curve). The values of the parameters are Q2 = 0.3r, a = -r. The dotted curve shows sum of the two radiation pressure forces exerted in-
dependently by the two Doppler-shifted counterpropagating waves. The force due to polarization gradients leads to a much higher friction
coefficient (slope at v = 0) but acts on a much narrower velocity range.

D
kBT= - (4.30)

a

Finally, we discuss the validity of the semiclassical approxi-
mation used throughout this calculation.

In order to calculate the exact value of Dp, one could
compute the correlation function of the force operator.'2 "13
For a multilevel atom, such a calculation would be rather
tedious, so that we prefer to use a heuristic calculation here.

There are three main contributions to Dp; the two first
ones are already present for a Jg = 0 Je = 1 transition, 2 '
and the third one is specific of an atom with several ground-
state sublevels:

(i) There are fluctuations of the momentum carried
away by fluorescence photons.

(ii) There are fluctuations in the difference among the
number of photons absorbed in each of the two laser waves.

(iii) There are fluctuations of the instantaneous dipole
force oscillating back and forth between f,/2(z) and f-/ 2 (z) at
a rate 1/Tp.

For a Jg = 0 Je = 1 transition, 2 ' the two first contribu-
tions give for a dipole radiation pattern

(4.31)

nitude for these two contributions in the case of a Jg = 1/2
Je = 3/2 transition. To evaluate the third contribution
(coefficient Dp"), we start from

D = dr[f(t)f(t + T) - 2], (4.32)

which must be calculated for an atom at rest in z (the label z
was omitted for simplification). The force f(t) oscillates
between f,/2(z) and f-.1 2 (z), and its correlation function can
be written as

f(t)f(t + T) = > Y fjP(i, t; j, t + T),
i=+1/2 j=1/2

(4.33)

where P(i, t; j, t + r) represents the probability of being in
state i at time t and in state j at time t + T. The calculation
is then similar to the one done to evaluate the fluctuations of
the dipole force for a two-level atom (Ref. 16, Subsection
4B), and it leads to

Dp 4[f, 2(z)] 21/ 2St(z) II_/ 2St(z)Tp

= 2h2 k2 - so sin4(2kz).

Once this is averaged over a wavelength, it gives

Dp"_ 3 622rDr- Th h2 -So.

(4.34)

(4.35)We assume that Eq. (4.31) still gives the good order of mag-

D- '' 7h 2k2rso.
10
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Fig. 2. - Temperature as a function of laser intensity and detuning. a) The lines are least-squares fits 
to those points which for a given detuning are within the range of validity of eq. (1). Insert: lowest 
temperature achieved as a function of detuning, for both polarization configurations. For 181 >>r 
(U2x = 5.3 MHz) the lowest temperature is essentially constant. b) Temperatures of a) plotted against 
Q2/)8(r. The straight iine is a fit to the points with small Q2//8(I'. 181/2n = 10 MHz (il, 20 MHz (O), 
30 MHz (O), 40 MHz (x), 54 MHz (O), 95 MHz (*), 140 MHz (O). 

each detuning, there is a lower l i t  to the intensity for which the molasses can function. As 
the intensity is decreased toward this limit, we observe a udisintegrationm of the molasses 
which manifests itself as a dramatic decrease in the size of the TOF signal and the 
appearance of wide wings on the TOF spectrum. The signal h a l l y  disappears at  an intensity 
which is nearly linear in detuning, and approximately given, to within about 15% for a given 
laser intensity calibration (see below), by 0 2 / ( 6 l r  = (0.6 + 2.W/161). At high intensity 
and for the smallest detunings, we observe a deviation from the linear law mentioned above; 
in this domain, the temperature increases more slowly than the laser intensity. 

In order to further illustrate the agreement with eq. (l), we have replotted in fig. 2b) the 
temperature as a function of 02/)61r. This strikingly demonstrates that the temperature 
depends only on this single parameter and is quite iinear for small values of 02/16(I'. We 
determine C of eq. (1) by calculating C(6)= 161(aTIai) for each 6. Excluding the 
6 =  - 10 MHz data, these C(6) are, as expected from eq. (l), independent of 6, to within a 
standard deviation of 5%. Expressing T in units of iii'lkB, and detuning and Rabi frequency 
in units of the natural width r, C is dimensionless, and for linIllin we find the average 
CI, = 0.45. The lin 1 lin data are similar and give C, = 0.35. 

The lowest measured temperature is (2.5 + 0.6) pK. As shown in the insert of fig. 2, it is 
nearly independent of detuning for 161 > W and we find that it is also independent of the 
polarization choice of the experiment. The corresponding r.m.s. velocity along the vertical 
axis v,.,., = (2kBTIM)lR is only 12.5 mm/s or 3.6 times the single photon recoil velocity 
v,, = hklM. Still narrower TOF peaks with «TB < 2 pK have been obtained but showing 
significantly non-Gaussian character in the wings. 

The uncertainty (standard deviation) of 0.6 pK includes the following contributions. 
Uncertainty in vertical thickness of the slice and the probe: 0.3 pK; uncertainty in the 
calculated effect of the slicing: 0.3 pK; statistical fluctuations in the measured TOF widths: 
0.3 pK; heating by the probe beam, which affects the time an atom spends in the probe: 

0# 0.5# 1#

κ2 / |Δ| Γ

FIGURE V.7. Variation de la température dans une mélasse optique 3D de césium,
en fonction du déplacement lumineux. Figure extraite de Salomon et al. (1990)

3-1 Équations de Liouville couplées

Pour une particule sans structure interne évoluant dans un champ de
force F (z), l’évolution de la distribution P (z, v, t) dans l’espace des phases
est donnée par l’équation de Liouville :

∂P

∂t
+ v

∂P

∂z
+
F (z)

M

∂P

∂v
= 0. (V.23)

Cette équation est équivalente au principe fondamental de la dynamique
pour une particule ponctuelle : ż = v, Mv̇ = F (z).

Pour le problème qui nous intéresse, nous devons introduire deux dis-
tributions P±(z, v) et prendre en compte les sauts d’un niveau vers l’autre :

∂P+

∂t
+ v

∂P+

∂z
+
F+(z)

M

∂P+

∂v
= −γ+(z)P+(z, v) + γ−(z)P−(z, v) (V.24)

et une équation symétrique pour P−(z, v).

Intéressons nous au régime stationnaire de ces deux équations cou-
plées, ce qui enlève le terme en ∂

∂t . Considérons par ailleurs la densité dans
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l’espace des phases totale, ainsi que la différence entre les densités de g± :

P (z, v) = P+(z, v) + P−(z, v), δ(z, v) = P+(z, v)− P−(z, v). (V.25)

En faisant la différence entre (V.24) et l’équation pour P−, on trouve
d’abord, en utilisant F− = −F+ :

v
∂δ

∂z
+ (γ+ + γ−)δ = −F+

M

∂P

∂v
+ (γ− − γ+)P. (V.26)

L’intégration de cette équation permet d’exprimer la différence δ(z, v) en
fonction de la somme P (z′, v). Faisons alors l’hypothèse que P est indépen-
dante de la position en régime stationnaire : P (z, v) ≡ P (v) ; nous avons
vu plus haut (§ 2-3) que cette hypothèse est raisonnable, au moins dans le
régime linéaire. La résolution de (V.26) est alors simple et donne

δ(z, v) =
−v/vc

1 + (v/vc)2

[ (
sin 2kz +

vc
v

cos 2kz
)
P (v)

−kV0

γ0

(
cos 2kz − vc

v
sin 2kz

) dP

dv

]
. (V.27)

On injecte ensuite ce résultat dans l’équation du mouvement pour P (v),
obtenue en sommant (V.24) et son équivalent pour P−. Le résultat s’écrit :

0 =
d

dv

[
−F (v)P (v) +

Dp(v)

M

dP

dv

]
(V.28)

où la force F (v) est identique à celle déjà trouvée en (V.11) pour une mou-
vement à vitesse v constante :

F (v) = −Mα
v

1 + v2/v2
c

avec Mα = k2 V0

γ0
, (V.29)

et où le coefficient de diffusion dépendant de la vitesse Dp(v) vaut :

Dp(v) =
Dp,1

1 + v2/v2
c

avec Dp,1 = ~2k2s0
∆2

Γ
. (V.30)

On retrouve ici le coefficient de diffusion Dp,1, associé aux fluctuations
de la force dipolaire quand l’atome au repos bascule aléatoirement entre
g±, qui a déjà été calculé en (V.18) 1. Rappelons que nous avons négligé

1. Il y a un facteur 4/3 entre l’expression trouvée ici pourDp1 et celle de (V.18). Ce facteur
est lié à l’approximation faite ici d’une densité strictement uniforme (Castin et al. 1991).

jusqu’ici le coefficient de diffusion lié au recul aléatoire accompagnant les
processus d’émission spontanée ; cette contribution va bientôt faire sa ré-
apparition quand nous allons nous poser la question de la limite ultime du
refroidissement Sisyphe.

3-2 État stationnaire

La résolution de (V.28) est simple :

P (v) ∝ exp

(∫ v

0

MF (v′)
Dp(v′)

dv′
)
. (V.31)

On voit alors immédiatement que le dénominateur en 1 + v2/v2
c qui appa-

raît dans la force F (v) en dehors de la plage de linéarité est compensé par
le même dénominateur dans D(v). Le rapport F (v′)/D(v′) reste donc une
fonction linéaire de v′, si bien que la distribution stationnaire reste gaus-
sienne :

P (v) ∝ exp(−v2/2v2
0) avec Mv2

0 =
1

3
~|∆|s0. (V.32)

Ce résultat explique pourquoi on trouve expérimentalement des vitesses
quadratiques basses, de l’ordre de quelques vitesses de recul, bien en de-
hors de la plage de validité (V.21) initialement prévue pour les grands
désaccords.

Quelle est donc la « vraie » limite de validité du résultat (V.32) pour la
température d’équilibre du refroidissement Sisyphe ? Pour la déterminer, il
faut revenir aux deux sources de chauffage présentes dans ce mécanisme.
Dans ce qui précède, nous avons pris en compte la diffusion de l’impul-
sion due aux fluctuations de la force dipolaire. En revanche, comme nous
l’avons indiqué à plusieurs reprises, nous avons négligé les chocs aléa-
toires d’amplitude ~k causés par les processus d’émission spontanée. Si
l’on prend ce deuxième processus également en compte, on est amené à
remplacer le coefficient de diffusion (V.30) par :

Dp(v) =
Dp,1

1 + v2/v2
c

+Dp,0 avec Dp,0 = ε ~2k2s0Γ, (V.33)

où la valeur du coefficient multiplicatif ε, prenant en compte les différents
facteurs de branchement entre sous-niveaux Zeeman, vaut ε = 11

18 .
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La résolution de (V.28) est alors un peu plus compliquée, mais néan-
moins sans grande difficulté. On trouve

P (v) ∝ 1

(1 + v2/v̄2
c )A

avec
v̄c
vr

= ξ1
V0

Er
, A = ξ2

V0

Er
(V.34)

c’est-à-dire une puissance de Lorentzienne. Les nombres sans dimension
ξ1 et ξ2 sont respectivement égaux à 1√

88
≈ 0.11 et 1

44 ≈ 0.023. Le résultat
trouvé est donc fonction d’un seul paramètre physique, le rapport V0/Er.

Cette distribution en puissance de Lorentzienne constitue une généra-
lisation intéressante de la distribution gaussienne de Maxwell–Boltzmann.
Quand la puissance A de cette Lorentzienne est grande devant 1, c’est-à-
dire V0 � Er, les classes de vitesse significativement peuplées sont petites
devant v̄c et on retrouve alors la gaussienne de (V.32) :

(1 + v2/v̄2
c )−A = exp

[
−A ln(1 + v2/v̄2

c )
]
≈ exp

[
−Av2/v̄2

c

]
. (V.35)

En revanche, si on diminue le rapport V0/Er, donc l’exposant A, les ailes
de la distribution deviennent plus marquées et on atteint finalement, pour
A = 3/2, une distribution pour laquelle l’énergie cinétique moyenne
M〈v2〉/2 n’est plus définie. Pour A < 1/2, c’est la distribution elle-même
qui n’est plus normalisable, ce qui signifie qu’il n’y a pas de régime station-
naire : les vitesses des particules augmenteront indéfiniment avec le temps,
la mélasse Sisyphe n’étant pas assez forte pour les maintenir au voisinage
de la vitesse nulle.

3-3 Traitement quantique.

Pour aller plus loin et s’affranchir des diverses approximations faites
ci-dessus, en particulier l’hypothèse d’une distribution P (z, v) uniforme
en z, il est commode de faire une simulation numérique du mouvement
classique des particules sur ce potentiel bi-valué V±(z). Cette simulation
conduit à une vitesse quadratique minimale de l’ordre de 6 vr, en bon ac-
cord avec le modèle analytique précédent (Castin et al. 1991). Toutefois,
quand la vitesse quadratique moyenne n’est plus que de quelques vitesses
de recul, la longueur d’onde de de Broglie des atomes devient une fraction
significative de la longueur d’onde optique λ. On peut alors s’interroger
légitimement sur la validité du traitement semi-classique qui précède, où
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where ER = h2k2/2M is the recoil energy. We see from (7) that our treatment is valid, for a 
given potential depth Uo, in the limit of large detunings. This is known experimentally to 
lead to the lowest temperatures [3]. Classically, this situation corresponds to the case of 
particles performing a large number of oscillations on a given potential U+(z) or U-(2) before 
jumping to the other one. 

When (7) is satisfied, the procedure is straightforward. We first look for the eigenstates 
and the energy spectrum of Ho. We fhd, as usual for periodic potentials, altemating bands 
of allowed and forbidden energies (fig. lc)). The eigenstates can be labeiled as In, q, E), 
where n is an integer 3 O labelling the band, and where E = f 1 stands for the intemal state 
g,. q is the Bloch index, chosen in the first Brillouin zone (- k < q <  k), and which takes ' 
discrete values since we use here standard periodic boundary conditions in a box with a size 
large compared to the spatial period hl2. We note that the two states ln, q, +) have the 
same energy En,, due to the symrpetry between U*. This eigenvalue problem can be cast ' 

into a universal one (Mathieu equation) if one expresses both Uo and E, ,  in terms of the 
recoil energy ER (fig. 2a)) ('). For a ~typical* laser cooling situation, Uo = 100ER, obtained 
with cesium atoms for instance with 6= - 20r and D = 1.W, one fhds o,IZx- 40 kHz, 
with 6 bands corresponding to bound states (E, ,  < - Uo/2); the width of the lowest band, 
n = O, is extremely small (< 10-6ER). The number of such ~bound bands* increases as v m ,  as does the splitting ho, between two adjacent bands. 

Now we take into account the relaxation part of (3), which causes transitions between the 
various In, q, E) (fig. lc)). Since 70 is very small compared to o,, we can use a secular 
approximation and assume that a is diagonal in the basis ln, q, E)  in steady  tat te(^). 
Averaging (5) in a given ln, q, E), we find the foilowing relation between the steady-state 

Kg. 2. - a) Band structure of the energy spectrum of Ho, plotted as a fundion of the potential depth 
Uo. The shaded areas correspond to aiiowed energies. For a given Uo, the energies above - Uo/2 
corresponding to an above-bamer motion (see eq. (2)) are mostly allowed (quasi-free motion). On the 
opposite, energy bands corresponduig to a bound classicai motion (- 3Uo/2 < E < - Uo/2) are very 
narrow except in the immediate vicinity of - Uo/2. b) Steady-state population of the various energy 
bands, as a fundion of Uo. c) Steady-state kinetic energies EK = d.ms./2M and Ei( = 6p2,/2M (where 
Gp, is the halfwidth at 1 1 6  of the momentum distribution) as a fundion of Uo. These two quantities 
would be equal for Gaussian momentum distributions. 

(') A similar treatment has been applied to the case of a Blevel atom moving in a standing wave, in 
the absence of spontaneous emission 1101. 

(9 If u is a solution of (3) in steady state, then  TUT^, where T is the A/2 spatial translation operator, 
is also a solution. The uniqueness of steady state therefore irnplies u =  TUT^, so that any nondiagonal 
matrix element inside a band (n, ql,  E 1 uln, q2, o) is zero, although the secular approximation 
argument cannot be applied to it. On the other hand, one can show that the spatial coherence of u in 
stesdy state is restricted to a m i o n  of wavelength b u s e  of spontaneous ernission processes. 

FIGURE V.8. Résultat d’un calcul numérique prenant en compte le caractère quan-
tique du mouvement atomique dans le potentiel bi-valué V±(z), avec des sauts
entre g+ et g− causés par les processus d’émission spontanée. Gauche : populations
des différentes bandes d’énergie en fonction du rapport V0/Er. Droite : Variation
de l’énergie cinétique moyenne Mv̄2/2 en unité de Er, avec deux définitions pos-
sibles pour v̄ : la vitesse quadratique moyenne

√
〈v2〉 et la largeur à 1/

√
e de la

distribution en vitesse. Ces deux grandeurs coïncident pour une gaussienne ; ici,
la seconde définition donne une énergie inférieure à la première. Figure extraite de
Castin & Dalibard (1991).

l’on a utilisé le concept de position z de l’atome définie à nettement mieux
que λ près.

Pour aller au delà, il faut faire un traitement quantique du mouvement
de l’atome, en introduisant les bandes d’énergie correspondant aux états
propres dans le potentiel périodique et les taux de transfert entre bandes
dus aux processus d’émission spontanée (Castin & Dalibard 1991). Ce trai-
tement a confirmé les conclusions trouvées ici sur les limites du refroidis-
sement, tout en les précisant. On trouve ainsi que la population accumulée
dans la bande fondamentale peut atteindre∼ 30% (figure V.8, gauche). Par
ailleurs, ce traitement confirme le caractère non gaussien de la distribution
en vitesse pour des valeurs relativement faibles de V0/Er. Ainsi le mini-
mum de la vitesse quadratique moyenne est de l’ordre de 5.5 vr alors que
la largeur à 1/

√
e, qui devrait être égale à la précédente pour une distribu-

tion gaussienne, peut descendre à 2.2 vr (figure V.8, droite).
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FIG. 1. (a) Velocity distribution of the atoms in the moving
frame. The fit with a square of a Lorentzian (see text) cannot be
distinguished from the data (solid line). The Gaussian fit (dotted
line) is clearly not adequate. (b) Fraction of detected atoms as a
function of the launch velocity (squares). Solid line: numerical
simulation. Dotted line: Gaussian velocity distribution.

n̄ !
P

j n̄j . Typically, in case (i) with Nhigh ! 4.3 3 107,
n̄ ! 1.5 3 107 cm3.

Figure 2 shows the differential measurement of the
clock frequency shift as a function of the cavity detuning
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FIG. 2. Relative frequency shift vs cavity detuning for DN !
3.5 3 107 in case (i). Solid line: fit from Eq. (2).

Dncav with respect to the atomic resonance, for atoms
initially selected in j1, 0!, with Nhigh " 4.3 3 107 en-
tering the microwave cavity and Nlow " 0.8 3 107. The
simulation shows that this modulates the effective density
by a factor of #3.3. The frequency and quality factor of
the cavity are measured with an uncertainty of 20 kHz and
4%, respectively, and the cavity is tuned by temperature
[16]. The solid line is a least squares fit of the data using
the following function:

dn$n ! A% f&Dncav'DN 1 BDn̄( , (2)

where A and B are the free parameters of the fit, and
DN ! Nhigh 2 Nlow [17]. f&Dncav' is the calculated dis-
persive line shape of the cavity pulling effect for a single
atom in the cavity. A is a common scale factor on the atom
number and is expected to be 1. We find A ! 1.26&14'
and B ! 27.2&20.0' 3 10224 cm3. Thus, the number of
atoms determined by the cavity pulling effect has an un-
certainty of 11% and agrees with the measurements de-
scribed above, within the combined error bars. This more
precise determination of N is now used for the evaluation
of the collisional shift. B, the collisional shift coefficient,
is surprisingly consistent with zero even with a frequency
standard deviation of 3 3 10216 given by the fit. Thus
in case (i), at a density of 1.5 3 107, 87Rb exhibits no
detectable shift [Fig. 3(i)], whereas 133Cs would exhibit a
shift of 3 3 10214.

Figure 3 summarizes the collisional shifts measure-
ments versus the effective density n̄ [18]. By contrast
to case (i), data recorded in cases (ii) and (iii) show
a clear dependence with the density after subtracting
the cavity pulling effect. The measured value in case
(ii) 250&10' &122

234' 3 10224 cm3 is in reasonable agree-
ment with 256 3 10224 cm3 (Ref. [10]) and 233 3
10224 cm3 (Ref. [12]). The first set of parentheses refers
to the frequency statistical uncertainty (1 standard devia-
tion); the second set refers to the linear combination of
frequency uncertainty and density calibration uncertainty.
From variations of the parameters in the simulation and
experimental calibrations, we deduce a 35% type B
uncertainty on our density. Adding quadratically the
11% statistical uncertainty on atom number, we get a
40% combined uncertainty on the density. This corre-
sponds to a scale factor of 1.4 and 1$1.4 on the density
axis of Fig. 3, defining the acceptance domain of the
measurements (dotted lines). In case (iii), the agree-
ment is similar. We find 260&16' &129

246' 3 10224 cm3

to be compared to 268 3 10224 cm3 (Ref. [10]) and
241 3 10224 cm3 (Ref. [12]). Finally, our data in case
(i), 27.2&20.0' &125

231' 3 10224, show a disagreement at
#3s with the theory of Ref. [10] and seem to favor the
more recent theory of Ref. [12].

In summary, the smallness of the 87Rb clock transition
collisional shift makes this atom very attractive for
high accuracy microwave frequency standards. When

3119

FIGURE V.9. Distribution en vitesse d’atomes de 87Rb refroidis dans une mélasse
optique 3D de désaccord ∆ = −5Γ. La température effective est de 1.2µK, soit
une demi-largeur à 1/

√
e de 1.8 vr seulement. Notons toutefois que la distribution

n’est clairement pas gaussienne : le meilleur ajustement par une gaussienne est
donnée par le pointillé alors que l’ajustement par une puissance de lorentzienne,
en l’occurrence avec l’exposant A = 2, donne un résultat parfaitement superposé
à la courbe expérimentale. Image extraite de Sortais et al. (2000).

3-4 Résultats expérimentaux

Nous avons déjà décrit les premiers résultats expérimentaux obtenus
sur le césium (figure V.7) qui ont confirmé la loi générale kBT ∝ V0. Un
exemple de distribution en vitesse, obtenue pour une faible profondeur V0,
est reportée sur la figure V.9. On y voit que cette distribution dévie notable-
ment d’une gaussienne, et qu’elle est très bien ajustée par une puissance de
lorentzienne, avec ici A ≈ 2. La largeur à 1/

√
e de la distribution en vitesse

est très étroite, de l’ordre de 2 vr seulement.

Un des intérêts majeurs du refroidissement Sisyphe, outre sa limite en
température très basse, est sa robustesse. Il faut simplement que l’ingré-
dient essentiel, une modulation différente des sous-niveaux Zeeman avec
un pompage optique de préférence vers le niveau le plus bas, soit préservé.
Le refroidissement Sisyphe continue donc à fonctionner quand les atomes
sont placés dans un piège magnéto-optique : les mesures de Drewsen et al.
(1994) et Cooper et al. (1994) ont montré des températures nettement en
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Figure 2 Photographs taken in turn of each of three adjacent lattice planes before and after a 3 s delay. Each small bright spot is due to a single atom. We observe the
lattice from the negative z axis. The haze in each photo is from atoms trapped in out-of-focus lattice planes. Atoms in the central areas of each image do not hop in 3 s,
although some hopping can be seen near the edges and a few atoms are lost to background-gas collisions. The out-of-focus contribution from atoms in the central plane can
in many cases be discerned in images of the adjacent planes, and vice versa. A 500ms exposure was used. The display is a linear grey scale, with no image processing.

We use a diVraction-limited objective outside the vacuum cell. Its
depth of field, 2.8 µm, is suYciently shallow that only one plane
of atoms is in focus at a time (see the Methods section). We image
one plane, then focus on the next plane by axially translating the
objective with a piezoelectric transducer, and then image again.
Figure 2 shows three adjacent lattice planes before and after a 3 s
delay. Each bright spot is due to a single atom. In the central region
of the lattice, the CCD detects ⇠3,300 photons per atom during the
500 ms exposure time (consistent with the calculated value). The
photon number per atom varies slightly across the lattice owing to
the spatial profile of the cooling beams. The diVuse light in Fig. 2
comes from trapped atoms in out-of-focus planes.

By comparing the image of each plane with the corresponding
image 3 s later, we see that no atoms in the central ⇠80 lattice sites
of each plane have changed sites. Similar measurements of other
lattice planes reveal no site hopping from roughly the 500 central
sites. Some atoms at the shallower edges of the lattice move, and
some atoms are lost to background-gas collisions, which occur at a
rate per atom of 10�2 s�1.

To determine how likely it is for an atom in the central region
to site-hop, we vary the depth of the confining potential due to the
lattice light, U0. We model site hopping as an Arrhenius process23,
where the probability that a particle hops to an adjacent site is

dictated by the ratio of its temperature to an activation energy,
assuming a Maxwell–Boltzmann distribution. Here U0 plays the
role of the activation energy. The tunnelling probability is negligible
for these lattice spacings and depths, so only thermal hopping
is relevant. The energy distribution of the atoms is imposed by
laser cooling (see the Methods section), which acts like a thermal
bath. The model holds to the extent that the polarization-gradient
cooling force remains linear in the tails of the distribution. The site
hopping attempt rate, �a, is the rate at which an atom samples the
tail of its energy distribution, which is related to the laser cooling
time. Because the atoms equilibrate with the cooling light and not
the lattice, as in condensed-matter systems23, �a is not directly
related to the trap oscillation frequency, ⌫osc, except that �a must
be smaller than 2⌫osc.

We measure the site-hopping rate in one dimension, �h, by
lowering the power in only one pair of lattice beams and counting
the number of hops in a fixed time interval. We take pictures
every 100 ms for 60 s and count the times an atom in the central
three rows of the lattice moves from one site to another. The
technique and analysis are similar to those used in real-time
scanning tunnelling microscopy studies of diVusion on surfaces24,
except that we constrain the hopping to one dimension. The total
number of hops is normalized by the average number of atoms in
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FIGURE V.10. Refroidissement Sisyphe d’atomes de césium piégés dans un réseau
optique de grand pas (4.9µm). Chaque point lumineux correspond à un atome
individuel. La température estimée est de 10µK et la profondeur du réseau de
165µK. Image extraite de Nelson et al. (2007).

dessous de la limite Doppler, avec toutefois une augmentation rapide de
cette température avec le nombre d’atomes piégés.

Le refroidissement Sisyphe reste également opérationnel quand les
atomes sont plongés dans un réseau optique additionnel. La combinaison
du refroidissement Sisyphe et d’un réseau très désaccordé par rapport à
la résonance atomique permet notamment de réaliser des « microscopes
atomiques », c’est-à-dire des dispositifs qui permettent de visualiser des
atomes localisés sur les sites du réseau. Le refroidissement Sisyphe remplit
alors deux fonctions : (i) refroidir les atomes à une température bien infé-
rieure à la barrière en énergie entre deux sites, de sorte qu’un atome donné
reste localisé sur le même site pendant toute la durée de l’expérience ; (ii)
faire en sorte que l’atome émet en permanence de la lumière, qui peut être
détectée via un objectif de microscope et une caméra CCD. On observe
ainsi les atomes un par un, l’expérience étant simplement limitée par la ré-
solution optique de l’objectif de microscope , qui doit permettre de séparer
deux sites adjacents. Un exemple est montré sur la figure V.10, pour un
réseau de relativement grand pas ∼ 5µm (Nelson et al. 2007). Cette expé-
rience a ensuite été reprise et améliorée pour imager des atomes dans un
réseau de pas inférieur à 1µm (Bakr et al. 2009; Sherson et al. 2010).

Signalons pour finir que nous nous sommes concentrés dans ce qui pré-
cède sur le cas du refroidissement Sisyphe dans un potentiel périodique.
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Force&

temps&

from the total internal reflection of a laser running wave ~Fig.
1!. This wave is linearly polarized parallel to the dielectric
surface; the resulting evanescent field is then linearly polar-
ized and it varies along the vertical direction ~perpendicular
to the dielectric surface! as

E~z !5E0exexp~2kz !, ~1!

where k21 is the decay length of the field amplitude and
E0 the value of the electric field on the interface. We restrict
ourselves here to the analysis of the atomic motion along the
z direction only; a full 3D analysis of this motion will be
given in Sec. III.
The interaction between the field and the atom, which we

model first as a two-level g-e system, is characterized by two
parameters: the detuning d5vL2vA between the laser vL
and the atomic resonance frequency vA for the g-e transi-
tion, and the Rabi frequency V05dE0/2\ , proportional to
the atomic dipole moment d of the g-e transition. We as-
sume here that the level g is stable, and that the level e has
a radiative lifetime 1/G . The atom-field interaction generates
two classes of phenomena @19#. The reactive part of the cou-
pling results in the dipole potential, which coincides with the
ac Stark shift of the ground state g @20# for a weak laser
excitation (V2!G214d2). For d@G , this potential is

Ug~z !5
\V0

2

4d
exp~22kz !. ~2!

The dissipative part of the coupling leads to absorption
and subsequent spontaneous emission of photons. The prob-
ability for a spontaneous process during a time interval dt is
given by

dna5G
V0
2

4d2
exp~22kz !dt . ~3!

The average number of scattered photons during a bounce is
calculated by integrating Eq. ~3! along the classical atomic
trajectory which results in @21,22#

np5
G

d
mv0
\k

, ~4!

where G , v0, m are the atomic natural width, velocity, and
mass, respectively. In the following, we restrict to situations
where np!1 so that np can be considered as the probability
for a scattering event during a bounce.

B. Sisyphus effect in an evanescent field

We consider now a three-level atom, with an unstable
excited state e and two stable ground states. In our experi-
ment, these two states correspond to the hyperfine ground
levels (6s1/2 ,Fg53 and Fg54) of the cesium atom sepa-
rated by D52p39.193 GHz. The excited state corresponds
to the level 6p3/2 , whose hyperfine structure can be ne-
glected since it is small compared with the laser detunings
chosen in the experiment.
The interaction between the atom and the evanescent

wave gives rise to a potential which depends on the ground
state @Fig. 2~a!#:

U3~z !5
\V0

2

4d
exp~22kz !, ~5!

U4~z !5
\V0

2

4~d1D!
exp~22kz !5

d
d1D

U3~z !, ~6!

where d5vL2v3 is the detuning between the laser fre-
quency and the atomic resonance corresponding to the tran-
sition 6s1/2 ,Fg53!6p3/2 . The potential U4(z) is propor-
tional to U3(z), but weaker.
Consider an atom in state Fg53 with kinetic energy

Ei5mv0
2/2 entering into the wave. It experiences the repul-

sive potential, so that its kinetic energy decreases, whereas
its potential energy increases. If we choose the intensity and
the detuning such as to get np!1, the spontaneous emission
process, if it occurs, will preferentially take place in the vi-
cinity of the classical turning point z0, given by
Ei5U3(z0) ~see Fig. 2!. The atom may then fall back in
either one of the two ground states.

FIG. 1. Atoms are dropped from a MOT located 3.2 mm above
a mirror formed by a laser evanescent wave. They are detected
through the absorption of a probe laser beam located in the vicinity
of the mirror surface.

FIG. 2. Sisyphus cooling in the evanescent wave. The laser
detuning with respect to the state Fg53 differs by D/2p59.2 GHz
from that of Fg54. ~a! The potential-energy difference between the
two states depends on the atom position in the evanescent wave.
The atoms are initially prepared in Fg53. If a spontaneous Raman
transition towards Fg54 occurs during the bounce, the atom loses
potential energy and emerges from the evanescent wave mirror with
a velocity reduced with respect to the incident one. ~b! Branching
ratios for the decay to the ground states.
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FIGURE V.11. Rebond inélastique d’atomes sur une onde laser évanescente. Les
deux sous-niveaux fondamentaux g1 et g2 subissent des potentiels répulsifs de
valeur différente. L’atome arrive sur le niveau g1, qui est fortement repoussé par
la surface. Il subit un processus de pompage optique vers le niveau g2 au voisinage
du point de rebroussement, puis repart sur ce niveau g2 qui est plus faiblement
repoussé. L’énergie mécanique totale de l’atome a donc décru dans le processus de
rebond (Desbiolles et al. 1996; Ovchinnikov et al. 1997).

Mais on peut également utiliser ce mécanisme en « mono-coup », comme
pour le rebond inélastique d’atomes dans une onde évanescente à la sur-
face d’un prisme (Desbiolles et al. 1996; Ovchinnikov et al. 1997). L’émis-
sion d’un seul photon de fluorescence permet d’évacuer une énergie im-
portante, égale à la différence d’énergie potentielle entre les deux sous-
niveaux internes considérés. Ce type de mécanisme a également été mis
en œuvre pour refroidir des molécules de fluorométhane (CH3F), ces mo-
lécules étant confinées électrostatiquement grâce à leur moment dipolaire
électrique (Zeppenfeld et al. 2012).

4 Sisyphe gris

La description que nous venons de faire du refroidissement Sisyphe,
avec une transition Jg = 1/2 ↔ Je = 3/2, tirait parti de la corrélation
entre taux de pompage optique et déplacement lumineux. Le point essen-
tiel était d’accumuler la population atomique au fond des vallées de poten-
tiel. Pour la transition Jg = 1/2↔ Je = 3/2, ceci était assuré en prenant un
désaccord négatif, c’est-à-dire ωL < ωA (laser sur le rouge de la résonance

v0 vr

γ0"

v0vt

z

σ+

V(z)

g_ g+ σ- σ+

Jg=1/2

Je=1/2

FIGURE V.12. Refroidissement Sisyphe pour une transition Jg = 1/2 ↔ Je =
1/2. Il faut prendre cette fois-ci un désaccord positif, et les atomes s’accumulent
dans le sous-niveau fondamental le moins couplé à la lumière.

atomique). Pour cette configuration Jg < Je, les atomes étaient accumu-
lés dans les niveaux les plus couplés à la lumière, ce qui conduisait à une
émission maximale de photons de fluorescence. Nous allons maintenant
regarder la situation inverse, Jg ≥ Je, pour laquelle le pompage optique
tend à accumuler les atomes dans des états faiblement couplés à la lumière.

4-1 La transition 1/2↔ 1/2

Considérons pour commencer une transition Jg = 1/2 ↔ Je = 1/2
dans la même configuration laser lin⊥lin unidimensionnelle que précé-
demment. Plusieurs résultats vont rester valables ; en particulier, les dépla-
cements lumineux des deux sous-niveaux g± sont toujours modulés dans
l’espace, ainsi que les taux de pompage optique (figure V.12). Toutefois, la
modulation des niveaux d’énergie se fait avec une phase opposée par rap-
port au cas précédent : en un point où la lumière est σ+, le niveau g+ n’est
pas déplacé, alors que le niveau g− l’est. La phase de la modulation des
taux de pompage optique est quant à elle inchangée : une lumière σ+ tend
toujours à accumuler les atomes dans l’état g+.

Pour obtenir un refroidissement Sisyphe, il faut accumuler les atomes
au fond des vallées. En un point où la lumière est σ+, l’état g+ doit donc
avoir une énergie plus basse que le niveau g−. Or, ce niveau g+ n’est pas
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déplacé par la lumière, alors que g− l’est. On en déduit que le déplacement
de g− doit se faire vers le haut, ce qui veut dire que le désaccord du laser
doit désormais être positif : ωL > ωA.

Une fois ce désaccord positif choisi, le traitement du refroidissement Si-
syphe pour la transition Jg = 1/2 ↔ Je = 1/2 est en tout point similaire
à ce que nous avons vu pour la transition Jg = 1/2 ↔ Je = 3/2 avec un
potentiel bi-valué et des taux de pompage optique égaux (à un facteur nu-
mérique près) à ceux donnés en (V.2) et (V.4). La seule différence à ce stade
est que le refroidissement Sisyphe viendra s’opposer au mécanisme Dop-
pler (qui est un chauffage pour ∆ > 0), alors que les mécanismes Sisyphe
et Doppler travaillent ensemble pour une transition avec Je = Jg + 1 et un
désaccord ∆ négatif. Toutefois ce point peut être négligeable si les plages
de vitesse associées à ces deux mécanismes sont suffisamment différentes.

4-2 La transition Jg = 1↔ Je = 1

Le passage d’une transition Jg = 1/2 ↔ Je = 1/2 à Jg = 1 ↔ Je = 1
vient enrichir considérablement le problème. La raison en est que cette
transition autorise la construction d’états internes non couplés au rayon-
nement, en tout point de l’espace.

Nous allons présenter ici la proposition faite initialement par Shahriar
et al. (1993) et Weidemüller et al. (1994). Il s’agit d’une configuration 1D
pour laquelle les amplitudes des polarisations σ± oscillent dans l’espace
comme précédemment, mais pas nécessairement en opposition de phase.
On réalise cette configuration grâce à deux ondes lumineuses de même
fréquence et de même intensité, contre-propageantes, chacune polarisée
linéairement et telles que leurs polarisations font un angle φ (on avait pris
φ = π/2 en § 1). Nous appellerons cette configuration lin∨ lin.

Comme nous l’avons vu dans le cours précédent sur le piégeage cohé-
rent de population, le fait que la lumière soit purement σ± entraîne que la
dynamique atomique interne se produit essentiellement dans le système
en Λ (figure V.13) : |g,m = −1〉 ↔ |e,m = 0〉 ↔ |g,m = +1〉, avec des
couplages qui peuvent s’écrire, pour un choix convenable de l’origine de
l’axe z :

κ±(z) = κ0 cos(kz ± φ/2). (V.36)

Jg=1&

Je=1&

Jg=1&

Je=1&

Jg=1&

Je=1&

Jg=1&

Je=1&

FIGURE V.13. Système en Λ qui émerge dans la dynamique d’une transition Jg =
1↔ Je = 1 éclairée par une lumière σ±.

Etats et énergies pour un atome au repos en un point z. Nous suppo-
serons que le désaccord ∆ des ondes lumineuses est grand devant κ0 de
sorte que nous pouvons restreindre notre analyse au sous-espace de di-
mension deux du niveau fondamental, formé de combinaisons linéaires de
g±. En tout point z de l’espace, on peut identifier dans ce sous-espace un
état couplé et un état non-couplé, d’énergies respectives ~ωC et ~ωNC :

|ψC〉 ∝ κ+|g+〉+ κ−|g−〉, ~ωC ≈
~

4∆

(
κ2

+ + κ2
−
)
, (V.37)

|ψNC〉 ∝ κ−|g+〉 − κ+|g−〉, ~ωNC = 0. (V.38)

En utilisant l’expression (V.36) des fréquences de Rabi des ondes σ±, l’éner-
gie de l’état couplé s’écrit dans ce régime de grand ∆ :

~ωC ≈ V0 [1 + cos(φ) cos(2kz)] avec V0 =
~κ2

0

4∆
. (V.39)

Nous choisissons ici un désaccord ∆ positif, de sorte que l’état couplé est
toujours énergiquement au dessus de l’état non couplé (figure V.14).

Par ailleurs, du fait de son interaction avec le champ lumineux, l’atome
préparé dans l’état couplé peut diffuser des photons, et le taux correspon-
dant s’écrit

γC ≈ γ0 [1 + cos(φ) cos(2kz)] avec γ0 = Γ
κ2

0

4∆2
. (V.40)

Le taux de diffusion de photons pour un atome au repos préparé dans
l’état |ψNC〉 est nul par construction et un atome au repos en z (dans une
approximation semi-classique) finit donc par tomber dans l’état |ψNC〉.
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FIGURE V.14. Niveaux atomiques couplés et non couplés dans la configuration
lin∨ lin. Le couplage motionnel permet le passage de l’état non couplé vers l’état
couplé, à l’endroit où les niveaux sont resserrés. Un deuxième processus de diffu-
sion de photon ramène l’atome vers l’état non couplé, avec une conversion d’éner-
gie potentielle atomique en énergie lumineuse [Image physique proposée par C.
Cohen-Tannoudji dans son cours au Collège de France 1995-96].

L’effet Sisyphe dans ce contexte. Considérons maintenant un atome en
mouvement lent, toujours dans l’approximation semi-classique. Suppo-
sons que cet atome est préparé initialement dans l’état |ψNC〉. Comme les
expressions des états |ψC〉 et |ψNC〉 dépendent de la position, le mouve-
ment va créer un couplage entre ces deux états. Plus précisément, prenons
l’état initial de l’atome |ψ(0)〉 = |ψNC[z(0)]〉 et écrivons 2 son état à l’instant
t comme

|ψ(t)〉 = α(t) |ψNC[z(t)]〉+ β(t) |ψC[z(t)]〉, (V.41)

avec, si l’atome bouge lentement, |β| � |α| ≈ 1. L’équation d’évolution
pour β s’écrit à partir de l’équation de Schrödinger :

iβ̇ =
(
ωC − i

γC

2

)
β − iα v 〈ψC|

dψNC

dz
〉, (V.42)

où (i) on a ajouté le terme complexe i~γC/2 à l’énergie ~ωC de l’état couplé
pour prendre en compte sa durée de vie finie sous l’effet de l’irradiation
laser, et (ii) on a pris en compte le fait que les vecteurs de base |ψC〉 et

2. Pour aller au delà des arguments semi-quantitatifs présentés ici, nous renvoyons le lec-
teur vers le cours 1995-96 de C. Cohen-Tannoudji où le problème est abordé en détail.

|ψNC〉 « tournent » quand la position z varie. En supposant que le dépla-
cement de l’atome pendant la durée 1/γC est petite devant la période λ/2
du problème, le régime stationnaire de (V.42) correspond à

|β| ≈ k|v|√
ω2

C +
γ2
C

4

µ (V.43)

avec

µ =
1

k
〈ψC|

dψNC

dz
〉 =

sin(φ)

1 + cos(φ) cos(2kz)
. (V.44)

Pour un atome en mouvement, la contamination de l’état non-couplé
par l’état couplé se fait donc avec un poids |β|2. Elle est maximale aux
points où l’écart ωC entre ces deux états est minimal : c’est là que la « vitesse
de rotation » des vecteurs |ψC〉 et |ψNC〉, donnée par kvµ, est la plus grande.
C’est en particulier en ces points que l’atome initialement préparé dans
l’état |ψNC〉 a la plus forte probabilité de diffuser un photon, ce qui (avec
probabilité 1/2) peut le faire basculer vers l’état |ψC〉.

Une fois que ce processus s’est produit, on retrouve l’effet Sisyphe ha-
bituel : l’atome va escalader une fraction de la colline de potentiel de l’état
couplé, puis être repompé optiquement vers l’état |ψNC〉 au bout d’un
temps τ ∼ 1/γC (figure V.14). La perte d’énergie dans l’escalade de la col-
line vaut dans la limite des faibles vitesses EC(z + vτ) − EC(z). L’atome
peut ensuite repartir pour un nouveau cycle : passage de |ψNC〉 à |ψC〉 par
diffusion d’un photon induite par le couplage motionnel, retour de |ψC〉
vers |ψNC〉 par pompage optique standard.

La force dépendant de la vitesse. Du fait de la symétrie z ↔ −z du pro-
blème, la force dépendant de la vitesse est forcément une fonction impaire
de v : F (−v) = −F (v). Dans l’effet Sisyphe traditionnel conduisant à la
force (V.11), le terme d’ordre le plus bas est linéaire en vitesse, et les correc-
tions sont en v3, v5, . . . . Dans le cas qui nous intéresse ici, on trouve avec
(V.43) un premier facteur v2 pour obtenir une population non nulle dans
l’état couplé. L’effet de retard à l’établissement du régime stationnaire, qui
entraîne que l’atome monte plus de collines qu’il n’en descend, amène un
facteur v supplémentaire (comme en § 1) si bien que la force au voisinage
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Fig. 2. - a) Velocity dependence of the NA force for B = r, So = 0.1, and 0 = x/4. The inset shows the 
w3-dependence of the non-adiabatic force for small velocities. b )  Velocity capture range as a function of 
the angle Q for E = r. By definition, at kv,, the force has its maximum. c) Velocity dependence of the 
NA force for 6 = lor, So = 0.1, and 9 = x/4. The arrows indicate the positions of the first six Raman 
doppleron resonances. d> Plot of the resonance velocities relative to the average light shift of the 
coupling state for different orders n (m n = 1, n = 2, n = 3, o n = 4, n = 5 , 0  n = 6) and angles $. 

To obtain an exact expression of the NA force, we have numerically solved the Bloch 
equations in the limit of low saturation and low velocities using a continued-fraction 
method [lo]. Figure Za) shows the resulting velocity dependence of the NA force for 6 = I', 
So = 0.1, and angle 9 = r/4. As depicted in fig. Zb), the capture range increases nearly 
linearly with the angle 9 for 6 = r. At the same time, the friction coefficient decreases. As 
expected, the NA force indeed vanishes for both 9 = 0 and for 9 = r/Z. 

As shown in fig. Zc), at higher detunings (8  > I') the NA force exhibits velocity resonances 
(resembling doppleron resonances observed in Doppler cooling[ll]) which can lead to  a 
considerable enhancement of the force. Although we cannot yet describe the exact 
mechanism for these resonances, we propose to attribute them to velocity-tuned Raman 
transitions between IC) and 1 NC) [12] which become possible due to  the mixing of these 
states introduced by the motional coupling. Thus, we expect a resonance to occur when 
integer multiples of twice the Doppler shift equal the typical energy difference between the 
two states I C) and I NC) divided by A,  i.e. n2kvr,, SSo /Z (Raman resonance condition). 
Our simulations show that kv,,,, is indeed proportional to So and 8. Furthermore, in fig. 2d) 
we have plotted 4nkvr,,, 12 /(So 8) for different angles and orders n. For sufficiently small 
angles, the Raman resonance condition is well fulfiiled. F o r  larger angles, where higher 
orders n can no longer be resolved, the Raman condition is approached with increasing n. 

Due to the existence of a velocity-selective dark state, we expect part of the atoms to be 

FIGURE V.15. Variation de la force F (v) pour une transition Jg = 1 ↔ Je = 1
dans une configuration lin∨ lin. On note la variation en v3 de la force au voisinage
de l’origine. Paramètres : κ0 = 0.4 Γ, ∆ = +Γ, φ = π/4 [figure extraite de
Weidemüller et al. (1994)].

de la vitesse nulle varie ici comme v3. Le résultat exact après moyenne spa-
tiale sur une période s’écrit (Weidemüller et al. 1994) :

F (v) = −ξ ~kγ0

(
kv

γ0

)3
Γ

∆
, (V.45)

avec le coefficient numérique sans dimension :

ξ(φ) =
16

5π
sin2 φ cosφ

∫ 2π

0

cos(Z)

(1 + cosφ cosZ)5
dZ. (V.46)

On voit que pour avoir une force non nulle, il faut que

– sinφ soit non nul ; en effet, si φ = 0, κ± sont égales en tout point de
l’espace et les états couplés et non couplés ne dépendent pas de la
position.

– cosφ soit non nul ; en effet si φ = π/2 (configuration lin⊥lin), l’énergie
~ωC du niveau couplé ne varie pas dans l’espace et il n’y a aucune
perte d’énergie dans le processus Sisyphe de la figure V.14.

Nous avons extrait de Weidemüller et al. (1994) la figure V.15 montrant
la variation de F (v) avec la vitesse v pour des paramètres typiques. On y
voit bien la variation en v3 au voisinage de l’origine. Quand la vitesse aug-
mente pour devenir telle qu’il se produit en moyenne un cycle de pompage
optique lorsque l’atome parcourt une période du potentiel, alors la force
ressentie est (à un coefficient numérique près) donné par la force maxi-
male ∼ kV0 ressentie sur le niveau |ψC〉. Cette force maximale est compa-
rable à celle trouvée pour l’effet Sisyphe brillant. Pour des vitesses encore
plus grandes, la perte d’énergie par processus de pompage optique sature
à une fraction de V0 et la force décroît comme 1/v, comme nous l’avons vu
pour l’effet Sisyphe traditionnel.

Performances de ce refroidissement. Pour évaluer la limite du refroidis-
sement, commençons par un raisonnement semi-classique. La force de fric-
tion, en v3 au voisinage de l’origine, est plus faible que la force linéaire en
vitesse trouvée pour le refroidissement Sisyphe traditionnel. Mais le coef-
ficient de diffusion en vitesse (que nous ne calculerons pas ici) est lui aussi
affecté du même coefficient v2 supplémentaire si bien que la distribution
en vitesse, évaluée à partir de (V.31)

P(v) ∝ exp

(∫ v

0

MF (v′)
Dp(v′)

dv′
)

(V.47)

reste gaussienne, avec une énergie moyenne kBT comparable à la modu-
lation V0 du déplacement lumineux, comme dans le cas de l’effet Sisyphe
traditionnel.

Toutefois, ce raisonnement semi-classique est forcément insuffisant
pour une transition Jg = 1 ↔ Je = 1, puisque nous avons vu au cha-
pitre précédent qu’il y a toujours un état noir pour ce type de transi-
tion. On s’attend à ce qu’une fraction des atomes s’accumule dans cet état
noir, qui sera composé de pics bien définis en vitesse en ±vr. Cette dy-
namique spécifiquement quantique est beaucoup plus lente que la dyna-
mique semi-classique (figure V.16) : la dynamique quantique résulte d’une
marche au hasard dans laquelle un atome donné doit s’approcher de la
famille de l’état noir avec une précision bien meilleure que la vitesse de
recul, ce qui nécessite de nombreux processus d’émission spontanée. La
dynamique semi-classique, qui amène les atomes à quelques vitesses de
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CONTINUOUS POLARIZATION-GRADIENT PRECOOLING-. . . R4037

presence of a dark state [9,11],
~D &—:[~a,—haik &exp( i—y)+ ~a, h'k &exp(iy)

—lb, —&k &
—Ib, tk & ]/2, (3)

which is decoupled from the state ~e,p & for all values of
p, where, for example, a, haik & represents an atom in state

~
a & with center-of-mass momentum of Rk. Thus

~
D & is a

zero-velocity dark state. The system undergoes VSCPT
into this zero-velocity dark state, so that the equilibrium
temperature is limited by the interaction time only, and
can be substantially below the recoil limit (ideally, the
temperature approaches zero). Note that the dark state
exists for all values of g. On the other hand, the
efficiency of VSCPT into this state varies [10] as sin y.
For the particular phases of y=0 and n/2, this result has
been corroborated theoretically as well as experimentally
by Aspect et al. [1,12].
The temperature of this system will become subrecoil

as soon as significant VSCPT has taken place. The
characteristic time r„, for this, however, is typically [1]
much larger than that for polarization-gradient cooling

As a result, for t ((~„,the semiclassical picture of
polarization-gradient cooling remains valid, and the sys-
tem reaches a "partial-steady-state" temperature which
can be larger than the recoil limit. This temperature is
determined by the energy balance between the
polarization-gradient cooling and the difFusive heating.
However, since a large fraction of atoms are in the local—

& states during the polarization-gradient cooling pro-
cess (see Fig. 1), even this transient diffusion is expected
to be much smaller than that in the usual polarization-
gradient cooling schemes. We therefore expect a
precooled temperature that is much lower than the
steady-state temperature in conventional schemes of
polarization-gradient cooling.
In order to determine this partial-steady-state tempera-

ture and to investigate how this precooling enhances the
rate of VSCPT, we have performed Monte Carlo simula-
tions [13], treating the atom's external degree of freedom
quantum mechanically. Figure 3 illustrates the results
obtained for parameters close to those in Fig. 2. We start
with a distribution of atoms that is fIat over a momentum
range of +10fik, as a rough approximation of a Gaussian
distribution with an rms momentum of 104k, correspond-
ing to a Doppler precooled sample of sodium. The atoms
that go beyond +156k are deemed too hot to be recap-
tured, and are considered lost. Figure 3(a) corresponds to
the case where the lasers are on resonance (5=0), so that
there is no cooling. However, VSCPT occurs, so that
atoms start accumulating in the dark state, ~D &, mani-
fested by the peaks at +4k. The momentum redistribu-
tion takes place primarily by random walks, so that the
atoms that are far from these peaks have a very low rate
of getting into the dark state. Significant contributions to
this accumulation come only from the atoms that are
close to these peaks (i.e., within a distance of fik, which
we will call the VSCPT capture range). However, a large
fraction of even these atoms get heated beyond the
VSCPT capture range. As a result of these effects, we
find that only a small fraction (about 5%) of the atoms

—15

FIG. 3. (a) VSCPT in the absence of polarization-gradient
cooling (5=0, and go =0.3+5/2) and (b) polarization-gradient
cooling-assisted VSCPT, with 6=1 and go=0. 3/+2, corre-
sponding to the same degree of saturation as in (a).

have accumulated in the dark state (within a momentum
interval of +fik/8) after 100&+, where rz =—2m/haik is
the recoil time.
The result is much better when the laser is detuned, so

that polarization-gradient cooling occurs along with
VSCPT. This is illustrated in Fig. 3(b). The additional
cooling helps in two ways. First, it precools the atoms, in
about 6~&, to an rms momentum of 28k. Note that this
temperature is about a factor of 10 colder than the
theoretical steady-state temperature in a one-dimensional
polarization-gradient cooling using conventional schemes
corresponding to an rms momentum of 6fik [14]. Thus,
most of the atoms are within the VSCPT capture range
after the precooling. Next, as VSCPT proceeds, the
atoms tend to get heated out of the capture range. How-
ever, the cooling force prevents them from getting too
hot, essentially keeping them within the capture range all
the time. As a result, we find that after the same amount
time (100rz), close to 40% of the atoms are in the dark
state (a factor of 8 enhancement).
Before estimating the corresponding enhancement in

three dimensions, we brieAy point out how this scheme
can be realized in three dimensions. It can be she;wn
[9,10] that a three-dimensional dark state exists when aJ=1~J'=1 transition is excited by opposite circularly
polarized standing waves, with a pair in each of three or-
thogonal directions. The polarization-gradient cooling-
assisted VSCPT is optimum when the standing-wave
phase difFerence in each direction is m/4. In order to
reconcile the facts that Doppler cooling requires positive
detuning, while this polarization-gradient cooling re-
quires positive detuning, one could employ several
schemes. For example, a magneto-optic trap (MOT) can
be used first to capture atoms from the background and
cool them to the Doppler limit. Then the MOT can be
turned ofT' and the cooling scheme presented here can be
turned on. In the time needed to go a factor of 4 below
the recoil temperature (20 recoil times), only about 15%
of the atoms would be lost [see Fig. 3(b)].

FIGURE V.16. Évolution de la distribution en impulsion d’atomes, pour une tran-
sition Jg = 1 ↔ Je = 1 dans une configuration lin∨ lin. Unité de temps
τR = 2M/~k2 (paramètres pour l’atome de sodium), κ0 = 0.2 Γ, ∆ = +Γ,
φ = π/4. On voit clairement les deux échelles de temps pour (i) le refroidissement
Sisyphe, (ii) le refroidissement subrecul [Figure extraite de Shahriar et al. (1993)].

recul du centre, ne nécessite quant à elle que quelques processus d’émis-
sion spontanée si on part d’une distribution en vitesse pré-refroidie par
effet Doppler.

4-3 Les premières mélasses grises

Le refroidissement Sisyphe gris que nous venons de discuter dans les
cas Jg = 1/2↔ Je = 1/2 et Jg = 1↔ Je = 1 peut se généraliser à des tran-
sitions de moment cinétique plus élevé, de type Jg ↔ Je avec Je = Jg − 1
et Je = Jg . Pour ce type de transition, le pompage optique se fait toujours
vers le sous-niveau fondamental le moins couplé à la lumière. Il faudra
donc choisir un désaccord ∆ positif pour que cet état le moins couplé soit
également le plus bas en énergie, condition nécessaire pour que l’effet Si-
syphe provoque un refroidissement et pas un chauffage.

Avant d’entrer un peu plus dans les détails, on peut souligner deux
points de comparaison avec les mélasses brillantes :

– Un avantage clair des mélasses grises est que la fluorescence émise

par les atomes décroît fortement, puisque les atomes sont pompés op-
tiquement vers les sous-niveaux les moins couplés, voire même un
état noir quand il existe. Certains effets néfastes de la lumière de fluo-
rescence peuvent donc être réduits : force de répulsion entre atomes
comme dans le piège magnéto-optique, collisions inélastiques assis-
tées par la lumière.

– Un inconvénient des mélasses grises est le signe du désaccord auquel
elles opèrent ; ce désaccord doit être positif, donc opposé à celui du re-
froidissement Doppler. Il y a donc compétition entre la force de refroi-
dissement due à la mélasse grise, importante pour des vitesses telles
que kv . γC et la force de chauffage due à l’effet Doppler en désac-
cord positif, importante pour kv ∼ Γ. Si les paramètres de l’expérience
peuvent être choisis tels que la séparation entre ces deux échelles de
vitesses est bien marquée, ce qui en pratique impose kvr � Γ, alors
cette compétition n’est pas véritablement un problème et on peut igno-
rer en pratique le chauffage Doppler pour des atomes refroidis au-
tour du recul par la mélasse grise. Ce sera le cas pour des raies très
larges, pour lesquelles Γ dépasse par plusieurs ordres de grandeur la
fréquence de recul ωr.

Les premières expériences de refroidissement sur une transition Jg ↔
Je = Jg − 1 ont été menées à 1D par Valentin et al. (1992) au laboratoire
Aimé Cotton. Il s’agissait de la composante Jg = 3 ↔ Je = 2 de la raie D2

du césium, qui est une transition fermée. L’extension à 3D a été faite sur
cette même raie par Boiron et al. (1995) et Boiron et al. (1996) (voir aussi
Hemmerich et al. (1995) pour une version 2D sur une transition Jg = 1 ↔
Je = 1). Boiron et al. (1996) ont mesuré des températures de l’ordre du
microkelvin à basse densité atomique, ce qui est plus bas par un facteur
deux que celles mesurées sur la transition brillante Jg = 4 ↔ Je = 5 pour
le même atome.

4-4 Le renouveau des mélasses grises

Depuis 2012, les mélasses grises sont revenues sur le devant de la scène
pour le refroidissement de certaines espèces atomiques comme le lithium
ou le potassium (Fernandes et al. 2012; Grier et al. 2013; Nath et al. 2013;
Salomon et al. 2013; Burchianti et al. 2014; Sievers et al. 2015). Il s’agit
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FIGURE V.17. Haut : Raie D2 d’un atome alcalin et transitions utilisées pour le
refroidissement Sisyphe standard, avec un laser principal pour le refroidissement
et un laser secondaire pour le repompage. Bas : Raie D1 d’un atome alcalin ; les
deux lasers jouent alors des rôles comparables dans le refroidissement. Notons qu’il
est possible que les niveaux hyperfins soient inversés par rapport à ce schéma, avec
le niveau F en dessous du niveau F − 1 (c’est le cas par exemple pour 7Li et 40K).
La structure de la raie D2 pour 6Li (I = 1, F = 3/2) est également légèrement
différente de ce qui est représenté ici.

d’atomes alcalins, pour lesquels nous rappelons que la raie de résonance,
qui couple un état S à un état P , est clivée en deux composantes du fait
de la structure fine du niveau excité. Cet niveau excité a donc deux sous-
niveaux, P1/2 et P3/2, et les deux raies correspondantes sont appelées D1

et D2.

De la raie D2 à la raie D1. Pour Li ou K, le refroidissement Sisyphe tradi-
tionnel sur la raie D2 (utilisé avec succès pour Na, Rb, Cs) fonctionne mal.
Rappelons que cette raie D2 relie les deux sous-niveaux hyperfins fonda-
mentaux, F et F − 1, aux quatre sous-niveaux hyperfins de l’état excité
P3/2 : F + 1, F , F − 1, F − 2 (ici F = I + 1/2, où I est le spin du noyau ato-
mique). Le refroidissement Sisyphe standard fonctionne sur la transition
fermée Jg = F ↔ Je = F + 1, et nécessite un désaccord ∆ négatif (figure
V.17, haut). Un faisceau repompeur additionnel, accordé par exemple sur
la transition Jg = F − 1 ↔ Je = F , permet de recycler les atomes qui
seraient éventuellement pompés sur le niveau fondamental F − 1, mais
ce repompeur ne joue qu’un rôle mineur dans le problème. Cette image est
valable si la structure hyperfine entre les sous-niveaux Je = F+1 et Je = F
est suffisamment grande devant la largeur naturelle Γ. Cette condition, très
bien réalisée pour des alcalins lourds comme le rubidium ou le césium, ne
l’est en revanche pas pour le lithium et le potassium (c’est marginal pour
le sodium).

L’alternative consiste à utiliser la raie D1, qui relie les deux sous-
niveaux hyperfins fondamentaux, F et F − 1, aux deux sous-niveaux hy-
perfins de l’état excité P1/2 : F et F − 1 (figure V.17, bas). Un avantage
immédiat de cette raie est que pour un isotope donné, la structure hyper-
fine du niveau excité P1/2 est notablement plus grande que celle du niveau
P3/2 : les différentes transitions sont donc mieux résolues. Toutefois, on n’a
alors plus de transition fermée entre une paire donnée de sous-niveaux :
chaque sous-niveau excité (F ou F − 1) peut se désexciter vers les deux
sous-niveaux fondamentaux. On est donc obligé de considérer le problème
de l’interaction atome-lumière en prenant en compte simultanément les
deux niveaux fondamentaux et les deux lasers qui les excitent. Il n’y a plus
un laser principal refroidisseur et un repompeur (au rôle mineur), mais
deux lasers jouant des rôles également importants.
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FIG. 3. (Color online) Temperature of the 6Li D1 molasses after
a 100-µs pulse with variable Raman detuning ! for different
cooling and repumping intensities. (a) Experiment; (b) simulation.
Standard intensities [(red) circles]: Icool = 9 Isat, Irep = 0.46 Isat.
Equal cooling/repumping ratio (black squares): Icool = Irep = 9 Isat.
Inverted cooling/repumping ratio [(blue) triangles]: Icool = 0.6 Isat,
Irep = 4.6 Isat.

Despite the nice match between simulations and experi-
ments in Figs. 2 and 3, we observe that the semiclassical
simulations provide temperatures that are systematically lower
by a factor of 2 to 4 than the measured ones, particularly near
the Raman-resonance condition ! = 0. Here the simulation
predicts a temperature of 20 µK, whereas the lowest measured
temperature is 50 µK. The reason for this is not fully
understood and may come from both theory and experimental
limitations. First, the simulation is semiclassical and neglects
the wave-function extent of the cold atoms. The predicted
temperature of 20 µK corresponds to only six times the
recoil energy ER = 1

2mv2
recoil = kB × 3.5 µK. Therefore, only

a quantum treatment of the atoms’ external motion can be
expected to give a quantitative equilibrium temperature pre-
diction in the low-intensity limit. In the simulation we observe
that slow atoms are likely trapped within subwavelength
regions, where the light shift is minimal and the atom is nearly
decoupled from light over a long time without quantum jump.
This coherent population trapping effect enhances the cooling
at both large and small !, although it is most pronounced at the
Raman resonance (! = 0) since more choices of decoupled
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FIG. 4. (Color online) Experiment: Atom number and equilib-
rium temperature of the 40K D1 molasses as functions of the Raman
detuning !. δcool = 3 #, Icool = 6 Isat, Irep/Icool = 7.6%, tm = 5 ms.
In the constant-temperature regions below −0.1 # and above 2 #

gray molasses cooling involves coherences between Zeeman states in
a given hyperfine state but not between hyperfine states. At the exact
Raman condition ! = 0, long-lived coherences between hyperfine
states are established, as shown in the simulation in Fig. 5. In a
narrow detuning range, the temperature [(red) triangles] drops to
20 µK. Inset: Expanded scale.

states emerge. The semiclassical picture clearly exaggerates
the cooling effect since the wave nature of the atoms’ external
motion is not included in the model. In fact, the wave
function of the slow atoms will sample a larger volume of
the subwavelength traps and will shorten the lifetime of the
dark periods.

On the experimental side the residual magnetic field
cancellation has only been coarsely tuned for the data set
presented in Fig. 2 (as well as in Figs. 3 and 4). With careful
tuning of the magnetic field zeroing we were able to lower the
40K temperature to 11 µK (Sec. II C, on 40K) for lower-density
samples. Interestingly, other groups have indeed found on
39K lower temperatures (6 µK) than ours under the Raman
condition [12]. Note also that in Fig. 2 for positive Raman
detunings (! ∼ 0.5# at low intensity and ! ∼ # at high
intensity) the “temperature” corresponds to out-of-equilibrium
situations as the atoms are quickly heated away and lost from
the molasses. The notion of temperature should thus be taken
with care in this region, unlike for negative Raman detunings,
where a steady-state temperature is reached.

Another reason for shortening the lifetime of dark periods
of the slow atoms is reabsorption of photons emitted by
other atoms. We have indeed seen a density-dependent excess
temperature, which we measured to be 4.6 µK × 1011 at/cm3

for 40K. A careful simulation of cooling including photon
reabsorption processes is far more complex and is beyond
the scope of this work.

We also study the same Raman-detuning-dependent effects,
but for different cooling/repumping ratios. Typical experi-
mental and simulation results are presented in Fig. 3. Here
again, the simulation parameters are chosen according to the
experimental values. The simulation and experiments match
fairly well. In particular, for the usual configuration with
Icool/Irep > 1 (Icool = 9Isat and Irep = 0.45Isat), we observe a
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FIG. 3. (Color online) Temperature of the 6Li D1 molasses after
a 100-µs pulse with variable Raman detuning ! for different
cooling and repumping intensities. (a) Experiment; (b) simulation.
Standard intensities [(red) circles]: Icool = 9 Isat, Irep = 0.46 Isat.
Equal cooling/repumping ratio (black squares): Icool = Irep = 9 Isat.
Inverted cooling/repumping ratio [(blue) triangles]: Icool = 0.6 Isat,
Irep = 4.6 Isat.

Despite the nice match between simulations and experi-
ments in Figs. 2 and 3, we observe that the semiclassical
simulations provide temperatures that are systematically lower
by a factor of 2 to 4 than the measured ones, particularly near
the Raman-resonance condition ! = 0. Here the simulation
predicts a temperature of 20 µK, whereas the lowest measured
temperature is 50 µK. The reason for this is not fully
understood and may come from both theory and experimental
limitations. First, the simulation is semiclassical and neglects
the wave-function extent of the cold atoms. The predicted
temperature of 20 µK corresponds to only six times the
recoil energy ER = 1

2mv2
recoil = kB × 3.5 µK. Therefore, only

a quantum treatment of the atoms’ external motion can be
expected to give a quantitative equilibrium temperature pre-
diction in the low-intensity limit. In the simulation we observe
that slow atoms are likely trapped within subwavelength
regions, where the light shift is minimal and the atom is nearly
decoupled from light over a long time without quantum jump.
This coherent population trapping effect enhances the cooling
at both large and small !, although it is most pronounced at the
Raman resonance (! = 0) since more choices of decoupled
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FIG. 4. (Color online) Experiment: Atom number and equilib-
rium temperature of the 40K D1 molasses as functions of the Raman
detuning !. δcool = 3 #, Icool = 6 Isat, Irep/Icool = 7.6%, tm = 5 ms.
In the constant-temperature regions below −0.1 # and above 2 #

gray molasses cooling involves coherences between Zeeman states in
a given hyperfine state but not between hyperfine states. At the exact
Raman condition ! = 0, long-lived coherences between hyperfine
states are established, as shown in the simulation in Fig. 5. In a
narrow detuning range, the temperature [(red) triangles] drops to
20 µK. Inset: Expanded scale.

states emerge. The semiclassical picture clearly exaggerates
the cooling effect since the wave nature of the atoms’ external
motion is not included in the model. In fact, the wave
function of the slow atoms will sample a larger volume of
the subwavelength traps and will shorten the lifetime of the
dark periods.

On the experimental side the residual magnetic field
cancellation has only been coarsely tuned for the data set
presented in Fig. 2 (as well as in Figs. 3 and 4). With careful
tuning of the magnetic field zeroing we were able to lower the
40K temperature to 11 µK (Sec. II C, on 40K) for lower-density
samples. Interestingly, other groups have indeed found on
39K lower temperatures (6 µK) than ours under the Raman
condition [12]. Note also that in Fig. 2 for positive Raman
detunings (! ∼ 0.5# at low intensity and ! ∼ # at high
intensity) the “temperature” corresponds to out-of-equilibrium
situations as the atoms are quickly heated away and lost from
the molasses. The notion of temperature should thus be taken
with care in this region, unlike for negative Raman detunings,
where a steady-state temperature is reached.

Another reason for shortening the lifetime of dark periods
of the slow atoms is reabsorption of photons emitted by
other atoms. We have indeed seen a density-dependent excess
temperature, which we measured to be 4.6 µK × 1011 at/cm3

for 40K. A careful simulation of cooling including photon
reabsorption processes is far more complex and is beyond
the scope of this work.

We also study the same Raman-detuning-dependent effects,
but for different cooling/repumping ratios. Typical experi-
mental and simulation results are presented in Fig. 3. Here
again, the simulation parameters are chosen according to the
experimental values. The simulation and experiments match
fairly well. In particular, for the usual configuration with
Icool/Irep > 1 (Icool = 9Isat and Irep = 0.45Isat), we observe a
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Despite the nice match between simulations and experi-
ments in Figs. 2 and 3, we observe that the semiclassical
simulations provide temperatures that are systematically lower
by a factor of 2 to 4 than the measured ones, particularly near
the Raman-resonance condition ! = 0. Here the simulation
predicts a temperature of 20 µK, whereas the lowest measured
temperature is 50 µK. The reason for this is not fully
understood and may come from both theory and experimental
limitations. First, the simulation is semiclassical and neglects
the wave-function extent of the cold atoms. The predicted
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recoil energy ER = 1
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that slow atoms are likely trapped within subwavelength
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narrow detuning range, the temperature [(red) triangles] drops to
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states emerge. The semiclassical picture clearly exaggerates
the cooling effect since the wave nature of the atoms’ external
motion is not included in the model. In fact, the wave
function of the slow atoms will sample a larger volume of
the subwavelength traps and will shorten the lifetime of the
dark periods.

On the experimental side the residual magnetic field
cancellation has only been coarsely tuned for the data set
presented in Fig. 2 (as well as in Figs. 3 and 4). With careful
tuning of the magnetic field zeroing we were able to lower the
40K temperature to 11 µK (Sec. II C, on 40K) for lower-density
samples. Interestingly, other groups have indeed found on
39K lower temperatures (6 µK) than ours under the Raman
condition [12]. Note also that in Fig. 2 for positive Raman
detunings (! ∼ 0.5# at low intensity and ! ∼ # at high
intensity) the “temperature” corresponds to out-of-equilibrium
situations as the atoms are quickly heated away and lost from
the molasses. The notion of temperature should thus be taken
with care in this region, unlike for negative Raman detunings,
where a steady-state temperature is reached.

Another reason for shortening the lifetime of dark periods
of the slow atoms is reabsorption of photons emitted by
other atoms. We have indeed seen a density-dependent excess
temperature, which we measured to be 4.6 µK × 1011 at/cm3

for 40K. A careful simulation of cooling including photon
reabsorption processes is far more complex and is beyond
the scope of this work.

We also study the same Raman-detuning-dependent effects,
but for different cooling/repumping ratios. Typical experi-
mental and simulation results are presented in Fig. 3. Here
again, the simulation parameters are chosen according to the
experimental values. The simulation and experiments match
fairly well. In particular, for the usual configuration with
Icool/Irep > 1 (Icool = 9Isat and Irep = 0.45Isat), we observe a
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FIGURE V.18. a) Schéma des niveaux du potassium 40 et lasers utilisés. b) Tem-
pérature dans une mélasse grise de potassium 40, en fonction du désaccord Raman
∆ = ∆1 − ∆2 (I1 = 0.46 Isat, I2 = 6 Isat, ∆2 = 3 Γ) [Figure extraite de Sie-
vers et al. (2015)]. c) Explication du chauffage observé pour un désaccord Raman
∆ légèrement positif : une transition Raman résonante conduit à l’excitation du
niveau 9/2 habille par les photons du laser intense.

Résonance Raman et profil de Fano. Un point mis en évidence par Grier
et al. (2013), puis par Nath et al. (2013) et Salomon et al. (2013), est l’im-
portance de la résonance Raman entre les deux lasers excitant respective-
ment le niveau fondamental F − 1 et le niveau fondamental F . Ce point
est illustré sur la mesure de température montrée sur la figure V.18 extraite
de Sievers et al. (2015), obtenue avec un laser intense (laser 2) pilotant la
transition Jg = 9/2 ↔ Je = 7/2 et un laser plus faible (laser 1) pilotant la
transition Jg = 7/2 ↔ Je = 7/2. Quand le désaccord Raman |∆| est plus
grand que Γ, on mesure une température de l’ordre de 50µK, que l’on peut
interpréter comme résultat de la mélasse grise 9/2↔ 7/2 pour le laser plus
intense, ou 7/2 ↔ 7/2 pour l’autre. On a alors des états noirs ou gris ob-
tenus par superposition d’états d’un sous-niveau fondamental donné (9/2
ou 7/2).

Quand la résonance Raman se produit (∆ = 0), la température chute
par un facteur additionnel allant de 2 à 4 selon les espèces atomiques. On
voit également apparaître une zone défavorable, pour un désaccord Ra-
man légèrement positif. Ce résultat est à rapprocher du profil trouvé dans
le chapitre précédent pour un système en Λ (figure V.19). Dans le cas où
les deux ondes lumineuses qui pilotent l’atome sont telles que κ1 � κ2,
nous avions trouvé une variation de la population du niveau excité au voi-
sinage de la résonance Raman très semblable à la variation trouvée par
Sievers et al. (2015) pour la température. Rappelons ici l’origine de ce pro-
fil asymétrique, appelé profil de Fano. Cette forme de profil se rencontre
dans le cas où une interférence se produit entre un processus de diffu-
sion résonnante et un processus de diffusion beaucoup plus plat. Lounis
& Cohen-Tannoudji (1992) ont prouvé que le modèle de Fano était effec-
tivement réalisé pour le système en Λ quand κ1 � κ2 � |∆1,2|. Pour le
montrer, on commence par traiter exactement l’interaction du faisceau 2
avec l’atome. Dans le cas où κ2 � |∆2|, cet « habillage » du niveau g2 in-
duit le déplacement lumineux :

|g2〉 → |ḡ2〉, E(ḡ2) = E(g2) + δE(g2) δE(g2) ≈ ~|κ2|2
4∆2

. (V.48)

Partons maintenant de l’atome dans l’état |g1〉 ; la diffusion d’un photon
du faisceau laser faible (faisceau 1) peut se faire soit de manière non ré-
sonante en ne passant que par |e〉 (figure V.19, en bas à gauche), soit de
manière résonante via une transition Raman qui mène l’atome de manière
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by measuring the evolution of the cloud over half of the
trap period, after switching off the 1D cooling laser.
For that purpose, we use the relationship !2

zðtÞ ¼
!2

zð0Þcos2ð!tÞ þ ½!pð0Þ=m!&2sin2ð!tÞ, linking the rms
value of the cloud size in the 1D harmonic trap, !zðtÞ, to
the initial values (at the switching off of the lasers) in real
space and momentum space.

Moreover, the mean square momentum depend on the
number of atoms, showing that collective effects also
induce extra heating. Regardless of the exact origin of
this extra heating, one example of this dependency is
shown in the inset of Fig. 2. We extrapolate the mean
square momentum value to the noninteracting limit (van-
ishing number of atoms) using a linear fit. The data points
for the mean square momentum in Fig. 2 are deduced in
this way.

Finally, even if the trap is loose along the cooling axis
(!k ' !r), it is not clear that it does not affect the cooling
process. Later on we will show that the trapping indeed has
a major impact when the transition is very narrow,!r(!.
To explore the influence of the trap, we use a Monte Carlo
(MC) simulation comparing cooling with and without the
trap. The MC simulation is based on a rate equation
describing the scattering events where the external degrees
of freedom are treated classically. This approach, neglect-
ing the quantum nature of the external degrees of freedom,
is known to be consistent with the full quantum approach in
free space [14]. This point is also confirmed here, where
the results of the MC simulation in free space are plotted in
Fig. 2 (green stars). In the trap, the dynamic is more subtle

because of the presence of the trapping force. It turns out,
however, that for the strontium intercombination transition
with !r ’ 0:6! the trap does not significantly modify the
mean square momentum in the steady state (red dots in
Fig. 2). We will see later that the condition !r ( ! leads
to different conclusions.
Other signatures of the quantum nature of Doppler

cooling can be found in the shape of the momentum
distribution. In the broad transition semiclassical picture,
the momentum distribution is essentially Gaussian since it
remains very well confined far from the two )"m=k
resonance lines. With a narrow transition, a single scatter-
ing event might be enough to bring the atom out of reso-
nance. As a consequence, the momentum distribution is not
Gaussian anymore and shows out-of-resonance long tails
and dips at the resonance lines [14,27]. A precise measure-
ment of the momentum distribution has been done for the
case of free space 1D cooling on clouds with large number
of atoms, to improve the signal to noise ratio. The laser
intensity was increased to 0:5Is in order to reach the
steady state regime during the laser interaction time. This
is a likely explanation to why there is only a qualitative
agreement found between the experiment and the MC

FIG. 2 (color online). Mean square momentum in temperature
and recoil units as function of cooling laser detuning. The
experimental data (black, full circles), extrapolated for N ! 0
(noninteracting gas), are compared to the full quantum approach
developed by Castin et al.[14] (green, solid line). The blue,
dashed curve shows the prediction for broad transition Doppler
theory. The red points (green stars) correspond to the MC
simulation performed in (without) the dipole trap. Inset:
Measured mean square momentum as function of the number
of atoms in the trap with " ¼ *20 kHz and If ¼ 0:06Is (red
circles) with linear fit (dashed line).

FIG. 3 (color online). Upper panels: Raw data, false color
image of the atomic cloud after 1D cooling in free space, and
50 ms time of flight. The cooling laser are along the horizontal
axis. From left to right the laser detunings are respectively
" ¼ *33 kHz, " ¼ *21 kHz and " ¼ *10 kHz, and the laser
intensity is around 0:5Is. The small horizontal asymmetry is
likely due to imperfect balance of the cooling beams intensity,
which were not precisely adjusted like for the cloud in the Dipole
trap case. Middle panels: Normalized spatial distribution along
the cooling axis extracted from the upper images. Lower panels:
Normalized momentum distribution extracted from the MC
simulation. The laser detuning is the same as in the experiment,
but the simulation is performed at the low intensity limit. These
plots show a qualitative agreement with the experiment at higher
intensity without the added trap (green open circles), as well as
in the trap (red dots). The resonance lines correspond to the
vertical, dashed lines.
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FIGURE V.19. Haut : système modèle en Λ. Milieu : Variation de la population
excitée Pe avec le désaccord ∆1, mesuré en unité de Γ. Les autres paramètres sont
(en unités de Γ) : κ1 = 0.1, κ2 = 1, ∆2 = 2. (Bas) : Les deux processus de
diffusion pour un photon du laser 1, conduisant au profil de Fano de la figure du
milieu.

transitoire dans |ḡ2〉 (figure V.19, en bas à droite). Le maximum étroit de
la courbe pour Pe est obtenu quand la résonance Raman vis à vis de l’état
habillé |ḡ2〉 se produit :

~∆1 = ~∆2 + δE(g2). (V.49)

On obtient donc une situation remarquable où Pe s’annule pour la réso-
nance Raman « nue » ∆1 = ∆2, puis passe par un maximum pour la réso-
nance Raman « habillée » (V.49).

Ce modèle d’un système en Λ est bien sûr une simplification considé-
rable par rapport au cas réel de la raie D1 du potassium, pour laquelle 18
états fondamentaux sont couplés à 18 états excités. Mais il rend compte
au moins qualitativement du gain obtenu à la résonance Raman « nue »,
qui permet de faire apparaître des états noirs « robustes », combinaisons
linéaires des 18 états fondamentaux issus des deux niveaux hyperfins
Fg = 7/2 et Fg = 9/2. Il permet également d’expliquer le chauffage impor-
tant observé pour un désaccord Raman légèrement positif (figure V.18c).

Conclusion

Le mécanisme Sisyphe, qu’il soit « brillant » pour une transition telle
que Jg < Je ou « gris » pour une transition Jg ≥ Je, permet d’obtenir
une température essentiellement limitée par le recul d’un seul photon. Il
est relativement robuste dans la mesure où il ne dépend que faiblement
de la qualité des faisceaux lumineux utilisés (polarisations, fronts d’onde,
désaccord). Les études les plus détaillées à ce jour sur la forme des dis-
tributions en vitesse ont été menées dans le cas brillant. Elles ont montré
que les profils de distribution en vitesse les plus étroits sont notablement
non gaussiens, ce qui ne facilite pas toujours la comparaison entre diffé-
rentes expériences, les auteurs ne prenant pas systématiquement la même
convention pour mesurer « leur » température.

Nous avons néanmoins tenté de récapituler sur la table V.20 la limite
obtenue par refroidissement Sisyphe pour différentes espèces de la famille
des alcalins, avec un refroidissement Sisyphe brillant ou gris. Le point es-
sentiel à noter est qu’avec la panoplie offerte par les différents types de mé-
canismes, on atteint systématiquement une vitesse quadratique moyenne
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M λ Γ/2π vr ωr/2π Tmin v̄ v̄/vr

nm MHz cm/s kHz µK cm/s
Li 6 671 5.9 9.9 73.5 44∗ 24.6∗ 2.5∗

Li 7 671 5.9 8.5 63.0 60∗ 26.6∗ 3.1∗

Na 23 589 9.8 2.9 24.9 25 9.5 3.2
K 39 770 6 1.32 8.6 3∗ 2.5∗ 1.9∗

K 40 770 6 1.29 8.4 11∗ 4.8∗ 3.7∗

Rb 87 780 6.1 0.59 3.8 1.2 1.1 1.8
Cs 133 852 5.2 0.35 2.1 2.5 1.25 3.6
Cs 133 852 5.2 0.35 2.1 1.1∗ 0.83∗ 2.4∗

FIGURE V.20. Températures minimales obtenues par refroidissement Sisyphe. Les
données avec une étoile correspondent à une mélasse grise, les autres à une mélasse
brillante. Les vitesses quadratiques moyennes mesurées v̄ sont toutes comprises
entre 1.8 et 3.7 vitesses de recul.

de l’ordre de quelques vitesses de recul, typiquement entre 2 et 4 vr. No-
tons pour finir que les températures indiquées ici sont des températures
mesurées pour des gaz très dilués, dans lesquels les effets collectifs comme
la diffusion multiple ne jouent pas de rôle. Nous reviendrons sur ces effets
dans le dernier chapitre de ce cours.
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Chapitre VI

Les réseaux optiques et le refroidissement par bande latérale

Nous avons exploré dans les chapitres précédents différents méca-
nismes de refroidissement pour des atomes libres : refroidissement Dop-
pler, refroidissement par piégeage cohérent de population, refroidissement
Raman, refroidissement Sisyphe. Mis à part le refroidissement Doppler en
raie large, tous ces mécanismes ont une limite dont l’échelle est donnée
par la vitesse de recul vr = ~k/M . Certains mécanismes permettent de des-
cendre en dessous de vr, notamment à 1D, alors que d’autres comme l’effet
Sisyphe conduisent à des distributions de largeur de quelques (2 à 4) vr.
Ces résultats sont obtenus pour des gaz très dilués, dans lesquels les effets
collectifs jouent un rôle négligeable.

Un des enjeux majeurs des expériences avec des atomes froids est l’at-
teinte du régime quantique pour le gaz, régime dans lequel les différents
paquets d’ondes, de taille donnée par la longueur d’onde thermique du
gaz, se recouvrent. Revenons sur les conditions à réaliser pour cela ; pre-
nons pour fixer les idées un gaz de vitesse quadratique moyenne v0 = vr,
soit kBT = Mv2

r = ~2k2/M . La longueur d’onde thermique λT du gaz est
reliée à la longueur d’onde optique λ = 2π/k par

λT =
~
√

2π√
MkBT

=
λ√
2π
, (VI.1)

et le seuil de dégénérescence quantique du gaz est obtenu pour une densité

n ≈ λ−3
T = (2π)3/2 λ−3. (VI.2)

Pour une longueur d’onde optique de l’ordre de 0.7µm, ceci correspond à

n ≈ 50 atomes/µm3.

Atteindre un tel couple densité/température en présence des faisceaux
lasers de refroidissement est un défi qui n’a encore jamais été relevé pour
un gaz d’atomes de densité uniforme. Les obstacles principaux sont la dif-
fusion multiple de photons dans le gaz, ainsi que les collisions inélastiques
entre atomes assistées par la lumière. La seule stratégie réussie de contour-
nement est celle adoptée à Innsbruck par Stellmer et al. (2013) et décrite en
détail au chapitre 3 : une petite partie du volume occupé par les atomes
a été confinée dans un piège de grande raideur et simultanément rendue
« transparente » à la lumière de refroidissement ; ceci a permis d’obtenir
un condensat de Bose–Einstein contenant environ 1 % du nombre total
d’atomes présents dans le piège.

Le but de chapitre est de faire d’abord le point sur les limites imposées
par les effets collectifs dans les gaz éclairés par la lumière, en particulier
la diffusion multiple des photons émis spontanément. Nous examinerons
quelques remèdes qui ont été proposés, comme le confinement dans un
piège avec à une fréquence d’oscillation élevée. Ceci nous amènera de ma-
nière naturelle vers un dernier mécanisme de refroidissement, le refroidis-
sement par bande latérale, bien adapté à une assemblée d’atomes confinés
aux sites d’un réseau optique. Et pour finir, puisque l’obstacle majeur à
l’obtention de gaz dégénérés est la diffusion multiple des photons émis
spontanément lors du refroidissement, nous terminerons ce chapitre en
abordant une question récurrente du domaine : l’émission spontanée, qui
est à l’origine du problème de la diffusion multiple, est-elle indispensable
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CHAP. VI. LES RÉSEAUX OPTIQUES ET LE REFROIDISSEMENT PAR BANDE LATÉRALE § 1. Effets collectifs et diffusion multiple

au refroidissement d’atomes par laser ?

1 Effets collectifs et diffusion multiple

Nous avons déjà rencontré le problème de la diffusion multiple à plu-
sieurs reprises dans ce cours. Rappelons brièvement son origine en prenant
l’exemple du refroidissement Raman, où l’on doit pomper optiquement les
atomes depuis un état interne g2 vers un autre état g1 (figure VI.1). Dans
un premier temps, un atome A absorbe un photon du laser en charge de
ce pompage optique et il émet de manière spontanée un photon par un
processus de diffusion Raman :

|A : g2〉+ kL −→ |A : g1〉+ kdiff , (VI.3)

Dans un deuxième temps, le photon émis d’impulsion ~kdiff se propage
dans le gaz d’atomes et arrive sur un atome B dans l’état |g1〉. Là, il peut
être absorbé et donner naissance à un autre photon diffusé d’impulsion
~k′diff :

|B : g1〉+ kdiff −→ |B : gα〉+ k′diff , α = 1, 2, (VI.4)

et ainsi de suite jusqu’à ce que le photon s’échappe du milieu. Notons que
l’atome B peut se trouver après avoir diffusé le photon dans l’état interne
g1 ou g2. Dans le deuxième cas, le processus de repompage n’a rien ap-
porté : on a simplement enlevé un atome initialement dans l’état interne g1

(l’atome B) pour y mettre un autre atome (l’atome A).

1-1 Les méfaits de la diffusion multiple

La diffusion multiple a plusieurs effets, tous néfastes quand il s’agit de
s’approcher du seuil de dégénérescence quantique, c’est-à-dire obtenir de
basses températures et de grandes densités :

– Elle crée une force de répulsion effective entre les atomes, qui tend à
déstabiliser le nuage piégé. Nous avons discuté cet effet lors de l’étude
du piège magnéto-optique.

– Elle tend à faire sortir les atomes de l’état noir dans le mécanisme de
refroidissement par piégeage cohérent de population, en brouillant la

Force#

temps#

from the total internal reflection of a laser running wave ~Fig.
1!. This wave is linearly polarized parallel to the dielectric
surface; the resulting evanescent field is then linearly polar-
ized and it varies along the vertical direction ~perpendicular
to the dielectric surface! as

E~z !5E0exexp~2kz !, ~1!

where k21 is the decay length of the field amplitude and
E0 the value of the electric field on the interface. We restrict
ourselves here to the analysis of the atomic motion along the
z direction only; a full 3D analysis of this motion will be
given in Sec. III.
The interaction between the field and the atom, which we

model first as a two-level g-e system, is characterized by two
parameters: the detuning d5vL2vA between the laser vL
and the atomic resonance frequency vA for the g-e transi-
tion, and the Rabi frequency V05dE0/2\ , proportional to
the atomic dipole moment d of the g-e transition. We as-
sume here that the level g is stable, and that the level e has
a radiative lifetime 1/G . The atom-field interaction generates
two classes of phenomena @19#. The reactive part of the cou-
pling results in the dipole potential, which coincides with the
ac Stark shift of the ground state g @20# for a weak laser
excitation (V2!G214d2). For d@G , this potential is

Ug~z !5
\V0

2

4d
exp~22kz !. ~2!

The dissipative part of the coupling leads to absorption
and subsequent spontaneous emission of photons. The prob-
ability for a spontaneous process during a time interval dt is
given by

dna5G
V0
2

4d2
exp~22kz !dt . ~3!

The average number of scattered photons during a bounce is
calculated by integrating Eq. ~3! along the classical atomic
trajectory which results in @21,22#

np5
G

d
mv0
\k

, ~4!

where G , v0, m are the atomic natural width, velocity, and
mass, respectively. In the following, we restrict to situations
where np!1 so that np can be considered as the probability
for a scattering event during a bounce.

B. Sisyphus effect in an evanescent field

We consider now a three-level atom, with an unstable
excited state e and two stable ground states. In our experi-
ment, these two states correspond to the hyperfine ground
levels (6s1/2 ,Fg53 and Fg54) of the cesium atom sepa-
rated by D52p39.193 GHz. The excited state corresponds
to the level 6p3/2 , whose hyperfine structure can be ne-
glected since it is small compared with the laser detunings
chosen in the experiment.
The interaction between the atom and the evanescent

wave gives rise to a potential which depends on the ground
state @Fig. 2~a!#:

U3~z !5
\V0

2

4d
exp~22kz !, ~5!

U4~z !5
\V0

2

4~d1D!
exp~22kz !5

d
d1D

U3~z !, ~6!

where d5vL2v3 is the detuning between the laser fre-
quency and the atomic resonance corresponding to the tran-
sition 6s1/2 ,Fg53!6p3/2 . The potential U4(z) is propor-
tional to U3(z), but weaker.
Consider an atom in state Fg53 with kinetic energy

Ei5mv0
2/2 entering into the wave. It experiences the repul-

sive potential, so that its kinetic energy decreases, whereas
its potential energy increases. If we choose the intensity and
the detuning such as to get np!1, the spontaneous emission
process, if it occurs, will preferentially take place in the vi-
cinity of the classical turning point z0, given by
Ei5U3(z0) ~see Fig. 2!. The atom may then fall back in
either one of the two ground states.

FIG. 1. Atoms are dropped from a MOT located 3.2 mm above
a mirror formed by a laser evanescent wave. They are detected
through the absorption of a probe laser beam located in the vicinity
of the mirror surface.

FIG. 2. Sisyphus cooling in the evanescent wave. The laser
detuning with respect to the state Fg53 differs by D/2p59.2 GHz
from that of Fg54. ~a! The potential-energy difference between the
two states depends on the atom position in the evanescent wave.
The atoms are initially prepared in Fg53. If a spontaneous Raman
transition towards Fg54 occurs during the bounce, the atom loses
potential energy and emerges from the evanescent wave mirror with
a velocity reduced with respect to the incident one. ~b! Branching
ratios for the decay to the ground states.
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FIGURE VI.1. Un exemple de difficulté liée à la diffusion multiple, dans le cas du
refroidissement Raman. On part de la situation où un atome B est dans le niveau
g1 souhaité et on souhaite repomper également l’atome A. Une fois ce pompage de
l’atome A effectué, le photon émis peut être absorbé par l’atome B, annulant ainsi
le gain du premier processus et causant de plus un chauffage dû au recul lors du
processus de diffusion kdiff → k′diff .
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from the total internal reflection of a laser running wave ~Fig.
1!. This wave is linearly polarized parallel to the dielectric
surface; the resulting evanescent field is then linearly polar-
ized and it varies along the vertical direction ~perpendicular
to the dielectric surface! as

E~z !5E0exexp~2kz !, ~1!

where k21 is the decay length of the field amplitude and
E0 the value of the electric field on the interface. We restrict
ourselves here to the analysis of the atomic motion along the
z direction only; a full 3D analysis of this motion will be
given in Sec. III.
The interaction between the field and the atom, which we

model first as a two-level g-e system, is characterized by two
parameters: the detuning d5vL2vA between the laser vL
and the atomic resonance frequency vA for the g-e transi-
tion, and the Rabi frequency V05dE0/2\ , proportional to
the atomic dipole moment d of the g-e transition. We as-
sume here that the level g is stable, and that the level e has
a radiative lifetime 1/G . The atom-field interaction generates
two classes of phenomena @19#. The reactive part of the cou-
pling results in the dipole potential, which coincides with the
ac Stark shift of the ground state g @20# for a weak laser
excitation (V2!G214d2). For d@G , this potential is

Ug~z !5
\V0

2

4d
exp~22kz !. ~2!

The dissipative part of the coupling leads to absorption
and subsequent spontaneous emission of photons. The prob-
ability for a spontaneous process during a time interval dt is
given by

dna5G
V0
2

4d2
exp~22kz !dt . ~3!

The average number of scattered photons during a bounce is
calculated by integrating Eq. ~3! along the classical atomic
trajectory which results in @21,22#

np5
G

d
mv0
\k

, ~4!

where G , v0, m are the atomic natural width, velocity, and
mass, respectively. In the following, we restrict to situations
where np!1 so that np can be considered as the probability
for a scattering event during a bounce.

B. Sisyphus effect in an evanescent field

We consider now a three-level atom, with an unstable
excited state e and two stable ground states. In our experi-
ment, these two states correspond to the hyperfine ground
levels (6s1/2 ,Fg53 and Fg54) of the cesium atom sepa-
rated by D52p39.193 GHz. The excited state corresponds
to the level 6p3/2 , whose hyperfine structure can be ne-
glected since it is small compared with the laser detunings
chosen in the experiment.
The interaction between the atom and the evanescent

wave gives rise to a potential which depends on the ground
state @Fig. 2~a!#:

U3~z !5
\V0

2

4d
exp~22kz !, ~5!

U4~z !5
\V0

2

4~d1D!
exp~22kz !5

d
d1D

U3~z !, ~6!

where d5vL2v3 is the detuning between the laser fre-
quency and the atomic resonance corresponding to the tran-
sition 6s1/2 ,Fg53!6p3/2 . The potential U4(z) is propor-
tional to U3(z), but weaker.
Consider an atom in state Fg53 with kinetic energy

Ei5mv0
2/2 entering into the wave. It experiences the repul-

sive potential, so that its kinetic energy decreases, whereas
its potential energy increases. If we choose the intensity and
the detuning such as to get np!1, the spontaneous emission
process, if it occurs, will preferentially take place in the vi-
cinity of the classical turning point z0, given by
Ei5U3(z0) ~see Fig. 2!. The atom may then fall back in
either one of the two ground states.

FIG. 1. Atoms are dropped from a MOT located 3.2 mm above
a mirror formed by a laser evanescent wave. They are detected
through the absorption of a probe laser beam located in the vicinity
of the mirror surface.

FIG. 2. Sisyphus cooling in the evanescent wave. The laser
detuning with respect to the state Fg53 differs by D/2p59.2 GHz
from that of Fg54. ~a! The potential-energy difference between the
two states depends on the atom position in the evanescent wave.
The atoms are initially prepared in Fg53. If a spontaneous Raman
transition towards Fg54 occurs during the bounce, the atom loses
potential energy and emerges from the evanescent wave mirror with
a velocity reduced with respect to the incident one. ~b! Branching
ratios for the decay to the ground states.
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1.25 mK. We observe a linear dependence of the temperature
as a function of the intensity ~dashed lines! and a linear de-
pendence as a function of 1/d for detunings smaller than
14G . The open circles in Fig. 2 are theoretical predictions
for the mean kinetic energy obtained by a three-dimensional
~3D! Monte Carlo wave function calculation for cooling on a
J53!J852 transition, for a detuning d515G , and for
fixed relative phases between the three standing waves
(0,p/3,2p/3). The numerical implementation closely fol-
lows that of Ref. @12#. The agreement between theory and
experiments is good considering the theoretical ~0.2 mK! and
experimental ~0.1 mK! uncertainties. From this agreement,
we deduce an excited-state population on the order of
331024.
A deviation from the universal intensity-detuning law ap-

pears for d>5G and becomes more and more pronounced as
the detuning increases. We attribute this heating effect to a
destabilization of the uncoupled states by a parasitic excita-
tion of the F53!F853 transition which is indeed only at
1150 MHz ~i.e., 128G/2p) from the F53!F852 transi-
tion. Generally none of the two uncoupled states associated
with the F53!F852 transition coincides with the un-
coupled state associated with the F53!F853 transition.
Another interesting result deals with the density depen-

dence of the minimum temperature, presented in Fig. 3. For
n<109 atoms/cm3, the temperature is as low as 1.160.1
mK. The corresponding rms velocity is 8.3 mm/s or 2.4
times the single-photon recoil velocity. We noticed that the
minimum temperatures measured with the second setup us-
ing the DBR lasers are higher by 0.4 mK than those found in
the first one ~narrow linewidth lasers!. When increasing the
density up to 1.531010 atoms/cm3, the temperature in-
creases linearly to 2 mK. The density variations are obtained
either by increasing the MOT magnetic-field gradient or by
changing the diameter of the MOT beams without modifying
the GM beams. We attribute this heating effect to photon
multiple scattering within the GM atomic cloud. The surpris-
ing feature of these measurements is that the temperature in
GM as a function of density has nearly the same slope ~0.6
mK/1010 atoms/cm3) as that of the F54!F855 bright mo-
lasses for a detuning of 210G , an intensity of
V250.23G2, and a temperature at low density of 3.5 mK. In
this case the one-beam excitation rate is 631024G , resulting

in an excited-state population of ;431023 @13#. The atoms
in GM being mostly in uncoupled states, one would indeed
expect a much-reduced heating effect in GM than in BM.
The theoretical interpretation of this heating, which is a cru-
cial point in attempts to build an atom laser, will be pub-
lished in a future paper and is only sketched here. The equi-
librium temperature in molasses results from a balance
between a cooling power from the Sisyphus mechanism and
the spontaneous emission ~and stimulated! heating. From
Fig. 1 we deduce an effective cooling time '20 times longer
than that of bright molasses @3#, resulting in a cooling power
20 times weaker in GM than in BM. It is thus sufficient to
have 20 times less fluorescence emission to produce an ex-
cess temperature in GM similar to that of BM.
Finally, we have investigated the lifetime of GM as a

function of the beam intensity at a detuning of d514.5G
~Fig. 4!. At relatively high intensity (V50.7G , T52.0
mK!, the 1/e lifetime is 290 ms, a factor of 3 shorter than
that of the MOT. At lower intensities this lifetime shortens
considerably, indicating that GM possesses a loss mecha-
nism. We have not yet studied this loss in detail ~anomalous
spatial diffusion, Doppler heating, etc.!, but we have checked
that it is not dependent on the background gas pressure in the
chamber.

IV. CONCLUSION

We have shown here that gray molasses yields lower tem-
peratures than bright optical molasses and that it can be very
simply implemented with only two DBR laser diodes. The
minimum temperature is 1.160.1 mK, similar to that of
bright optical lattices @5#. Gray molasses cools the atoms in
the lowest hyperfine state and has a reduced fluorescence
rate. This opens the way to produce atomic samples with
higher densities than in a MOT but, as we have shown, at the
expense of an increase in temperature. A first possibility that
we are presently investigating is to superimpose on the GM a
far off resonance dipole trap @14# or a crossed dipole trap
@15# to create an additional confining force. We foresee sev-
eral other applications of these gray molasses; for instance,
in atomic fountain clocks where it is desirable to get a colder

FIG. 3. Temperature of atoms in gray molasses as a function of
peak atomic density for d54.5G , V250.16G2. The absolute den-
sity is known to a factor of 2. Inset: time-of-flight signal corre-
sponding to a temperature of 1.160.1 mK (v rms58.3 mm/s!.

FIG. 4. Relative number of cold atoms in gray molasses as a
function of time t . The gray molasses beam intensity is kept con-
stant for t>13 ms ~from top to bottom: V2/G2 5 0.49, 0.36, 0.25,
and 0.16!. The two lower curves at V250.16G2 were obtained at
two background pressures of Cs which differ by 30%. For a MOT
lifetime of 1 s, 1/e time constants in GM are, respectively, 290, 220,
127, and 92 ms ~from top to bottom!.
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FIGURE VI.2. Variation de la température avec la densité atomique dans une ex-
périence de refroidissement Sisyphe « gris ». Mesures faites sur un nuage d’atomes
de césium par Boiron et al. (1996).

cohérence entre les différents états internes qui entrent dans la fonc-
tion d’onde de cet état noir.

– Elle perturbe le refroidissement Raman, plus précisément sa phase de
repompage, comme nous l’avons indiqué ci-dessus.

– Elle diminue l’efficacité du refroidissement Sisyphe, en brisant la cor-
rélation entre déplacements lumineux et processus de pompage op-
tique.

De plus, la diffusion multiple entraîne des reculs aléatoires des atomes
diffusant des photons et crée un chauffage supplémentaire. Elle apparaît
donc comme un obstacle majeur à l’obtention de la dégénérescence quan-
tique directement à partir du refroidissement laser (Olshanii et al. 1996).

Dans plusieurs expériences, il a été mis en évidence une variation ap-
proximativement linéaire de la température avec la densité de l’échantillon
(à géométrie fixée). On caractérise alors le chauffage dû à la diffusion mul-
tiple par le coefficient dT

dn . Par exemple, pour l’effet Sisyphe (brillant ou
gris) dans une géométrie sphérique, on trouve pour un gaz de césium la
valeur typique [figure VI.2 et Townsend et al. (1995); Boiron et al. (1996)] :

dT

dn
≈ 600 nK/(1010 cm−3), (VI.5)

ce qui est considérable [100 fois plus grand que les valeurs indiquées
au chapitre 3 pour le refroidissement Doppler en raie étroite (Katori et

Force&

temps&

from the total internal reflection of a laser running wave ~Fig.
1!. This wave is linearly polarized parallel to the dielectric
surface; the resulting evanescent field is then linearly polar-
ized and it varies along the vertical direction ~perpendicular
to the dielectric surface! as

E~z !5E0exexp~2kz !, ~1!

where k21 is the decay length of the field amplitude and
E0 the value of the electric field on the interface. We restrict
ourselves here to the analysis of the atomic motion along the
z direction only; a full 3D analysis of this motion will be
given in Sec. III.
The interaction between the field and the atom, which we

model first as a two-level g-e system, is characterized by two
parameters: the detuning d5vL2vA between the laser vL
and the atomic resonance frequency vA for the g-e transi-
tion, and the Rabi frequency V05dE0/2\ , proportional to
the atomic dipole moment d of the g-e transition. We as-
sume here that the level g is stable, and that the level e has
a radiative lifetime 1/G . The atom-field interaction generates
two classes of phenomena @19#. The reactive part of the cou-
pling results in the dipole potential, which coincides with the
ac Stark shift of the ground state g @20# for a weak laser
excitation (V2!G214d2). For d@G , this potential is

Ug~z !5
\V0

2

4d
exp~22kz !. ~2!

The dissipative part of the coupling leads to absorption
and subsequent spontaneous emission of photons. The prob-
ability for a spontaneous process during a time interval dt is
given by

dna5G
V0
2

4d2
exp~22kz !dt . ~3!

The average number of scattered photons during a bounce is
calculated by integrating Eq. ~3! along the classical atomic
trajectory which results in @21,22#

np5
G

d
mv0
\k

, ~4!

where G , v0, m are the atomic natural width, velocity, and
mass, respectively. In the following, we restrict to situations
where np!1 so that np can be considered as the probability
for a scattering event during a bounce.

B. Sisyphus effect in an evanescent field

We consider now a three-level atom, with an unstable
excited state e and two stable ground states. In our experi-
ment, these two states correspond to the hyperfine ground
levels (6s1/2 ,Fg53 and Fg54) of the cesium atom sepa-
rated by D52p39.193 GHz. The excited state corresponds
to the level 6p3/2 , whose hyperfine structure can be ne-
glected since it is small compared with the laser detunings
chosen in the experiment.
The interaction between the atom and the evanescent

wave gives rise to a potential which depends on the ground
state @Fig. 2~a!#:

U3~z !5
\V0

2

4d
exp~22kz !, ~5!

U4~z !5
\V0

2

4~d1D!
exp~22kz !5

d
d1D

U3~z !, ~6!

where d5vL2v3 is the detuning between the laser fre-
quency and the atomic resonance corresponding to the tran-
sition 6s1/2 ,Fg53!6p3/2 . The potential U4(z) is propor-
tional to U3(z), but weaker.
Consider an atom in state Fg53 with kinetic energy

Ei5mv0
2/2 entering into the wave. It experiences the repul-

sive potential, so that its kinetic energy decreases, whereas
its potential energy increases. If we choose the intensity and
the detuning such as to get np!1, the spontaneous emission
process, if it occurs, will preferentially take place in the vi-
cinity of the classical turning point z0, given by
Ei5U3(z0) ~see Fig. 2!. The atom may then fall back in
either one of the two ground states.

FIG. 1. Atoms are dropped from a MOT located 3.2 mm above
a mirror formed by a laser evanescent wave. They are detected
through the absorption of a probe laser beam located in the vicinity
of the mirror surface.

FIG. 2. Sisyphus cooling in the evanescent wave. The laser
detuning with respect to the state Fg53 differs by D/2p59.2 GHz
from that of Fg54. ~a! The potential-energy difference between the
two states depends on the atom position in the evanescent wave.
The atoms are initially prepared in Fg53. If a spontaneous Raman
transition towards Fg54 occurs during the bounce, the atom loses
potential energy and emerges from the evanescent wave mirror with
a velocity reduced with respect to the incident one. ~b! Branching
ratios for the decay to the ground states.
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1.25 mK. We observe a linear dependence of the temperature
as a function of the intensity ~dashed lines! and a linear de-
pendence as a function of 1/d for detunings smaller than
14G . The open circles in Fig. 2 are theoretical predictions
for the mean kinetic energy obtained by a three-dimensional
~3D! Monte Carlo wave function calculation for cooling on a
J53!J852 transition, for a detuning d515G , and for
fixed relative phases between the three standing waves
(0,p/3,2p/3). The numerical implementation closely fol-
lows that of Ref. @12#. The agreement between theory and
experiments is good considering the theoretical ~0.2 mK! and
experimental ~0.1 mK! uncertainties. From this agreement,
we deduce an excited-state population on the order of
331024.
A deviation from the universal intensity-detuning law ap-

pears for d>5G and becomes more and more pronounced as
the detuning increases. We attribute this heating effect to a
destabilization of the uncoupled states by a parasitic excita-
tion of the F53!F853 transition which is indeed only at
1150 MHz ~i.e., 128G/2p) from the F53!F852 transi-
tion. Generally none of the two uncoupled states associated
with the F53!F852 transition coincides with the un-
coupled state associated with the F53!F853 transition.
Another interesting result deals with the density depen-

dence of the minimum temperature, presented in Fig. 3. For
n<109 atoms/cm3, the temperature is as low as 1.160.1
mK. The corresponding rms velocity is 8.3 mm/s or 2.4
times the single-photon recoil velocity. We noticed that the
minimum temperatures measured with the second setup us-
ing the DBR lasers are higher by 0.4 mK than those found in
the first one ~narrow linewidth lasers!. When increasing the
density up to 1.531010 atoms/cm3, the temperature in-
creases linearly to 2 mK. The density variations are obtained
either by increasing the MOT magnetic-field gradient or by
changing the diameter of the MOT beams without modifying
the GM beams. We attribute this heating effect to photon
multiple scattering within the GM atomic cloud. The surpris-
ing feature of these measurements is that the temperature in
GM as a function of density has nearly the same slope ~0.6
mK/1010 atoms/cm3) as that of the F54!F855 bright mo-
lasses for a detuning of 210G , an intensity of
V250.23G2, and a temperature at low density of 3.5 mK. In
this case the one-beam excitation rate is 631024G , resulting

in an excited-state population of ;431023 @13#. The atoms
in GM being mostly in uncoupled states, one would indeed
expect a much-reduced heating effect in GM than in BM.
The theoretical interpretation of this heating, which is a cru-
cial point in attempts to build an atom laser, will be pub-
lished in a future paper and is only sketched here. The equi-
librium temperature in molasses results from a balance
between a cooling power from the Sisyphus mechanism and
the spontaneous emission ~and stimulated! heating. From
Fig. 1 we deduce an effective cooling time '20 times longer
than that of bright molasses @3#, resulting in a cooling power
20 times weaker in GM than in BM. It is thus sufficient to
have 20 times less fluorescence emission to produce an ex-
cess temperature in GM similar to that of BM.
Finally, we have investigated the lifetime of GM as a

function of the beam intensity at a detuning of d514.5G
~Fig. 4!. At relatively high intensity (V50.7G , T52.0
mK!, the 1/e lifetime is 290 ms, a factor of 3 shorter than
that of the MOT. At lower intensities this lifetime shortens
considerably, indicating that GM possesses a loss mecha-
nism. We have not yet studied this loss in detail ~anomalous
spatial diffusion, Doppler heating, etc.!, but we have checked
that it is not dependent on the background gas pressure in the
chamber.

IV. CONCLUSION

We have shown here that gray molasses yields lower tem-
peratures than bright optical molasses and that it can be very
simply implemented with only two DBR laser diodes. The
minimum temperature is 1.160.1 mK, similar to that of
bright optical lattices @5#. Gray molasses cools the atoms in
the lowest hyperfine state and has a reduced fluorescence
rate. This opens the way to produce atomic samples with
higher densities than in a MOT but, as we have shown, at the
expense of an increase in temperature. A first possibility that
we are presently investigating is to superimpose on the GM a
far off resonance dipole trap @14# or a crossed dipole trap
@15# to create an additional confining force. We foresee sev-
eral other applications of these gray molasses; for instance,
in atomic fountain clocks where it is desirable to get a colder

FIG. 3. Temperature of atoms in gray molasses as a function of
peak atomic density for d54.5G , V250.16G2. The absolute den-
sity is known to a factor of 2. Inset: time-of-flight signal corre-
sponding to a temperature of 1.160.1 mK (v rms58.3 mm/s!.

FIG. 4. Relative number of cold atoms in gray molasses as a
function of time t . The gray molasses beam intensity is kept con-
stant for t>13 ms ~from top to bottom: V2/G2 5 0.49, 0.36, 0.25,
and 0.16!. The two lower curves at V250.16G2 were obtained at
two background pressures of Cs which differ by 30%. For a MOT
lifetime of 1 s, 1/e time constants in GM are, respectively, 290, 220,
127, and 92 ms ~from top to bottom!.
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FIGURE VI.3. Tentative pour diminuer l’effet de la diffusion multiple : on désac-
corde le faisceau laser de pompage optique, ce qui a pour effet de désaccorder éga-
lement les photons Raman émis spontanément.

al. 1999)]. Dans ce régime, partant d’un gaz qui serait refroidi au recul
(v0 = vr, T = 200 nK), la température doublerait dès que la densité atteint
3 × 109 cm−3, alors qu’il faudrait une densité 103 à 104 fois plus grande
pour atteindre la dégénérescence quantique à cette température.

Lors de notre étude du refroidissement Doppler en raie étroite, nous
avions signalé un remède (partiel) au problème de la diffusion multiple :
quitter la géométrie sphérique pour passer à des nuages très allongés, de
sorte que les photons émis spontanément peuvent quitter rapidement le
milieu en s’échappant latéralement. Ce remède fonctionne également, au
moins de manière partielle, pour le refroidissement Sisyphe : en utilisant
une mélasse grise dans une géométrie très allongée (600×12×12 microns),
Boiron et al. (1998) ont obtenu une température de∼ 2µK pour une densité
centrale de 1012 cm−3.

1-2 Un remède simple...qui ne marche pas

Comment contourner le problème de la diffusion multiple ? Reprenons
le processus de refroidissement Raman et sa phase de pompage optique
qui ramène l’atome de g2 vers g1, représentée sur la figure VI.1. On pour-
rait songer naïvement qu’il suffit de désaccorder suffisamment le faisceau
lumineux kL par rapport à la résonance g2 ↔ e pour diminuer les mé-
faits potentiels du photon de fluorescence émis (figure VI.3). En effet, par
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FIGURE VI.4. Diffusion d’un photon de pulsation ω dans un système en Λ quand
un laser ωL pilote la transition g2 ↔ e. La population de l’état excité Pe possède
deux maxima quand on varie ω : le premier correspond à la résonance simple g1 ↔
e, le deuxième à la diffusion Raman résonante mettant en jeu l’état ḡ2, c’est-à-dire
l’état g2 déplacé par le laser.

conservation de l’énergie, ce photon aura lui aussi une fréquence désaccor-
dée par rapport à la fréquence de la transition g1 ↔ e. Malheureusement,
ce remède ne fonctionne pas : de manière paradoxale, la section efficace
d’absorption par l’atome B du photon émis reste égale à la valeur maxi-
male permise ∼ λ2, en dépit du désaccord de la fréquence de ce photon
par rapport à la résonance atomique !

La raison en est rappelée sur la figure VI.4, déjà rencontrée aux cha-
pitres précédents. Quand un faisceau laser ωL « habille » la transition ato-
mique g2 ↔ e et qu’on sonde la transition g1 ↔ e avec une autre lumière
ω d’intensité arbitrairement faible, la population de l’état excité atomique
possède deux maxima. Le premier maximum, facile à comprendre, corres-

pond à un photon sonde résonant avec la transition g1 ↔ e (avec un léger
déplacement lumineux de l’état e dû au laser de pulsation ωL) :

~ω ≈ Ee − E1. (VI.6)

L’autre maximum, plus subtil, est obtenu pour (figure VI.4) :

~ω = ~ωL + E2 − E1 + δE2 (VI.7)

où δE2 est le déplacement lumineux du niveau g2 induit par le laser ωL.
C’est la condition de résonance Raman entre l’état |g1〉 et l’état |ḡ2〉, dé-
placé (ou « habillé ») par le laser ωL. Cette résonance correspond à un pro-
fil de Fano que nous avons déjà discuté au chapitre 4 (Lounis & Cohen-
Tannoudji 1992). La valeur élevée de la population de l’état e correspond
à une grande section efficace d’absorption du photon de pulsation ω. Or,
c’est exactement à cette fréquence qu’est émis le photon du processus re-
présenté sur la figure VI.3.

Finalement, pour un gaz de densité uniforme, les seuls remèdes (par-
tiels) à la diffusion multiple démontrés à ce jour sont :

– choisir une transition étroite et de tirer profit de la robustesse du re-
froidissement Doppler pour atteindre malgré tout des densités dans
l’espace des phases appréciables,

– prendre une géométrie limitant le libre parcours moyen d’un photon
dans l’échantillon, par exemple des géométries en forme de cigare très
allongé de sorte que le photon puisse s’échapper latéralement.

Nous allons voir dans le paragraphe suivant que la situation est favorable-
ment modifiée dans un piège.

1-3 Festina lente

Le régime festina lente, initialement proposé par Cirac et al. (1996) et
approfondi par Castin et al. (1998), constitue à placer les atomes dans un
piège harmonique de fréquence d’oscillation Ω élevée. Plus précisément,
on considère la situation où

Ω� γ, (VI.8)

γ étant le taux de fluorescence causé par les lasers de refroidissement ou
de pompage optique.
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FIGURE VI.5. Un exemple d’effet de la diffusion multiple pour des atomes piégés.
Un atome A passe de na à n′a lors d’un processus de refroidissement impliquant
l’émission spontanée d’un photon. Ce photon peut être diffusé par l’atome B qui
passe de nb à n′b. Si n′a+n′b > na+nb (ce qui est le cas sur cette figure)), l’énergie
de la paire d’atomes A–B a augmenté, ce qui est défavorable.

Pour une paire d’atomes piégés, le chauffage lors de la diffusion mul-
tiple se manifeste de la manière suivante : les atomes a et b sont initialement
sur les niveaux de vibration na et nb (figure VI.5). Après un processus de
pompage optique, l’atome a bascule vers le niveau n′a et un photon est
émis. L’atome b peut diffuser ce photon et passer vers un niveau n′b. Si
n′a + n′b = na + nb, l’énergie de la paire d’atomes est la même qu’initia-
lement, rien de grave ne s’est produit. En revanche si n′a + n′b > na + nb,
l’énergie de la paire d’atomes a augmenté et ce chauffage, s’il se répète
plusieurs fois avant que le photon sorte de l’échantillon, va dégrader for-
tement les performances du refroidissement.

L’argument de Cirac et al. (1996) est semi-qualitatif : il utilise un rai-
sonnement fondé sur l’équation pilote à l’approximation du champ tour-
nant pour justifier le fait que les termes de chauffage lors d’un processus
de réabsorption doivent avoir une contribution diminuée quand la condi-
tion (VI.8) est réalisée. Plus précisément, ces termes correspondent à une
« rotation rapide » des coefficients de l’équation pilote, car ils oscillent à la
pulsation (n′a + n′b − na − nb)Ω alors que la relaxation se fait avec un taux
γ. Leur contribution devient donc négligeable à la limite Ω� γ, sauf pour
les termes « séculaires » n′a + n′b = na + nb qui sont indolores sur le plan
énergétique, comme nous l’avons mentionné plus haut.

Castin et al. (1998) ont repris le problème de manière plus quantitative ;
ils ont montré que pour deux particules placées dans un piège harmonique

isotrope tel que γ � Ω � ωr, la probabilité de réabsorption P était forte-
ment diminuée dans le régime festina lente. Ils se sont placés dans le cas
où la distance moyenne entre particules r est grande devant la longueur
d’onde, c’est-à-dire kr � 1, et ils ont trouvé que le résultat connu pour des
atomes libres, P ∼ σ/4πr2 ∼ 1/(kr)2, devait être remplacé dans le régime
festina lente par P ∼ 1/(kr)3. Le gain espéré pour le régime festina lente est
donc validé par cette analyse théorique précise.

Il n’y a eu que peu d’études expérimentales pour tester, même quali-
tativement, les prédictions faites pour le régime festina lente. Signalons le
travail de Perrin et al. (1999) qui a exploré l’influence de la puissance du
faisceau repompeur dans une expérience de refroidissement Raman. Une
réduction de la température de l’ordre de 20% a été observé pour une va-
riation d’un facteur 20 de γ, mais ce taux de pompage γ restait malgré tout
supérieur à la fréquence d’oscillation Ω dans le piège : le régime festina lente
n’était donc pas vraiment atteint dans cette expérience.

1-4 Passage dans un réseau optique

Puisque le régime festina lente requiert des fréquences d’oscillation Ω
élevées, il est naturel de chercher à le réaliser dans un réseau optique formé
en superposant des ondes laser stationnaires dans les différentes directions
de l’espace. Selon le désaccord choisi pour ces ondes, les atomes sont pié-
gés aux nœuds ou aux ventres des ondes stationnaires. Le potentiel de
confinement des atomes varie sur l’échelle de la longueur d’onde optique
et des fréquences d’oscillation importantes, pouvant atteindre le MHz, sont
obtenues.

Bien que l’analyse de Castin et al. (1998) ne s’applique pas telle quelle à
un réseau optique, le gain espéré intuitivement est bien présent dans l’ex-
périence : Wolf et al. (2000) ont étudié le refroidissement Sisyphe d’atomes
de césium dans un réseau optique de grande profondeur et ils ont montré
que le chauffage lié à la diffusion multiple était fortement réduit (par un
facteur & 3) par rapport à un gaz de même densité refroidi dans l’espace
libre.

Le passage dans un réseau optique, avec les grandes fréquences Ω qu’il
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autorise, ouvre par ailleurs la voie au régime de Lamb–Dicke, pour lequel

Ω� ωr =
~k2

2M
. (VI.9)

Il s’agit d’une condition différente de festina lente donnée en (VI.8), les deux
conditions étant en pratique réalisées simultanément dans les réseaux que
nous allons considérer à partir de maintenant.

2 Le refroidissement par bande latérale

Nous considérons à partir de maintenant des atomes confinés dans
un potentiel harmonique 1

2MΩ2x2 ou un potentiel périodique V (x) =
V0 sin2(kx), V0 > 0 (ou leur équivalent à deux ou trois dimensions). Dans
le cas du potentiel périodique, la fréquence d’oscillation au voisinage d’un
minimum de ce réseau est donnée par ~Ω = 2

√
V0Er. Nous supposerons à

partir de maintenant que la condition de Lamb–Dicke

η ≡
√
Er

~Ω
� 1 avec Er = ~ωr =

~2k2

2M
(VI.10)

est réalisée, ce qui impose dans le cas du réseau la hiérarchie des énergies :

Er � ~Ω� V0. (VI.11)

En pratique, la condition de Lamb–Dicke est facilement satisfaite dans un
réseau optique et elle peut également l’être dans une pince optique, formée
par un faisceau lumineux très focalisé, s’il est suffisamment intense. Nous
allons d’abord examiner ce que cette condition implique sur l’absorption et
l’émission de photons par un atome. Nous présenterons ensuite le principe
du refroidissement par bande latérale, d’abord pour des ions piégés, puis
pour des atomes neutres.

2-1 Le régime de Lamb–Dicke

Pour introduire les éléments importants qui caractérisent les proces-
sus d’absorption et d’émission de photons dans le régime de Lamb-Dicke,
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FIGURE VI.6. Emission spontanée d’un photon par un atome à deux niveaux g, e
confiné dans un piège harmonique. Dans la limite de Lamb-Dicke, la transition
avec le poids le plus important est la raie « sans recul » n′x = nx. Les deux autres
transitions avec un poids significatif correspondent à n′x = nx ± 1.

considérons un processus élémentaire (figure VI.6) : un atome (ou un ion) à
deux niveaux, g et e, est préparé dans l’état interne excité e. On s’intéresse
à l’état final du centre de masse atomique quand l’atome est tombé par
émission spontanée dans l’état interne fondamental g. Nous supposerons
dans ce paragraphe que l’atome ressent le potentiel harmonique 1

2MΩ2r2,
indépendamment de son état interne, g ou e, les niveaux d’énergie étant (à
1D) les En = (n+ 1

2 ) ~Ω, n ∈ N.

L’état initial externe de l’atome est un état propre du mouvement
dans le piège, caractérisé par les trois nombres quantiques de vibration
n ≡ (nx, ny, nz). Le phénomène d’émission spontanée d’un photon d’im-
pulsion ~k correspond à

|e,n〉 −→ |g,n′〉+ k. (VI.12)

La question naturelle à poser porte sur les valeurs possibles de n′, pour un
triplet n de départ donné. Pour y répondre, on remarque que la probabilité
d’arriver sur un niveau n′ donné fait intervenir, via la règle d’or de Fermi
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(cf. Chapitre 1) :
|〈n′|eik·r̂|n〉|2, (VI.13)

où r̂ est l’opérateur position de l’atome.

L’extension spatiale de l’état vibrationnel n de départ selon un axe
donné, x par exemple, est ≈ √nx aoh, où la longueur

aoh =

(
~
MΩ

)1/2

(VI.14)

caractérise l’extension de l’état fondamental de l’oscillateur harmonique.
Limitons-nous à des états vibrationnels faiblement excités, de sorte que√
nx est d’ordre unité. L’argument de l’exponentielle intervenant dans

(VI.13), k · r̂, a pour ordre de grandeur

|k · r| ∼ kaoh ∼ η � 1, (VI.15)

où η est défini en (VI.10). On peut donc faire un développement limité de
l’exponentielle eik·r̂ :

eik·r̂ ≈ 1 + ik · r̂. (VI.16)

Plaçons-nous à une dimension pour simplifier les notations. L’opéra-
teur position x̂ s’écrit en fonction des opérateurs création et annihilation
de l’oscillateur harmonique formant le piège selon x :

x̂ =
aoh√

2

(
â+ â†

)
ou encore kx̂ = η

(
â+ â†

)
. (VI.17)

À l’ordre 1 du développement (VI.16), on ne va obtenir un élément de ma-
trice 〈n′|x̂|n〉 non nul que si |n−n′| = 1, cet élément de matrice ayant pour
valeur :

〈n+ 1|x̂|n〉 =
√
n+ 1

aoh√
2
, 〈n− 1|x̂|n〉 =

√
n
aoh√

2
. (VI.18)

On déduit de ce qui précède le type de transitions dominantes dans le
régime de Lamb–Dicke 1 (figure VI.6) :

1. On pourra montrer que l’augmentation moyenne d’énergie lors du processus d’émis-
sion spontanée est indépendante de η et toujours égale à Er.

�4 �3 �2 �1 0 1 2 3 4
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1 · 10�2

Pe#

A"

B"

e
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FIGURE VI.7. Principe du refroidissement par bande latérale pour un ion piégé.
Un laser de fréquence ωL = ωA − Ω fait passer l’ion de l’état |g, n + 1〉 à |e, n〉.
La retombée par émission spontanée se fait préférentiellement sur la transition
|e, n〉 → |g, n〉 de sorte qu’un quantum ~Ω est dissipé (sous forme d’énergie lu-
mineuse) dans ce processus.

– Les transitions sans changement d’état externe n′ = n, obtenues à
partir du premier terme de (VI.16).

– Les transitions avec changement d’un quantum de vibration selon un
axe, les deux autres étant inchangés, comme par exemple :

n′x = nx ± 1, n′y = ny, n′z = nz. (VI.19)

Ces transitions sont obtenues à partir du second terme de (VI.16), et se
produisent avec une probabilité η2(nx + 1) (pour n′x = nx + 1) et η2nx
(pour n′x = nx − 1) plus faible que les premières.

Notons que la prédominance de la raie n′ = n correspond à une situa-
tion formellement très proche de celle de l’effet Mössbauer, dans lequel
un noyau radioactif fortement lié dans un cristal émet un photon γ sans
changement de fréquence lié au recul.
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2-2 Expériences sur des ions piégés

La première expérience de refroidissement par bande latérale, menée
à Boulder par Diedrich et al. (1989), a permis de refroidir un ion dans
l’état fondamental de vibration du piège. Il s’agissait d’un ion 198Hg+, re-
froidi sur une transition étroite 2S1/2 ↔2 D5/2 (transition quadrupolaire
électrique de longue durée de vie : Γ−1 ∼ 0.1 s).

Le principe du refroidissement est illustré sur la figure VI.7 dans sa
version 1D. L’ion est éclairé par un laser accordé sur les transitions

absorption : |g, n+ 1〉 −→ |e, n〉, (VI.20)

c’est-à-dire que sa fréquence est

ωL = ωA − Ω. (VI.21)

C’est de ce choix que provient le nom refroidissement par bande latérale : dans
le référentiel au repos de l’ion, la fréquence d’absorption est ωA. Dans le
référentiel du laboratoire, l’ion oscille à la fréquence Ω et son spectre d’ab-
sorption et d’émission est composée d’une bande centrale ωA et de bandes
latérales ωA ± nΩ. On choisit donc ici d’accorder le laser sur la première
bande latérale, sur le côté rouge de la résonance.

Avec le choix (VI.21), l’absorption résonante d’un photon se traduit
par une diminution du nombre quantique de vibration d’une unité. Une
fois dans l’état excité |e, n〉, l’ion peut retomber dans l’état fondamental en
émettant un photon spontané. Dans la limite de Lamb–Dicke, cette émis-
sion se fait avec une forte probabilité (cf. fig. VI.6) sur la transition

émission spontanée : |e, n〉 −→ |g, n〉. (VI.22)

Chaque cycle absorption–émission spontanée diminue donc l’état vibra-
tions d’une unité, jusqu’à ce que l’ion arrive dans le niveau vibrationnel
fondamental n = 0.

L’état stationnaire est caractérisé par les populations πn des différents
niveaux vibrationnels, avec π0 ≈ 1 et πn � 1 pour n ≥ 1. Le rapport entre
π0 et π1 s’obtient en égalant les flux g, n = 1→ g, n = 0 et g, n = 0→ g, n =
1. Le premier vaut (figure VI.8, gauche)

|g, n = 1〉 → |e, n = 0〉 → |g, n = 0〉 : γ1→0 ≈
κ2η2

Γ
, (VI.23)
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FIGURE VI.8. Les deux processus à considérer pour déterminer l’équilibre du re-
froidissement par bande latérale. Gauche, flux de g, n = 1 vers g, n = 0. Droite,
flux de g, n = 0 vers g, n = 1 avec deux états relais possibles.

où κ est la fréquence de Rabi du laser d’excitation, réduite par le facteur de
Lamb–Dicke η2 pour tenir compte de l’élément de matrice à l’absorption
〈n = 0|eikx|n = 1〉.

Le flux g, n = 0 → g, n = 1 est donné par l’excitation non résonante
de l’état excité e, n = 0 ou e, n = 1, suivi de la désexcitation vers g, n =
1 (figure VI.8, droite). Le désaccord ∆ à l’excitation est égal à Ω dans le
premier cas et à 2Ω dans le deuxième cas [cf. (VI.21)], de sorte que

|g, n = 0〉 → |e, n = 0〉 → |g, n = 1〉 : γ
(a)
0→1 ≈

Γ

4

κ2η2

Ω2
, (VI.24)

|g, n = 0〉 → |e, n = 1〉 → |g, n = 1〉 : γ
(b)
0→1 ≈

Γ

4

κ2η2

(2Ω)2
, (VI.25)
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et le taux total 2 vaut γ0→1 = γ
(a)
0→1 + γ

(b)
0→1. L’égalité

π0γ0→1 = π1γ1→0 (VI.26)

entraîne alors (Wineland & Itano 1979)

π1

π0
≈ 5

16

Γ2

Ω2
� 1. (VI.27)

Les populations des états plus excités (n = 2, 3, . . .) sont encore plus petites
que π1 dans la limite Γ� Ω.

C’est en général la valeur de π0 qu’on utilise comme critère pour juger
du succès du refroidissement par bande latérale, en essayant de la rendre
aussi proche que possible de 1. On peut s’intéresser également au nombre
moyen d’excitations 3

n̄ =
∑
n

nπn, (VI.28)

ainsi qu’à la température d’équilibre. On peut montrer en effet que les po-
pulations πn suivent une loi de Boltzmann πn ∝ exp(−n~Ω/kBT ), soit

n̄ =
1

exp(~Ω/kBT )− 1
⇒ kBT =

~Ω

ln(1 + 1
n̄ )
. (VI.29)

Dans l’expérience de Diedrich et al. (1989), l’ion 198Hg+ était refroidi
essentiellement dans l’état g, n = 0 avec π0 = 0.95. Cette mesure était dé-
duite du spectre d’absorption de l’ion piégé qui indiquait que la première
bande latérale « rouge », correspondant aux transitions |g, n〉 −→ |e, n− 1〉,
était très réduite par rapport à la première bande latérale bleue |g, n〉 −→
|e, n+ 1〉 (figure VI.9).

L’expérience de Diedrich et al. (1989) nécessite d’avoir une transition
g ↔ e avec un état excité e de longue durée de vie, ce qui semble contrai-
gnant. Mais nous avons vu dans des chapitres précédents que l’on peut
remplacer la transition directe g ↔ e par une transition Raman g1 ↔ g2 via
un état excité quelconque, et fabriquer ainsi un système à deux niveaux

2. On somme ici les probabilités des deux chemins et non leurs amplitudes. On pourra
montrer que c’est légitime du fait qu’on prend la moyenne sur l’impulsion emportée par le
photon diffusé lors du processus de pompage optique.

3. Dans la limite (VI.27), on a n̄ ≈ π1
π0
≈ 5

16
Γ2

Ω2 .
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of rapidly decaying to the ground state. When (n, ) « I,
a quantitative measurement of (n„) from the absorption
spectrum becomes very simple. The strength of absorp-
tion SL on the lower sideband is proportional to (n„),
while the strength SU of the upper sideband is propor-
tional to (n,, )+1. When (n„,) approaches zero, the lower
sideband disappears because no more vibrational quanta
can be extracted from the ion. If the sideband absorp-
tion spectrum is probed with saturating power, the ratio
of the strengths of lower to upper sidebands becomes in-
dependent of power' and directly gives (n„).
To simplify our discussion, we have assumed the trap

states and associated wave functions are those of a har-
monic potential which is equal to the classical pseudopo-
tential of the rf trap. In the quantum treatment of the rf
trap, ' ' the relevant states are not energy eigenstates
because of the time dependence of the potential. Howev-
er, when the trap drive frequency 0 » m„„ the atom's op-
tical spectrum and transition matrix elements relevant
for cooling closely approximate those for a harmonic po-
tential equal to the classical pseudopotential. The states
which represent the cooled ion look like harmonic-
oscillator states whose dimensions oscillate with small
amplitude at frequency A. These states are of the form
exp[ —iru„(n+ & )tIf, (x, t) where the f„are periodic in
time with period 2rr/A. '
Our trap' "(ro=466 pm, zo=330 pm) was operat-

ed at a trapping field frequency 0/2' =23.189 MHz.
With an rf peak voltage amplitude Vo= 1.2 kV and a
static potential Uo=+71.4 V applied to the ring elec-
trode, the trap potential was approximately spherical. In
order to cool all motional degrees of freedom to near the
Doppler cooling limit for the (A) transition, two orthogo-
nal beams of 194-nm radiation, both at an angle of 55'
with respect to the trap symmetry (z) axis, were used
(Fig. 1). The radiation to drive the (B) transition was
derived from a frequency stabilized dye laser (X =563
nm) with a linewidth less than 20 kHz. The output radi-
ation from this narrow-band laser was frequency doubled
and focused to as much as 25 W/cm at the position of
the ion; this allows strong saturation on the cooling tran-
sition. The radiation to drive the (C) transition was de-
rived from a frequency stabilized LD 700 dye laser
whose output radiation was frequency doubled and fo-
cused to give approximately 1 mW/cm at the position of
the ion.
Before the sideband cooling experiment was started,

an absorption spectrum of the (B) transition was taken'
to determine the carrier frequency as well as the side-
band frequencies (inset Fig. 2). We made sure that the
282-nm source had equal power at both the upper and
lower sideband frequencies. For the sideband cooling
and the probing of the absorption spectrum, the follow-
ing computer-controlled sequence was run repeatedly.
First, the 398- and 194-nm radiation were turned on
simultaneously for a 20-ms interrogation period. If the
194-nm fIuorescence exceeded a preset value during this
404

100

O

t/lCl

50—

0 ~Tz
l i i I—3.0 —2.9 2.9 3.0
Frequency Detuning (MHz)

period, it could be assumed that the ion was laser cooled
and cycling between the S~g2 and the P i~2 states. This
20-ms interrogation period was repeated until this condi-
tion was satisfied. Then the 194-nm radiation was
switched off and the 282-nm radiation, tuned to the first
lower sideband at mo —co„was switched on for a cooling
time r, (typically 200-500 ms). After the 282-nm radi-
ation was switched oA, the 398-nm radiation was kept on
for a relaxation time r„(typically 5 ms) in order to emp-
ty the Dg2 state. After this, the cooled ion was in the
electronic ground state and the probing of the absorption
spectrum was done as follows: The 282-nm source was
switched on at saturating intensity for 10 ms at a fre-
quency corresponding to one point near the upper or
lower sideband frequency. After this, the 282-nm beam
was switched off and the 194-nm radiation was switched
on to see if the ion had made the transition to the D5g
state. " The result was averaged with the results of pre-
vious measurements at the same probe frequency. The
frequency of the 282-nm source was stepped to the next
value and the cooling and probing cycle was repeated un-
til about 40 cycles for each value of the probe frequency
were completed. The results of a typical run are shown
in Fig. 2.
In order to deduce (n, ) for the different motional de-

grees of freedom, the geometry of our experiment (Fig.
1) has to be considered. The 282-nm beam enters the
trap at an angle of 55 with respect to the z axis. The x
and y directions were previously determined by the fixed
spatial alignment of two simultaneously stored ions, '
which we take to be along the x axis. From these data,
the squares of the projections p; of unit vectors along the

FIG. 2. Absorption spectrum of the SI/2- D5/2 electric
quadruple transition of ' Hg+, The inset spectrum was taken
before sideband cooling was applied. It shows the carrier at
zero detuning (frequency bio) and the first sidebands (at fre-
quencies coo —co. and r00+co„) generated by the ion's motion in
the approximately spherical well. For this spectrum, the band-
width of the 282-nm radiation was broadened to 120 kHz to
reduce the number of required data points and the laser power
was reduced in order to avoid saturation. The enlarged part of
the figure shows the absorption strength SL (S~) on the lower
(upper) motional sideband 15 ms after the end of the sideband
cooling. Values for SL and SU were obtained from Gaussian
fits to the data points which are averaged over 41 sweeps.

FIGURE VI.9. Spectre d’absorption d’un ion unique 198Hg+ refroidi par bande
latérale. L’encart supérieur représente le spectre avant refroidissement, avec un
poids à peu près égal pour les deux transitions à ωA ± Ω, correspondant à
|g, n〉 −→ |e, n−1〉 et |g, n〉 −→ |e, n+ 1〉. La figure principale montre le spectre
après refroidissement : la bande latérale inférieure, à ωA − Ω, est très réduite par
rapport à la bande latérale supérieure à ωA + Ω. Du poids relatif de ces deux raies,
on peut déduire le rapport des populations π1/π0 [figure extraite de Diedrich et al.
(1989)].

« sur mesure », où la durée de vie γ−1 de g2 est ajustable : il suffit de chan-
ger la puissance du faisceau repompeur qui ramène les atomes de g2 vers
g1. Ce principe a été mis en œuvre par Monroe et al. (1995) selon une propo-
sition initiale de Heinzen & Wineland (1990). Le refroidissement par bande
latérale via une transition Raman est désormais une technique standard en
physique des ions piégés, et conduit à une population moyenne de l’état
vibrationnel fondamental supérieure à 0.99.

2-3 Le cas des atomes neutres

Le principe du refroidissement par bande latérale pour des atomes
neutres est très voisin de celui pour un ion piégé. L’atome est initialement
dans l’état interne g1, qui est en pratique un sous-niveau Zeeman de l’état
fondamental et dans un état vibrationnel n = (nx, ny, nz) du piège confi-
nant l’atome (pour un piège 3D).

– Un couplage cohérent que nous allons détailler plus loin fait bascu-
ler l’atome vers un autre état interne g2 et un état vibrationnel moins
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FIGURE VI.10. Refroidissement par bande latérale via une transition Raman. On
a séparé le processus de refroidissement en deux phases, bien que les deux proces-
sus puissent être simultanés. L’atome est initialement dans l’état interne g1 sur
le niveau vibrationnel n (version 1D). Gauche : un couplage cohérent le fait pas-
ser dans l’état interne g2 et le niveau vibrationnel n − 1. Droite : un processus
de pompage optique impliquant l’émission spontanée d’un photon (trait pointillé)
ramène l’atome vers l’état g1 ; dans le régime de Lamb–Dicke, ce processus se fait
en moyenne sans changement d’état interne, si bien que le bilan du cycle est une
diminution du nombre vibrationnel d’une unité.

élevé, par exemple n′ = (nx − 1, ny, nz).

– Un processus de pompage optique ramène l’atome de g2 vers g1 avec
un taux γ choisi petit devant Ω. Dans la limite de Lamb–Dicke, ce
pompage optique ne modifie généralement pas l’état vibrationnel de
l’atome, qui termine donc ce cycle dans l’état |g1,n

′〉 : on a réduit
l’énergie de l’atome de la quantité ~Ωx, cette énergie ayant été em-
portée par le photon de fluorescence émis lors du pompage optique
de g2 vers g1.

– On recommence cette procédure pour les deux autres directions y et z
de l’espace.

La principale difficulté pour implémenter cette procédure réside dans la
réalisation d’un piège de raideur suffisante. Il faut en effet que la fréquence
d’oscillation Ω soit grande devant ωr et γ, ce qui conduit à des fréquences
Ω/2π de l’ordre de plusieurs dizaines de kHz. Comme nous l’avons déjà
annoncé, une méthode bien adaptée pour obtenir de telles fréquences est
d’utiliser un réseau optique (cf. cours 2012-13). Ce réseau peut être 1D (Per-

rin et al. 1998; Vuletic et al. 1998), 2D (Hamann et al. 1998) ou 3D (Kerman
et al. 2000; Han et al. 2000). Dans tout ce qui suit (sauf en § 2-5), nous trai-
terons chaque site du réseau comme un puits harmonique indépendant
des autres. Cette approximation est valable quand la condition (VI.11) est
satisfaite, si on se limite aux états vibrationnels faiblement excités : la non-
harmonicité du potentiel du réseau est alors négligeable, ainsi que l’effet
tunnel vers les puits voisins. Un avantage annexe, mais appréciable, du ré-
seau optique est que l’on peut ainsi refroidir un grand nombre d’atomes
simultanément, en allant en principe jusqu’à un atome en chaque site du
réseau. En revanche, dès que deux atomes sont présents sur le même site,
au moins quand il s’agit d’un réseau 3D, les collisions assistées par la lu-
mière conduisent à une perte de cette paire d’atomes.

Il est également possible de réaliser ce refroidissement par bande laté-
rale dans un puits unique, obtenu dans une pince optique formée par un
faisceau laser très focalisé. En raison des pertes que nous venons d’évo-
quer, il n’y a alors qu’un atome présent dans la pince optique à chaque
instant. Les premières expériences dans cette voie sont récentes et ont été
réalisées à Boulder et au CUA (MIT-Harvard) par Kaufman et al. (2012) et
Thompson et al. (2013).

Très récemment, la technique de refroidissement par bande latérale a
été mise en œuvre pour imager des gaz sur réseau (Patil et al. 2014) et
observer des atomes individuels piégés sur les sites d’un réseau optique,
dans des expériences de microscopie pour gaz quantique (Cheuk et al. 2015;
Parsons et al. 2015; Haller et al. 2015) (figure VI.11). Il s’agit d’atomes de
lithium et de potassium (isotopes fermioniques) pour lesquels le refroidis-
sement de type Sisyphe fonctionne mal en raison de la trop faible valeur
de la structure hyperfine dans l’état excité (cf. Chapitre 5). Le refroidisse-
ment par bande latérale, couplé à une imagerie de haute efficacité, permet
d’observer les atomes un par un tout en figeant leur position, à un pas du
réseau optique près 4.

4. Haller et al. (2015) utilise une variante du refroidissement par bande latérale, appelée
refroidissement par transparence électromagnétique induite (EIT cooling) proposée initiale-
ment par Morigi et al. (2000). On tire parti d’une résonance noire entre g1, n et g2, n pour
minimiser l’influence des transitions sans changement d’état vibrationnel, et maximiser les
transitions recherchées g1, n→ g2, n− 1.
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Site-Resolved Imaging of Fermionic 6Li in an Optical Lattice
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We demonstrate site-resolved imaging of individual fermionic 6Li atoms in a single layer of a 3D optical
lattice. To preserve the density distribution during fluorescence imaging, we simultaneously cool the atoms
with 3D Raman sideband cooling. This laser cooling technique, demonstrated here for the first time for
6Li atoms, also provides a pathway to rapid low-entropy filling of an optical lattice. We are able to
determine the occupation of individual lattice sites with a fidelity > 95%, enabling direct, local
measurement of particle correlations in Fermi lattice systems. This ability will be instrumental for
creating and investigating low-temperature phases of the Fermi-Hubbard model, including antiferromag-
nets and d-wave superfluidity.

DOI: 10.1103/PhysRevLett.114.213002 PACS numbers: 37.10.De, 03.75.Ss, 07.60.Pb, 67.85.Lm

Particle correlations reveal the underlying order of an
interacting quantum many-body system. Strong correla-
tions give rise to rich quantum many-body phenomena
such as high-temperature superconductivity and colossal
magnetoresistance [1]. One approach toward studying
correlated many-body systems uses ultracold atoms to
implement a well-understood and tunable realization of a
particular model and the behavior of the clean atomic
system as a benchmark for theory [2]. This “synthetic
matter” approach is especially fruitful for strongly corre-
lated fermionic systems, where, for even the simplest
models, the sign problem of the quantum Monte Carlo
method precludes accurate computations of thermody-
namic observables [3]. In addition to theoretical simplicity
and tunability, ultracold atomic systems can be designed to
have interparticle spacings of the order of the wavelength of
visible light. By placing a quantum gas under an optical
microscope we can therefore directly observe and manipu-
late quantum correlations at their smallest length scale.
Such a quantum gas microscope has been realized for
bosonic 87Rb [4,5] and very recently for bosonic 174Yb [6]
atoms. In bosonic systems, site-resolved imaging has been
used to study the quantum phase transition from a super-
fluid to a Mott insulator [5,7,8] and from a paramagnet to
an antiferromagnet [9]. Single-site resolution also enables
the extraction of nonlocal order parameters such as string
order [10] and allows studies of strongly correlated
dynamics in optical lattices [11–13]. Until very recently
[14,15], however, site-resolved imaging had not been
demonstrated for fermionic atoms. In Fermi-Hubbard
systems, cold atom experiments without single-site reso-
lution have observed Mott insulators [16,17] and antifer-
romagnetic correlations [18,19]. In these experiments,
an understanding of the prepared many-body state is
limited by lack of direct access to the many-body wave
function and the inability to locally measure correlations.

The extension of quantum gas microscopy to fermions
will provide novel probes for Fermi lattice systems, such as
site-resolved spin correlation functions and local entropy
measurement.
Here, we demonstrate site-resolved imaging of fermionic

6Li in a single layer of a 3D optical lattice with high fidelity
[see Fig. 1]. 6Li is an especially suitable species for many-
body experiments with ultracold atoms because its light
mass leads to fast thermalization and dynamics, and its
broad magnetic Feshbach resonances [20] allow precise
control of atomic interactions. The natural energy scale for

FIG. 1 (color online). Fluorescence image of atoms in a single
layer of a cubic lattice obtained using Raman sideband cooling.
The filling fraction in the center of the cloud is 40%. We collect
approximately 750 photons per atom during a 1.9 s exposure.
The color bar is in arbitrary units.
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FIGURE VI.11. Fluorescence d’atomes individuels de 6Li piégés sur les sites d’un
réseau cubique et refroidis par bande latérale. Le facteur de remplissage est d’envi-
ron 40% au centre du nuage [figure extraite de Parsons et al. (2015)].

2-4 Comment réaliser le couplage cohérent

La réalisation du couplage cohérent est la partie la plus délicate dans la
mise en œuvre du refroidissement par bande latérale pour des atomes pié-
gés. Plaçons-nous à une dimension pour simplifier la discussion : il s’agit
de trouver un opérateur Ŵ ayant des éléments de matrice non nuls entre
|g1, n〉 et |g2, n− 1〉 :

〈g2, n− 1|Ŵ |g1, n〉 6= 0. (VI.30)

Il faut donc que l’opérateur Ŵ change à la fois l’état interne de l’atome
(g1 → g2) et son état externe (n→ n− 1).

Utilisation de faisceaux laser auxiliaires. Sur le plan conceptuel, la mé-
thode la plus simple pour induire la transition g1 → g2 consiste à utiliser
une paire de faisceaux laser induisant un transfert d’impulsion ~q (Bou-
choule et al. 1999; Han et al. 2000). Dans ce cas, l’élément de matrice du
couplage cohérent se factorise en

〈g2, n− 1|Ŵ |g1, n〉 = 〈g2|Ŵinterne|g1〉 × 〈n− 1|eiq·r|n〉 (VI.31)

et la partie spatiale se calcule simplement dans le régime Lamb–Dicke. Il
faut alterner la direction du vecteur q selon les directions de l’espace pour
obtenir un refroidissement 3D (Han et al. 2000).

Utilisation d’une onde radiofréquence. Pour changer l’état interne, une
transition radio-fréquence (ou micro-onde) peut faire l’affaire. Mais la lon-
gueur d’onde de cette radio-fréquence étant très grande devant l’extension
des états vibrationnels, l’action de Ŵ sur les variables externes de l’atome
est essentiellement négligeable si bien que

radio-fréquence : 〈g2, n− 1|Ŵ |g1, n〉 = 〈g2|Ŵ |g1〉 × 〈n− 1|n〉 = 0
(VI.32)

car les états de vibration |n− 1〉 et |n〉 sont orthogonaux.

Il est toutefois possible de contourner cette difficulté en décalant spa-
tialement le fond des puits de potentiel de g2 par rapport à ceux de g1, de
sorte que l’état vibrationnel |n〉1 (pour l’état interne g1) n’est pas centré au
même endroit que |n〉2 (pour l’état interne g2). On a alors :

radio-fréquence (bis) : 〈g2, n−1|Ŵ |g1, n〉 = 〈g2|Ŵ |g1〉×2〈n−1|n〉1 6= 0.
(VI.33)

Cette méthode est appelée refroidissement par bande latérale projectif et a été
mise en œuvre 5 à 1D par Förster et al. (2009), puis à 3D par Li et al. (2012).
Le décalage spatial entre les puits de potentiel pour les deux états internes
g1 et g2 est obtenu en tirant parti du fait que l’opérateur "déplacement lu-
mineux", qui crée le potentiel du réseau optique, a une composante vec-
torielle qui, pour des atomes alcalins, est significative si le laser créant le
réseau n’est pas trop éloigné de la résonance atomique : le potentiel lumi-
neux dépend alors de l’état interne, ce qui est la condition recherchée.

5. Perrin et al. (1998) utilisaient une transition Raman induite par deux faisceaux laser
pour coupler g1 et g2, mais ces faisceaux se propageaient dans la même direction et n’indui-
saient pas de couplage spatial. Ils étaient donc équivalents à un couplage radiofréquence.
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FIGURE VI.12. Les quatre étapes conduisant à un refroidissement par bande la-
térale via la composante vectorielle de l’opérateur "déplacement lumineux" (voir
texte). Cette méthode a été mise en œuvre par Hamann et al. (1998) et Kerman
et al. (2000).

Utilisation des faisceaux du réseau optique lui-même. Puisque l’opéra-
teur ”déplacement lumineux” à l’origine du réseau peut avoir une compo-
sante vectorielle couplant les différents états Zeeman, on peut en tirer parti
de la manière suivante [Hamann et al. (1998) et Kerman et al. (2000)] :

– On se donne la valeur cible de la fréquence d’oscillation Ω et on ap-
plique un champ magnétique statique qui décale l’énergie de g2 par
rapport à g1 d’environ ~Ω. Ici, g1 et g2 sont deux sous-niveaux Zee-
man d’un même niveau hyperfin, par exemple |g1〉 = |F,mF = F 〉 et
|g2〉 = |F,mF = F − 1〉 (figure VI.12a).

– On applique le réseau optique. La composante scalaire de l’opérateur
déplacement lumineux, qui est le terme dominant, crée des puits de

potentiels identiques pour g1 et g2 avec la pulsation Ω. En combinai-
son avec l’effet du champ magnétique statique de l’item précédent, les
états |g2, n〉 sont donc au même niveau que les états |g1, n+ 1〉 (figure
VI.12b).

– Prenons maintenant en compte la composante vectorielle de l’opéra-
teur "déplacement lumineux" à l’intérieur d’une multiplicité donnée
{|g1, n + 1〉, |g2, n〉} : les états propres de l’atome dans le réseau ne
sont pas factorisés sous la forme |gi, n〉, mais sont des superpositions
d’états α|g1, n + 1〉 + β|g2, n〉. Le seul état qui reste factorisé est l’état
|g1, 0〉 car il n’y a pas d’état impliquant g2 dans son voisinage immé-
diat (figure VI.12c).

– On applique un faisceau de pompage optique qui déstabilise l’état g2

et qui repomper les atomes vers g1. Les états propres de l’atome dans
le réseau acquièrent donc une durée de vie finie puisqu’ils sont conta-
minés par g2, à l’exception de l’état fondamental |g1, 0〉 (figure VI.12d).
On obtient ainsi l’état noir recherché.

La plupart des expériences exploratoires sur le refroidissement par
bande latérale dans des réseaux optiques ont été menées avec des atomes
de césium. Les performances après optimisation sont comparables d’une
expérience à l’autre. À une et deux dimensions, des populations π0 > 95 %
ont été observées par Hamann et al. (1998), Morinaga et al. (1999) et Förster
et al. (2009). À trois dimensions, Kerman et al. (2000) et Li et al. (2012) ont
obtenu π0 ∼ 80 % .

2-5 Ouverture adiabatique d’un réseau

La température des atomes après refroidissement par bande latérale est
donnée par (VI.29). À moins de réussir à produire un nombre moyen d’ex-
citation n̄ extrêmement petit devant 1, cette température est généralement
d’ordre Ω. Il s’agit donc de températures relativement élevées puisque l’on
est amené à choisir de grandes valeurs de Ω (par rapport à ωr par exemple)
pour que le refroidissement par bande latérale fonctionne correctement.

Néanmoins, une fois les atomes refroidis dans un réseau optique, un
moyen simple pour abaisser leur température (sans changer l’entropie du
gaz) est d’abaisser adiabatiquement la profondeur du réseau (Kastberg et
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FIGURE VI.13. Premières bandes d’énergie En(q) (unité Er = ~2k2/2m), en
fonction de q/k pour un potentiel V (x) = V0 sin2(kx). De gauche à droite,
V0/Er =(20, 4,0). Le rectangle grisé représente la zone d’énergie inférieure à la
hauteur du potentiel V0.

al. 1995; Kerman et al. 2000). Partant d’atomes refroidis dans l’état fonda-
mental n = 0 aux différents nœuds du réseau, nous allons voir que ceci
conduit à une distribution en vitesse dont la largeur est automatiquement
en dessous de la limite du recul. Nous allons donner ici les grandes lignes
du raisonnement permettant d’arriver à ce résultat et nous renvoyons le
lecteur désireux d’approfondir le sujet vers le cours 2012-13 (chapitre 2),
où la physique des réseaux optiques a été étudiée en détail.

Le potentiel du réseau optique étant périodique, le bon outil pour ana-
lyser la dynamique d’un atome est le formalisme déduit du théorème
de Bloch. Plaçons-nous une fois de plus à 1D pour simplifier les nota-
tions et écrivons le potentiel du réseau V (x) = V0 sin2(kx), de période
a = λ/2 = π/k. Le théorème de Bloch indique que l’on peut chercher les
états propres de l’hamiltonien à un atome sous la forme d’états de Bloch
ψn,q(x) = eixq un,q(x), où la fonction un,q est périodique de période a et le
quasi-moment q est choisi dans la première zone de Brillouin

−π/a < q ≤ π/a ou encore − k < q ≤ k. (VI.34)

L’indice n = 0, 1, 2, . . . repère, pour un quasi-moment q fixé, les différents
états d’énergie classés par ordre croissant. Quand q varie dans cette zone
de Brillouin, on obtient pour n donné une bande d’énergie En(q) (figure
VI.13).

Le fait de choisir une fréquence d’oscillation élevée pour se placer dans

le régime de Lamb–Dicke [condition (VI.11)] implique que la profondeur
du réseau V0 est grande devant l’écart entre deux bandes consécutives,
qui est d’ordre ~Ω pour les bandes peu excitées. La largeur des bandes,
déterminée par l’effet tunnel d’un puits donné au puits voisin, est alors
très faible devant Ω et ces bandes sont quasiment plates, d’énergie égale
à (n + 1

2 )~Ω : chaque site du réseau peut être vu comme un puits harmo-
nique dans lequel l’atome se retrouve piégé, sans pouvoir sauter vers un
site voisin.

Après refroidissement par bandes latérales, considérons que chaque
atome a été placé dans l’état fondamental d’un site du réseau, a priori aléa-
toire (notre raisonnement se généralisera sans difficulté au cas n̄ 6= 0). Nous
ne faisons pas d’hypothèse sur le taux de remplissage du réseau et nous né-
gligeons tout phénomène de cohérence entre différents sites. L’opérateur
densité qui décrit cette situation est un mélange statistique des différents
états ψn,q(x) avec n = 0 et q réparti uniformément dans la première zone
de Brillouin :

ρ̂ ∝
∫ +k

−k
|ψ0,q〉〈ψ0,q| dq. (VI.35)

Quand on baisse la profondeur du réseau, c’est-à-dire que l’on va-
rie l’amplitude du potentiel sous la forme V (x, t) = V0(t) sin2(kx), on
conserve la nature périodique du problème. Ceci reste vrai même une fois
le potentiel complètement éteint puisque le potentiel V (x) = 0 peut être vu
comme un potentiel de période a et d’amplitude nulle. Dans le cas V0 = 0,
les bandes d’énergie sont obtenues simplement en partant de l’énergie
d’une particule libre E(p) = p2/2M , puis en « repliant » cette parabole ;
on écrit pour cela l’impulsion sous la forme p = ~(q + 2jk), avec j ∈ Z et q
dans la première zone de Brillouin (figure VI.13, gauche).

Puisque le potentiel garde sa nature périodique de période a, le théo-
rème de Bloch continue à s’appliquer à chaque instant de la décompres-
sion. Plus précisément, partant d’un état de Bloch |ψ0,q〉, l’atome va rester
dans un état de Bloch eixqu(x), où u(x) est une fonction périodique : le
quasi-moment q est donc une constante du mouvement. Pour que la dé-
compression s’accompagne d’un refroidissement optimal, il faut simple-
ment s’assurer que l’extinction du réseau se fait suffisamment lentement
pour que le transfert de la bande fondamentale vers les bandes excitées (à
q donné) soit négligeable (figure VI.14). Le critère pour cela, établi dans le
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FIGURE VI.14. Extinction adiabatique d’un réseau optique. Les atomes occupent
initialement la bande fondamentale d’un réseau optique, tous les quasi-moments q
étant également peuplés. Lors de l’extinction du réseau, la périodicité du problème
entraine que le quasi-moment est conservé. Si la variation de l’intensité est suffi-
samment lente, les atomes restent sur la bande fondamentale jusqu’à l’extinction
complète du réseau.

cours 2012-13, est que le temps d’extinction τ soit grand devant 1/ωr.

Si cette condition est réalisée, l’état final après débranchement sera le
même mélange statistique que (VI.35), mais avec l’énergie d’un état |ψ0,q〉
correspondant au cas de la particule libre E(q) = ~2q2/2M . Comme le
quasi-moment initial q est distribué aléatoirement et uniformément dans la
zone de Brillouin, l’énergie cinétique moyenne après extinction du réseau
vaut :

1

2
M〈v2〉 =

1

2k

∫ +k

−k

~2q2

2M
dq =

1

6
Mv2

r . (VI.36)

Refroidir les atomes dans l’état fondamental de chaque site du réseau offre
donc la possibilité, via cette ouverture adiabatique, de produit un gaz no-
tablement subrecul, avec une vitesse quadratique moyenne v0 ≈ 0.6 vr.

Sur le plan pratique, le refroidissement par bande latérale suivi d’une

décompression adiabatique du réseau a été étudié par Kerman et al. (2000).
La fraction d’atomes dans la bande fondamentale à l’issue du refroidisse-
ment était de ∼ 80% et la vitesse quadratique moyenne après décompres-
sion adiabatique de 1.2 vr. Kerman et al. (2000) ont également mesuré la
variation de la température avec la densité atomique et leur résultat illustre
bien le gain apporté par le réseau pour réduire les effets néfastes de la dif-
fusion multiple. Ils ont trouvé

dT

dn
≈ 8 nK/(1010 cm−3), (VI.37)

ce qui est 100 fois plus petit que le résultat (VI.5) trouvé pour le refroidis-
sement Sisyphe.

Ouverture du réseau et interactions. Notre raisonnement concernant
l’ouverture adiabatique du réseau a été fait dans la limite où les interac-
tions entre atomes jouent un rôle complètement négligeable lors de l’ou-
verture. L’état final est alors un gaz de faible énergie cinétique (sous le re-
cul), mais non condensé. En effet, deux atomes occupant initialement deux
sites distincts du réseau sont dans des états quantiques orthogonaux (les
fonctions de Wannier associées à chaque site) ; en l’absence d’interaction,
ils vont rester dans des états orthogonaux au cours de l’évolution hamilto-
nienne décrivant l’ouverture. Il ne peut donc pas y avoir d’accumulation
macroscopique de particules dans un état individuel dans ce cas.

L’approximation consistant à négliger les interactions est légitime si le
taux de remplissage du réseau est faible [10−3 dans l’expérience de Kerman
et al. (2000)]. En revanche, si l’on part d’une situation avec tous les sites
occupés par un atome et en présence d’interactions répulsives, l’état initial
peut être vu comme un isolant de Mott avec facteur de remplissage unité.
La décompression adiabatique du réseau en présence d’interactions doit
alors conduire à une phase condensée et superfluide, de température nulle.

3 Peut-on se passer de l’émission spontanée ?

Dans ce cours, nous avons passé en revue un certain nombre de méca-
nismes, plus ou moins complexes, permettant d’augmenter la densité dans
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l’espace des phases d’une assemblée d’atomes, libres ou piégés. Le point
commun à tous ces mécanismes est le phénomène d’émission spontanée.
C’est grâce à lui que l’on a pu diminuer le désordre du gaz, l’entropie étant
transférée dans les modes du champ électromagnétique. Mais cette émis-
sion spontanée vient également imposer des limites au refroidissement.

– Sur le plan fondamental, plusieurs de ces mécanismes conduisent à
une vitesse quadratique moyenne v0 de l’ordre de la vitesse de recul vr,
du fait du caractère aléatoire des reculs encaissés par l’atome lorsqu’il
émet spontanément un photon.

– Sur le plan pratique, les photons émis spontanément peuvent subir
de multiples diffusions avant de sortir de l’échantillon, ce qui crée un
chauffage additionnel qui peut être considérable pour des gaz denses,
comme nous l’avons rappelé en § 1.

Nous en arrivons donc à la question naturelle suivante : l’émission
spontanée est-elle réellement indispensable au refroidissement radiatif ?
Même si la réponse intuitive à cette question est positive, nous allons
voir qu’il y a des nuances à lui apporter. Par ailleurs, certains auteurs
pensent avoir observé expérimentalement un refroidissement (léger) d’un
gaz d’atomes sans émission spontanée (Corder et al. 2015). Faute d’infor-
mations précises sur ces expériences très récentes, nous ne les discuterons
pas ici en détail, mais nous allons énoncer dans ce dernier paragraphe un
certain nombre de résultats qui restreignent le type d’effets auxquels on
peut s’attendre.

3-1 Évolution hamiltonienne d’un gaz sans interaction

L’évolution hamiltonienne d’un gaz de N atomes sans interaction ne
peut pas conduire à l’augmentation de la densité dans l’espace des phases
ou de l’occupation d’un état quantique individuel. Nous avons déjà dé-
taillé ce point dans le chapitre introductif du cours [voir également Ketterle
& Pritchard (1992)] ; si l’hamiltonien s’écrit comme une somme d’hamilto-
nien à une particule

Ĥ(t) =

N∑
n=1

Ĥ(n)(t), (VI.38)

alors l’évolution de l’opérateur densité à une particule est unitaire et ses
valeurs propres sont constantes dans le temps : on ne peut ni augmenter, ni
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FIGURE VI.15. Ouverture adiabatique d’un piège harmonique : la population des
états quantiques reste constante.

diminuer l’occupation d’un état donné, mais simplement convertir un état
en un autre. Il est par exemple possible, par ouverture adiabatique d’un
piège, de convertir des états de faible extension spatiale x0 et de grande
vitesse quadratique moyenne v0, en états de grand x0 et de faible v0. La
température, définie par kBT = Mv2

0 , aura diminué mais chaque état quan-
tique du piège aura conservé sa population (figure VI.15).

3-2 Atome et champ électromagnétique quantifié

Quand un ensemble d’atomes est couplé au champ électromagnétique
quantifié, l’hamiltonien du système est plus riche que (VI.38). Limitons-
nous au cas d’un seul atome et plaçons-nous dans le cadre de l’approxima-
tion dipolaire électrique pour décrire le couplage atome-champ. L’hamil-
tonien total s’écrit :

Ĥ = ĤA + ĤC − D̂ · Ê(r̂). (VI.39)

où ĤA et HC représentent les hamiltoniens de l’atome et du champ élec-
tromagnétique libre. L’hamiltonien de l’atome est

ĤA =
p̂2

2M
+ ĤA,interne. (VI.40)

Dans cette expression, r̂ et p̂ représentent les opérateurs position et im-
pulsion du centre de masse de l’atome, ĤA,interne l’hamiltonien décrivant
l’évolution des variables internes de l’atome et D̂ son opérateur dipole
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électrique. Dans le modèle simple de « l’atome à deux niveaux » que nous
avons utilisé à de multiples reprises dans ce cours, l’opérateur dipole s’écrit

D̂ = d|e〉〈g|+ H.c. (VI.41)

où le vecteur d représente le dipole réduit de la transition modélisée. Les
modes du champ sont caractérisés par leur vecteur d’onde k (avec ω = ck)
et leur polarisation ε, et on indexe chaque mode par la notation compacte
λ ≡ (k, ε). L’hamiltonien du champ électromagnétique libre est

ĤC =
∑
λ

~ω â†λâλ (VI.42)

où les opérateurs â†λ et âλ sont les opérateurs création et annihilation d’un
photon dans le mode λ. Enfin, l’opérateur champ électrique Ê(r) s’écrit

Ê(r) =
∑
λ

Eλ ε âλ eik·r + H.c. avec Eλ = i

√
~ω

2ε0L3
, (VI.43)

où L3 représente le volume de quantification, les vecteurs d’onde k s’écri-
vant k = 2π

L n, n ∈ Z3.

Quand aucun faisceau lumineux n’arrive sur l’atome, l’état du champ
électromagnétique est le vide de photons, pour lequel aucun mode n’est
peuplé :

|vac〉 =
∏
λ

|0〉λ. (VI.44)

Quand l’atome est éclairé par un faisceau lumineux, certains modes du
champ électromagnétique (voire une infinité) sont occupés. Les processus
d’absorption et d’émission stimulée correspondent à la destruction et à
la création de photons dans ces modes occupés, alors que le phénomène
d’émission spontanée correspond à la création de photons dans des modes
initialement vides 6.

6. Plus précisément, la probabilité de créer un photon dans un mode λ contenant déjà nλ
photons sera proportionnelle à nλ + 1 : le terme nλ est dû à l’émission stimulée et le terme
"1" à l’émission spontanée.
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FIGURE VI.16. Configuration laser 1D avec deux ondes progressives contre-
propageantes de pulsation ω et ω′ induisant une transition résonante entre l’état
d’impulsion nulle p = 0 et l’état d’impulsion p = ~K avec K = k + k′.

3-3 Utilisation d’un champ non-classique

Si aucune contrainte supplémentaire n’est apportée sur l’état du champ,
il est possible de trouver des situations où un refroidissement (au sens « ac-
cumulation dans un même état quantique ») se produit sans peupler de
modes du rayonnement qui seraient initialement vides. Donnons en ici un
exemple 1D, illustré sur la figure VI.16. On éclaire un atome par deux fais-
ceaux contre-propageants de fréquence ω = ck et ω′ = ck′ choisis tels que
ω−ω′ = ~K2/(2M) avecK = k+k′, de sorte que la transition Raman entre
l’état d’impulsion nulle p = 0 et l’état d’impulsion p = ~K se fait de ma-
nière résonnante. On peut supposer que le désaccord par rapport à l’état
excité est grand pour négliger la population de cet état. De même, pour
un couplage atome-lumière suffisamment faible, on peut négliger les pro-
cessus non résonnants qui conduiraient à la population des états p = n~K
avec n 6= 0, 1.

Supposons d’abord que l’état initial du système atome + champ est

|ψ(0)〉 = |p = 0〉 ⊗ |N,N ′〉, (VI.45)

avecN photons dans le mode k etN ′ photons dans le mode k′ ; notons que
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cette notion qui consiste à définir explicitement le nombre et l’impulsion
de photons dans un mode donné n’a de sens que si les modes en question
sont définis par une cavité (en anneau) physique, ce que nous supposerons
à partir de maintenant. L’état du système à l’instant t va s’écrire

|ψ(t)〉 = α(t)|p = 0〉 ⊗ |N,N ′〉+ β(t)|p = ~K〉 ⊗ |N − 1, N ′ + 1〉 (VI.46)

puisque l’on passe de p = 0 à p = K par absorption d’un photon du mode
ω et émission stimulée d’un photon dans le mode ω′. L’élément de matrice
correspondant se déduit de l’action des opérateurs â′†â et est donc propor-
tionnel à

√
N(N ′ + 1). Partant de p = 0 à l’instant t = 0, la probabilité de

trouver l’atome dans l’état p = 0 à l’instant t peut alors s’écrire

P (p = 0 : t|p = 0 : 0) = cos2
(√

N(N ′ + 1) α0t
)
, (VI.47)

où le paramètre α0 s’écrit α0 = κ2
0/(4∆), κ0 étant la fréquence de Rabi « à

un photon », caractérisant le couplage atome lumière, et ∆ le désaccord de
ω et ω′ avec la fréquence de résonance atomique (|∆| � ωr,Γ).

Supposons maintenant que l’état initial du système atome + champ est

|ψ(0)〉 = |p = ~K〉 ⊗ |N,N ′〉; (VI.48)

un raisonnement similaire indique que l’état à l’instant t sera de la forme

|ψ(t)〉 = γ(t)|p = ~K〉 ⊗ |N,N ′〉+ δ(t)|p = 0〉 ⊗ |N + 1, N ′ − 1〉 (VI.49)

avec cette fois-ci une absorption dans le mode ω′ et une émission stimulée
dans le mode ω. La probabilité de trouver l’atome dans l’état d’impulsion
p = 0 à l’instant t sachant que l’atome était dans l’état d’impulsion p = ~K
à l’instant 0 s’écrit donc

P (p = 0 : t|p = ~K : 0) = sin2
(√

(N + 1)N ′ α0t
)
. (VI.50)

On peut alors choisir un couple N,N ′ et une valeur du paramètre α0t
tels que 7 :

– L’atome initialement dans l’état p = 0 a une probabilité voisine de 1
d’y être encore à l’instant t :√

N(N ′ + 1) α0t ≈ 0 mod π. (VI.51)

7. Par exemple α0t = π/10, N = 102, N ′ = 104.

– L’atome initialement dans l’état p = ~K a une probabilité voisine de 1
de se trouver dans l’état p = 0 à l’instant t :√

(N + 1)N ′ α0t ≈
π

2
mod π. (VI.52)

Partant d’une matrice densité pour l’atome correspondant à un mélange
statistique à poids 1/2 pour p = 0 et p = ~K, on trouve à l’instant t une
matrice densité où la population de p = 0 est devenu voisine de 1. En
d’autres termes, grâce au champ laser préparé initialement dans l’état de
Fock (état non-classique) |N,N ′〉, on a réussi (sans émission de photons
dans les modes initialement vides) à diminuer le « désordre » initial de
la distribution en impulsion de l’atome, en transférant ce désordre sur le
champ lumineux.

Remarque. Écrire que le processus qui précède opère sans émission
spontanée est un abus de langage : l’argument repose sur la différence
entreN etN+1 (ouN ′ vs.N ′+1). Or, l’origine physique de cette différence
correspond précisément à l’émission spontanée dans le mode ω (ou ω′). Il
est donc correct de dire qu’il n’y a pas de photons créés dans les modes
vides du rayonnement, mais abusif de dire que l’émission spontanée ne
joue aucun rôle 8.

3-4 Et avec un état cohérent ?

L’exemple du paragraphe précédent nous a montré qu’il était possible,
en utilisant un état bien choisi du champ électromagnétique, de se passer
de l’émission spontanée pour refroidir une assemblée d’atomes. Toutefois,
la génération d’états de Fock, comme l’état |N,N ′〉 de cet exemple, est une
opération délicate. Dans une expérience réaliste, on manipule des champs
lumineux qui sont issus de sources laser et qui sont bien décrits par des
états cohérents (ou quasi-classiques) du champ électromagnétique, c’est-à-
dire des états propres des opérateurs annihilation :

âλ|coh〉 = αλ|coh〉 (VI.53)

8. On peut d’ailleurs obtenir un résultat similaire à (VI.51–VI.52) en prenant N = 0, N ′ 6=
0, situation dans laquelle l’accumulation dans p = 0 résulte de l’émission spontanée dans le
mode ω, par l’intermédiaire d’un simple processus de pompage optique.
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où αλ est un nombre complexe.

Commençons par un mode donné pour simplifier les notations. L’état
propre de â avec la valeur propre α, que nous noterons |α〉 à partir de
maintenant, peut s’écrire explicitement de différentes façons :

|α〉 = exp
(
αâ† − α∗â

)
|0〉 = e−|α|

2/2eαâ
† |0〉

= e−|α|
2/2

∞∑
n=0

αn√
n!
|n〉. (VI.54)

Dans une situation réaliste, plusieurs modes du champ électromagné-
tique sont peuplés, correspondant à des vecteurs d’onde, des polarisations
et des fréquences différentes. L’état du champ à l’instant initial t = 0, avant
que l’interaction avec les atomes n’ait commencé, peut donc s’écrire

|ψC(0)〉 = D̂[{αλ}] |vac〉 (VI.55)

avec l’opérateur unitaire D̂, appelé opérateur déplacement, défini par :

D̂[{αλ}] =
∏
λ

exp
(
αλâ

†
λ − α∗λâλ

)
. (VI.56)

Nous supposerons que l’état du système total atome+champ |Ψ̃(0)〉 est fac-
torisé à cet instant initial (pas de corrélation entre les deux) de sorte que :

|Ψ(0)〉 = |ψA(0)〉 ⊗ |ψC(0)〉. (VI.57)

Il est alors intéressant de faire sur le vecteur du système total |Ψ(t)〉 la
transformation unitaire suivante, suggérée initialement par Mollow (1975)
[voir aussi Cohen-Tannoudji et al. (2012), exercice 17] :

|Ψ̃〉 = Û(t)|Ψ(t)〉 avec Û(t) =
(
D̂[{αλ e−iωt}]

)†
. (VI.58)

Dans cette transformation unitaire, l’équation de Schrödinger

i~
d|Ψ(t)〉

dt
= Ĥ|Ψ(t)〉 (VI.59)

devient

i~
d|Ψ̃(t)〉

dt
= ˆ̃H(t)|Ψ̃(t)〉 (VI.60)

avec l’hamiltonien dépendant désormais explicitement du temps

ˆ̃H(t) = Û(t)ĤÛ†(t) + i~
dÛ(t)

dt
Û†(t). (VI.61)

Avant de calculer explicitement ce nouvel hamiltonien, indiquons tout de
suite l’intérêt de cette transformation unitaire : à l’instant initial, l’état après
transformation unitaire est

|Ψ(0)〉 = |ψA(0)〉 ⊗ |vac〉. (VI.62)

Au prix d’une dépendance explicite en temps de l’hamiltonien, nous pou-
vons donc considérer que le champ électromagnétique est initialement
dans son état fondamental, le vide de photons.

Le calcul de l’hamiltonien transformé se fait sans difficulté à partir des
relations :

Û(t) âλ Û
†(t) = âλ + αλ e−iωt (VI.63)

Û(t) â†λ Û
†(t) = â†λ + α∗λ e+iωt, (VI.64)

qui entrainent que

Û(t) ĤC Û†(t) + i~
dÛ(t)

dt
Û†(t) = ĤC . (VI.65)

L’hamiltonien atomique est inchangé dans la transformation et le couplage
dipolaire électrique devient

Û(t) D̂ · Ê(r̂) Û†(t) = D̂ · Ê(r̂) + D̂ · E(r̂, t) (VI.66)

où la fonction E(r, t) est donnée par :

E(r, t) =
∑
λ

Eλ εαλ ei(k·r−ωt) + c.c. (VI.67)

Cette expression n’est autre que le champ électrique classique, dépendant
du temps, pour lequel on a donné à chaque mode l’amplitude initiale αλ.

Au final, l’hamiltonien du système global peut s’écrire comme somme

de deux termes, ˆ̃H(t) = Ĥ1(t) + Ĥ2. Le premier dépend du temps et ne
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FIGURE VI.17. Bilan de la transformation unitaire (VI.58). La figure du haut
représente la situation de départ, celle du bas la situation après transformation.

porte que sur les variables atomiques, couplées au champ classique E(r, t) :

Ĥ1(t) = ĤA − D̂ · E(r̂, t). (VI.68)

Le second fait intervenir la dynamique du champ électromagnétique quan-
tifié et le couplage du champ quantique à l’atome :

Ĥ2 = ĤC − D̂ · Ê(r̂). (VI.69)

Le bilan de cette transformation est donc remarquable : on s’est ramené
à un problème où les phénomènes d’émission spontanée sont clairement
séparés de ceux liés à l’absorption et l’émission stimulée :

– L’état du champ électromagnétique quantique est après transforma-
tion le vide de photons (VI.62). Les phénomènes d’absorption et
d’émission stimulée sont décrits par l’hamiltonien Ĥ1(t) qui ne porte
que sur les variables de l’atome, couplées à un champ classique im-
posé de l’extérieur et dépendant du temps.

– Les phénomènes d’émission spontanée sont décrits par l’hamiltonien
Ĥ2, tous les modes du champ étant initialement vides et se remplissant
au fur et mesure de l’émission spontanée de photons par l’atome.

On est alors en mesure de répondre à la question initiale de ce para-
graphe pour le cas d’un champ électromagnétique initialement dans un

état cohérent. Si on néglige les phénomènes d’émission spontanée, donc
l’hamiltonien Ĥ2 dans ce qui précède, on est ramené via l’hamiltonien
Ĥ1(t) à un problème du type de celui considéré en (VI.38). On ne peut alors
pas espérer observer une accumulation d’atomes dans un état quantique
donné : les valeurs propres de l’opérateur densité à un corps seront inchan-
gées lors de l’évolution due au couplage atome-champ. En d’autres termes,
l’émission spontanée est indispensable pour refroidir, avec un rayonne-
ment préparé dans un état cohérent, un gaz d’atomes sans interaction.

4 Conclusions

La première conclusion de cet enseignement consacré au refroidisse-
ment radiatif est la grande diversité et la grande richesse des mécanismes
qui ont été proposés depuis l’idée initiale du refroidissement Doppler en
1975. Tous n’ont pas été explorés expérimentalement et nous avons choisi
de ne décrire dans cette série de cours que ceux qui ont donné lieu à une
étude pratique détaillée et convaincante. En dépit de cette restriction, nous
n’avons pas pu aborder toutes les catégories de processus permettant de
refroidir une assemblée d’atomes avec de la lumière. Citons ici deux ab-
sents, sur lesquels nous aurons probablement l’occasion de revenir dans
les cours des années ultérieures. D’abord le refroidissement en cavité, qui
a donné lieu récemment à des développements spectaculaires [pour une
revue, voir par exemple Ritsch et al. (2013)]. Mentionnons ensuite les mé-
canismes incluant une boucle de rétro-action sur le gaz d’atomes, inspirés
du concept de refroidissement stochastique très utilisé en physique des
hautes énergies [voir par exemple la proposition originale de Raizen et al.
(1998)].

Nous n’avons pas abordé non plus le refroidissement par évaporation
qui permet, au prix de pertes de particules et de constantes de temps rela-
tivement longues, d’atteindre des températures comparables à celles d’un
refroidissement radiatif optimisé (entre 0.1 et 1 µK), avec des densités spa-
tiales souvent considérablement plus grandes. Le succès remarquable du
refroidissement par évaporation amène d’ailleurs à poser la question sui-
vante : est-il pertinent d’approfondir encore les mécanismes de refroidisse-
ment lumineux, certes sans pertes et plus rapides, mais plus compliqués à
mettre en place ?
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La dernière conclusion de ce cours sera une réponse doublement po-
sitive à cette question. Tout d’abord, le refroidissement par évaporation,
aussi efficace soit-il, présente également des limites. L’évaporation d’une
particule plus énergétique que la moyenne se fait quand celle-ci atteint
les bords de l’échantillon, ce qui entraîne que le refroidissement ne se
fait pas de manière homogène ; il est plus efficace en périphérie du gaz
qu’au centre, ce qui peut constituer un biais significatif dans certaines si-
tuations. Par ailleurs, le refroidissement radiatif, transposé à des assem-
blées d’atomes en interaction, peut constituer un outil pour explorer de
nouvelles phases de la matière. Le principe du refroidissement par état
noir par exemple peut être transposé à une assemblée d’atomes pour pré-
parer des états à N corps, fortement corrélés, qui ne pourraient pas être
atteints par une évolution hamiltonienne « standard » [voir par exemple
Bardyn et al. (2013)]. La physique à N corps dissipative en est encore à ses
premier pas pour ce qui concerne le domaine des gaz quantiques, mais les
concepts développés depuis quarante ans pour refroidir des atomes indi-
viduels avec de la lumière seront sans aucun doute amenés à y jouer un
rôle essentiel.
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