
Chapitre 6

Les réseaux optiques et le refroidissement par bande latérale
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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
, (6.1)

et le seuil de dégénérescence quantique du gaz est obtenu pour une densité

n ≈ λ−3
T = (2π)3/2 λ−3. (6.2)

Pour une longueur d’onde optique de l’ordre de 0.7µm, ceci correspond à
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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 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
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 6.1). 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 pro-

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 6.1. 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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cessus de diffusion Raman :

|A : g2〉+ kL −→ |A : g1〉+ kdiff , (6.3)

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, (6.4)

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
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).

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!#:
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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 6.2. Variation de la température avec la densité atomique dans une expé-
rience de refroidissement Sisyphe « gris ». Mesures faites sur un nuage d’atomes
de césium par Boiron 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 6.2 et Townsend et al. (1995); Boiron et al. (1996)] :

dT

dn
≈ 600 nK/(1010 cm−3), (6.5)

ce qui est considérable [100 fois plus grand que les valeurs indiquées
au chapitre 3 pour le refroidissement Doppler en raie étroite (Katori et
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),
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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
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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
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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#
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mv0
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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!#:
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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 6.3. 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.

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 6.1. 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 méfaits
potentiels du photon de fluorescence émis (figure 6.3). En effet, par conser-
vation de l’énergie, ce photon aura lui aussi une fréquence désaccordée
par rapport à la fréquence de la transition g1 ↔ e. Malheureusement, ce
remède ne fonctionne pas : de manière paradoxale, la section efficace d’ab-
sorption par l’atome B du photon émis reste égale à la valeur maximale
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 6.4, déjà rencontrée aux chapitres
précédents. Quand un faisceau laser ωL « habille » la transition atomique
g2 ↔ e et qu’on sonde la transition g1 ↔ eavec une autre lumière ω d’inten-
sité arbitrairement faible, la population de l’état excité atomique possède
deux maxima. Le premier maximum, facile à comprendre, correspond à
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FIGURE 6.4. 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.

un photon sonde résonant avec la transition g1 ↔ e (avec un léger dépla-
cement lumineux de l’état e dû au laser de pulsation ωL) :

~ω ≈ Ee − E1. (6.6)

L’autre maximum, plus subtil, est obtenu pour (figure 6.4)

~ω = ~ωL + E2 − E1 + δE2 (6.7)

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
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LES RÉSEAUX OPTIQUES ET LE REFROIDISSEMENT PAR BANDE LATÉRALE § 1. Effets collectifs et diffusion multiple

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 6.3.

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, (6.8)

γ étant le taux de fluorescence causé par les lasers de refroidissement ou
de pompage optique.

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 initiale-
ment sur les niveaux de vibration na et nb (figure 6.5). 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 raison-
nement fondé sur l’équation pilote à l’approximation du champ tournant
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FIGURE 6.5. 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 justifier le fait que les termes de chauffage lors d’un processus de
réabsorption doivent avoir une contribution diminuée quand la condition
(6.8) est réalisée. Plus précisément, ces termes correspondent à une « rota-
tion rapide » des coefficients de l’équation pilote, car ils oscillent à la pul-
sation (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-
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LES RÉSEAUX OPTIQUES ET LE REFROIDISSEMENT PAR BANDE LATÉRALE § 2. Le refroidissement par bande latérale

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
autorise, ouvre par ailleurs la voie au régime de Lamb–Dicke, pour lequel

Ω� ωr =
~k2

2M
. (6.9)

Il s’agit d’une condition différente de festina lente donnée en (6.8), 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
(6.10)

est réalisée, ce qui impose dans le cas du réseau la hiérarchie des énergies :

Er � ~Ω� V0. (6.11)

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,
considérons un processus élémentaire (figure 6.6) : 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. (6.12)
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FIGURE 6.6. 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.

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
(cf. Chapitre 1) :

|〈n′|eik·r̂|n〉|2, (6.13)

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

(6.14)

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

(6.13), k · r̂, a pour ordre de grandeur

|k · r| ∼ kaoh ∼ η � 1, (6.15)

où η est défini en (6.10). On peut donc faire un développement limité de
l’exponentielle eik·r̂ :

eik·r̂ ≈ 1 + ik · r̂. (6.16)

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†

)
. (6.17)

À l’ordre 1 du développement (6.16), 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
. (6.18)

On déduit de ce qui précède le type de transitions dominantes dans le
régime de Lamb–Dicke 1 (figure 6.6) :

– Les transitions sans changement d’état externe n′ = n, obtenues à
partir du premier terme de (6.16).

– 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. (6.19)

Ces transitions sont obtenues à partir du second terme de (6.16), 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.

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.
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FIGURE 6.7. 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.

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 6.7 dans sa ver-
sion 1D. L’ion est éclairé par un laser accordé sur les transitions

absorption : |g, n+ 1〉 −→ |e, n〉, (6.20)

c’est-à-dire que sa fréquence est

ωL = ωA − Ω. (6.21)

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 (6.21), 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. 6.6) sur la transition

émission spontanée : |e, n〉 −→ |g, n〉. (6.22)

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 6.8, gauche)

|g, n = 1〉 → |e, n = 0〉 → |g, n = 0〉 : γ1→0 ≈
κ2η2

Γ
, (6.23)

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 (fi-
gure 6.8, droite). Le désaccord ∆ à l’excitation est égal à Ω dans le premier
cas et à 2Ω dans le deuxième cas [cf. (6.21)], de sorte que

|g, n = 0〉 → |e, n = 0〉 → |g, n = 1〉 : γ
(a)
0→1 ≈

Γ

4

κ2η2

Ω2
, (6.24)

|g, n = 0〉 → |e, n = 1〉 → |g, n = 1〉 : γ
(b)
0→1 ≈

Γ

4

κ2η2

(2Ω)2
, (6.25)
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FIGURE 6.8. 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.

et le taux total 2 vaut γ0→1 = γ
(a)
0→1 + γ

(b)
0→1. L’égalité

π0γ0→1 = π1γ1→0 (6.26)

entraîne alors (Wineland & Itano 1979)

π1

π0
≈ 5

16

Γ2

Ω2
� 1. (6.27)

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

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.
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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 6.9. 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)].

aussi proche que possible de 1. On peut s’intéresser également au nombre
moyen d’excitations 3

n̄ =
∑
n

nπn, (6.28)

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 )
. (6.29)

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 6.9).

3. Dans la limite (6.27), on a n̄ ≈ π1
π0
≈ 5

16
Γ2

Ω2 .
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FIGURE 6.10. 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.

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
« 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
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 (6.11) 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.
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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.

PRL 114, 213002 (2015) P HY S I CA L R EV I EW LE T T ER S
week ending
29 MAY 2015

0031-9007=15=114(21)=213002(5) 213002-1 © 2015 American Physical Society

FIGURE 6.11. 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)].

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 6.11). 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.

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. (6.30)

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〉 (6.31)

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

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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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 (6.32)

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.
(6.33)

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.

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 6.12a).

– On applique le réseau optique. La composante scalaire de l’opérateur
déplacement lumineux, qui est le terme dominant, crée des puits de

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 6.12. 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).

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
6.12b).

– 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 6.12c).
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– 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 6.12d).
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 (6.29). 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
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
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FIGURE 6.13. 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.

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. (6.34)

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
6.13).

Le fait de choisir une fréquence d’oscillation élevée pour se placer dans
le régime de Lamb–Dicke [condition (6.11)] 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, détermi-
née 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 harmonique dans le-
quel 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
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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. (6.35)

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 6.13, 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 6.14). Le critère pour cela, établi dans le
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 (6.35), 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 . (6.36)

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.
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FIGURE 6.14. 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.

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), (6.37)

ce qui est 100 fois plus petit que le résultat (6.5) trouvé pour le refroidisse-
ment Sisyphe.
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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
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), (6.38)

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
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 6.15).

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 (6.38). Limitons-nous
au cas d’un seul atome et plaçons-nous dans le cadre de l’approximation

Cours 6 – page 15



LES RÉSEAUX OPTIQUES ET LE REFROIDISSEMENT PAR BANDE LATÉRALE § 3. Peut-on se passer de l’émission spontanée ?

�1 0 1
0

10

20

30

�1 0 1
0

10

20

30

�1 0 1
0

10

20

30

!1# 0# +1# !1# 0# +1# !1# 0# +1#

q / k

0#

10#

E / Er

g1 g2

g1

g2

g1
g2

g1
g2

g1
g2

(a)# (b)#

(c)# (d)#

Ω

x x

V(x)V(x)

FIGURE 6.15. Ouverture adiabatique d’un piège harmonique : la population des
états quantiques reste constante.

dipolaire électrique pour décrire le couplage atome-champ. L’hamiltonien
total s’écrit :

Ĥ = ĤA + ĤC − D̂ · Ê(r̂). (6.39)

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. (6.40)

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
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. (6.41)

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 (6.42)

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
, (6.43)

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. (6.44)

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.

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 6.16. 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

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 6.16. 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′.

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 ′〉, (6.45)

avecN photons dans le mode k etN ′ photons dans le mode k′ ; notons que
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〉 (6.46)

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
)
, (6.47)

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 ′〉; (6.48)

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〉 (6.49)

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
)
. (6.50)

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. (6.51)

– 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. (6.52)

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.

7. Par exemple α0t = π/10, N = 102, N ′ = 104.
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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〉 (6.53)

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〉. (6.54)

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

8. On peut d’ailleurs obtenir un résultat similaire à (6.51–6.52) 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.

que l’interaction avec les atomes n’ait commencé, peut donc s’écrire

|ψC(0)〉 = D̂[{αλ}] |vac〉 (6.55)

avec l’opérateur unitaire D̂, appelé opérateur déplacement, défini par :

D̂[{αλ}] =
∏
λ

exp
(
αλâ

†
λ − α∗λâλ

)
. (6.56)

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)〉. (6.57)

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}]

)†
. (6.58)

Dans cette transformation unitaire, l’équation de Schrödinger

i~
d|Ψ(t)〉

dt
= Ĥ|Ψ(t)〉 (6.59)

devient

i~
d|Ψ̃(t)〉

dt
= ˆ̃H(t)|Ψ̃(t)〉 (6.60)

avec l’hamiltonien dépendant désormais explicitement du temps

ˆ̃H(t) = Û(t)ĤÛ†(t) + i~
dÛ(t)

dt
Û†(t). (6.61)

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〉. (6.62)

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.
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Le calcul de l’hamiltonien transformé se fait sans difficulté à partir des
relations :

Û(t) âλ Û
†(t) = âλ + αλ e−iωt (6.63)

Û(t) â†λ Û
†(t) = â†λ + α∗λ e+iωt, (6.64)

qui entrainent que

Û(t) ĤC Û†(t) + i~
dÛ(t)

dt
Û†(t) = ĤC . (6.65)

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) (6.66)

où la fonction E(r, t) est donnée par :

E(r, t) =
∑
λ

Eλ εαλ ei(k·r−ωt) + c.c. (6.67)

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
porte que sur les variables atomiques, couplées au champ classique E(r, t) :

Ĥ1(t) = ĤA − D̂ · E(r̂, t). (6.68)

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). (6.69)

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 (6.62). Les phénomènes d’absorption et d’émis-
sion stimulée sont décrits par l’hamiltonien Ĥ1(t) qui ne porte que sur
les variables de l’atome, couplées à un champ classique imposé de
l’extérieur et dépendant du temps.
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FIGURE 6.17. Bilan de la transformation unitaire (6.58). La figure du haut repré-
sente la situation de départ, celle du bas la situation après transformation.

– 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 (6.38). 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
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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 ?

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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