
Chapitre 2

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

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

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

kBT =
~Γ

2
. (2.1)

Une fois le principe de ces mélasses optiques établies, nous les transposerons
depuis l’espace des vitesses vers l’espace des positions, en substituant l’ef-
fet Zeeman à l’effet Doppler. Nous arriverons alors au principe du piège
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LE REFROIDISSEMENT DOPPLER ET LE PIÈGE MAGNÉTO-OPTIQUE § 1. La force de pression de radiation

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

1 La force de pression de radiation

À la base du refroidissement d’atomes par effet Doppler, on trouve la
force de pression de radiation. La situation physique la plus simple dans la-
quelle cette force apparait est celle d’un atome à deux niveaux, g et e, placé
dans une onde lumineuse monochromatique plane de vecteur d’onde k (fi-
gure 2.1). L’état interne de l’atome effectue des cycles absorption – émission
qui transfèrent chacun une certaine impulsion à l’atome. Plus précisément :

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

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

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

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

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

F = ~k γ (2.2)

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

γ = ΓPe, (2.3)
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FIGURE 2.1. Atome à deux niveaux éclairé par une onde plane ; la répétition des
cycles absorption–émission spontanée crée sur l’atome une force de pression de
radiation qui peut atteindre la valeur ~kΓ/2, où Γ est la largeur naturelle de l’état
excité e.

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

1-1 Les équations de Bloch optiques

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

Nous décrivons l’état interne de l’atome par son opérateur densité ρ̂,

Cours 2 – page 2
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c’est-à-dire pour le cas du système à deux niveaux qui nous intéresse ici,
une matrice 2× 2 :

ρ̂ =

(
ρgg ρge
ρeg ρee

)
. (2.4)

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

ρgg = Pg, ρee = Pe, ρgg + ρee = 1. (2.5)

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

ρeg = ρ∗ge. (2.6)

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

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

dρ̂

dt
=

dρ̂

dt

∣∣∣∣
coh.

+
dρ̂

dt

∣∣∣∣
incoh.

. (2.7)

Le premier terme décrit l’évolution cohérente sous l’effet du couplage de
l’atome avec le champ lumineux. Ce couplage est caractérisé par deux pa-
ramètres, ayant chacun la dimension d’une fréquence :

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

et la fréquence de résonance de l’atome ωA.
– La fréquence de Rabi κ = dE0 eiφ/~, proportionnelle au dipole ré-

duit d associé à la transition g ↔ e et à l’amplitude complexe du
champ électrique de l’onde lumineuse : E(t) = E0 cos(ωLt − φ) =
1
2E0ei(ωLt−φ) + c.c.. Nous avons supposé ici l’atome localisé à l’origine
des coordonnées r = 0.

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

Ĥ =
~
2

(
∆ κ∗

κ −∆

)
. (2.8)

1. Avec les notations qui suivent, il faut que la fréquence de Rabi κ et le désaccord ∆ soient
tous les deux petits devant la fréquence atomique ωA.

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

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

i~
dρ̂

dt

∣∣∣∣
coh.

= [Ĥ, ρ̂]. (2.9)

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

dPg
dt

∣∣∣∣
incoh.

= ΓPe,
dPe
dt

∣∣∣∣
incoh.

= −ΓPe (2.10)

dρeg
dt

∣∣∣∣
incoh.

= −Γ

2
ρeg,

dρge
dt

∣∣∣∣
incoh.

= −Γ

2
ρge (2.11)

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

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

Ṗe = −ΓPe +
i

2
(κ∗ρeg − κρge) , (2.12)

ρ̇eg =

(
i∆− Γ

2

)
ρeg −

iκ

2
(ρgg − ρee) , (2.13)

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

1-2 État stationnaire des équations de Bloch optiques

Le temps caractéristique d’atteinte de l’équilibre pour le système
d’équations (2.12-2.13) est de l’ordre de Γ−1. La valeur stationnaire des po-
pulations et des cohérences est donnée par

Pe =
1

2

s

1 + s
, ρeg =

κ

2∆ + iΓ

1

1 + s
, (2.14)
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où on a introduit le paramètre de saturation :

s =
2|κ|2

Γ2 + 4∆2
. (2.15)

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

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

I

Isat
=

2|κ|2
Γ2

, s =
I/Isat

1 + 4∆2/Γ2
. (2.16)

Notre paramètre de saturation coïncide donc avec le rapport I/Isat pour
un faisceau résonant avec l’atome. L’avantage de s est qu’il caractérise di-
rectement le taux d’excitation de l’atome :

– si s � 1, ce qui peut être obtenu avec une intensité laser faible ou un
grand désaccord, la population de l’état excité est négligeable devant
celle de l’état fondamental :

s� 1 : Pg ≈ 1, Pe ≈
s

2
. (2.17)

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

s� 1 : Pg ≈ Pe ≈
1

2
. (2.18)

Connaissant la population stationnaire de l’état excité, nous pouvons
maintenant revenir à l’expression de la force de pression de radiation (2.2-
2.3) :

γ =
Γ

2

s

1 + s
, F = ~k

Γ

2

s

1 + s
. (2.19)

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

amax =
Fmax

M
= vr

Γ

2
(2.20)

où nous avons introduit la vitesse de recul

vr =
~k
M
, (2.21)

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

1-3 Utilisation du théorème d’Ehrenfest

Dans ce qui précède, nous avons adopté une démarche intuitive en (2.2-
2.3) pour relier la force de pression de radiation au taux d’émission spon-
tanée et donc à la population de l’état excité. On peut justifier rigoureu-
sement ce résultat en partant de l’hamiltonien complet décrivant le cou-
plage entre l’atome et le rayonnement, c’est-à-dire l’hamiltonien prenant
en compte à la fois les variables internes de l’atome et celles décrivant le
mouvement de son centre de masse.

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

Ĥtot. =
p̂2

2M
+

~
2

(
∆ κ∗ e−ik·r̂

κ eik·r̂ −∆

)
. (2.22)

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

F̂ =
dp̂

dt
=

i

~
[Ĥtot, p̂]

=
1

2
~k
(

0 iκ∗e−ik·r̂

−iκeik·r̂ 0

)
. (2.23)

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

〈F̂ 〉 = Tr(F̂ ρ̂) = ~k
i

2
(κ∗ρeg − κρge) . (2.24)

En régime stationnaire, le terme intervenant dans le membre de droite n’est
autre que ΓPe [cf. (2.12)], d’où le résultat annoncé (2.2-2.3).
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1-4 Effet Doppler et « raie large »

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

s(v) =
2|κ|2

4(∆− k · v)2 + Γ2
, (2.25)

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

M
dv

dt
= F (v), (2.26)

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

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

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

– Si Γ � ωr (raie large), alors un processus élémentaire d’absorption
ou d’émission ne change pratiquement pas le paramètre de saturation
s, ni la population de l’état excité. C’est seulement la répétition d’un
grand nombre de ces processus qui pourra modifier s(v) de manière
appréciable. C’est ce cas qui va nous intéresser dans la suite de ce cha-
pitre. Il est réalisé pour la raie de résonance de nombreuses espèces

atomiques, comme on peut le voir sur le tableau 2.1. On trouve par
exemple Γ/ωr ∼ 400 pour l’atome de sodium.

– Si Γ � ωr, l’absorption ou l’émission d’un seul photon suffit à chan-
ger considérablement s(v). L’atome peut être à résonance avec le laser
avant un cycle absorption-émission spontanée, et complètement hors
résonance après ce cycle 3, si bien que la notion de force moyenne pour
une vitesse v donnée perd son sens. Nous étudierons les possibilités
offertes par ces raies étroites au cours suivant.

2 Le refroidissement Doppler

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

2-1 Mélasse optique et hypothèse de faible saturation

Nous souhaitons obtenir une situation de refroidissement Doppler,
dans laquelle un atome de vitesse initiale non nulle ressent une force de
friction qui amène sa vitesse vers 0. Pour cela, on éclaire la zone d’intérêt
par une, deux, ou trois paires d’ondes selon le nombre de directions d’es-
pace que l’on souhaite refroidir (figure 2.2). Comme proposé initialement
par Hänsch & Schawlow (1975), on choisit un désaccord ∆ < 0, c’est-à-
dire ωL < ωA, de sorte qu’un atome en mouvement est plus proche de la

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

Pe =
1

2

s

1 + s
=

|κ|2

4(∆− k · v)2 + 2|κ|2 + Γ2
(2.27)

présente une résonance élargie :

Γ −→
√

Γ2 + 2|κ|2 = Γ
√

1 + I/Isat, (2.28)

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

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

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

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

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

TABLE 2.1. Caractéristiques de quelques éléments chimiques disposant d’une raie
de résonance large (Γ/ωr � 1) et pouvant être refroidis par laser. Pour certains
atomes à deux électrons externes, on a indiqué la raie principale 1S0 ↔1P1 et
la raie d’intercombinaison 1S0 ↔3P1. La température minimale indiquée, ainsi
que la vitesse quadratique moyenne v0, correspondent au refroidissement Doppler
étudié dans ce chapitre. Pour certains de ces éléments, un refroidissement de type
Sisyphe est également possible et il conduit à des températures plus basses que
celles indiquées ici.
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FIGURE 2.2. Schéma de base d’une mélasse optique à trois dimensions. On éclaire
les atomes par 3 paires d’ondes monochromatiques, avec un désaccord ∆ = ωL −
ωA négatif.

résonance avec une onde venant à sa rencontre (k · v < 0) qu’avec une
onde allant dans le même sens que lui (k · v > 0). C’est le phénomène de
refroidissement recherché ! Essayons maintenant d’être plus quantitatif et
de calculer la force totale agissant sur l’atome.

Pour calculer cette force, il est tentant d’ajouter les forces de pression de
radiation créées par les 2, 4 ou 6 ondes éclairant l’atome. Mais cette procé-
dure ne peut pas être complètement exacte, en particulier à cause des phé-
nomènes d’émission stimulée : dans le cas d’une onde plane unique étu-
diée au paragraphe 1, les cycles absorption-émission stimulée ne jouaient
aucun rôle car ils n’étaient associés à aucun transfert d’impulsion, l’atome
rendant à l’onde l’impulsion qu’il lui avait empruntée lors de l’absorp-
tion. Si plusieurs ondes planes sont simultanément incidentes sur l’atome,
l’atome peut absorber un photon dans l’onde 1, puis faire une émission
stimulée dans l’onde 2, gagnant ainsi l’impulsion ~(k1−k2). Certes le pro-
cessus inverse est également possible, mais rien ne prouve que les deux
processus se produisent avec la même amplitude, pour une vitesse et une
position données de l’atome.

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

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

F (v) =
Γ

2

∑
j

~kjsj(v), (2.29)

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

sj(v) =
2|κ|2

4(∆− kj · v)2 + Γ2
, sj(0) ≡ s0. (2.30)

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

|kv| � Γ, ou encore |v| � δvres ≡ Γ/k, (2.31)

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

F (v) = −Mα v, avec Mα = ~k2s0
2(−∆)Γ

∆2 + Γ2/4
, (2.32)

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

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

kj (kj · v) = 2k2 v (2.33)

dans la géométrie de la figure 2.2. On retrouve bien sur (2.32) le fait qu’il
faut choisir un désaccord ∆ négatif pour obtenir une friction α > 0.

Si on se fixe une valeur donnée du paramètre de saturation s0, choisie
en particulier telle que s0 � 1 pour que l’approximation consistant à ad-
ditionner les forces créées par les différentes ondes planes soit valable, on

voit que le coefficient de friction α est maximum quand |∆|/(∆2 + Γ2/4)
est maximum, ce qui se produit pour ∆ = −Γ/2 :

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

M
pour ∆ = −Γ/2.

2-2 Diffusion en impulsion et température d’équilibre

Comme au chapitre précédent, l’analyse en terme de mouvement brow-
nien nécessite également le calcul du coefficient de diffusion en impulsion
(Gordon & Ashkin 1980). En l’occurence, le traitement fait pour le corps
noir s’applique quasiment tel quel. Nous avions trouvé que ce coefficient
pouvait s’écrire Dp = ~2k2R/6, où R est le taux de processus élémentaires,
absorption ou émission, pour un atome au repos. Dans le cas qui nous
intéresse ici, ce taux de diffusion pour l’atome éclairé par six ondes de pa-
ramètre de saturation s0 vaut R = 6× Γs0, soit

Dp = ~2k2s0 Γ. (2.34)

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

kBT =
Dp

Mα
=

~
2

∆2 + Γ2/4

|∆| . (2.35)

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

∆min = −Γ

2
, kBTmin =

~Γ

2
, (2.36)

ce qui constitute la limite Doppler annoncée en introduction de ce chapitre.
Ces températures sont situées dans le domaine 1 − 1000 µK ; on trouvera
dans la table 2.1 les valeurs correspondant à certaines espèces atomiques
couramment utilisées dans les expériences de refroidissement radiatif.

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

1

2
Mv2

0 =
1

2
kBTmin, soit v0 =

√
~Γ

2M
. (2.37)

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

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

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

vr

v0
=

~k/M√
~Γ/2M

= 2

√
ωr

Γ
� 1. (2.38)

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

v0

δvres
=

√
~Γ/2M

Γ/k
=

√
ωr

Γ
� 1. (2.39)

On a donc trois échelles de vitesse dans le problème :

vr � v0 � δvres, (2.40)

ce qui garantit la validité de notre approche. Pour l’atome de sodium, ces
trois vitesses sont 3 cm/s, 30 cm/s et 600 cm/s (cf. table 2.1).

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

pour ∆ = ∆min :

α−1 =
M

~k2

1

2s0
. (2.41)

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

3 La mélasse optique en pratique

Les premières mélasses optiques ont été réalisées par Chu et al. (1985)
peu de temps après qu’on a réussi à arrêter des atomes par pression de
radiation (Ertmer et al. 1985; Prodan et al. 1985). La figure 2.3 montre
une image d’une mélasse optique obtenue en 1987 dans le groupe de Bill
Phillips, avec des atomes de sodium (Lett et al. 1988). Le volume central,
de l’ordre du centimètre cube, contient 108 atomes. Nous montrons cette
image dès maintenant, mais nous verrons plus tard qu’un autre mécanisme
de refroidissement, fondé sur l’effet Sisyphe, était également à l’œuvre
dans ce gaz d’atomes de sodium.

3-1 Comment prendre en compte la saturation ?

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

Indiquons tout de suite qu’il est difficile de faire un traitement exact
du problème. Il est possible de calculer la force agissant sur un atome de
vitesse v dans une onde lumineuse stationnaire d’intensité arbitrairement
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FIGURE 2.3. Mélasse d’atomes de sodium réalisée dans le groupe de W.D. Phillips
(NBS-NIST).

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

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

dure proposée par Lett et al. (1989), où l’on prend comme valeur approchée
de la force totale agissant sur l’atome :

F (v) ≈
∑
j

~kj
Γ

2

I/Isat

1 + 4(∆− kj · v)2/Γ2 +NI/Isat
. (2.42)

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

kBT =
~Γ

2

Γ

4|∆|

(
1 +

4∆2

Γ2
+
NI

Isat

)
. (2.43)

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

3-2 Capture dans une mélasse optique

Les mélasses optiques sont formées par des faisceaux dont le diamètre
est de l’ordre du centimètre et qui se coupent au centre d’une enceinte à
vide (figure 2.3). Une question essentielle sur le plan pratique est le char-
gement de cette mélasse par des atomes de vitesse v quelconque. Puisqu’on
dispose d’une distance finie L pour capturer un atome, quelle est la vitesse
maximale qui pourra être amenée au voisinage de 0 par la force de friction ?

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

M
dv

dt
= F (v) (2.44)

avec

F (v) =
~kΓ

2

I

Isat

[
1

1 + 4(∆− kv)2/Γ2
− 1

1 + 4(∆ + kv)2/Γ2
.

]
(2.45)

Écrivons cette équation sous la forme

Mv
dv

dx
= F (v) (2.46)
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ce qui s’intègre en

M

∫ vf

vi

v

F (v)
dv =

∫
dx = L. (2.47)

On souhaite obtenir vf ≈ 0 et on cherche à maximiser vi, pour L fixé. En
pratique, cet optimum est obtenu en prenant pour désaccord ∆ ≈ −kvi/2,
de sorte que le désaccord effectif est initialement sur le bleu de la résonance
atomique ∆ + kvi ≈ +kvi/2, et finalement sur le rouge de cette résonance
∆ + kvf ≈ ∆ ≈ −kvi/2. On trouve alors, en ne gardant que la contribution
de l’onde résonante avec l’atome dans (2.45)

1

6

k2v4
i

Γ2
+
v2
i

2
≈ ~kΓ

2M

I

Isat
L. (2.48)

Dès que la distance L est suffisamment grande, le terme dominant dans le
membre de gauche de (2.48) est le terme en v4

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

kvi
Γ
≈
(

3
L

`

I

Isat

)1/4

(2.49)

où ` = MΓ/~k3 est l’échelle de longueur pertinente pour ce problème (cf.
table 2.1). La vitesse qui peut être capturée dans une mélasse optique varie
donc seulement comme la puissance quatrième de la distance disponible,
ce qui n’est pas très favorable. Nous verrons un peu plus loin comment
le piège magnéto-optique conduit à une situation nettement plus promet-
teuse.

Un exemple de « portrait de phase », c’est-à-dire la variation de la vi-
tesse en fonction de la position, est montré sur la figure 2.4. La distance
L = 400 ` correspond à environ un centimètre pour des atomes de sodium.
La vitesse maximale pouvant être capturée dans cette mélasse, obtenue
pour ∆ ≈ −3Γ, est telle que kvi/Γ ≈ 5, en bon accord avec (2.49).

3-3 La diffusion spatiale

Les mélasses optiques constituent un moyen simple pour accumuler
un nombre important d’atomes, supérieur au million, dans un volume
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FIGURE 2.4. Portrait de phase de la capture 1D dans une mélasse optique (à
gauche) et dans un piège magnéto-optique (à droite), avec deux ondes d’inten-
sité I = Isat/2 et une longueur utile L = 400 `, avec ` = MΓ/~k3. On a pris
pour la force totale la somme des deux forces de pression de radiation individuelles
(tenant compte de la saturation). La zone grisée représente la zone de l’espace des
phases résonante avec l’onde lumineuse (à±Γ/2 près). Le désaccord a été optimisé
pour maximiser la vitesse de capture, ainsi que le gradient de champ magnétique
dans le cas du piège magnéto-optique. Mélasse : ∆− 3 Γ ; Piège magnéto-optique :
∆ = −6 Γ, µb′`/~Γ = 0.022. Les trajectoires correspondent à des vitesses ini-
tiales k|v|/Γ = 2, 4.5, 7, 10, 11. La vitesse de capture est de l’ordre de 5 Γ/k
pour la mélasse et 10 Γ/k pour le piège magnéto-optique.
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donné de l’espace, de l’ordre du centimètre cube. La raison pour laquelle
ce nombre peut être important réside dans le temps relativement long
qu’il faut à un atome pour trouver le bord de la mélasse et s’en échap-
per. En d’autres termes, le coefficient de diffusion spatiale dans la mélasse
est faible (et les mécanismes de refroidissement supplémentaires, comme
le refroidissement Sisyphe, viendront encore l’abaisser).

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

Dx = v2
0/α. (2.50)

Prenons une mélasse avec le désaccord optimal ∆ = −Γ/2 :

v2
0 =

~Γ

2M
, α = 2s0

~k2

M
⇒ Dx =

Γ

4k2

1

s0
. (2.51)

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

3-4 Quelques tests expérimentaux récents à 3D

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

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

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

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

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

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

T ¼ ℏΓ2

8kBjδj

!
1þ It

Is
þ 4δ2

Γ2

"
; ð1Þ

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

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

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

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

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

constant in the i direction. Governing κi, we have

κi ¼ gJμBβ
!
∂B
∂xi

"
=ℏk; ð2Þ

where ∂B
∂xi

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

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

Fig. 3. (Color online) Temperature versus detuning for several
Hg isotopes. Is is the saturation intensity of the cooling transi-
tion (102 W=m2). The Doppler cooling theory curve is given an
uncertainty due to that of the intensity.
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FIGURE 2.5. Température d’une mélasse optique d’atomes de mercure, pour dif-
férents isotopes. Figure extraite de McFerran et al. (2010). On a indiqué en trait
continu la prédiction du refroidissement Doppler, prenant en compte de manière
heuristique les effets de saturation [eq. (2.43)]. Les isotopes bosoniques, de spin
nucléaire nul, donnent des résultats en bon accord avec la théorie du refroidisse-
ment Doppler. Pour les isotopes fermioniques, des mécanismes de refroidissement
sub-Doppler sont également présents.

nul (état singulet pour les deux électrons externes) et le spin nucléaire peut
également être nul pour les isotopes bosoniques (il est forcément demi-
entier pour les isotopes fermioniques).

Nous avons reporté sur la figure 2.5 le résultat de McFerran et al. (2010),
obtenu sur les isotopes 200 et 202 de l’atome de mercure (points roses et
verts). Le refroidissement est fait sur la raie d’intercombinaison 1S0 ↔3P1

(λ = 254 nm et Γ/2π = 1.3 MHz). La condition de raie large est bien vérifiée
dans ce cas, puisque la largeur naturelle est environ 100 fois plus grande
que ωr. Les températures sont mesurées par la technique du temps de vol,
à partir d’atomes initialement capturés dans un piège magnéto-optique
(voir ci-dessous). La variation mesurée de la température reproduit bien
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is smaller than the range of velocities achievable with Doppler
cooling. This statement applies both to the σ+-σ− and lin ⊥
lin configurations. Thus we conclude that sub-Doppler cooling
is not expected to play a role in the 2 3S1 → 2 3P2 transition
of helium-4. Indeed, in the experiment we do not observe
any signatures of sub-Doppler cooling. The semiclassical
arguments we have presented above highlight the special place
that helium occupies among laser-cooled species. A precise
and quantitative condition for the appearance of efficient
sub-Doppler cooling would require a fully quantum, three-
dimensional computation and is beyond the scope of this paper.

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

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

kBT = !"
2

1 + Itot/I0 + (2δ/")2

4|δ|/"
, (7)

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

III. DESCRIPTION OF THE EXPERIMENTAL APPARATUS

A. The 4He* magneto-optical traps

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

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

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

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

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

B. Optical molasses

After the MOT phase we implement an optical molasses on
the 2 3S1 → 2 3P2 transition, as we now describe. At the end of
the MOT phase we ramp the magnetic-field gradient to zero
and ramp both the detuning and intensity of the laser beams
from the MOT values to those of the molasses within 20 ms
[see Fig. 3(a)]. This ramp of the parameters allows us to capture
and cool half of the atoms (N = 4×108) in the molasses. The
polarization of the light beams during the molasses stage is
identical to that of the MOT. We then wait for a variable time
tmol at fixed final intensity and detuning of the laser beams to
reach a steady state. We monitor the time-of-flight expansion
of the optical molasses cloud to extract its temperature.
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FIG. 3. (Color online) (a) Sketch of the experimental cycle to probe optical molasses. After the MOT phase, the magnetic-field gradient
B ′, the beam intensity Itot, and the detuning δ are ramped over 20 ms. A molasses phase at constant parameters lasts tmol. After switching off
the molasses beams, fluorescence pictures are taken after a time of flight tTOF. (b) Temperature of optical molasses as a function of the duration
tmol of the second stage of molasses. Solid lines are a guide to the eye. (c) Temperature of optical molasses as a function of the laser detuning. A
comparison with Doppler theory for laser-cooling multilevel atoms of Eq. (3) (solid lines) is shown. The different sets correspond to different
intensity in the cooling beams.
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FIGURE 2.6. Évolution de la température avec le désaccord dans une mélasse op-
tique d’atomes d’hélium métastable, pour différentes valeurs de l’intensité lumi-
neuse. Les lignes représentent la prédiction (2.43). Figure extraite de Chang et al.
(2014).

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

Un autre résultat récent sur le test de la théorie du refroidissement
Doppler est donné par Chang et al. (2014) et est représenté sur la figure
2.6. Cette fois-ci, l’expérience est faite sur des atomes d’hélium métastable
(λ = 1083 nm, Γ/2π = 1.6 MHz), qui possède un niveau fondamental dégé-
néré. Toutefois, les auteurs se sont placés dans des conditions où les méca-
nismes sub-Doppler jouent un rôle négligeable. L’expérience faite à basse
intensité (Isat/10 pour l’intensité totale) conduit à un très bon accord avec

la théorie Doppler [température minimale mesurée ∼ 1.3 Tmin donnée en
(2.37)]. À plus haute intensité, la variation de la température avec le désac-
cord est également en bon accord avec la loi heuristique (2.43).

3-5 Refroidissement de corps macroscopiques

Bien que ce cours soit consacré au refroidissement d’atomes indivi-
duels, mentionnons brièvement ici que la force de pression de radiation
peut également être utilisée pour refroidir certains degrés de liberté d’ob-
jets macroscopiques, comme le centre de masse d’un miroir d’une cavité
optique. Le champ de recherche correspondant, l’optomécanique, est en
pleine expansion et il n’est pas question de le traiter ici [voir par exemple
l’article de revue récent de Aspelmeyer et al. (2014)]. Nous nous conten-
terons de décrire ici brièvement les expériences initiales menées il y a une
dizaine d’années, dont le principe est proche de ce que nous avons vu jus-
qu’ici pour les atomes individuels (Arcizet et al. 2006; Gigan et al. 2006;
Schliesser et al. 2006).

Considérons le schéma expérimental de la figure 2.7 où un faisceau
lumineux arrive sur une cavité Fabry–Perot, dont le deuxième miroir est
monté sur un ressort. La lumière présente dans la cavité crée une force de
pression de radiation sur ce miroir, qui a pour position d’équilibre une cer-
taine abscisse L∗, pour laquelle la force de pression de radiation FPR, diri-
gée vers la droite, compense exactement la force du ressort Fressort, dirigée
vers la gauche :

Miroir au repos en L∗ : FPR + Fressort = 0. (2.52)

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

Supposons que la position du ressort soit choisie telle que L∗ soit lé-
gèrement inférieur à nλ/2, et considérons une oscillation du miroir autour
de sa position d’équilibre. Quand le miroir passe par L∗ en allant vers la
droite, le nombre de photons est en train d’augmenter dans la cavité. Du
fait de la constante de temps nécessaire pour que ce nombre de photons
atteigne sa valeur stationnaire, ce nombre de photons va être inférieur à ce

Cours 2 – page 12



LE REFROIDISSEMENT DOPPLER ET LE PIÈGE MAGNÉTO-OPTIQUE § 4. Le piège magnéto-optique

FPR

FPR

Fressort FPR

g"

e"

x

y

z

§ 0.

mz = 0

Cours 0 – page 1

§ 0.

mz = 0

J = 1

J = 0

g

e

Cours 0 – page 1

§ 0.

mz = 0

J = 1

J = 0

g

e

Cours 0 – page 1

§ 0.

mz = 0

J = 1

J = 0

g

e

Cours 0 – page 1

§ 0.

mz = 0

mz = +1

mz = �1

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p+ q

W (q|p)
�5 vr

5 vr

0

Cours 0 – page 1 – 16 avril 2015 – 09:54

§ 0.

mz = 0

mz = +1

mz = �1

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p+ q

W (q|p)
�5 vr

5 vr

0

Cours 0 – page 1 – 16 avril 2015 – 09:54

§ 0.

mz = 0

mz = +1

mz = �1

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p+ q

W (q|p)
�5 vr

5 vr

0

+~k

�~k

Cours 0 – page 1 – 16 avril 2015 – 09:59

§ 0.

mz = 0

mz = +1

mz = �1

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p+ q

W (q|p)
�5 vr

5 vr

0

+~k

�~k

Cours 0 – page 1 – 16 avril 2015 – 09:59

§ 0.

mz = 0

J = 1

J = 0

g

e

Cours 0 – page 1

§ 0.

mz = 0

mz = +1

mz = �1

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p+ q

W (q|p)
�5 vr

5 vr

0

+~k

�~k

état fondamental

état excité

v

v + vr

v � vr

s+(v)

s�(v)

v + 2vr

v � 2vr

�/!r

Ec/Er

Ec =
7
10

~�
4

+v0

�v0

�a

�b

taux d’absorption

0

+v1

�v1

x

+x0

�x0

�+

��

Cours 0 – page 1 – 18 avril 2015 – 11:13

§ 0.

mz = 0

mz = +1

mz = �1

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p+ q

W (q|p)
�5 vr

5 vr

0

+~k

�~k

état fondamental

état excité

v

v + vr

v � vr

s+(v)

s�(v)

v + 2vr

v � 2vr

�/!r

Ec/Er

Ec =
7
10

~�
4

+v0

�v0

�a

�b

taux d’absorption

0

+v1

�v1

x

+x0

�x0

�+

��

Cours 0 – page 1 – 18 avril 2015 – 11:13

§ 0.

mz = 0

mz = +1

mz = �1

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p+ q

W (q|p)
�5 vr

5 vr

0

+~k

�~k

état fondamental

état excité

v

v + vr

v � vr

s+(v)

s�(v)

v + 2vr

v � 2vr

�/!r

Ec/Er

Ec =
7
10

~�
4

+v0

�v0

�a

�b

taux d’absorption

0

+v1

�v1

x

+x0

�x0

�+

��

Cours 0 – page 1 – 18 avril 2015 – 11:13

§ 0.

mz = 0

mz = +1

mz = �1

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p+ q

W (q|p)
�5 vr

5 vr

0

+~k

�~k

état fondamental

état excité

v

v + vr

v � vr

s+(v)

s�(v)

v + 2vr

v � 2vr

�/!r

Ec/Er

Ec =
7
10

~�
4

+v0

�v0

�a

�b

taux d’absorption

0

+v1

�v1

x

+x0

�x0

�+

��

Cours 0 – page 1 – 18 avril 2015 – 11:13

L* L

Fressort

Fressort

vitesse

vitesse

Puissance intra-cavité

FIGURE 2.7. Cavité Fabry–Perot avec un miroir mobile. Pour un choix convenable
de la position d’équilibreL∗, la force de pression de radiation amortit le mouvement
du centre de masse de miroir. L’amortissement provient du temps non nul que met
la puissance intra-cavité à s’ajuster à la position du miroir quand celui-ci oscille
autour de sa position d’équilibre.

qu’il serait si le miroir était immobile en L∗. La force de pression de radia-
tion est donc plus faible que ce qu’elle serait pour un miroir immobile et
la force ressentie par le miroir quand il passe au point L∗ est donc dirigée
vers la gauche :

Miroir passant en L∗ vers la droite : FPR + Fressort < 0, (2.53)

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

Miroir passant en L∗ vers la gauche : FPR + Fressort > 0. (2.54)

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

4 Le piège magnéto-optique

La mélasse optique fondée sur l’effet Doppler fournit un moyen simple
pour freiner les atomes et maintenir leur vitesse autour de 0, avec une tem-
pérature de l’ordre de ~Γ/kB. Le piège magnéto-optique fournit, en com-
plément du refroidissement Doppler, un moyen de confiner les atomes au-
tour d’un point donné. Le seul ingrédient supplémentaire est un gradient
de champ magnétique, qui agit de manière différente sur le niveau fonda-
mental et sur le niveau excité de l’atome, et qui introduit une dépendance
spatiale de la force de pression de radiation. Ce principe a été mis en œuvre
pour la première fois par Raab et al. (1987).
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radiation pressure. Indeed, with the estimated mirror absorption
(,3 p.p.m.), thermoelastic effects are expected to be 106 times lower.
Bolometric effects15 are difficult to estimate, but both the low absorp-
tion and the large thickness of the resonator are in favour of a neg-
ligible effect. We have also performed the same experiment for other
modes of the resonator, with the same excellent agreement with
theory. In particular, a mode with a resonance frequency
Vm5 2p3 2.824MHz larger than the cavity bandwidth Vc exhibits
a frequency shift (Veff2Vm) with an opposite sign, as expected from
equations (3) and (7) for not-too-large detunings Q.

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

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

and the black one to Ceff5 0. Above this line, the resonator becomes
unstable and starts to oscillate at its effective resonance frequency, as
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FIGURE 2.8. Température effective associée au mouvement du centre de masse du
miroir mobile d’une cavité Fabry–Perot, en fonction du désaccord de cette cavité.
La ligne pointillée est la prédiction obtenue en ne considérant qu’un seul mode du
micro-résonateur mécanique, la ligne continue prend en compte la contribution
des autres modes. Figure extraite de Arcizet et al. (2006).

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

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

Pour être plus quantitatif, introduisant le moment magnétique µ asso-
cié au niveau excité atomique, de sorte que le déplacement Zeeman d’un
sous-niveau m s’écrit mµB, où B est l’amplitude du champ magnétique à

g"

e"

x

y

z

§ 0.

mz = 0

Cours 0 – page 1

§ 0.

mz = 0

J = 1

J = 0

g

e

Cours 0 – page 1

§ 0.

mz = 0

J = 1

J = 0

g

e

Cours 0 – page 1

§ 0.

mz = 0

J = 1

J = 0

g

e

Cours 0 – page 1

§ 0.

mz = 0

mz = +1

mz = �1

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p+ q

W (q|p)
�5 vr

5 vr

0

Cours 0 – page 1 – 16 avril 2015 – 09:54

§ 0.

mz = 0

mz = +1

mz = �1

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p+ q

W (q|p)
�5 vr

5 vr

0

Cours 0 – page 1 – 16 avril 2015 – 09:54

§ 0.

mz = 0

mz = +1

mz = �1

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p+ q

W (q|p)
�5 vr

5 vr

0

+~k

�~k

Cours 0 – page 1 – 16 avril 2015 – 09:59

§ 0.

mz = 0

mz = +1

mz = �1

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p+ q

W (q|p)
�5 vr

5 vr

0

+~k

�~k

Cours 0 – page 1 – 16 avril 2015 – 09:59

§ 0.

mz = 0

J = 1

J = 0

g

e

Cours 0 – page 1

§ 0.

mz = 0

mz = +1

mz = �1

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p+ q

W (q|p)
�5 vr

5 vr

0

+~k

�~k

état fondamental

état excité

v

v + vr

v � vr

s+(v)

s�(v)

v + 2vr

v � 2vr

�/!r

Ec/Er

Ec =
7
10

~�
4

+v0

�v0

�a

�b

taux d’absorption

0

+v1

�v1

x

+x0

�x0

�+

��

Cours 0 – page 1 – 18 avril 2015 – 11:13

§ 0.

mz = 0

mz = +1

mz = �1

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p+ q

W (q|p)
�5 vr

5 vr

0

+~k

�~k

état fondamental

état excité

v

v + vr

v � vr

s+(v)

s�(v)

v + 2vr

v � 2vr

�/!r

Ec/Er

Ec =
7
10

~�
4

+v0

�v0

�a

�b

taux d’absorption

0

+v1

�v1

x

+x0

�x0

�+

��

Cours 0 – page 1 – 18 avril 2015 – 11:13

§ 0.

mz = 0

mz = +1

mz = �1

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p+ q

W (q|p)
�5 vr

5 vr

0

+~k

�~k

état fondamental

état excité

v

v + vr

v � vr

s+(v)

s�(v)

v + 2vr

v � 2vr

�/!r

Ec/Er

Ec =
7
10

~�
4

+v0

�v0

�a

�b

taux d’absorption

0

+v1

�v1

x

+x0

�x0

�+

��

Cours 0 – page 1 – 18 avril 2015 – 11:13

§ 0.

mz = 0

mz = +1

mz = �1

J = 1

J = 0

g

e

impulsion

p

p+ q

W (q|p)
�5 vr

5 vr

0

+~k

�~k

état fondamental

état excité

v

v + vr

v � vr

s+(v)

s�(v)

v + 2vr

v � 2vr

�/!r

Ec/Er

Ec =
7
10

~�
4

+v0

�v0

�a

�b

taux d’absorption

0

+v1

�v1

x

+x0

�x0

�+

��

Cours 0 – page 1 – 18 avril 2015 – 11:13

FIGURE 2.9. Principe de base du piège magnéto-optique (version uni-
dimensionnelle). Le force de pression de radiation créée par chaque onde lumineuse
dépend de la position en raison de la présence d’un gradient de champ magnétique.
La résultante des deux forces de pression de radiation est une force de rappel vers
l’origine.

l’emplacement de l’atome. Pour le gradient de champ magnétique repré-
senté sur la figure 2.9, l’amplitude du champ s’écrit B = b′x, de sorte que
la force ressentie par un atome localisé au point x avec la vitesse v s’écrit :

F (x, v) =
~kΓ

2

I

Isat

[ 1

1 + 4(∆− kv − µb′x/~)2/Γ2

− 1

1 + 4(∆ + kv + µb′x/~)2/Γ2

]
. (2.55)

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

F (x, v) = −Kx−Mαv, (2.56)

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

K = kµb′s0
2Γ|∆|

∆2 + Γ2/4
. (2.57)

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

1

2
Kx2

0 =
1

2
Mv2

0 =
1

2
kBT, (2.58)

soit

x0 =

(
~Γ

4kµb′s0

)1/2

(2.59)

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

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

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

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

L’article déjà cité de Chang et al. (2014) a mesuré cette taille pour des
atomes d’hélium dans un niveau électronique métastable. La densité spa-
tiale dans le piège magnéto-optique qu’ils ont réalisé était faible (limitée
par les collisions Penning), si bien que les effets collectifs que nous allons
discuter ci-dessous étaient négligeables dans leur cas. Les tailles mesurées
sont en bon accord avec la prédiction (2.59), comme on peut le voir sur la
figure 2.10.
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IV. RESULTS

A. Temperature

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

B. Cooling dynamics for 3D optical molasses

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

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

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

C. The MOT sizes

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

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

2
i = 1

2kBT , (8)

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

κi = −α2-level
µB ′

i

!k
, (9)

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

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

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

x and the detuning
δ of the MOT beams. We plot in Fig. 4 the experimental
measurements along with the theoretical predictions in the
Doppler-cooling regime. The behavior of the MOT sizes with
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FIG. 4. (Color online) The rms sizes of the MOT clouds σx and
σy (blue and red) as a function of (a) the laser detuning and (b) the
magnetic-field gradient. The lines result from numerical calculation
(no adjustable parameter) of the expected sizes in the regime of
Doppler cooling (see the text), accounting for a 5% error on the
calibration of the light intensity. The inset in (b) shows the temperature
of the MOT as a function of the magnetic-field gradient B ′.
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IV. RESULTS

A. Temperature

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

B. Cooling dynamics for 3D optical molasses

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

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

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

C. The MOT sizes

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

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

2
i = 1

2kBT , (8)

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

κi = −α2-level
µB ′

i

!k
, (9)

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

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

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

x and the detuning
δ of the MOT beams. We plot in Fig. 4 the experimental
measurements along with the theoretical predictions in the
Doppler-cooling regime. The behavior of the MOT sizes with
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FIG. 4. (Color online) The rms sizes of the MOT clouds σx and
σy (blue and red) as a function of (a) the laser detuning and (b) the
magnetic-field gradient. The lines result from numerical calculation
(no adjustable parameter) of the expected sizes in the regime of
Doppler cooling (see the text), accounting for a 5% error on the
calibration of the light intensity. The inset in (b) shows the temperature
of the MOT as a function of the magnetic-field gradient B ′.
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FIGURE 2.10. Taille à l’équilibre d’un piège magnéto-optique d’atomes d’hélium
métastables en fonction du désaccord ∆ et du gradient de champ magnétique b′.
Les deux séries de points correspondent à deux axes différents du champ magné-
tique quadrupolaire du piège. Les lignes continues sont les prédictions de la théorie
présentée dans ce chapitre, compte tenu des effets de saturation. Figures tirées de
Chang et al. (2014).

4-2 Capture dans un piège magnéto-optique

Outre le fait de ramener tous les atomes en un même point de l’espace,
le piège magnéto-optique a l’avantage de capturer des atomes à une vitesse
notablement plus grande qu’une mélasse optique. Ce point est illustré sur
le portrait de phase de la figure 2.4. La résonance d’un atome avec le laser
se produit pour tous les couples "position-vitesse" vérifiant :

±∆ = kv + µb′x/~. (2.60)

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

|∆| ≈ µb′

~
L

2
. (2.61)

À l’autre extrémité de la zone de capture (x = −L/2), le même faisceau
est résonant avec des atomes de vitesse vi satisfaisant la condition de réso-
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nance (2.60) :

|∆| = kvi +
µb′

~
(−L)

2
⇒ kvi = 2 |∆| = µb′L/~. (2.62)

Il reste à choisir le gradient de champ magnétique b′ le plus grand possible,
compatible avec la force de pression de radiation disponible ; le problème
est similaire à celui d’un ralentisseur Zeeman, dans lequel il faut mainte-
nir la condition de résonance en tout point de l’espace, compte tenu de
la variation d’effet Doppler. Dans le cas qui nous intéresse ici, il faut que
les points (x, v) de l’espace des phases pour lesquels la résonance (2.60) se
produit soient tels que

F = M
dv

dt
= Mv

dv

dx
< Fmax (2.63)

où Fmax = ~k Γ
2

I
Isat

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

dx = µb′/~k déduite de la condition de réso-
nance et la vitesse initiale (2.62) dans cette relation, on en déduit la vitesse
de capture et le gradient de champ magnétique correspondant :

kvi
Γ

=
µb′L
~Γ
≈
(
L

`

I

2Isat

)1/2

. (2.64)

On voit donc que cette vitesse de capture varie comme L1/2 au lieu de
la loi en L1/4 trouvée pour la mélasse. En pratique, pour des paramètres
raisonnables, cette vitesse de capture dans un piège magnéto-optique est
deux à trois fois plus grande que pour une mélasse (cf. figure 2.4). Ceci se
traduit par un gain considérable en termes de nombre d’atomes refroidis si
on part d’une vapeur à l’équilibre thermique à température ambiante : on
capture en effet la partie "basses vitesses" de la distribution thermique, et
le flux d’atomes entrant dans la région de capture avec une vitesse v . vi
varie comme v4

i . Un gain d’un facteur 2 sur la vitesse de capture (comme
sur la figure 2.4) se traduit par un gain d’un facteur 16 du flux d’atomes
refroidis.

4-3 Taille d’équilibre « à N atomes »

En pratique, les tailles mesurées pour les nuages d’atomes confinés
dans un piège magnéto-optique sont la plupart du temps bien supérieures

à la prédiction (2.59) (la figure 2.10 est une exception). Ceci est dû aux ef-
fets collectifs entre atomes, plus précisément à la répulsion causée par la
pression de radiation de la lumière de fluorescence (Walker et al. 1990). La
situation est similaire à celle d’une étoile comme le soleil, où la force de
gravité qui tend à contracter l’étoile sur elle-même est compensée par la
pression de radiation.

En pratique, la densité au sein d’un piège magnéto-optique est limi-
tée à une valeur de l’ordre de 1010 atomes/cm3, et le diamètre du nuage
piégé peut atteindre une valeur de l’ordre du cm. Pour retrouver ces ordres
de grandeur, commençons par évaluer la répulsion effective entre atomes.
Considérons une paire d’atomes séparés par une distance r. L’atome 1,
éclairé par les six faisceaux laser formant le piège magnéto-optique, dif-
fuse des photons avec un taux γ = 6 × (Γs0/2). Nous supposerons pour
simplifier que ces photons sont émis de manière isotrope. L’atome 2 va ab-
sorber une fraction σabs/(4πr

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

F = γ~k
σabs

4πr2
. (2.65)

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

σabs =
3λ2

2π

1

1 + 4∆2/Γ2
. (2.66)

L’équilibre du nuage d’atomes sous l’effet conjoint de la force de pié-
geage −Kr et de la répulsion entre atomes est un problème classique. Pla-
çons à température nulle pour simplifier, ce qui sera légitime si la taille
d’équilibre est grande devant la taille « à un atome » donnée en (2.59). Fai-
sons de plus l’hypothèse, que nous vérifierons a posteriori, que la densité
atomique est constante et égale à n à l’intérieure d’une sphère de rayon R,
et nulle en dehors, avec N = 4

3πR
3n. Dans ce cas, on peut évaluer l’effet

moyen de la force de répulsion par le théorème de Gauss : on a une assem-
blée de particules se repoussant deux à deux par une force en 1/r2 comme

4. Nous aurons l’occasion de revenir sur les subtilités concernant la section efficace de
diffusion d’un photon par un atome quand ce dernier est « habillé » par la lumière d’un laser.
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la force de Coulomb. Dans une géométrie sphérique avec une densité uni-
forme, on sait que le champ électrique est radial et varie linéairement avec
la distance r au centre à l’intérieur de la sphère. Dans le cas qui nous inté-
resse ici, la force totale de pression de radiation due à la lumière diffusée
s’écrit donc F = K ′r avec

K ′ =
1

3
γ~kσabsn (2.67)

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

n =
16π

3

µb′

~λ2

|∆|
Γ2

. (2.68)

Le fait que l’équilibre soit obtenu en tout point valide l’hypothèse ini-
tiale de densité uniforme. En prenant des paramètres typiques d’un piège
magnéto-optique pour les atomes alcalins, b′ = 0.1 T/m, |∆| = 3 Γ et µ
égal au magnéton de Bohr, on trouve une densité à l’équilibre de 1.7× 1010

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

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

diffusion multiple (qui tend à faire exploser le nuage) l’emporte sur l’ef-
fet d’absorption (qui tend à le comprimer) (Walker et al. 1990). Pour une
prise en compte quantitative de la compétition entre ces deux effets, voir
par exemple Townsend et al. (1995).

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

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

4-4 Au tour des molécules

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

Très récemment, le premier piège magnéto-optique 3D pour des molé-
cules a été réalisé par Barry et al. (2014). Peu de temps avant, un piégeage
1D et 2D avait été observé par Hummon et al. (2013). Il s’agit d’expériences
complexes, car la structure de niveaux d’une molécule di-atomique ne per-
met pas d’isoler une transition unique sur laquelle on pourrait échanger un
nombre de photons suffisants. L’expérience de Barry et al. (2014), menée
sur le monofluorure de strontium (SrF), met en jeu 7 niveaux vibrationnels
moléculaires différents (figure 2.11), chacun étant clivé en sous-niveaux du
fait de la rotation de la molécule et de sa structure hyperfine (le trait re-
présentant le niveau fondamental v = 0 correspond à 12 états). Il faut uti-
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Extended Data Figure 1 | Relevant energy levels and transitions in SrF.
a, Vibrational branching in SrF. Solid upward arrows denote transitions driven
by the MOT lasers. Spontaneous decays from the A2P1/2(v95 0) state (solid
wavy arrows) and A2P1/2(v95 1, 2) states (dashed wavy arrows) are governed
by the vibrational branching fractions b0v, b1v and b2v, as shown. b, Optical

addressing scheme for the SrF MOT. c, Energy levels of the X2S(v5 0, N5 1)
state versus B. Energy levels are labelled by their mF value with mF5 2 (red
lines), mF5 1 (orange lines), mF5 0 (green), mF521 (blue) and mF522
(purple).
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FIGURE 2.11. Schéma des niveaux moléculaires de SrF utilisés pour le piégeage
magnéto-optique de cette molécule. Quatre sources lasers et plusieurs modulateurs
électro-optiques sont nécessaires pour interagir avec la molécule pendant ∼ 1s
(106 photons échangés). A droite, piège magnéto-optique avec ∼ 300 molécules,
T ∼ 2 mK, et une durée de vie de 60 ms, limitée par la profondeur du piège. Figure
extraite de Barry et al. (2014).

liser 4 sources laser (les traits droits de la figure 2.11), chacune modulée
électro-optiquement pour exciter les différents sous-niveaux. Grâce à ces
multiples lasers, une molécule donnée peut échanger en moyenne ∼ 106

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

La difficulté de l’expérience est encore accrue par le fait que la transi-
tion considérée ne se ramène pas à une simple transition Jg = 0↔ Je = 1,
mais comporte des états noirs (nous reviendrons sur cette notion dans un
chapitre ultérieur). Une fois tombée dans un état noir, la molécule cesse de

ressentir une force et risque de s’échapper du piège. Il faut donc périodi-
quement basculer les polarisations des faisceaux lumineux et la direction
du champ magnétique pour recycler ces états noirs. Une fois toutes ces
précautions prises, on peut effectivement observer le piège ! Le nouveau-
né contient environ 300 molécules (ce qui est encore peu comparé aux mil-
liards d’atomes qu’un piège magnéto-optique peut accumuler), à une tem-
pérature de 2 millikelvin environ. Cette température est dix fois supérieure
à la limite Doppler, ce que les auteurs interprètent comme une conséquence
de l’existence des états noirs. La durée de vie du piège est de 60 ms, ce qui
est là aussi bien inférieur au résultat mesuré pour des atomes (qui peut at-
teindre plusieurs minutes). La raison probable de cette faible durée de vie
est la profondeur limitée du piège, qu’on peut estimer à 5 kBT seulement.
Il y a donc une évaporation des molécules du piège, qui limite leur temps
de séjour.
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