
Chapitre 5

Sisyphe brillant, Sisyphe gris
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Les premières mélasses optiques en raie large ont été réalisées en 1985
aux Bell Labs avec des atomes de sodium (Chu et al. 1985). Les mesures
précises de température ont été faites au NIST (le NBS à l’époque) sur des
mélasses de cette même espèce atomique par Lett et al. (1988) et Lett et al.
(1989) (figure 5.1). La conclusion de ces mesures fut sans appel : le refroidis-
sement Doppler ne pouvait à lui seul expliquer le refroidissement observé ;
les températures étaient plus basses que la limite kBT = ~Γ/2 prévue et la
variation de la température avec le désaccord du laser n’était pas du tout
en accord avec la théorie. Plusieurs modèles de refroidissement ont alors
été développés (Ungar et al. 1989; Dalibard & Cohen-Tannoudji 1989), avec
en point commun l’idée de prendre en compte plus fidèlement la structure
de la transition atomique, en allant au delà du modèle à deux niveaux.

Le point clé est que pour un atome à plusieurs sous-niveaux fondamen-
taux, de longues constantes de temps peuvent apparaître, liées au temps de
pompage optique entre sous-niveaux. À ces longues constantes de temps,
peuvent être associées de basses énergies. Au contraire, dans le modèle à
deux niveaux à la base du refroidissement Doppler, la seule constante de
temps pertinente est Γ−1, et l’énergie associée ~Γ donne la limite du re-
froidissement Doppler. Parmi tous les modèles 1D développés à l’époque,
le plus robuste est probablement l’effet Sisyphe, qui se généralise presque
tel quel à trois dimensions [pour une revue, voir par exemple Grynberg
& Robilliard (2001)]. C’est donc lui que nous allons discuter maintenant
dans sa version initiale, avant de passer à des développements récents qui
généralisent ce type de refroidissement à d’autres transitions atomiques.
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FIGURE 5.1. Premières mesures précises de la température dans une mélasse op-
tique (atomes de sodium). La courbe tiretée représente la prédiction pour le refroi-
dissement Doppler. Figure extraite de Lett et al. (1988).

1 Le modèle Sisyphe standard

1-1 Transition 1/2↔ 3/2

Le modèle le plus simple pour le refroidissement Sisyphe est celui d’une
transition entre un état fondamental Jg = 1/2 et un état excité Je = 3/2 (fi-
gure 5.2). Le choix de cette transition est logique ; nous avons vu que la
transition atomique la plus simple Jg = 0 E→ Je = 1 ne donnait lieu
qu’à un refroidissement Doppler, avec une température bornée par la li-
mite Doppler (pour une raie large) kBT ≥ ~Γ/2. L’apparition de cette borne
inférieure peut être reliée – sans que ce soit une preuve absolue – au fait que
la seule constante de temps figurant alors dans la dynamique interne de
l’atome est la durée de vie de l’état excité Γ−1. En passant à une structure
atomique plus compliquée, notamment pour l’état fondamental, l’espoir
est de voir apparaître des nouvelles constantes de temps, nettement plus
longues. Ces constantes de temps correspondent par exemple au temps de
pompage optique d’un état Zeeman fondamental |g,±1/2〉 vers l’autre.

Pour créer une dynamique non triviale entre ces deux états fondamen-
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FIGURE 5.2. Transition atomique Jg = 1/2 ↔ Je = 3/2 et configuration laser
1D lin⊥lin donnant naissance à l’effet Sisyphe.

taux, que nous noterons à partir de maintenant |g±〉, il est nécessaire de pla-
cer l’atome dans une situation où la polarisation de la lumière varie dans
l’espace. Limitons nous ici à un exemple unidimensionnel, avec un mou-
vement le long de l’axe z. Le prototype d’une telle situation correspond à
la superposition de deux ondes lumineuses progressives se propageant en
sens contraire le long de l’axe z, de polarisations linéaires orthogonales εx
et εy (configuration lin⊥lin, figure 5.2). Les deux ondes sont choisies avec
la même fréquence, la même intensité, et une phase relative telle que la
polarisation résultante ε(z) varie dans l’espace de la manière suivante :

ε(z) =
1√
2

(
εxeikz E iεye−ikz

)
=

1√
2

(ε− cos(kz)E iε+ sin(kz)) , (5.1)

où les vecteurs unitaires complexes ε± = (∓εx E iεy)/
√

2 représentent la
base de polarisation circulaire droite et gauche.

La polarisation de la lumière évolue donc continûment et de manière
périodique le long de l’axe z. Elle est circulaire gauche (ε−) aux points z = 0
modulo λ/2, circulaire droite (ε+) aux points z = λ/4 modulo λ/2, et ellip-
tique entre ces points. En particulier, elle est linéaire en z = λ/8 modulo
λ/4, selon les bissectrices de εx et εy .

1-2 Déplacements lumineux et pompage optique

Dans l’hypothèse où le désaccord ∆ entre la fréquence du faisceau laser
et la fréquence atomique est grand devant la fréquence de Rabi κ caractéri-
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SISYPHE BRILLANT, SISYPHE GRIS § 1. Le modèle Sisyphe standard

sant le couplage atome-lumière, on sait que l’atome va être très majoritai-
rement dans un des deux états g± et on va pouvoir négliger le temps passé
dans le niveaux excité. L’effet de la lumière sur l’atome est alors double :

– La lumière crée un potentiel lumineux qui déplace les énergies de g±
d’une quantité qui dépend de la proportion de lumière σ± en un point
donné. On obtient ainsi une modulation différentielle V±(z) des éner-
gies de g±.

– La lumière induit des transitions g+ ↔ g− par des processus Raman
spontanés, c’est-à-dire l’absorption d’un photon d’une des deux ondes
laser et l’émission spontanée d’un photon de fluorescence. Le taux de
transition γ+→−(z) de g+ vers g− fait intervenir l’intensité locale de
lumière σ− au point où se trouve l’atome et il est donc modulé dans
l’espace. Il en va de même pour le taux de transition γ−→+(z) de g−
vers g+.

Le refroidissement Sisyphe va résulter de la corrélation entre les poten-
tiels lumineux V±(z) et les taux de pompage optique γ+→−(z) et γ−→+(z).
Pour une description plus quantitative, commençons par calculer les dé-
placements lumineux. On utilise pour cela les facteurs d’intensité (carrés
des coefficients de Clebsch–Gordan) représentés sur la figure 5.2. En un
point z donné, le niveau g+ sera déplacé par une quantité proportionnelle
I+(z) + 1

3I−(z), où I±(z) sont les intensités associées aux polarisations σ±
au point z. De même, le niveau g− sera déplacé par une quantité propor-
tionnelle à I−(z) + 1

3I+(z). A une constante additive près sans importance
ici, les potentiels lumineux ressentis par g± s’écrivent donc (figure 5.3)

V+(z) = V0 cos2(kz), V−(z) = V0 sin2(kz), (5.2)

où l’énergie V0 est donnée par V0 = 2
3~(E∆)s0. On note ici s0 le paramètre

de saturation pour chacune des deux ondes progressives :

s0 =
κ2/2

∆2 + Γ2/4
(5.3)

où κ est la fréquence de Rabi associée à chaque onde progressive, calculée
pour un coefficient de Clebsch–Gordan égal à 1. La quantité V0 est positive
pour un désaccord négatif, qui est le signe envisagé ici (comme pour le
refroidissement Doppler).
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Fig. 7. Variations with velocity v of the force due to polarization gradients in the lin lin configuration for a Jg = 1/2 Je = 3/2 transition
(solid curve). The values of the parameters are Q2 = 0.3r, a = -r. The dotted curve shows sum of the two radiation pressure forces exerted in-
dependently by the two Doppler-shifted counterpropagating waves. The force due to polarization gradients leads to a much higher friction
coefficient (slope at v = 0) but acts on a much narrower velocity range.

D
kBT= - (4.30)

a

Finally, we discuss the validity of the semiclassical approxi-
mation used throughout this calculation.

In order to calculate the exact value of Dp, one could
compute the correlation function of the force operator.'2 "13
For a multilevel atom, such a calculation would be rather
tedious, so that we prefer to use a heuristic calculation here.

There are three main contributions to Dp; the two first
ones are already present for a Jg = 0 Je = 1 transition, 2 '
and the third one is specific of an atom with several ground-
state sublevels:

(i) There are fluctuations of the momentum carried
away by fluorescence photons.

(ii) There are fluctuations in the difference among the
number of photons absorbed in each of the two laser waves.

(iii) There are fluctuations of the instantaneous dipole
force oscillating back and forth between f,/2(z) and f-/ 2 (z) at
a rate 1/Tp.

For a Jg = 0 Je = 1 transition, 2 ' the two first contribu-
tions give for a dipole radiation pattern

(4.31)

nitude for these two contributions in the case of a Jg = 1/2
Je = 3/2 transition. To evaluate the third contribution
(coefficient Dp"), we start from

D = dr[f(t)f(t + T) - 2], (4.32)

which must be calculated for an atom at rest in z (the label z
was omitted for simplification). The force f(t) oscillates
between f,/2(z) and f-.1 2 (z), and its correlation function can
be written as

f(t)f(t + T) = > Y fjP(i, t; j, t + T),
i=+1/2 j=1/2

(4.33)

where P(i, t; j, t + r) represents the probability of being in
state i at time t and in state j at time t + T. The calculation
is then similar to the one done to evaluate the fluctuations of
the dipole force for a two-level atom (Ref. 16, Subsection
4B), and it leads to

Dp 4[f, 2(z)] 21/ 2St(z) II_/ 2St(z)Tp

= 2h2 k2 - so sin4(2kz).

Once this is averaged over a wavelength, it gives

Dp"_ 3 622rDr- Th h2 -So.

(4.34)

(4.35)We assume that Eq. (4.31) still gives the good order of mag-

D- '' 7h 2k2rso.
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Fig. 2. - Temperature as a function of laser intensity and detuning. a) The lines are least-squares fits 
to those points which for a given detuning are within the range of validity of eq. (1). Insert: lowest 
temperature achieved as a function of detuning, for both polarization configurations. For 181 >>r 
(U2x = 5.3 MHz) the lowest temperature is essentially constant. b) Temperatures of a) plotted against 
Q2/)8(r. The straight iine is a fit to the points with small Q2//8(I'. 181/2n = 10 MHz (il, 20 MHz (O), 
30 MHz (O), 40 MHz (x), 54 MHz (O), 95 MHz (*), 140 MHz (O). 

each detuning, there is a lower l i t  to the intensity for which the molasses can function. As 
the intensity is decreased toward this limit, we observe a udisintegrationm of the molasses 
which manifests itself as a dramatic decrease in the size of the TOF signal and the 
appearance of wide wings on the TOF spectrum. The signal h a l l y  disappears at  an intensity 
which is nearly linear in detuning, and approximately given, to within about 15% for a given 
laser intensity calibration (see below), by 0 2 / ( 6 l r  = (0.6 + 2.W/161). At high intensity 
and for the smallest detunings, we observe a deviation from the linear law mentioned above; 
in this domain, the temperature increases more slowly than the laser intensity. 

In order to further illustrate the agreement with eq. (l), we have replotted in fig. 2b) the 
temperature as a function of 02/)61r. This strikingly demonstrates that the temperature 
depends only on this single parameter and is quite iinear for small values of 02/16(I'. We 
determine C of eq. (1) by calculating C(6)= 161(aTIai) for each 6. Excluding the 
6 =  - 10 MHz data, these C(6) are, as expected from eq. (l), independent of 6, to within a 
standard deviation of 5%. Expressing T in units of iii'lkB, and detuning and Rabi frequency 
in units of the natural width r, C is dimensionless, and for linIllin we find the average 
CI, = 0.45. The lin 1 lin data are similar and give C, = 0.35. 

The lowest measured temperature is (2.5 + 0.6) pK. As shown in the insert of fig. 2, it is 
nearly independent of detuning for 161 > W and we find that it is also independent of the 
polarization choice of the experiment. The corresponding r.m.s. velocity along the vertical 
axis v,.,., = (2kBTIM)lR is only 12.5 mm/s or 3.6 times the single photon recoil velocity 
v,, = hklM. Still narrower TOF peaks with «TB < 2 pK have been obtained but showing 
significantly non-Gaussian character in the wings. 

The uncertainty (standard deviation) of 0.6 pK includes the following contributions. 
Uncertainty in vertical thickness of the slice and the probe: 0.3 pK; uncertainty in the 
calculated effect of the slicing: 0.3 pK; statistical fluctuations in the measured TOF widths: 
0.3 pK; heating by the probe beam, which affects the time an atom spends in the probe: 
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FIGURE 5.3. Potentiels V±(z) créés par la lumière sur les deux états fondamen-
taux g±. Les disques sombres indiquent les populations stationnaires pour un
atome au repos résultant des processus de pompage optique.

Nous pouvons calculer de même le taux γ±→∓(z) avec lequel l’atome
initialement dans g± va sauter vers g∓. On trouve

γ+→−(z) = γ0 cos2(kz), γ−→+(z) = γ0 sin2(kz), (5.4)

avec γ0 = 2
9Γs0. On trouve bien la corrélation annoncée entre déplacements

lumineux et taux de pompage optique.

L’équation d’évolution de la population P+ en un point z donné est

dP+

dt
= Eγ+→−(z)P+ + γ−→+(z)P−, (5.5)

et idem pour P−. En utilisant P+ +P− = 1, cette équation d’évolution peut
encore s’écrire

dP+

dt
= Eγ0

[
P+ E P stat

+ (z)
]
, (5.6)

où les populations stationnaires P stat
± (z) pour un atome au repos en z sont

données par (figure 5.3) :

P stat
+ (z) = sin2(kz), P stat

− (z) = cos2(kz). (5.7)

Ce résultat indique que le niveau le plus peuplé est toujours le plus bas des
deux états g+ et g−. En z = 0 par exemple, la lumière est polarisée selon
ε− et l’atome est pompé optiquement dans l’état g− pour lequel V−(z) = 0,
alors que V+(z) = V0 > 0.

Cours 5 – page 3



SISYPHE BRILLANT, SISYPHE GRIS § 2. Limite du refroidissement Sisyphe

z

σ+

V(z)

g_ g+ σ- σ+

Jg=1/2

Je=3/2
εx εy

σ+ σ- σ+

λ/4#

1 1
1/31/3

g_

g+

FIGURE 5.4. Evolution typique dans V±(z) pour une vitesse de l’ordre de γ0/k.

1-3 Le mécanisme Sisyphe

Pour un atome au repos, nous venons de voir que le pompage optique
a tendance à faire passer l’atome du sommet des collines de potentiel au
fond des vallées. C’est ce point-clé qui donne son nom à l’effet Sisyphe (fi-
gure 5.4). On comprend intuitivement pourquoi ce dernier donne lieu à un
refroidissement : si l’atome bouge avec une vitesse v faible mais non nulle,
il va avoir tendance à monter plus de collines qu’en descendre. La conser-
vation de l’énergie est assurée par l’émission spontanée : lorsque un atome
gravit une colline de potentiel V±(z), il convertit son énergie cinétique en
énergie potentielle. Cette énergie est ensuite emportée par les photons de
fluorescence émis spontanément lors des processus de pompage optique ;
ceux-ci font passer l’atome d’un sommet de V± à une vallée de V∓, et les
photons ont en moyenne une énergie plus grande que l’énergie des pho-
tons des ondes lumineuses incidentes.

Cette image se généralise sans difficulté à trois dimensions, avec une
configuration d’intensité et de polarisation qui peut être plus ou moins
compliquée selon le nombre, la direction, et la phase relative des ondes lu-
mineuses (Grynberg & Robilliard 2001). Le point essentiel est (i) de main-
tenir le fait que les niveaux atomiques sont déplacés vers le bas par une
quantité qui dépend de l’espace, et (ii) que le pompage optique tend à ac-
cumuler l’atome dans le sous-niveau de plus basse énergie. Ce résultat est
garanti si on utilise une transition Jg ←→ Je = Jg + 1 et une lumière mo-
nochromatique de désaccord négatif, ∆ = ωL E ωA < 0.

2 Limite du refroidissement Sisyphe

Pour déterminer la limite du refroidissement, nous allons adopter ici
une approche de type mouvement brownien en calculant d’abord la force
de friction agissant sur l’atome, puis le coefficient de diffusion pour un
atome au repos. Nous verrons dans le paragraphe suivant (§ 3) comment
aller au delà de ce modèle linéaire simple.

2-1 La force de friction et sa plage de linéarité

Notre modèle de refroidissement Sisyphe correspond à un problème
de physique statistique relativement simple : une particule évolue dans le
potentiel bi-valué V±(z) en sautant aléatoirement entre les deux valeurs
avec les taux γ±→∓(z). Considérons un atome de vitesse v et déterminons
la force qui agit sur lui en régime stationnaire. Cette force s’écrit en fonction
de la probabilité P±(z, v) de trouver l’atome au point z dans l’état g± :

F (z, v) = P+(z, v)F+(z) + P−(z, v)F−(z), (5.8)

où F±(z) sont les forces qui dérivent des potentiels V±(z) :

F±(z) = ±kV0 sin(2kz). (5.9)

Pour calculer les probabilités d’occupation P±(z, v), reprenons l’équation
d’évolution (5.6) et cherchons son régime forcé. Ce dernier s’obtient en
remplaçant d

dt par v d
dz , et la solution s’écrit :

P±(z, v) =
1

2

(
1∓ cos(2kz) + (v/vc) sin(2kz)

1 + v2/v2c

)
avec 2kvc = γ0.

(5.10)
La moyenne de la force (5.8) sur une période spatiale vaut donc :

F (v) = EMα
v

1 + v2/v2c
avec Mα = k2

V0
γ0
. (5.11)

C’est la force de friction recherchée, qui appelle tout de suite trois com-
mentaires :

– Aux petites vitesses, v � vc, on obtient bien une force linéaire en vi-
tesse F (v) = EMαv, comme dans la théorie du mouvement brownien.
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– Le coefficient de friction α est proportionnel au rapport du déplace-
ment lumineux moyen V0 et du taux de pompage γ0. Ces deux quan-
tités sont proportionnelles à l’intensité lumineuse, ce qui fait que α est
indépendant de l’intensité. Plus précisément, on trouve :

V0 =
2

3
~|∆|s0, γ0 =

2

9
Γs0 E→ Mα = 3 ~k2

|∆|
Γ
. (5.12)

Cette valeur est à comparer à celle obtenue pour le refroidissement
Doppler dans le cas optimal (∆ = EΓ/2) :

MαDoppler = ~k2 s0, (5.13)

résultat valable uniquement si s0 � 1. En pratique, le coefficient de
friction correspondant à l’effet Sisyphe peut donc excéder par plu-
sieurs ordres de grandeur αDoppler.

– La plage sur laquelle la force est linéaire en vitesse est donnée par
|v| � vc, c’est-à-dire kv � 1

9Γs0 ou encore v/γ0 � λ/4π. Pour que la
force soit linéaire en vitesse, il faut donc que le déplacement de l’atome
pendant le temps de relaxation γ−10 soit très petit devant la période
spatiale du potentiel lumineux. En d’autres termes, il faut que de nom-
breux processus de pompage optique se produisent quand l’atome
parcourt une longueur d’onde. Cette plage de linéarité est proportion-
nelle au paramètre de saturation s0, donc à la puissance des ondes
lumineuses.

La plage de linéarité pour le refroidissement Sisyphe est beaucoup plus
petite que celle du refroidissement Doppler, pour lequel le résultat est in-
dépendant de la puissance de l’onde lumineuse (kv � Γ). En revanche
pour le refroidissement Doppler, le coefficient de friction diminue quand
on diminue cette puissance (figure 5.5), alors qu’il est constant (et grand)
pour le refroidissement Sisyphe. En fait, les deux mécanismes Doppler et
Sisyphe opèrent simultanément : on tire parti en même temps de la grande
plage de capture du refroidissement Doppler et du fort coefficient de fric-
tion du refroidissement Sisyphe.

La force (5.11) a pour maximum F = kV0/4 pour v = vc, puis elle dé-
croît comme 1/v aux grandes vitesses. Le maximum de la force pour v = vc
correspond à la situation où environ un processus de pompage optique se
produit par colline de potentiel, comme sur la figure 5.4. Cette force corres-
pond alors (à un coefficient multiplicatif près) à la force maximale ressentie
dans les montées du potentiel V±(z) (on ne peut pas espérer mieux !).
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Fig. 7. Variations with velocity v of the force due to polarization gradients in the lin lin configuration for a Jg = 1/2 Je = 3/2 transition
(solid curve). The values of the parameters are Q2 = 0.3r, a = -r. The dotted curve shows sum of the two radiation pressure forces exerted in-
dependently by the two Doppler-shifted counterpropagating waves. The force due to polarization gradients leads to a much higher friction
coefficient (slope at v = 0) but acts on a much narrower velocity range.

D
kBT= - (4.30)

a

Finally, we discuss the validity of the semiclassical approxi-
mation used throughout this calculation.

In order to calculate the exact value of Dp, one could
compute the correlation function of the force operator.'2 "13
For a multilevel atom, such a calculation would be rather
tedious, so that we prefer to use a heuristic calculation here.

There are three main contributions to Dp; the two first
ones are already present for a Jg = 0 Je = 1 transition, 2 '
and the third one is specific of an atom with several ground-
state sublevels:

(i) There are fluctuations of the momentum carried
away by fluorescence photons.

(ii) There are fluctuations in the difference among the
number of photons absorbed in each of the two laser waves.

(iii) There are fluctuations of the instantaneous dipole
force oscillating back and forth between f,/2(z) and f-/ 2 (z) at
a rate 1/Tp.

For a Jg = 0 Je = 1 transition, 2 ' the two first contribu-
tions give for a dipole radiation pattern

(4.31)

nitude for these two contributions in the case of a Jg = 1/2
Je = 3/2 transition. To evaluate the third contribution
(coefficient Dp"), we start from

D = dr[f(t)f(t + T) - 2], (4.32)

which must be calculated for an atom at rest in z (the label z
was omitted for simplification). The force f(t) oscillates
between f,/2(z) and f-.1 2 (z), and its correlation function can
be written as

f(t)f(t + T) = > Y fjP(i, t; j, t + T),
i=+1/2 j=1/2

(4.33)

where P(i, t; j, t + r) represents the probability of being in
state i at time t and in state j at time t + T. The calculation
is then similar to the one done to evaluate the fluctuations of
the dipole force for a two-level atom (Ref. 16, Subsection
4B), and it leads to

Dp 4[f, 2(z)] 21/ 2St(z) II_/ 2St(z)Tp

= 2h2 k2 - so sin4(2kz).

Once this is averaged over a wavelength, it gives

Dp"_ 3 622rDr- Th h2 -So.

(4.34)

(4.35)We assume that Eq. (4.31) still gives the good order of mag-

D- '' 7h 2k2rso.
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FIGURE 5.5. Force en fonction de la vitesse pour l’effet Sisyphe (trait plein) et
pour l’effet Doppler (trait pointillé), tracée pour ∆ = EΓ et s0 � 1.

Le comportement en 1/v de la force aux grandes vitesses correspond à
une puissance dissipée P = vF (v) constante :

P =
1

4
V0γ0, (5.14)

soit une perte d’énergie de l’ordre du quart de la modulation du potentiel
V± pour chaque processus de pompage optique. Là encore, cela correspond
à l’optimum de ce que l’on pouvait espérer pour ce mécanisme. Ce régime
F (v) ∝ 1/v à haute vitesse se retrouve dans toutes les variantes de l’effet
Sisyphe, quels que soient les détails de la dynamique atomique.

Nous allons dans la suite de ce paragraphe supposer qu’à l’équilibre,
la distribution en vitesse atomique est essentiellement contenue dans la
région |v| � vc, de sorte que la force de friction (5.11) est linéaire en vitesse :

F = EMαv avec Mα = 3~k2
|∆|
Γ
, (5.15)

comme dans la théorie du mouvement brownien. Pour déterminer l’état
d’équilibre, il faut également évaluer le coefficient de diffusion en impul-
sion Dp pour en déduire la température d’équilibre kBT = Dp/Mα.
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Force&

temps&

FIGURE 5.6. Evolution aléatoire de la force ressentie par un atome immobile au
point z quand il bascule aléatoirement entre les états g±.

2-2 La diffusion en impulsion

Rappelons que le coefficient de diffusion Dp donne, à un facteur 2 près,
le taux de croissance de la variance de l’impulsion ∆p2 = 〈p2〉 E 〈p〉2. Pour
évaluer Dp, prenons un atome au repos en un point z quelconque. Du fait
des processus de pompage optique, l’atome bascule aléatoirement entre les
niveau g+ et g− ; il ressent donc une force fluctuante F (t) = ±kV0 sin(2kz)
liée aux gradients des potentiels V±(z) ressentis sur chaque niveau (figure
5.6). Cette force fluctuante est la responsable principale de la diffusion en
impulsion de l’atome dans le refroidissement Sisyphe ; c’est donc à elle que
nous allons nous intéresser dans un premier temps. À cette contribution,
vient s’ajouter – comme pour le refroidissement Doppler – le chauffage
dû aux changements aléatoires d’impulsion lors des processus d’émission
spontanée. Nous le prendrons en compte dans un deuxième temps.

En décomposant la force ressentie par l’atome en une force moyenne
F̄ (z) et une force fluctuante de moyenne nulle, le coefficient de diffusion
correspondant s’obtient par l’expression (cf. chapitre 1) :

Dp(z) =

∫ +∞

0

(
F (z, 0)F (z, t)E F̄ (z)

2
)

dt, (5.16)

où la force moyenne F̄ (z) se calcule en utilisant les populations station-
naires (5.7)

F̄ (z) = [P+(z)E P−(z)] kV0 sin(2kz) =
1

2
kV0 sin(4kz). (5.17)

L’expression deDp(z) se calcule alors sans difficulté [cf. Dalibard & Cohen-
Tannoudji (1989)] et sa moyenne sur une période spatiale vaut

Dp,1 =
3

4
~2k2 s0

∆2

Γ
. (5.18)

Comme indiqué plus haut, on doit en principe ajouter à ce coefficient
de diffusion Dp,1 la contribution Dp,0 du recul aléatoire lors des proces-
sus d’émission spontanée. Cette contribution est du même ordre que celle
trouvée pour le refroidissement Doppler :

Dp,0 ≈ ~2k2s0Γ. (5.19)

Or, dans la plupart des applications, le refroidissement Sisyphe est uti-
lisé avec un désaccord notablement plus grand (en valeur absolue) que
la largeur naturelle Γ. On peut alors négliger la contribution de Dp,0 et se
concentrer sur Dp,1. Nous verrons Dp,0 réapparaître quand nous cherche-
rons à aller au delà du modèle linéaire pour le mouvement brownien (§ 3).

2-3 Température d’équilibre

On déduit des coefficients de friction et de diffusion trouvés précédem-
ment la température d’équilibre du refroidissement Sisyphe :

|∆| � Γ : kBT ≈
Dp,1

Mα
≈ 1

4
~|∆|s0 =

~κ2

8|∆| . (5.20)

Il semble à première vue que l’on peut obtenir une température arbitraire-
ment basse, en prenant la limite d’une fréquence de Rabi κ → 0. Toutefois
il faut vérifier a posteriori que la condition v0 � vc est bien vérifiée pour la
vitesse thermique v0 =

√
kBT/M : puisque v0 varie comme κ alors que vc

varie comme κ2, ceci vient imposer une limite inférieure aux fréquences de
Rabi acceptables. À désaccord ∆ fixé, on trouve que la vitesse thermique
minimale est

Limite du modèle linéaire : v0,min ∼ vr
|∆|
Γ

avec vr =
~k
M
. (5.21)
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Piégeage résiduel des atomes. La force moyenne (5.17) ressentie par un
atome au repos dérive du potentiel V0

4 sin2(2kz). L’amplitude de ce poten-
tiel V0

4 = 1
6~|∆|s0 est du même ordre que l’énergie thermique kBT . Dans

ce modèle semi-classique, on s’attend donc à ce qu’il y ait une légère mo-
dulation de la densité atomique avec une périodicité λ/4, la densité étant
un peu plus grande là où la lumière a une polarisation circulaire (droite ou
gauche).

2-4 Premiers résultats expérimentaux

La prédiction (5.20) correspond à une loi d’échelle très simple : pourvu
que le désaccord soit pris (en valeur absolue) plus grand que la largeur
naturelle Γ, la température d’équilibre ne doit dépendre que du rapport
intensité sur désaccord.

Cette prédiction est remarquablement bien vérifiée en pratique. Nous
avons reporté sur la figure 5.7 des résultats de mesure faites sur une mé-
lasse optique 3D de césium par Salomon et al. (1990). Les désaccords choi-
sis allaient de ∆/Γ = E2 à E28 et la loi trouvée pour cette situation à 3
dimensions peut s’écrire :

Mv20 = kBT ≈ 0.4
~κ2

|∆| , (5.22)

où v0 représente la vitesse quadratique moyenne de la distribution et où κ
désigne la fréquence de Rabi pour chacune des 6 ondes progressives consti-
tuant la mélasse optique. Un résultat très comparable a été trouvé pour les
deux isotopes du rubidium par Gerz et al. (1993). Le passage du coefficient
1
8 = 0.125 à 0.4 est dû à la fois au passage de 1D à 3D et au fait que la
transition atomique en jeu est nettement plus compliquée que le modèle
1/2 E 3/2. Une simulation Monte Carlo quantique prenant en compte ces
deux points a permis de retrouver ce coefficient avec une bonne précision
(Castin & Mølmer 1995).

En revanche, pour un désaccord ∆ donné, la limite (5.21) obtenue dans
le cadre de ce modèle linéaire n’est pas reproduite expérimentalement.
L’expérience donne en fait un résultat plus favorable : on continue à ob-
server un refroidissement Sisyphe efficace même quand la distribution en
vitesse sort de la plage de linéarité. La température limite atteinte quand

z

σ+

V(z)

g_ g+ σ- σ+

Jg=1/2

Je=3/2
εx εy

σ+ σ- σ+

λ/4#

1 1
1/31/3

g_

g+
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Fig. 7. Variations with velocity v of the force due to polarization gradients in the lin lin configuration for a Jg = 1/2 Je = 3/2 transition
(solid curve). The values of the parameters are Q2 = 0.3r, a = -r. The dotted curve shows sum of the two radiation pressure forces exerted in-
dependently by the two Doppler-shifted counterpropagating waves. The force due to polarization gradients leads to a much higher friction
coefficient (slope at v = 0) but acts on a much narrower velocity range.

D
kBT= - (4.30)

a

Finally, we discuss the validity of the semiclassical approxi-
mation used throughout this calculation.

In order to calculate the exact value of Dp, one could
compute the correlation function of the force operator.'2 "13
For a multilevel atom, such a calculation would be rather
tedious, so that we prefer to use a heuristic calculation here.

There are three main contributions to Dp; the two first
ones are already present for a Jg = 0 Je = 1 transition, 2 '
and the third one is specific of an atom with several ground-
state sublevels:

(i) There are fluctuations of the momentum carried
away by fluorescence photons.

(ii) There are fluctuations in the difference among the
number of photons absorbed in each of the two laser waves.

(iii) There are fluctuations of the instantaneous dipole
force oscillating back and forth between f,/2(z) and f-/ 2 (z) at
a rate 1/Tp.

For a Jg = 0 Je = 1 transition, 2 ' the two first contribu-
tions give for a dipole radiation pattern

(4.31)

nitude for these two contributions in the case of a Jg = 1/2
Je = 3/2 transition. To evaluate the third contribution
(coefficient Dp"), we start from

D = dr[f(t)f(t + T) - 2], (4.32)

which must be calculated for an atom at rest in z (the label z
was omitted for simplification). The force f(t) oscillates
between f,/2(z) and f-.1 2 (z), and its correlation function can
be written as

f(t)f(t + T) = > Y fjP(i, t; j, t + T),
i=+1/2 j=1/2

(4.33)

where P(i, t; j, t + r) represents the probability of being in
state i at time t and in state j at time t + T. The calculation
is then similar to the one done to evaluate the fluctuations of
the dipole force for a two-level atom (Ref. 16, Subsection
4B), and it leads to

Dp 4[f, 2(z)] 21/ 2St(z) II_/ 2St(z)Tp

= 2h2 k2 - so sin4(2kz).

Once this is averaged over a wavelength, it gives

Dp"_ 3 622rDr- Th h2 -So.

(4.34)

(4.35)We assume that Eq. (4.31) still gives the good order of mag-
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l ase r  intensity (nz / f2 )  n2/161r 

Fig. 2. - Temperature as a function of laser intensity and detuning. a) The lines are least-squares fits 
to those points which for a given detuning are within the range of validity of eq. (1). Insert: lowest 
temperature achieved as a function of detuning, for both polarization configurations. For 181 >>r 
(U2x = 5.3 MHz) the lowest temperature is essentially constant. b) Temperatures of a) plotted against 
Q2/)8(r. The straight iine is a fit to the points with small Q2//8(I'. 181/2n = 10 MHz (il, 20 MHz (O), 
30 MHz (O), 40 MHz (x), 54 MHz (O), 95 MHz (*), 140 MHz (O). 

each detuning, there is a lower l i t  to the intensity for which the molasses can function. As 
the intensity is decreased toward this limit, we observe a udisintegrationm of the molasses 
which manifests itself as a dramatic decrease in the size of the TOF signal and the 
appearance of wide wings on the TOF spectrum. The signal h a l l y  disappears at  an intensity 
which is nearly linear in detuning, and approximately given, to within about 15% for a given 
laser intensity calibration (see below), by 0 2 / ( 6 l r  = (0.6 + 2.W/161). At high intensity 
and for the smallest detunings, we observe a deviation from the linear law mentioned above; 
in this domain, the temperature increases more slowly than the laser intensity. 

In order to further illustrate the agreement with eq. (l), we have replotted in fig. 2b) the 
temperature as a function of 02/)61r. This strikingly demonstrates that the temperature 
depends only on this single parameter and is quite iinear for small values of 02/16(I'. We 
determine C of eq. (1) by calculating C(6)= 161(aTIai) for each 6. Excluding the 
6 =  - 10 MHz data, these C(6) are, as expected from eq. (l), independent of 6, to within a 
standard deviation of 5%. Expressing T in units of iii'lkB, and detuning and Rabi frequency 
in units of the natural width r, C is dimensionless, and for linIllin we find the average 
CI, = 0.45. The lin 1 lin data are similar and give C, = 0.35. 

The lowest measured temperature is (2.5 + 0.6) pK. As shown in the insert of fig. 2, it is 
nearly independent of detuning for 161 > W and we find that it is also independent of the 
polarization choice of the experiment. The corresponding r.m.s. velocity along the vertical 
axis v,.,., = (2kBTIM)lR is only 12.5 mm/s or 3.6 times the single photon recoil velocity 
v,, = hklM. Still narrower TOF peaks with «TB < 2 pK have been obtained but showing 
significantly non-Gaussian character in the wings. 

The uncertainty (standard deviation) of 0.6 pK includes the following contributions. 
Uncertainty in vertical thickness of the slice and the probe: 0.3 pK; uncertainty in the 
calculated effect of the slicing: 0.3 pK; statistical fluctuations in the measured TOF widths: 
0.3 pK; heating by the probe beam, which affects the time an atom spends in the probe: 

0# 0.5# 1#

κ2 / |Δ| Γ

FIGURE 5.7. Variation de la température dans une mélasse optique 3D de césium,
en fonction du déplacement lumineux. Figure extraite de Salomon et al. (1990)

on baisse l’intensité est en fait la même quel que soit le désaccord choisi :
v0 ∼ quelques vr, limite également vérifiée pour le sodium (Lett et al. 1989)
et pour le rubidium (isotopes 85 et 87, Gerz et al. (1993)). L’explication de
cette situation plus favorable qu’attendu réside dans le fait que le refroidis-
sement Sisyphe reste efficace bien au delà du régime linéaire, comme nous
allons le voir maintenant.

3 Au delà du modèle linéaire

Pour aller au delà du modèle brownien linéaire, nous allons utiliser le
formalisme de l’équation de Liouville, bien adapté à la prise en compte
du potentiel bi-valué V±(z) et des sauts entre les niveaux g± (Castin et al.
1991).

3-1 Équations de Liouville couplées

Pour une particule sans structure interne évoluant dans un champ de
force F (z), l’évolution de la distribution P (z, v, t) dans l’espace des phases

Cours 5 – page 7



SISYPHE BRILLANT, SISYPHE GRIS § 3. Au delà du modèle linéaire

est donnée par l’équation de Liouville :

∂P

∂t
+ v

∂P

∂z
+
F (z)

M

∂P

∂v
= 0. (5.23)

Cette équation est équivalente au principe fondamental de la dynamique
pour une particule ponctuelle : ż = v, Mv̇ = F (z).

Pour le problème qui nous intéresse, nous devons introduire deux dis-
tributions P±(z, v) et prendre en compte les sauts d’un niveau vers l’autre :

∂P+

∂t
+ v

∂P+

∂z
+
F+(z)

M

∂P+

∂v
= Eγ+(z)P+(z, v) + γ−(z)P−(z, v) (5.24)

et une équation symétrique pour P−(z, v).

Intéressons nous au régime stationnaire de ces deux équations cou-
plées, ce qui enlève le terme en ∂

∂t . Considérons par ailleurs la densité dans
l’espace des phases totale, ainsi que la différence entre les densités de g± :

P (z, v) = P+(z, v) + P−(z, v), δ(z, v) = P+(z, v)E P−(z, v). (5.25)

En faisant la différence entre (5.24) et l’équation pour P−, on trouve
d’abord, en utilisant F− = EF+ :

v
∂δ

∂z
+ (γ+ + γ−)δ = EF+

M

∂P

∂v
+ (γ− E γ+)P. (5.26)

L’intégration de cette équation permet d’exprimer la différence δ(z, v) en
fonction de la somme P (z′, v). Faisons alors l’hypothèse que P est indépen-
dante de la position en régime stationnaire : P (z, v) ≡ P (v) ; nous avons
vu plus haut (§ 2-3) que cette hypothèse est raisonnable, au moins dans le
régime linéaire. La résolution de (5.26) est alors simple et donne

δ(z, v) =
Ev/vc

1 + (v/vc)2

[ (
sin 2kz +

vc
v

cos 2kz
)
P (v)

EkV0
γ0

(
cos 2kz E vc

v
sin 2kz

) dP

dv

]
. (5.27)

On injecte ensuite ce résultat dans l’équation du mouvement pour P (v),
obtenue en sommant (5.24) et son équivalent pour P−. Le résultat s’écrit :

0 =
d

dv

[
EF (v)P (v) +

Dp(v)

M

dP

dv

]
(5.28)

où la force F (v) est identique à celle déjà trouvée en (5.11) pour une mou-
vement à vitesse v constante :

F (v) = EMα
v

1 + v2/v2c
avec Mα = k2

V0
γ0
, (5.29)

et où le coefficient de diffusion dépendant de la vitesse Dp(v) vaut :

Dp(v) =
Dp,1

1 + v2/v2c
avec Dp,1 = ~2k2s0

∆2

Γ
. (5.30)

On retrouve ici le coefficient de diffusion Dp,1, associé aux fluctuations
de la force dipolaire quand l’atome au repos bascule aléatoirement entre
g±, qui a déjà été calculé en (5.18) 1. Rappelons que nous avons négligé
jusqu’ici le coefficient de diffusion lié au recul aléatoire accompagnant les
processus d’émission spontanée ; cette contribution va bientôt faire sa ré-
apparition quand nous allons nous poser la question de la limite ultime du
refroidissement Sisyphe.

3-2 État stationnaire

La résolution de (5.28) est simple :

P (v) ∝ exp

(∫ v

0

MF (v′)
Dp(v′)

dv′
)
. (5.31)

On voit alors immédiatement que le dénominateur en 1 + v2/v2c qui appa-
raît dans la force F (v) en dehors de la plage de linéarité est compensé par
le même dénominateur dans D(v). Le rapport F (v′)/D(v′) reste donc une
fonction linéaire de v′, si bien que la distribution stationnaire reste gaus-
sienne :

P (v) ∝ exp(Ev2/2v20) avec Mv20 =
1

3
~|∆|s0. (5.32)

Ce résultat explique pourquoi on trouve expérimentalement des vitesses
quadratiques basses, de l’ordre de quelques vitesses de recul, bien en de-
hors de la plage de validité (5.21) initialement prévue pour les grands
désaccords.

1. Il y a un facteur 4/3 entre l’expression trouvée ici pour Dp1 et celle de (5.18). Ce facteur
est lié à l’approximation faite ici d’une densité strictement uniforme (Castin et al. 1991).
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Quelle est donc la « vraie » limite de validité du résultat (5.32) pour la
température d’équilibre du refroidissement Sisyphe ? Pour la déterminer, il
faut revenir aux deux sources de chauffage présentes dans ce mécanisme.
Dans ce qui précède, nous avons pris en compte la diffusion de l’impul-
sion due aux fluctuations de la force dipolaire. En revanche, comme nous
l’avons indiqué à plusieurs reprises, nous avons négligé les chocs aléa-
toires d’amplitude ~k causés par les processus d’émission spontanée. Si
l’on prend ce deuxième processus également en compte, on est amené à
remplacer le coefficient de diffusion (5.30) par :

Dp(v) =
Dp,1

1 + v2/v2c
+Dp,0 avec Dp,0 = ε ~2k2s0Γ, (5.33)

où la valeur du coefficient multiplicatif ε, prenant en compte les différents
facteurs de branchement entre sous-niveaux Zeeman, vaut ε = 11

18 .

La résolution de (5.28) est alors un peu plus compliquée, mais néan-
moins sans grande difficulté. On trouve

P (v) ∝ 1

(1 + v2/v̄2c )A
avec

v̄c
vr

= ξ1
V0
Er
, A = ξ2

V0
Er

(5.34)

c’est-à-dire une puissance de Lorentzienne. Les nombres sans dimension
ξ1 et ξ2 sont respectivement égaux à 1√

88
≈ 0.11 et 1

44 ≈ 0.023. Le résultat
trouvé est donc fonction d’un seul paramètre physique, le rapport V0/Er.

Cette distribution en puissance de Lorentzienne constitue une généra-
lisation intéressante de la distribution gaussienne de Maxwell–Boltzmann.
Quand la puissance A de cette Lorentzienne est grande devant 1, c’est-à-
dire V0 � Er, les classes de vitesse significativement peuplées sont petites
devant v̄c et on retrouve alors la gaussienne de (5.32) :

(1 + v2/v̄2c )−A = exp
[
EA ln(1 + v2/v̄2c )

]
≈ exp

[
EAv2/v̄2c

]
. (5.35)

En revanche, si on diminue le rapport V0/Er, donc l’exposant A, les ailes
de la distribution deviennent plus marquées et on atteint finalement, pour
A = 3/2, une distribution pour laquelle l’énergie cinétique moyenne
M〈v2〉/2 n’est plus définie. Pour A < 1/2, c’est la distribution elle-même
qui n’est plus normalisable, ce qui signifie qu’il n’y a pas de régime station-
naire : les vitesses des particules augmenteront indéfiniment avec le temps,
la mélasse Sisyphe n’étant pas assez forte pour les maintenir au voisinage
de la vitesse nulle.
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where ER = h2k2/2M is the recoil energy. We see from (7) that our treatment is valid, for a 
given potential depth Uo, in the limit of large detunings. This is known experimentally to 
lead to the lowest temperatures [3]. Classically, this situation corresponds to the case of 
particles performing a large number of oscillations on a given potential U+(z) or U-(2) before 
jumping to the other one. 

When (7) is satisfied, the procedure is straightforward. We first look for the eigenstates 
and the energy spectrum of Ho. We fhd, as usual for periodic potentials, altemating bands 
of allowed and forbidden energies (fig. lc)). The eigenstates can be labeiled as In, q, E), 
where n is an integer 3 O labelling the band, and where E = f 1 stands for the intemal state 
g,. q is the Bloch index, chosen in the first Brillouin zone (- k < q <  k), and which takes ' 
discrete values since we use here standard periodic boundary conditions in a box with a size 
large compared to the spatial period hl2. We note that the two states ln, q, +) have the 
same energy En,, due to the symrpetry between U*. This eigenvalue problem can be cast ' 

into a universal one (Mathieu equation) if one expresses both Uo and E, ,  in terms of the 
recoil energy ER (fig. 2a)) ('). For a ~typical* laser cooling situation, Uo = 100ER, obtained 
with cesium atoms for instance with 6= - 20r and D = 1.W, one fhds o,IZx- 40 kHz, 
with 6 bands corresponding to bound states (E, ,  < - Uo/2); the width of the lowest band, 
n = O, is extremely small (< 10-6ER). The number of such ~bound bands* increases as v m ,  as does the splitting ho, between two adjacent bands. 

Now we take into account the relaxation part of (3), which causes transitions between the 
various In, q, E) (fig. lc)). Since 70 is very small compared to o,, we can use a secular 
approximation and assume that a is diagonal in the basis ln, q, E)  in steady  tat te(^). 
Averaging (5) in a given ln, q, E), we find the foilowing relation between the steady-state 

Kg. 2. - a) Band structure of the energy spectrum of Ho, plotted as a fundion of the potential depth 
Uo. The shaded areas correspond to aiiowed energies. For a given Uo, the energies above - Uo/2 
corresponding to an above-bamer motion (see eq. (2)) are mostly allowed (quasi-free motion). On the 
opposite, energy bands corresponduig to a bound classicai motion (- 3Uo/2 < E < - Uo/2) are very 
narrow except in the immediate vicinity of - Uo/2. b) Steady-state population of the various energy 
bands, as a fundion of Uo. c) Steady-state kinetic energies EK = d.ms./2M and Ei( = 6p2,/2M (where 
Gp, is the halfwidth at 1 1 6  of the momentum distribution) as a fundion of Uo. These two quantities 
would be equal for Gaussian momentum distributions. 

(') A similar treatment has been applied to the case of a Blevel atom moving in a standing wave, in 
the absence of spontaneous emission 1101. 

(9 If u is a solution of (3) in steady state, then  TUT^, where T is the A/2 spatial translation operator, 
is also a solution. The uniqueness of steady state therefore irnplies u =  TUT^, so that any nondiagonal 
matrix element inside a band (n, ql,  E 1 uln, q2, o) is zero, although the secular approximation 
argument cannot be applied to it. On the other hand, one can show that the spatial coherence of u in 
stesdy state is restricted to a m i o n  of wavelength b u s e  of spontaneous ernission processes. 

FIGURE 5.8. Résultat d’un calcul numérique prenant en compte le caractère quan-
tique du mouvement atomique dans le potentiel bi-valué V±(z), avec des sauts
entre g+ et g− causés par les processus d’émission spontanée. Gauche : populations
des différentes bandes d’énergie en fonction du rapport V0/Er. Droite : Variation
de l’énergie cinétique moyenne Mv̄2/2 en unité de Er, avec deux définitions pos-
sibles pour v̄ : la vitesse quadratique moyenne

√
〈v2〉 et la largeur à 1/

√
e de la

distribution en vitesse. Ces deux grandeurs coïncident pour une gaussienne ; ici,
la seconde définition donne une énergie inférieure à la première. Figure extraite de
Castin & Dalibard (1991).

3-3 Traitement quantique.

Pour aller plus loin et s’affranchir des diverses approximations faites
ci-dessus, en particulier l’hypothèse d’une distribution P (z, v) uniforme
en z, il est commode de faire une simulation numérique du mouvement
classique des particules sur ce potentiel bi-valué V±(z). Cette simulation
conduit à une vitesse quadratique minimale de l’ordre de 6 vr, en bon ac-
cord avec le modèle analytique précédent (Castin et al. 1991). Toutefois,
quand la vitesse quadratique moyenne n’est plus que de quelques vitesses
de recul, la longueur d’onde de de Broglie des atomes devient une fraction
significative de la longueur d’onde optique λ. On peut alors s’interroger
légitimement sur la validité du traitement semi-classique qui précède, où
l’on a utilisé le concept de position z de l’atome définie à nettement mieux
que λ près.
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Pour aller au delà, il faut faire un traitement quantique du mouvement
de l’atome, en introduisant les bandes d’énergie correspondant aux états
propres dans le potentiel périodique et les taux de transfert entre bandes
dus aux processus d’émission spontanée (Castin & Dalibard 1991). Ce trai-
tement a confirmé les conclusions trouvées ici sur les limites du refroidis-
sement, tout en les précisant. On trouve ainsi que la population accumulée
dans la bande fondamentale peut atteindre∼ 30% (figure 5.8, gauche). Par
ailleurs, ce traitement confirme le caractère non gaussien de la distribution
en vitesse pour des valeurs relativement faibles de V0/Er. Ainsi le mini-
mum de la vitesse quadratique moyenne est de l’ordre de 5.5 vr alors que
la largeur à 1/

√
e, qui devrait être égale à la précédente pour une distribu-

tion gaussienne, peut descendre à 2.2 vr (figure 5.8, droite).

3-4 Résultats expérimentaux

Nous avons déjà décrit les premiers résultats expérimentaux obtenus
sur le césium (figure 5.7) qui ont confirmé la loi générale kBT ∝ V0. Un
exemple de distribution en vitesse, obtenue pour une faible profondeur V0,
est reportée sur la figure 5.9. On y voit que cette distribution dévie notable-
ment d’une gaussienne, et qu’elle est très bien ajustée par une puissance de
lorentzienne, avec ici A ≈ 2. La largeur à 1/

√
e de la distribution en vitesse

est très étroite, de l’ordre de 2 vr seulement.

Un des intérêts majeurs du refroidissement Sisyphe, outre sa limite en
température très basse, est sa robustesse. Il faut simplement que l’ingré-
dient essentiel, une modulation différente des sous-niveaux Zeeman avec
un pompage optique de préférence vers le niveau le plus bas, soit préservé.
Le refroidissement Sisyphe continue donc à fonctionner quand les atomes
sont placés dans un piège magnéto-optique : les mesures de Drewsen et al.
(1994) et Cooper et al. (1994) ont montré des températures nettement en
dessous de la limite Doppler, avec toutefois une augmentation rapide de
cette température avec le nombre d’atomes piégés.

Le refroidissement Sisyphe reste également opérationnel quand les
atomes sont plongés dans un réseau optique additionnel. La combinaison
du refroidissement Sisyphe et d’un réseau très désaccordé par rapport à
la résonance atomique permet notamment de réaliser des « microscopes
atomiques », c’est-à-dire des dispositifs qui permettent de visualiser des
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FIG. 1. (a) Velocity distribution of the atoms in the moving
frame. The fit with a square of a Lorentzian (see text) cannot be
distinguished from the data (solid line). The Gaussian fit (dotted
line) is clearly not adequate. (b) Fraction of detected atoms as a
function of the launch velocity (squares). Solid line: numerical
simulation. Dotted line: Gaussian velocity distribution.

n̄ !
P

j n̄j . Typically, in case (i) with Nhigh ! 4.3 3 107,
n̄ ! 1.5 3 107 cm3.

Figure 2 shows the differential measurement of the
clock frequency shift as a function of the cavity detuning
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FIG. 2. Relative frequency shift vs cavity detuning for DN !
3.5 3 107 in case (i). Solid line: fit from Eq. (2).

Dncav with respect to the atomic resonance, for atoms
initially selected in j1, 0!, with Nhigh " 4.3 3 107 en-
tering the microwave cavity and Nlow " 0.8 3 107. The
simulation shows that this modulates the effective density
by a factor of #3.3. The frequency and quality factor of
the cavity are measured with an uncertainty of 20 kHz and
4%, respectively, and the cavity is tuned by temperature
[16]. The solid line is a least squares fit of the data using
the following function:

dn$n ! A% f&Dncav'DN 1 BDn̄( , (2)

where A and B are the free parameters of the fit, and
DN ! Nhigh 2 Nlow [17]. f&Dncav' is the calculated dis-
persive line shape of the cavity pulling effect for a single
atom in the cavity. A is a common scale factor on the atom
number and is expected to be 1. We find A ! 1.26&14'
and B ! 27.2&20.0' 3 10224 cm3. Thus, the number of
atoms determined by the cavity pulling effect has an un-
certainty of 11% and agrees with the measurements de-
scribed above, within the combined error bars. This more
precise determination of N is now used for the evaluation
of the collisional shift. B, the collisional shift coefficient,
is surprisingly consistent with zero even with a frequency
standard deviation of 3 3 10216 given by the fit. Thus
in case (i), at a density of 1.5 3 107, 87Rb exhibits no
detectable shift [Fig. 3(i)], whereas 133Cs would exhibit a
shift of 3 3 10214.

Figure 3 summarizes the collisional shifts measure-
ments versus the effective density n̄ [18]. By contrast
to case (i), data recorded in cases (ii) and (iii) show
a clear dependence with the density after subtracting
the cavity pulling effect. The measured value in case
(ii) 250&10' &122

234' 3 10224 cm3 is in reasonable agree-
ment with 256 3 10224 cm3 (Ref. [10]) and 233 3
10224 cm3 (Ref. [12]). The first set of parentheses refers
to the frequency statistical uncertainty (1 standard devia-
tion); the second set refers to the linear combination of
frequency uncertainty and density calibration uncertainty.
From variations of the parameters in the simulation and
experimental calibrations, we deduce a 35% type B
uncertainty on our density. Adding quadratically the
11% statistical uncertainty on atom number, we get a
40% combined uncertainty on the density. This corre-
sponds to a scale factor of 1.4 and 1$1.4 on the density
axis of Fig. 3, defining the acceptance domain of the
measurements (dotted lines). In case (iii), the agree-
ment is similar. We find 260&16' &129

246' 3 10224 cm3

to be compared to 268 3 10224 cm3 (Ref. [10]) and
241 3 10224 cm3 (Ref. [12]). Finally, our data in case
(i), 27.2&20.0' &125

231' 3 10224, show a disagreement at
#3s with the theory of Ref. [10] and seem to favor the
more recent theory of Ref. [12].

In summary, the smallness of the 87Rb clock transition
collisional shift makes this atom very attractive for
high accuracy microwave frequency standards. When

3119

FIGURE 5.9. Distribution en vitesse d’atomes de 87Rb refroidis dans une mélasse
optique 3D de désaccord ∆ = E5Γ. La température effective est de 1.2µK, soit
une demi-largeur à 1/

√
e de 1.8 vr seulement. Notons toutefois que la distribution

n’est clairement pas gaussienne : le meilleur ajustement par une gaussienne est
donnée par le pointillé alors que l’ajustement par une puissance de lorentzienne,
en l’occurrence avec l’exposant A = 2, donne un résultat parfaitement superposé
à la courbe expérimentale. Image extraite de Sortais et al. (2000).

atomes localisés sur les sites du réseau. Le refroidissement Sisyphe remplit
alors deux fonctions : (i) refroidir les atomes à une température bien infé-
rieure à la barrière en énergie entre deux sites, de sorte qu’un atome donné
reste localisé sur le même site pendant toute la durée de l’expérience ; (ii)
faire en sorte que l’atome émet en permanence de la lumière, qui peut être
détectée via un objectif de microscope et une caméra CCD. On observe
ainsi les atomes un par un, l’expérience étant simplement limitée par la
résolution optique de l’objectif de microscope , qui doit permettre de sépa-
rer deux sites adjacents. Un exemple est montré sur la figure 5.10, pour un
réseau de relativement grand pas ∼ 5µm (Nelson et al. 2007). Cette expé-
rience a ensuite été reprise et améliorée pour imager des atomes dans un
réseau de pas inférieur à 1µm (Bakr et al. 2009; Sherson et al. 2010).

Signalons pour finir que nous nous sommes concentrés dans ce qui pré-
cède sur le cas du refroidissement Sisyphe dans un potentiel périodique.
Mais on peut également utiliser ce mécanisme en « mono-coup », comme
pour le rebond inélastique d’atomes dans une onde évanescente à la sur-
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Figure 2 Photographs taken in turn of each of three adjacent lattice planes before and after a 3 s delay. Each small bright spot is due to a single atom. We observe the
lattice from the negative z axis. The haze in each photo is from atoms trapped in out-of-focus lattice planes. Atoms in the central areas of each image do not hop in 3 s,
although some hopping can be seen near the edges and a few atoms are lost to background-gas collisions. The out-of-focus contribution from atoms in the central plane can
in many cases be discerned in images of the adjacent planes, and vice versa. A 500ms exposure was used. The display is a linear grey scale, with no image processing.

We use a diVraction-limited objective outside the vacuum cell. Its
depth of field, 2.8 µm, is suYciently shallow that only one plane
of atoms is in focus at a time (see the Methods section). We image
one plane, then focus on the next plane by axially translating the
objective with a piezoelectric transducer, and then image again.
Figure 2 shows three adjacent lattice planes before and after a 3 s
delay. Each bright spot is due to a single atom. In the central region
of the lattice, the CCD detects ⇠3,300 photons per atom during the
500 ms exposure time (consistent with the calculated value). The
photon number per atom varies slightly across the lattice owing to
the spatial profile of the cooling beams. The diVuse light in Fig. 2
comes from trapped atoms in out-of-focus planes.

By comparing the image of each plane with the corresponding
image 3 s later, we see that no atoms in the central ⇠80 lattice sites
of each plane have changed sites. Similar measurements of other
lattice planes reveal no site hopping from roughly the 500 central
sites. Some atoms at the shallower edges of the lattice move, and
some atoms are lost to background-gas collisions, which occur at a
rate per atom of 10�2 s�1.

To determine how likely it is for an atom in the central region
to site-hop, we vary the depth of the confining potential due to the
lattice light, U0. We model site hopping as an Arrhenius process23,
where the probability that a particle hops to an adjacent site is

dictated by the ratio of its temperature to an activation energy,
assuming a Maxwell–Boltzmann distribution. Here U0 plays the
role of the activation energy. The tunnelling probability is negligible
for these lattice spacings and depths, so only thermal hopping
is relevant. The energy distribution of the atoms is imposed by
laser cooling (see the Methods section), which acts like a thermal
bath. The model holds to the extent that the polarization-gradient
cooling force remains linear in the tails of the distribution. The site
hopping attempt rate, �a, is the rate at which an atom samples the
tail of its energy distribution, which is related to the laser cooling
time. Because the atoms equilibrate with the cooling light and not
the lattice, as in condensed-matter systems23, �a is not directly
related to the trap oscillation frequency, ⌫osc, except that �a must
be smaller than 2⌫osc.

We measure the site-hopping rate in one dimension, �h, by
lowering the power in only one pair of lattice beams and counting
the number of hops in a fixed time interval. We take pictures
every 100 ms for 60 s and count the times an atom in the central
three rows of the lattice moves from one site to another. The
technique and analysis are similar to those used in real-time
scanning tunnelling microscopy studies of diVusion on surfaces24,
except that we constrain the hopping to one dimension. The total
number of hops is normalized by the average number of atoms in
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FIGURE 5.10. Refroidissement Sisyphe d’atomes de césium piégés dans un réseau
optique de grand pas (4.9µm). Chaque point lumineux correspond à un atome
individuel. La température estimée est de 10µK et la profondeur du réseau de
165µK. Image extraite de Nelson et al. (2007).

face d’un prisme (Desbiolles et al. 1996; Ovchinnikov et al. 1997). L’émis-
sion d’un seul photon de fluorescence permet d’évacuer une énergie im-
portante, égale à la différence d’énergie potentielle entre les deux sous-
niveaux internes considérés. Ce type de mécanisme a également été mis
en œuvre pour refroidir des molécules de fluorométhane (CH3F), ces mo-
lécules étant confinées électrostatiquement grâce à leur moment dipolaire
électrique (Zeppenfeld et al. 2012).

4 Sisyphe gris

La description que nous venons de faire du refroidissement Sisyphe,
avec une transition Jg = 1/2 ↔ Je = 3/2, tirait parti de la corrélation
entre taux de pompage optique et déplacement lumineux. Le point essen-
tiel était d’accumuler la population atomique au fond des vallées de poten-
tiel. Pour la transition Jg = 1/2↔ Je = 3/2, ceci était assuré en prenant un
désaccord négatif, c’est-à-dire ωL < ωA (laser sur le rouge de la résonance
atomique). Pour cette configuration Jg < Je, les atomes étaient accumu-
lés dans les niveaux les plus couplés à la lumière, ce qui conduisait à une
émission maximale de photons de fluorescence. Nous allons maintenant
regarder la situation inverse, Jg ≥ Je, pour laquelle le pompage optique

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 5.11. Rebond inélastique d’atomes sur une onde laser évanescente. Les
deux sous-niveaux fondamentaux g1 et g2 subissent des potentiels répulsifs de
valeur différente. L’atome arrive sur le niveau g1, qui est fortement repoussé par
la surface. Il subit un processus de pompage optique vers le niveau g2 au voisinage
du point de rebroussement, puis repart sur ce niveau g2 qui est plus faiblement
repoussé. L’énergie mécanique totale de l’atome a donc décru dans le processus de
rebond (Desbiolles et al. 1996; Ovchinnikov et al. 1997).

tend à accumuler les atomes dans des états faiblement couplés à la lumière.

4-1 La transition 1/2↔ 1/2

Considérons pour commencer une transition Jg = 1/2 ↔ Je = 1/2
dans la même configuration laser lin⊥lin unidimensionnelle que précé-
demment. Plusieurs résultats vont rester valables ; en particulier, les dépla-
cements lumineux des deux sous-niveaux g± sont toujours modulés dans
l’espace, ainsi que les taux de pompage optique (figure 5.12). Toutefois, la
modulation des niveaux d’énergie se fait avec une phase opposée par rap-
port au cas précédent : en un point où la lumière est σ+, le niveau g+ n’est
pas déplacé, alors que le niveau g− l’est. La phase de la modulation des
taux de pompage optique est quant à elle inchangée : une lumière σ+ tend
toujours à accumuler les atomes dans l’état g+.

Pour obtenir un refroidissement Sisyphe, il faut accumuler les atomes
au fond des vallées. En un point où la lumière est σ+, l’état g+ doit donc
avoir une énergie plus basse que le niveau σ−. Or, ce niveau g+ n’est pas
déplacé par la lumière, alors que g− l’est. On en déduit que le déplacement
de g− doit se faire vers le haut, ce qui veut dire que le désaccord du laser
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FIGURE 5.12. Refroidissement Sisyphe pour une transition Jg = 1/2 ↔ Je =
1/2. Il faut prendre cette fois-ci un désaccord positif, et les atomes s’accumulent
dans le sous-niveau fondamental le moins couplé à la lumière.

doit désormais être positif : ωL > ωA.

Une fois ce désaccord positif choisi, le traitement du refroidissement Si-
syphe pour la transition Jg = 1/2 ↔ Je = 1/2 est en tout point similaire
à ce que nous avons vu pour la transition Jg = 1/2 ↔ Je = 3/2 avec un
potentiel bi-valué et des taux de pompage optique égaux (à un facteur nu-
mérique près) à ceux donnés en (5.2) et (5.4). La seule différence à ce stade
est que le refroidissement Sisyphe viendra s’opposer au mécanisme Dop-
pler (qui est un chauffage pour ∆ > 0), alors que les mécanismes Sisyphe
et Doppler travaillent ensemble pour une transition avec Je = Jg + 1 et un
désaccord ∆ négatif. Toutefois ce point peut être négligeable si les plages
de vitesse associées à ces deux mécanismes son suffisamment différentes.

4-2 La transition Jg = 1↔ Je = 1

Le passage d’une transition Jg = 1/2 ↔ Je = 1/2 à Jg = 1 ↔ Je = 1
vient enrichir considérablement le problème. La raison en est que cette
transition autorise la construction d’états internes non couplés au rayon-
nement, en tout point de l’espace.

Nous allons présenter ici la proposition faite initialement par Shahriar
et al. (1993) et Weidemüller et al. (1994). Il s’agit d’une configuration 1D

Jg=1&

Je=1&

Jg=1&

Je=1&

Jg=1&

Je=1&

Jg=1&

Je=1&

FIGURE 5.13. Système en Λ qui émerge dans la dynamique d’une transition Jg =
1↔ Je = 1 éclairée par une lumière σ±.

pour laquelle les amplitudes des polarisations σ± oscillent dans l’espace
comme précédemment, mais pas nécessairement en opposition de phase.
On réalise cette configuration grâce à deux ondes lumineuses de même
fréquence et de même intensité, contre-propageantes, chacune polarisée
linéairement et telles que leurs polarisations font un angle φ (on avait pris
φ = π/2 en § 1). Nous appellerons cette configuration lin∨ lin.

Comme nous l’avons vu dans le cours précédent sur le piégeage cohé-
rent de population, le fait que la lumière soit purement σ± entraîne que la
dynamique atomique interne se produit essentiellement dans le système
en Λ (figure 5.13) : |g,m = E1〉 ↔ |e,m = 0〉 ↔ |g,m = +1〉, avec des
couplages qui peuvent s’écrire, pour un choix convenable de l’origine de
l’axe z :

κ±(z) = κ0 cos(kz ± φ/2). (5.36)

Etats et énergies pour un atome au repos en un point z. Nous suppo-
serons que le désaccord ∆ des ondes lumineuses est grand devant κ0 de
sorte que nous pouvons restreindre notre analyse au sous-espace de di-
mension deux du niveau fondamental, formé de combinaisons linéaires de
g±. En tout point z de l’espace, on peut identifier dans ce sous-espace un
état couplé et un état non-couplé, d’énergies respectives ~ωC et ~ωNC :

|ψC〉 ∝ κ+|g+〉+ κ−|g−〉, ~ωC ≈
~

4∆

(
κ2+ + κ2−

)
, (5.37)

|ψNC〉 ∝ κ−|g+〉 E κ+|g−〉, ~ωNC = 0. (5.38)
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FIGURE 5.14. Niveaux atomiques couplés et non couplés dans la configuration
lin∨ lin. Le couplage motionnel permet le passage de l’état non couplé vers l’état
couplé, à l’endroit où les niveaux sont resserrés. Un deuxième processus de diffu-
sion de photon ramène l’atome vers l’état non couplé, avec une conversion d’éner-
gie potentielle atomique en énergie lumineuse [Image physique proposée par C.
Cohen-Tannoudji dans son cours au Collège de France 1995-96].

En utilisant l’expression (5.36) des fréquences de Rabi des ondes σ±, l’éner-
gie de l’état couplé s’écrit dans ce régime de grand ∆ :

~ωC ≈ V0 [1 + cos(φ) cos(2kz)] avec V0 =
~κ20
4∆

. (5.39)

Nous choisissons ici un désaccord ∆ positif, de sorte que l’état couplé est
toujours énergiquement au dessus de l’état non couplé (figure 5.14).

Par ailleurs, du fait de son interaction avec le champ lumineux, l’atome
préparé dans l’état couplé peut diffuser des photons, et le taux correspon-
dant s’écrit

γC ≈ γ0 [1 + cos(φ) cos(2kz)] avec γ0 = Γ
κ20

4∆2
. (5.40)

Le taux de diffusion de photons pour un atome au repos préparé dans
l’état |ψNC〉 est nul par construction et un atome au repos en z (dans une
approximation semi-classique) finit donc par tomber dans l’état |ψNC〉.

L’effet Sisyphe dans ce contexte. Considérons maintenant un atome en
mouvement lent, toujours dans l’approximation semi-classique. Suppo-

sons que cet atome est préparé initialement dans l’état |ψNC〉. Comme les
expressions des états |ψC〉 et |ψNC〉 dépendent de la position, le mouve-
ment va créer un couplage entre ces deux états. Plus précisément, prenons
l’état initial de l’atome |ψ(0)〉 = |ψNC[z(0)]〉 et écrivons 2 son état à l’instant
t comme

|ψ(t)〉 = α(t) |ψNC[z(t)]〉+ β(t) |ψC[z(t)]〉, (5.41)

avec, si l’atome bouge lentement, |β| � |α| ≈ 1. L’équation d’évolution
pour β s’écrit à partir de l’équation de Schrödinger :

iβ̇ =
(
ωC E i

γC
2

)
β E iα v 〈ψC|

dψNC

dz
〉, (5.42)

où (i) on a ajouté le terme complexe i~γC/2 à l’énergie ~ωC de l’état couplé
pour prendre en compte sa durée de vie finie sous l’effet de l’irradiation
laser, et (ii) on a pris en compte le fait que les vecteurs de base |ψC〉 et
|ψNC〉 « tournent » quand la position z varie. En supposant que le dépla-
cement de l’atome pendant la durée 1/γC est petite devant la période λ/2
du problème, le régime stationnaire de (5.42) correspond à

|β| ≈ k|v|√
ω2
C +

γ2
C

4

µ (5.43)

avec

µ =
1

k
〈ψC|

dψNC

dz
〉 =

sin(φ)

1 + cos(φ) cos(2kz)
. (5.44)

Pour un atome en mouvement, la contamination de l’état non-couplé
par l’état couplé se fait donc avec un poids |β|2. Elle est maximale aux
points où l’écart ωC entre ces deux états est minimal : c’est là que la « vitesse
de rotation » des vecteurs |ψC〉 et |ψNC〉, donnée par kvµ, est la plus grande.
C’est en particulier en ces points que l’atome initialement préparé dans
l’état |ψNC〉 a la plus forte probabilité de diffuser un photon, ce qui (avec
probabilité 1/2) peut le faire basculer vers l’état |ψC〉.

Une fois que ce processus s’est produit, on retrouve l’effet Sisyphe ha-
bituel : l’atome va escalader une fraction de la colline de potentiel de l’état

2. Pour aller au delà des arguments semi-quantitatifs présentés ici, nous renvoyons le lec-
teur vers le cours 1995-96 de C. Cohen-Tannoudji où le problème est abordé en détail.
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couplé, puis être repompé optiquement vers l’état |ψNC〉 au bout d’un
temps τ ∼ 1/γC (figure 5.14). La perte d’énergie dans l’escalade de la col-
line vaut dans la limite des faibles vitesses EC(z + vτ) E EC(z). L’atome
peut ensuite repartir pour un nouveau cycle : passage de |ψNC〉 à |ψC〉 par
diffusion d’un photon induite par le couplage émotionnel, retour de |ψC〉
vers |ψNC〉 par pompage optique standard.

La force dépendant de la vitesse. Du fait de la symétrie z ↔ Ez du pro-
blème, la force dépendant de la vitesse est forcément une fonction impaire
de v : F (Ev) = EF (v). Dans l’effet Sisyphe traditionnel conduisant à la
force (5.11), le terme d’ordre le plus bas est linéaire en vitesse, et les correc-
tions sont en v3, v5, . . . . Dans le cas qui nous intéresse ici, on trouve avec
(5.43) un premier facteur v2 pour obtenir une population non nulle dans
l’état couplé. L’effet de retard à l’établissement du régime stationnaire, qui
entraîne que l’atome monte plus de collines qu’il n’en descend, amène un
facteur v supplémentaire (comme en § 1) si bien que la force au voisinage
de la vitesse nulle varie ici comme v3. Le résultat exact après moyenne spa-
tiale sur une période s’écrit (Weidemüller et al. 1994) :

F (v) = Eξ ~kγ0
(
kv

γ0

)3
Γ

∆
, (5.45)

avec le coefficient numérique sans dimension :

ξ(φ) =
16

5π
sin2 φ cosφ

∫ 2π

0

cos(Z)

(1 + cosφ cosZ)5
dZ. (5.46)

On voit que pour avoir une force non nulle, il faut que

– sinφ soit non nul ; en effet, si φ = 0, κ± sont égales en tout point de
l’espace et les états couplés et non couplés ne dépendent pas de la
position.

– cosφ soit non nul ; en effet si φ = π/2 (configuration lin⊥lin), l’énergie
~ωC du niveau couplé ne varie pas dans l’espace et il n’y a aucune
perte d’énergie dans le processus Sisyphe de la figure 5.14.

Nous avons extrait de Weidemüller et al. (1994) la figure 5.15 montrant
la variation de F (v) avec la vitesse v pour des paramètres typiques. On y
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To obtain an exact expression of the NA force, we have numerically solved the Bloch 
equations in the limit of low saturation and low velocities using a continued-fraction 
method [lo]. Figure Za) shows the resulting velocity dependence of the NA force for 6 = I', 
So = 0.1, and angle 9 = r/4. As depicted in fig. Zb), the capture range increases nearly 
linearly with the angle 9 for 6 = r. At the same time, the friction coefficient decreases. As 
expected, the NA force indeed vanishes for both 9 = 0 and for 9 = r/Z. 

As shown in fig. Zc), at higher detunings (8  > I') the NA force exhibits velocity resonances 
(resembling doppleron resonances observed in Doppler cooling[ll]) which can lead to  a 
considerable enhancement of the force. Although we cannot yet describe the exact 
mechanism for these resonances, we propose to attribute them to velocity-tuned Raman 
transitions between IC) and 1 NC) [12] which become possible due to  the mixing of these 
states introduced by the motional coupling. Thus, we expect a resonance to occur when 
integer multiples of twice the Doppler shift equal the typical energy difference between the 
two states I C) and I NC) divided by A,  i.e. n2kvr,, SSo /Z (Raman resonance condition). 
Our simulations show that kv,,,, is indeed proportional to So and 8. Furthermore, in fig. 2d) 
we have plotted 4nkvr,,, 12 /(So 8) for different angles and orders n. For sufficiently small 
angles, the Raman resonance condition is well fulfiiled. F o r  larger angles, where higher 
orders n can no longer be resolved, the Raman condition is approached with increasing n. 

Due to the existence of a velocity-selective dark state, we expect part of the atoms to be 

FIGURE 5.15. Variation de la force F (v) pour une transition Jg = 1 ↔ Je = 1
dans une configuration lin∨ lin. On note la variation en v3 de la force au voisinage
de l’origine. Paramètres : κ0 = 0.4 Γ, ∆ = +Γ, φ = π/4 [figure extraite de
Weidemüller et al. (1994)].

voit bien la variation en v3 au voisinage de l’origine. Quand la vitesse aug-
mente pour devenir telle qu’il se produit en moyenne un cycle de pompage
optique lorsque l’atome parcourt une période du potentiel, alors la force
ressentie est (à un coefficient numérique près) donné par la force maxi-
male ∼ kV0 ressentie sur le niveau |ψC〉. Cette force maximale est compa-
rable à celle trouvée pour l’effet Sisyphe brillant. Pour des vitesses encore
plus grandes, la perte d’énergie par processus de pompage optique sature
à une fraction de V0 et la force décroît comme 1/v, comme nous l’avons vu
pour l’effet Sisyphe traditionnel.

Performances de ce refroidissement. Pour évaluer la limite du refroidis-
sement, commençons par un raisonnement semi-classique. La force de fric-
tion, en v3 au voisinage de l’origine, est plus faible que la force linéaire en
vitesse trouvée pour le refroidissement Sisyphe traditionnel. Mais le coef-
ficient de diffusion en vitesse (que nous ne calculerons pas ici) est lui aussi
affecté du même coefficient v2 supplémentaire si bien que la distribution
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en vitesse, évaluée à partir de (5.31)

P(v) ∝ exp

(∫ v

0

MF (v′)
Dp(v′)

dv′
)

(5.47)

reste gaussienne, avec une énergie moyenne kBT comparable à la modu-
lation V0 du déplacement lumineux, comme dans le cas de l’effet Sisyphe
traditionnel.

Toutefois, ce raisonnement semi-classique est forcément insuffisant
pour une transition Jg = 1 ↔ Je = 1, puisque nous avons vu au cha-
pitre précédent qu’il y a toujours un état noir pour ce type de transi-
tion. On s’attend à ce qu’une fraction des atomes s’accumule dans cet état
noir, qui sera composé de pics bien définis en vitesse en ±vr. Cette dy-
namique spécifiquement quantique est beaucoup plus lente que la dyna-
mique semi-classique (figure 5.16) : la dynamique quantique résulte d’une
marche au hasard dans laquelle un atome donné doit s’approcher de la
famille de l’état noir avec une précision bien meilleure que la vitesse de
recul, ce qui nécessite de nombreux processus d’émission spontanée. La
dynamique semi-classique, qui amène les atomes à quelques vitesses de
recul du centre, ne nécessite quant à elle que quelques processus d’émis-
sion spontanée si on part d’une distribution en vitesse pré-refroidie par
effet Doppler.

4-3 Les premières mélasses grises

Le refroidissement Sisyphe gris que nous venons de discuter dans les
cas Jg = 1/2↔ Je = 1/2 et Jg = 1↔ Je = 1 peut se généraliser à des tran-
sitions de moment cinétique plus élevé, de type Jg ↔ Je avec Je = Jg E 1
et Je = Jg . Pour ce type de transition, le pompage optique se fait toujours
vers le sous-niveau fondamental le moins couplé à la lumière. Il faudra
donc choisir un désaccord ∆ positif pour que cet état le moins couplé soit
également le plus bas en énergie, condition nécessaire pour que l’effet Si-
syphe provoque un refroidissement et pas un chauffage.

Avant d’entrer un peu plus dans les détails, on peut souligner deux
points de comparaison avec les mélasses brillantes :

– Un avantage clair des mélasses grises est que la fluorescence émise
par les atomes décroît fortement, puisque les atomes sont pompés op-

CONTINUOUS POLARIZATION-GRADIENT PRECOOLING-. . . R4037

presence of a dark state [9,11],
~D &—:[~a, —haik &exp( i—y)+ ~a, h'k &exp(iy)

—lb, —&k &
—Ib, tk & ]/2, (3)

which is decoupled from the state ~e,p & for all values of
p, where, for example, a, haik & represents an atom in state

~
a & with center-of-mass momentum of Rk. Thus

~
D & is a

zero-velocity dark state. The system undergoes VSCPT
into this zero-velocity dark state, so that the equilibrium
temperature is limited by the interaction time only, and
can be substantially below the recoil limit (ideally, the
temperature approaches zero). Note that the dark state
exists for all values of g. On the other hand, the
efficiency of VSCPT into this state varies [10] as sin y.
For the particular phases of y=0 and n/2, this result has
been corroborated theoretically as well as experimentally
by Aspect et al. [1,12].

The temperature of this system will become subrecoil
as soon as significant VSCPT has taken place. The
characteristic time r„, for this, however, is typically [1]
much larger than that for polarization-gradient cooling

As a result, for t ((~„,the semiclassical picture of
polarization-gradient cooling remains valid, and the sys-
tem reaches a "partial-steady-state" temperature which
can be larger than the recoil limit. This temperature is
determined by the energy balance between the
polarization-gradient cooling and the difFusive heating.
However, since a large fraction of atoms are in the local—

& states during the polarization-gradient cooling pro-
cess (see Fig. 1), even this transient diffusion is expected
to be much smaller than that in the usual polarization-
gradient cooling schemes. We therefore expect a
precooled temperature that is much lower than the
steady-state temperature in conventional schemes of
polarization-gradient cooling.

In order to determine this partial-steady-state tempera-
ture and to investigate how this precooling enhances the
rate of VSCPT, we have performed Monte Carlo simula-
tions [13], treating the atom's external degree of freedom
quantum mechanically. Figure 3 illustrates the results
obtained for parameters close to those in Fig. 2. We start
with a distribution of atoms that is fIat over a momentum
range of +10fik, as a rough approximation of a Gaussian
distribution with an rms momentum of 104k, correspond-
ing to a Doppler precooled sample of sodium. The atoms
that go beyond +156k are deemed too hot to be recap-
tured, and are considered lost. Figure 3(a) corresponds to
the case where the lasers are on resonance (5=0), so that
there is no cooling. However, VSCPT occurs, so that
atoms start accumulating in the dark state, ~D &, mani-
fested by the peaks at +4k. The momentum redistribu-
tion takes place primarily by random walks, so that the
atoms that are far from these peaks have a very low rate
of getting into the dark state. Significant contributions to
this accumulation come only from the atoms that are
close to these peaks (i.e., within a distance of fik, which
we will call the VSCPT capture range). However, a large
fraction of even these atoms get heated beyond the
VSCPT capture range. As a result of these effects, we
find that only a small fraction (about 5%) of the atoms

—15

FIG. 3. (a) VSCPT in the absence of polarization-gradient
cooling (5=0, and go =0.3+5/2) and (b) polarization-gradient
cooling-assisted VSCPT, with 6=1 and go=0. 3/+2, corre-
sponding to the same degree of saturation as in (a).

have accumulated in the dark state (within a momentum
interval of +fik/8) after 100&+, where rz =—2m/haik is
the recoil time.

The result is much better when the laser is detuned, so
that polarization-gradient cooling occurs along with
VSCPT. This is illustrated in Fig. 3(b). The additional
cooling helps in two ways. First, it precools the atoms, in
about 6~&, to an rms momentum of 28k. Note that this
temperature is about a factor of 10 colder than the
theoretical steady-state temperature in a one-dimensional
polarization-gradient cooling using conventional schemes
corresponding to an rms momentum of 6fik [14]. Thus,
most of the atoms are within the VSCPT capture range
after the precooling. Next, as VSCPT proceeds, the
atoms tend to get heated out of the capture range. How-
ever, the cooling force prevents them from getting too
hot, essentially keeping them within the capture range all
the time. As a result, we find that after the same amount
time (100rz), close to 40% of the atoms are in the dark
state (a factor of 8 enhancement).

Before estimating the corresponding enhancement in
three dimensions, we brieAy point out how this scheme
can be realized in three dimensions. It can be she;wn
[9,10] that a three-dimensional dark state exists when aJ=1~J'=1 transition is excited by opposite circularly
polarized standing waves, with a pair in each of three or-
thogonal directions. The polarization-gradient cooling-
assisted VSCPT is optimum when the standing-wave
phase difFerence in each direction is m/4. In order to
reconcile the facts that Doppler cooling requires positive
detuning, while this polarization-gradient cooling re-
quires positive detuning, one could employ several
schemes. For example, a magneto-optic trap (MOT) can
be used first to capture atoms from the background and
cool them to the Doppler limit. Then the MOT can be
turned ofT' and the cooling scheme presented here can be
turned on. In the time needed to go a factor of 4 below
the recoil temperature (20 recoil times), only about 15%
of the atoms would be lost [see Fig. 3(b)].

FIGURE 5.16. Évolution de la distribution en impulsion d’atomes, pour une tran-
sition Jg = 1 ↔ Je = 1 dans une configuration lin∨ lin. Unité de temps
τR = 2M/~k2 (paramètres pour l’atome de sodium), κ0 = 0.2 Γ, ∆ = +Γ,
φ = π/4. On voit clairement les deux échelles de temps pour (i) le refroidissement
Sisyphe, (ii) le refroidissement subrecul [Figure extraite de Shahriar et al. (1993)].

tiquement vers les sous-niveaux les moins couplés, voire même un
état noir quand il existe. Certains effets néfastes de la lumière de fluo-
rescence peuvent donc être réduits : force de répulsion entre atomes
comme dans le piège magnéto-optique, collisions inélastiques assis-
tées par la lumière.

– Un inconvénient des mélasses grises est le signe du désaccord auquel
elles opèrent ; ce désaccord doit être positif, donc opposé à celui du re-
froidissement Doppler. Il y a donc compétition entre la force de refroi-
dissement due à la mélasse grise, importante pour des vitesses telles
que kv . γC et la force de chauffage due à l’effet Doppler en désac-
cord positif, importante pour kv ∼ Γ. Si les paramètres de l’expérience
peuvent être choisis tels que la séparation entre ces deux échelles de
vitesses est bien marquée, ce qui en pratique impose kvr � Γ, alors
cette compétition n’est pas véritablement un problème et on peut igno-
rer en pratique le chauffage Doppler pour des atomes refroidis au-
tour du recul par la mélasse grise. Ce sera le cas pour des raies très
larges, pour lesquelles Γ dépasse par plusieurs ordres de grandeur la
fréquence de recul ωr.
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Les premières expériences de refroidissement sur une transition Jg ↔
Je = Jg E 1 ont été menées à 1D par Valentin et al. (1992) au laboratoire
Aimé Cotton. Il s’agissait de la composante Jg = 3 ↔ Je = 2 de la raie D2

du césium, qui est une transition fermée. L’extension à 3D a été faite sur
cette même raie par Boiron et al. (1995) et Boiron et al. (1996) (voir aussi
Hemmerich et al. (1995) pour une version 2D sur une transition Jg = 1 ↔
Je = 1). Boiron et al. (1996) ont mesuré des températures de l’ordre du
microkelvin à basse densité atomique, ce qui est plus bas par un facteur
deux que celles mesurées sur la transition brillante Jg = 4 ↔ Je = 5 pour
le même atome.

4-4 Le renouveau des mélasses grises

Depuis 2012, les mélasses grises sont revenues sur le devant de la scène
pour le refroidissement de certaines espèces atomiques comme le lithium
ou le potassium (Fernandes et al. 2012; Grier et al. 2013; Nath et al. 2013;
Salomon et al. 2013; Burchianti et al. 2014; Sievers et al. 2015). Il s’agit
d’atomes alcalins, pour lesquels nous rappelons que la raie de résonance,
qui couple un état S à un état P , est clivée en deux composantes du fait
de la structure fine du niveau excité. Cet niveau excité a donc deux sous-
niveaux, P1/2 et P3/2, et les deux raies correspondantes sont appelées D1

et D2.

De la raie D2 à la raie D1. Pour Li ou K, le refroidissement Sisyphe tradi-
tionnel sur la raie D2 (utilisé avec succès pour Na, Rb, Cs) fonctionne mal.
Rappelons que cette raie D2 relie les deux sous-niveaux hyperfins fonda-
mentaux, F et F E 1, aux quatre sous-niveaux hyperfins de l’état excité
P3/2 : F + 1, F , F E 1, F E 2 (ici F = I + 1/2, où I est le spin du noyau ato-
mique). Le refroidissement Sisyphe standard fonctionne sur la transition
fermée Jg = F ↔ Je = F + 1, et nécessite un désaccord ∆ négatif (figure
5.17, haut). Un faisceau repompeur additionnel, accordé par exemple sur la
transition Jg = F E1↔ Je = F , permet de recycler les atomes qui seraient
éventuellement pompés sur le niveau fondamental F E 1, mais ce repom-
peur ne joue qu’un rôle mineur dans le problème. Cette image est valable
si la structure hyperfine entre les sous-niveaux Je = F + 1 et Je = F est
suffisamment grande devant la largeur naturelle Γ. Cette condition, très
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FIGURE 5.17. Haut : Raie D2 d’un atome alcalin et transitions utilisées pour le
refroidissement Sisyphe standard, avec un laser principal pour le refroidissement
et un laser secondaire pour le repompage. Bas : Raie D1 d’un atome alcalin ; les
deux lasers jouent alors des rôles comparables dans le refroidissement. Notons qu’il
est possible que les niveaux hyperfins soient inversés par rapport à ce schéma, avec
le niveau F en dessous du niveau F E 1 (c’est le cas par exemple pour 7Li et 40K).
La structure de la raie D2 pour 6Li (I = 1, F = 3/2) est également légèrement
différente de ce qui est représenté ici.
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bien réalisée pour des alcalins lourds comme le rubidium ou le césium, ne
l’est en revanche pas pour le lithium et le potassium (c’est marginal pour
le sodium).

L’alternative consiste à utiliser la raie D1, qui relie les deux sous-
niveaux hyperfins fondamentaux, F et F E 1, aux deux sous-niveaux hy-
perfins de l’état excité P1/2 : F et F E 1 (figure 5.17, bas). Un avantage
immédiat de cette raie est que pour un isotope donné, la structure hyper-
fine du niveau excité P1/2 est notablement plus grande que celle du niveau
P3/2 : les différentes transitions sont donc mieux résolues. Toutefois, on n’a
alors plus de transition fermée entre une paire donnée de sous-niveaux :
chaque sous-niveau excité (F ou F E 1) peut se désexciter vers les deux
sous-niveaux fondamentaux. On est donc obligé de considérer le problème
de l’interaction atome-lumière en prenant en compte simultanément les
deux niveaux fondamentaux et les deux lasers qui les excitent. Il n’y a plus
un laser principal refroidisseur et un repompeur (au rôle mineur), mais
deux lasers jouant des rôles également importants.

Résonance Raman et profil de Fano. Un point mis en évidence par Grier
et al. (2013), puis par Nath et al. (2013) et Salomon et al. (2013), est l’im-
portance de la résonance Raman entre les deux lasers excitant respective-
ment le niveau fondamental F E 1 et le niveau fondamental F . Ce point
est illustré sur la mesure de température montrée sur la figure 5.18 extraite
de Sievers et al. (2015), obtenue avec un laser intense (laser 2) pilotant la
transition Jg = 9/2 ↔ Je = 7/2 et un laser plus faible (laser 1) pilotant la
transition Jg = 7/2 ↔ Je = 7/2. Quand le désaccord Raman |∆| est plus
grand que Γ, on mesure une température de l’ordre de 50µK, que l’on peut
interpréter comme résultat de la mélasse grise 9/2↔ 7/2 pour le laser plus
intense, ou 7/2 ↔ 7/2 pour l’autre. On a alors des états noirs ou gris ob-
tenus par superposition d’états d’un sous-niveau fondamental donné (9/2
ou 7/2).

Quand la résonance Raman se produit (∆ = 0), la température chute
par un facteur additionnel allant de 2 à 4 selon les espèces atomiques. On
voit également apparaître une zone défavorable, pour un désaccord Ra-
man légèrement positif. Ce résultat est à rapprocher du profil trouvé dans
le chapitre précédent pour un système en Λ (figure 5.19). Dans le cas où
les deux ondes lumineuses qui pilotent l’atome sont telles que κ1 � κ2,
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FIG. 3. (Color online) Temperature of the 6Li D1 molasses after
a 100-µs pulse with variable Raman detuning ! for different
cooling and repumping intensities. (a) Experiment; (b) simulation.
Standard intensities [(red) circles]: Icool = 9 Isat, Irep = 0.46 Isat.
Equal cooling/repumping ratio (black squares): Icool = Irep = 9 Isat.
Inverted cooling/repumping ratio [(blue) triangles]: Icool = 0.6 Isat,
Irep = 4.6 Isat.

Despite the nice match between simulations and experi-
ments in Figs. 2 and 3, we observe that the semiclassical
simulations provide temperatures that are systematically lower
by a factor of 2 to 4 than the measured ones, particularly near
the Raman-resonance condition ! = 0. Here the simulation
predicts a temperature of 20 µK, whereas the lowest measured
temperature is 50 µK. The reason for this is not fully
understood and may come from both theory and experimental
limitations. First, the simulation is semiclassical and neglects
the wave-function extent of the cold atoms. The predicted
temperature of 20 µK corresponds to only six times the
recoil energy ER = 1

2mv2
recoil = kB × 3.5 µK. Therefore, only

a quantum treatment of the atoms’ external motion can be
expected to give a quantitative equilibrium temperature pre-
diction in the low-intensity limit. In the simulation we observe
that slow atoms are likely trapped within subwavelength
regions, where the light shift is minimal and the atom is nearly
decoupled from light over a long time without quantum jump.
This coherent population trapping effect enhances the cooling
at both large and small !, although it is most pronounced at the
Raman resonance (! = 0) since more choices of decoupled
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FIG. 4. (Color online) Experiment: Atom number and equilib-
rium temperature of the 40K D1 molasses as functions of the Raman
detuning !. δcool = 3 #, Icool = 6 Isat, Irep/Icool = 7.6%, tm = 5 ms.
In the constant-temperature regions below −0.1 # and above 2 #

gray molasses cooling involves coherences between Zeeman states in
a given hyperfine state but not between hyperfine states. At the exact
Raman condition ! = 0, long-lived coherences between hyperfine
states are established, as shown in the simulation in Fig. 5. In a
narrow detuning range, the temperature [(red) triangles] drops to
20 µK. Inset: Expanded scale.

states emerge. The semiclassical picture clearly exaggerates
the cooling effect since the wave nature of the atoms’ external
motion is not included in the model. In fact, the wave
function of the slow atoms will sample a larger volume of
the subwavelength traps and will shorten the lifetime of the
dark periods.

On the experimental side the residual magnetic field
cancellation has only been coarsely tuned for the data set
presented in Fig. 2 (as well as in Figs. 3 and 4). With careful
tuning of the magnetic field zeroing we were able to lower the
40K temperature to 11 µK (Sec. II C, on 40K) for lower-density
samples. Interestingly, other groups have indeed found on
39K lower temperatures (6 µK) than ours under the Raman
condition [12]. Note also that in Fig. 2 for positive Raman
detunings (! ∼ 0.5# at low intensity and ! ∼ # at high
intensity) the “temperature” corresponds to out-of-equilibrium
situations as the atoms are quickly heated away and lost from
the molasses. The notion of temperature should thus be taken
with care in this region, unlike for negative Raman detunings,
where a steady-state temperature is reached.

Another reason for shortening the lifetime of dark periods
of the slow atoms is reabsorption of photons emitted by
other atoms. We have indeed seen a density-dependent excess
temperature, which we measured to be 4.6 µK × 1011 at/cm3

for 40K. A careful simulation of cooling including photon
reabsorption processes is far more complex and is beyond
the scope of this work.

We also study the same Raman-detuning-dependent effects,
but for different cooling/repumping ratios. Typical experi-
mental and simulation results are presented in Fig. 3. Here
again, the simulation parameters are chosen according to the
experimental values. The simulation and experiments match
fairly well. In particular, for the usual configuration with
Icool/Irep > 1 (Icool = 9Isat and Irep = 0.45Isat), we observe a

023426-4

FRANZ SIEVERS et al. PHYSICAL REVIEW A 91, 023426 (2015)

−1 0 1
101

102

103

Raman-detuning ∆ (units of Γ)

T
em

p
er
at
u
re

(µ
K
)

(a)

−1 0 1
101

102

103

Raman-detuning ∆ (units of Γ)

T
em

p
er
at
u
re

(µ
K
)

(b)

FIG. 3. (Color online) Temperature of the 6Li D1 molasses after
a 100-µs pulse with variable Raman detuning ! for different
cooling and repumping intensities. (a) Experiment; (b) simulation.
Standard intensities [(red) circles]: Icool = 9 Isat, Irep = 0.46 Isat.
Equal cooling/repumping ratio (black squares): Icool = Irep = 9 Isat.
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ments in Figs. 2 and 3, we observe that the semiclassical
simulations provide temperatures that are systematically lower
by a factor of 2 to 4 than the measured ones, particularly near
the Raman-resonance condition ! = 0. Here the simulation
predicts a temperature of 20 µK, whereas the lowest measured
temperature is 50 µK. The reason for this is not fully
understood and may come from both theory and experimental
limitations. First, the simulation is semiclassical and neglects
the wave-function extent of the cold atoms. The predicted
temperature of 20 µK corresponds to only six times the
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recoil = kB × 3.5 µK. Therefore, only

a quantum treatment of the atoms’ external motion can be
expected to give a quantitative equilibrium temperature pre-
diction in the low-intensity limit. In the simulation we observe
that slow atoms are likely trapped within subwavelength
regions, where the light shift is minimal and the atom is nearly
decoupled from light over a long time without quantum jump.
This coherent population trapping effect enhances the cooling
at both large and small !, although it is most pronounced at the
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gray molasses cooling involves coherences between Zeeman states in
a given hyperfine state but not between hyperfine states. At the exact
Raman condition ! = 0, long-lived coherences between hyperfine
states are established, as shown in the simulation in Fig. 5. In a
narrow detuning range, the temperature [(red) triangles] drops to
20 µK. Inset: Expanded scale.

states emerge. The semiclassical picture clearly exaggerates
the cooling effect since the wave nature of the atoms’ external
motion is not included in the model. In fact, the wave
function of the slow atoms will sample a larger volume of
the subwavelength traps and will shorten the lifetime of the
dark periods.

On the experimental side the residual magnetic field
cancellation has only been coarsely tuned for the data set
presented in Fig. 2 (as well as in Figs. 3 and 4). With careful
tuning of the magnetic field zeroing we were able to lower the
40K temperature to 11 µK (Sec. II C, on 40K) for lower-density
samples. Interestingly, other groups have indeed found on
39K lower temperatures (6 µK) than ours under the Raman
condition [12]. Note also that in Fig. 2 for positive Raman
detunings (! ∼ 0.5# at low intensity and ! ∼ # at high
intensity) the “temperature” corresponds to out-of-equilibrium
situations as the atoms are quickly heated away and lost from
the molasses. The notion of temperature should thus be taken
with care in this region, unlike for negative Raman detunings,
where a steady-state temperature is reached.

Another reason for shortening the lifetime of dark periods
of the slow atoms is reabsorption of photons emitted by
other atoms. We have indeed seen a density-dependent excess
temperature, which we measured to be 4.6 µK × 1011 at/cm3

for 40K. A careful simulation of cooling including photon
reabsorption processes is far more complex and is beyond
the scope of this work.

We also study the same Raman-detuning-dependent effects,
but for different cooling/repumping ratios. Typical experi-
mental and simulation results are presented in Fig. 3. Here
again, the simulation parameters are chosen according to the
experimental values. The simulation and experiments match
fairly well. In particular, for the usual configuration with
Icool/Irep > 1 (Icool = 9Isat and Irep = 0.45Isat), we observe a
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Despite the nice match between simulations and experi-
ments in Figs. 2 and 3, we observe that the semiclassical
simulations provide temperatures that are systematically lower
by a factor of 2 to 4 than the measured ones, particularly near
the Raman-resonance condition ! = 0. Here the simulation
predicts a temperature of 20 µK, whereas the lowest measured
temperature is 50 µK. The reason for this is not fully
understood and may come from both theory and experimental
limitations. First, the simulation is semiclassical and neglects
the wave-function extent of the cold atoms. The predicted
temperature of 20 µK corresponds to only six times the
recoil energy ER = 1

2mv2
recoil = kB × 3.5 µK. Therefore, only

a quantum treatment of the atoms’ external motion can be
expected to give a quantitative equilibrium temperature pre-
diction in the low-intensity limit. In the simulation we observe
that slow atoms are likely trapped within subwavelength
regions, where the light shift is minimal and the atom is nearly
decoupled from light over a long time without quantum jump.
This coherent population trapping effect enhances the cooling
at both large and small !, although it is most pronounced at the
Raman resonance (! = 0) since more choices of decoupled
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detuning !. δcool = 3 #, Icool = 6 Isat, Irep/Icool = 7.6%, tm = 5 ms.
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gray molasses cooling involves coherences between Zeeman states in
a given hyperfine state but not between hyperfine states. At the exact
Raman condition ! = 0, long-lived coherences between hyperfine
states are established, as shown in the simulation in Fig. 5. In a
narrow detuning range, the temperature [(red) triangles] drops to
20 µK. Inset: Expanded scale.

states emerge. The semiclassical picture clearly exaggerates
the cooling effect since the wave nature of the atoms’ external
motion is not included in the model. In fact, the wave
function of the slow atoms will sample a larger volume of
the subwavelength traps and will shorten the lifetime of the
dark periods.

On the experimental side the residual magnetic field
cancellation has only been coarsely tuned for the data set
presented in Fig. 2 (as well as in Figs. 3 and 4). With careful
tuning of the magnetic field zeroing we were able to lower the
40K temperature to 11 µK (Sec. II C, on 40K) for lower-density
samples. Interestingly, other groups have indeed found on
39K lower temperatures (6 µK) than ours under the Raman
condition [12]. Note also that in Fig. 2 for positive Raman
detunings (! ∼ 0.5# at low intensity and ! ∼ # at high
intensity) the “temperature” corresponds to out-of-equilibrium
situations as the atoms are quickly heated away and lost from
the molasses. The notion of temperature should thus be taken
with care in this region, unlike for negative Raman detunings,
where a steady-state temperature is reached.

Another reason for shortening the lifetime of dark periods
of the slow atoms is reabsorption of photons emitted by
other atoms. We have indeed seen a density-dependent excess
temperature, which we measured to be 4.6 µK × 1011 at/cm3

for 40K. A careful simulation of cooling including photon
reabsorption processes is far more complex and is beyond
the scope of this work.

We also study the same Raman-detuning-dependent effects,
but for different cooling/repumping ratios. Typical experi-
mental and simulation results are presented in Fig. 3. Here
again, the simulation parameters are chosen according to the
experimental values. The simulation and experiments match
fairly well. In particular, for the usual configuration with
Icool/Irep > 1 (Icool = 9Isat and Irep = 0.45Isat), we observe a
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FIGURE 5.18. a) Schéma des niveaux du potassium 40 et lasers utilisés. b) Tem-
pérature dans une mélasse grise de potassium 40, en fonction du désaccord Raman
∆ = ∆1 E ∆2 (I1 = 0.46 Isat, I2 = 6 Isat, ∆2 = 3 Γ) [Figure extraite de Sie-
vers et al. (2015)]. c) Explication du chauffage observé pour un désaccord Raman
∆ légèrement positif : une transition Raman résonante conduit à l’excitation du
niveau 9/2 habille par les photons du laser intense.
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by measuring the evolution of the cloud over half of the
trap period, after switching off the 1D cooling laser.
For that purpose, we use the relationship !2

zðtÞ ¼
!2

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

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

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

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

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

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

FIG. 3 (color online). Upper panels: Raw data, false color
image of the atomic cloud after 1D cooling in free space, and
50 ms time of flight. The cooling laser are along the horizontal
axis. From left to right the laser detunings are respectively
" ¼ *33 kHz, " ¼ *21 kHz and " ¼ *10 kHz, and the laser
intensity is around 0:5Is. The small horizontal asymmetry is
likely due to imperfect balance of the cooling beams intensity,
which were not precisely adjusted like for the cloud in the Dipole
trap case. Middle panels: Normalized spatial distribution along
the cooling axis extracted from the upper images. Lower panels:
Normalized momentum distribution extracted from the MC
simulation. The laser detuning is the same as in the experiment,
but the simulation is performed at the low intensity limit. These
plots show a qualitative agreement with the experiment at higher
intensity without the added trap (green open circles), as well as
in the trap (red dots). The resonance lines correspond to the
vertical, dashed lines.
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FIGURE 5.19. Haut : système modèle en Λ. Milieu : Variation de la population
excitée Pe avec le désaccord ∆1, mesuré en unité de Γ. Les autres paramètres sont
(en unités de Γ) : κ1 = 0.1, κ2 = 1, ∆2 = 2. (Bas) : Les deux processus de
diffusion pour un photon du laser 1, conduisant au profil de Fano de la figure du
milieu.

nous avions trouvé une variation de la population du niveau excité au voi-
sinage de la résonance Raman très semblable à la variation trouvée par
Sievers et al. (2015) pour la température. Rappelons ici l’origine de ce pro-
fil asymétrique, appelé profil de Fano. Cette forme de profil se rencontre
dans le cas où une interférence se produit entre un processus de diffu-
sion résonnante et un processus de diffusion beaucoup plus plat. Lounis
& Cohen-Tannoudji (1992) ont prouvé que le modèle de Fano était effec-
tivement réalisé pour le système en Λ quand κ1 � κ2 � |∆1,2|. Pour le
montrer, on commence par traiter exactement l’interaction du faisceau 2
avec l’atome. Dans le cas où κ2 � |∆2|, cet « habillage » du niveau g2 in-
duit le déplacement lumineux :

|g2〉 → |ḡ2〉, E(ḡ2) = E(g2) + δE(g2) δE(g2) ≈ ~|κ2|2
4∆2

. (5.48)

Partons maintenant de l’atome dans l’état |g1〉 ; la diffusion d’un photon du
faisceau laser faible (faisceau 1) peut se faire soit de manière non résonante
en ne passant que par |e〉 (figure 5.19, en bas à gauche), soit de manière ré-
sonante via une transition Raman qui mène l’atome de manière transitoire
dans |ḡ2〉 (figure 5.19, en bas à droite). Le maximum étroit de la courbe pour
Pe est obtenu quand la résonance Raman vis à vis de l’état habillé |ḡ2〉 se
produit :

~∆1 = ~∆2 + δE(g2). (5.49)

On obtient donc une situation remarquable où Pe s’annule pour la réso-
nance Raman « nue » ∆1 = ∆2, puis passe par un maximum pour la réso-
nance Raman « habillée » (5.49).

Ce modèle d’un système en Λ est bien sûr une simplification considé-
rable par rapport au cas réel de la raie D1 du potassium, pour laquelle 18
états fondamentaux sont couplés à 18 états excités. Mais il rend compte
au moins qualitativement du gain obtenu à la résonance Raman « nue »,
qui permet de faire apparaître des états noirs « robustes », combinaisons
linéaires des 18 états fondamentaux issus des deux niveaux hyperfins
Fg = 7/2 et Fg = 9/2. Il permet également d’expliquer le chauffage impor-
tant observé pour un désaccord Raman légèrement positif (figure 5.18c).
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Conclusion

Le mécanisme Sisyphe, qu’il soit « brillant » pour une transition telle
que Jg < Je ou « gris » pour une transition Jg ≥ Je, permet d’obtenir
une température essentiellement limitée par le recul d’un seul photon. Il
est relativement robuste dans la mesure où il ne dépend que faiblement
de la qualité des faisceaux lumineux utilisés (polarisations, fronts d’onde,
désaccord). Les études les plus détaillées à ce jour sur la forme des dis-
tributions en vitesse ont été menées dans le cas brillant. Elles ont montré
que les profils de distribution en vitesse les plus étroits sont notablement
non gaussiens, ce qui ne facilite pas toujours la comparaison entre diffé-
rentes expériences, les auteurs ne prenant pas systématiquement la même
convention pour mesurer « leur » température.

Nous avons néanmoins tenté de récapituler sur la table 5.20 la limite
obtenue par refroidissement Sisyphe pour différentes espèces de la famille
des alcalins, avec un refroidissement Sisyphe brillant ou gris. Le point es-
sentiel à noter est qu’avec la panoplie offerte par les différents types de mé-
canismes, on atteint systématiquement une vitesse quadratique moyenne
de l’ordre de quelques vitesses de recul, typiquement entre 2 et 4 vr. No-
tons pour finir que les températures indiquées ici sont des températures
mesurées pour des gaz très dilués, dans lesquels les effets collectifs comme
la diffusion multiple ne jouent pas de rôle. Nous reviendrons sur ces effets
dans le dernier chapitre de ce cours.
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