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Introduction

La spectroscopie atomique permet de sonder la dynamique interne des atomes
et d’en retirer des données fondamentales sur leur structure. Cette discipline

de la physique est capitale pour bon nombre d’autres champs d’étude. La
spectroscopie se place en quelque sorte comme « décodeur » de l’univers qui nous
entoure. La lumière que nous en recevons nous permet, par son analyse, d’acquérir
une quantité incommensurable d’information sur la composition et la structure de
notre environnement. L’impact de la spectroscopie s’étend du refroidissement laser
d’atomes et de la métrologie à l’astrophysique, où les données spectroscopiques
de laboratoire sont capitales pour l’identification des spectres issus des objets
célestes. Plus généralement, l’étude des plasmas chauds, qu’ils soient de nature
spatiale ou provenant de réacteurs à fusion thermonucléaire, se fait au travers
d’analyses spectroscopiques des atomes fortement ionisés. Nous pouvons également
mentionner les applications naturelles que la spectroscopie trouve dans l’étude des
surfaces, le développement de nouvelles sources lumineuses, l’analyse de composés
biologiques, etc. Enfin, le grand nombre de structures atomiques existantes (plu-
sieurs milliers), dont beaucoup parmi elles restent encore mal connues, implique
que la spectroscopie atomique reste un domaine en perpétuelle évolution.

Cette évolution fut d’ailleurs considérablement ébranlée en 1960 avec l’avè-
nement de sources de rayonnements laser. Grâce à ces dernières, les techniques
expérimentales pour observer des raies d’absorption avec élimination de l’élargisse-
ment Doppler purent voir le jour, et avec elles la spectroscopie dite « non-linéaire »
est alors apparue. C’est notamment grâce aux travaux de Schawlow et Bloem-
bergen (tous deux prix Nobel 1981) que la spectroscopie non-linéaire a pu avoir
l’essor qu’on lui connait aujourd’hui.

Les interactions non-linéaires entre la lumière et la matière résident dans le dé-
veloppement aux ordres supérieurs de la susceptibilité électrique χ. Si nous considé-
rons, au départ, que ces interactions sont linéaires, la relation liant la polarisation
P et le champ électrique E du rayonnement s’écrit de manière usuelle

P = χE. (1)

La susceptibilité χ est alors un tenseur indépendant de l’intensité du rayonnement.
Dans le cadre des interactions non-linéaires, on développe cette relation en puis-
sance de E, ce qui donne pour la composante cartésienne α

Pα = χ
(1)
αβE

(1)
β + χ

(2)
αβγE

(1)
β E(2)

γ + χ
(3)
αβγδE

(1)
β E(2)

γ E
(3)
δ + . . . , (2)

1



2 Introduction

où les termes d’ordre supérieur peuvent être associés à toute une pléthore de
phénomènes dits non-linéaires représentés par les tenseurs χ(n) (n > 1) de
susceptibilité non-linéaire.

Parmi ces phénomènes non-linéaires, l’absorption saturée a permis l’apparition
d’une technique qui porte son nom : la spectroscopie dite d’absorption saturée.
Celle-ci constitue une puissante technique pour sonder la structure de l’atome,
car elle permet de réduire l’élargissement des raies d’absorption aux seuls élar-
gissements naturel, collisionnel et de puissance, permettant alors d’observer la
structure hyperfine des atomes.

Néanmoins, cette technique implique l’apparition de résonances particulières :
les résonances de croisement, aussi communément appelées résonances « crosso-
ver ». Celles-ci peuvent parfois rendre l’analyse des spectres d’absorption saturée
très complexe. Ce travail est précisément dédié à l’analyse de ces résonances spé-
ciales, notamment dans le cas des spectres de saturation des structures hyperfines
du fer et du ruthénium à 372 nm.

Ce mémoire se divise en quatre chapitres. Le Chapitre 1 introduit les notions
de structure hyperfine des niveaux atomiques et les effets isotopiques en décrivant
les différents rôles que jouent les paramètres spectroscopiques de coefficient de
déplacement de masse spécifique, de déplacement volumique, de constante de
structure hyperfine et de constante de couplage quadrupolaire. Au Chapitre 2, les
principes de la spectroscopie de saturation sont exposés avant de porter l’accent
sur le phénomène de résonance crossover.

Dans le Chapitre 3, nous présentons deux modèles tendant à rendre compte
des différentes composantes apparaissant dans les spectres d’absorption saturée
comprenant des résonances crossover. Le premier modèle a été développé par
Bordé&Bordé [1] en 1979, dont l’un des auteurs, Ch. Bordé, est un des « inven-
teurs » de la spectroscopie de saturation. Le second modèle fait intervenir les
équations de Bloch optiques qui sont ici adaptées au cas plus général des atomes
à plusieurs niveaux.

Au Chapitre 4, ces deux modèles sont appliqués au cas de deux spectres d’ab-
sorption saturée issus du fer et du ruthénium. Nous nous focalisons sur la transition
3d64s2 a 5D4 − 3d64s4p z 5F o

5 du fer et la transition 4d75s a 5F5 − 4d75p z 5F o
5 du

ruthénium, toutes deux se situant respectivement à 371.993 45 nm et 372.803 nm
[2]. Ces deux transitions sont illustrées à la Figure 1.
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Figure 1 – Schéma des transitions (a) du fer à 371.993 45 nm et (b) du ruthénium
à 372.803 nm [2].





Chapitre 1

La structure hyperfine des
niveaux atomiques et les effets
isotopiques

Ce chapitre est consacré aux notions fondamentales relatives à la structure hyper-
fine des atomes et aux effets isotopiques dans un cadre général. Nous commen-

çons par des rappels sur la structure électronique des atomes à plusieurs électrons.
Par après, les effets isotopiques sont décrits.

1.1 Notion de structure hyperfine
Dans cette section, nous jetons d’abord les bases permettant d’établir l’hamil-

tonien atomique tenant compte de la structure fine des niveaux d’énergie. Nous
ajoutons ensuite l’interaction responsable de l’apparition de la structure hyperfine
chez certains atomes en incluant les corrections quadrupolaires.

1.1.1 Rappels sur la structure fine des atomes à plusieurs
électrons

Chaque atome possède un cortège électronique, et chaque électron i constituant
ce cortège est doté d’un moment cinétique de spin si ainsi que d’un moment ma-
gnétique de spin µsi reliés entre eux par le rapport gyromagnétique

µsi = γsi, (1.1)

avec
γ = −ge

e

2me

, (1.2)

où ge est le facteur de Landé de l’électron valant approximativement 2, me est la
masse au repos de l’électron et e sa charge électrique. Le moment cinétique de spin
de l’électron est caractérisé par un nombre quantique de spin s = 1

2 ainsi que par
un nombre quantique magnétique ms = ±1

2 . Ces nombres quantiques précisent les

5



6 Structure hyperfine et effets isotopiques

valeurs possibles du module et de la composante z du moment cinétique de spin
par les relations :

|si| =
√
s(s+ 1)~, (1.3a)

si,z = ms~. (1.3b)

Chaque électron orbitant autour du noyau est par ailleurs caractérisé par un
moment cinétique orbital li. De la même manière que pour le moment cinétique
de spin, ce moment cinétique orbital de chaque électron est caractérisé par deux
nombres quantiques l et ml donnant les valeurs possibles de |li| et li,z par les
relations

|li| =
√
l(l + 1)~, (1.4a)

li,z = ml~. (1.4b)

Dans le cas d’un atome polyélectronique possédant N électrons et Z protons,
l’ensemble des électrons forme un moment cinétique de spin global S ainsi qu’un
moment cinétique orbital global L tels que

S =
N∑
i

si (1.5a)

L =
N∑
i

li (1.5b)

Comme tout moment cinétique, ces derniers sont en mécanique quantique associés
à 2 nombres quantiques S et mS (resp. L et mL) qui respectent les mêmes relations
que (1.3) et (1.4) :

|S| =
√
S(S + 1)~ et Sz = mS~, (1.6a)

|L| =
√
L(L+ 1)~ et Lz = mL~, (1.6b)

Le moment cinétique global de l’électron i est souvent noté

ji = li + si. (1.7)

Ceci conduit à écrire le moment cinétique électronique total de l’atome par la
relation

J = L + S (1.8)
Le théorème de composition des moments cinétiques en mécanique quantique nous
donne que J est aussi caractérisé par deux nombres quantiques J et mJ à travers
les mêmes relations que (1.3) et (1.4) :

|J| =
√
J(J + 1)~, (1.9a)

Jz = mJ~. (1.9b)

avec |L− S| ≤ J ≤ L+ S et mJ = −J, . . . , J par pas entier.
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Hamiltonien atomique

L’hamiltonien atomique doit tenir compte à la fois de l’interaction de chaque
électron avec le potentiel coulombien généré par le noyau ainsi que des interactions
électrostatiques avec les N − 1 autres électrons. En première approximation, on
peut négliger les interactions de faible amplitude telles que l’interaction entre les
µsi de chaque électron (interaction dite "spin-spin"), et les interactions entre les
moments cinétiques de spin et les moments cinétiques orbitaux des autres électrons.

Pour décrire la structure atomique des atomes à plusieurs électrons, il est usuel
de considérer dans un premier temps que les électrons sont indépendants les uns des
autres en négligeant l’interaction coulombienne entre ceux-ci. On considère alors
qu’ils se déplacent dans un potentiel fictif à symétrie sphérique, dit potentiel central
et souvent désigné par la notation Vc(r), qui représente au mieux l’interaction élec-
trostatique entre les électrons et le noyau ainsi que les interactions inter-électrons.
Ce potentiel peut être déterminé en suivant différentes approximations, mais doit
absolument remplir les conditions suivantes [3] :Vc(r)→ − Ze2

4πε0r pour r → 0
Vc(r)→ −(Z−(N−1))e2

4πε0r pour r →∞
(1.10)

Il convient ensuite de prendre en compte les interactions électrostatiques entre les
différents électrons. L’hamiltonien atomique Ĥ ′at peut alors s’écrire comme

Ĥ ′at = Ĥ0 + Ĥ1 + Ŵf (1.11)

où

Ĥ0 =
N∑
i

(
p̂i

2me

+ Vc (|r̂i|)
)
, (1.12a)

Ĥ1 =
N∑
i

− Ze2

4πε0|r̂i|
+

N∑
j>i

e2

4πε0|r̂i − r̂j|
− Vc (|r̂i|)

 , (1.12b)

Ŵf = Ĥso + ŴD + Ŵmv. (1.12c)

Le premier terme Ĥ0 contient l’énergie cinétique de l’ensemble des électrons ainsi
que leur énergie électrostatique dans le potentiel de champ central Vc(|r̂i|) avec p̂i
l’opérateur impulsion de l’électron i et r̂i est l’opérateur position. Le second terme
Ĥ1 est le terme de correction entre le champ central et le potentiel électrostatique
réel prenant en compte l’interaction électron-électron. Le troisième terme, Ŵf , est
appelé hamiltonien de structure fine. Celui-ci se subdivise en trois contributions
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données par

Ĥso =
N∑
i

ξ(ri)̂li · ŝi avec ξ(ri) = 1
2m2

ec
2ri

dVc(ri)
dri

, (1.13a)

ŴD =
N∑
i

~2

8m2
ec

2 ∆Vc (|r̂i|) , (1.13b)

Ŵmv =
N∑
i

p̂4
i

8m3
ec

2 . (1.13c)

Le terme Ĥso est le terme d’interaction spin-orbite. Ce terme tient compte de l’éner-
gie d’interaction entre le moment magnétique µsi de l’électron i avec le champ
magnétique qu’il perçoit lié à son propre mouvement autour du noyau. Les deux
derniers termes ŴD et Ŵmv sont respectivement le terme de Darwin et le terme de
correction masse-vitesse. Ŵmv constitue la première correction relativiste à l’éner-
gie, tandis que ŴD est la dernière correction relativiste (la seconde étant le terme
d’interaction spin-orbite). L’hamiltonien de structure hyperfine agit comme une
perturbation et est responsable de la structure fine des niveaux d’énergie atomiques.

Couplage LS et couplage jj

À partir de l’hamiltonien atomique (1.11), on peut, pour chaque niveau
atomique, distinguer deux cas selon la prédominance de Ĥ1 sur Ĥso ou vice-versa.
Dans le cas où les interactions électrostatiques sont dominantes par rapport aux
interactions spin-orbite (cas souvent réalisé dans les atomes légers), on a Ĥ1 � Ĥso

et on se place alors dans l’approximation du couplage LS. Dans le cas contraire
(ce qui est souvent le cas pour les atomes lourds), Ĥ1 � Ĥso et on dit alors qu’on
se place dans le cadre du couplage jj1. Dans la suite de ce travail, nous nous
focalisons uniquement sur le couplage LS étant donné que les niveaux atomiques
du fer et de ruthénium que nous étudions font partie de cette catégorie.

En écrivant les relations (1.5) et (1.8), nous avons en fait implicitement utilisé
les notations de rigueur en couplage LS. En effet, le couplage LS suppose que
les interactions de type spin-orbite sont suffisamment faibles pour considérer que
les li et les si se couplent individuellement selon (1.5) et que leurs résultantes
s’additionnent selon (1.8) [3].

Plus précisément, l’hamiltonien Ĥ0 + Ĥ1 commute avec les opérateurs L̂2, Ŝ2,
L̂z et Ŝz, ce qui implique que les niveaux d’énergie de l’atome ne dépendent dans un
premier temps que des nombres quantiques L et S. Lorsqu’on inclut les corrections
liées à l’ajout de Ĥso, l’hamiltonien ne commute plus qu’avec Ĵ2 et Ĵz ce qui a pour
conséquence que chaque niveau d’énergie dépendra du nombre quantique J . Les
niveaux d’énergie sont alors notés

2S+1LJ . (1.14)
1Entre ces deux cas extrêmes, il existe des couplages intermédiaires (couplage LK et couplage

jK).



1.1 Notion de structure hyperfine 9

L’ensemble des niveaux d’énergie caractérisés par un J différent constitue la
structure fine de l’atome. Chaque niveau d’énergie reste alors 2J + 1 fois dégénéré.
L’indice 2S + 1 est appelé la multiplicité du niveau considéré et correspond au
nombre maximum de valeurs de J possibles.

1.1.2 Spin nucléaire et structure hyperfine
Les protons et les neutrons, constituants du noyau, sont eux aussi dotés d’un

moment cinétique de spin et d’un moment magnétique de spin intrinsèques. Ceux-
ci sont généralement notés Ip (resp. In) et µIp (resp. µIn). Tout comme dans le cas
de l’électron, un nombre quantique Ik (k = p, n) est associé au spin des nucléons et
vaut 1

2 tandis qu’on associe au moment magnétique de spin le nombre quantique
mIk = ±1

2 . Les moments cinétique de spin et magnétique de spin des nucléons sont
eux aussi liés par le rapport gyromagnétique

µIk = γIk, (1.15)

avec
γ = g

e

2Mk

, (1.16)

où g ≈ 5.59 (resp. g ≈ −3.83) est le facteur de Landé du proton (resp. du neutron)
et où Mk est la masse du nucléon k considéré.

Dans le noyau, les spins des nucléons se couplent pour conférer au noyau
un moment cinétique et magnétique de spin global I et µI . On appelle alors
ce moment magnétique résultant moment magnétique nucléaire. Les différents
noyaux constituant les éléments du tableau périodique possèdent donc chacun un
spin nucléaire I, nul ou non-nul, associé à un nombre quantique de spin I pouvant
soit être nul, entier ou demi-entier. De nouveau, on associe à une composante
du moment magnétique nucléaire un nombre quantique magnétique mI tel que
−I ≤ mI ≤ I par pas entier. Ces deux nombres quantiques obéissent aux mêmes
relations que (1.3) et (1.4).

La présence de ce spin nucléaire, jusqu’à présent négligé, nous permet de définir
le moment cinétique total de l’atome qui est alors noté

F = I + J (1.17)

et qui est caractérisé par les nombres quantiques F tels que |J − I| ≤ F ≤ J + I et
mF = −F, . . . , F . De plus, le spin nucléaire rend nécessaire l’ajout à l’hamiltonien
(1.11) de l’énergie d’interaction entre le moment magnétique nucléaire et le moment
magnétique de chaque électron. L’hamiltonien atomique peut alors s’écrire en toute
généralité

Ĥat = Ĥ0 + Ĥ1 + Ŵf + Ŵhf , (1.18)

où Ŵhf est l’opérateur hamiltonien de structure hyperfine. Lorsqu’on assimile le
moment magnétique nucléaire à un dipôle magnétique et qu’on étudie l’interaction
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du champ magnétique associé avec le moment magnétique de spin et orbital des
électrons, l’énergie d’interaction de ces moments magnétiques est donnée, dans le
cas d’un atome polyélectronique, par [3]

Ŵhf = 2µ0

4π~2 gIµBµN Î ·
N∑
i

[
l̂i
r̂3
i

−
(
l̂i
r̂3
i

− 3(ŝi · r̂i)r̂i
r̂5
i

)
+ 8π

3 |ψi(0)|2ŝi
]
, (1.19)

où gI est le facteur de Landé du noyau, µB = e~/2me est le magnéton de Bohr et
µN = e~/2Mp est le magnéton nucléaire. Dans cet hamiltonien, les deux premiers
termes représentent l’interaction dipôle-dipôle entre le spin nucléaire et les moments
orbitaux et de spin de tous les électrons. Le troisième quant à lui est appelé terme de
contact de Fermi et représente l’influence des électrons s, c’est-à-dire des électrons
associés à un nombre quantique l = 0 dont la probabilité de présence, donnée par
le module au carré de leur fonction d’onde ψi, est non-nulle à l’origine du système
de référence centré sur le noyau. Cet opérateur peut se réduire à l’expression

Ŵhf = A(J)Î · Ĵ (1.20)

où A(J) est la constante de structure hyperfine et est donnée par

A(J) = µIBel

JI
(1.21)

avec Bel le champ magnétique produit par les électrons évalué à la position du
noyau. La constante de structure hyperfine caractérise la force de l’interaction
dipolaire magnétique entre le noyau et les électrons dans l’état |γIJF 〉 considéré.

Correction quadrupolaire

Étant donné que la majorité des noyaux atomiques ne possède pas une symétrie
sphérique, il est nécessaire d’ajouter à Ŵhf les effets de la non-sphéricité du noyau
afin d’avoir une description plus complète de la structure hyperfine. Ceci peut se
faire en considérant l’hamiltonien

D̂ = − 1
8πε0

Z∑
p

N∑
i

e2

|r̂p − r̂i|
, (1.22)

qui décrit l’interaction électrostatique entre les protons p du noyau et les élec-
trons i. Cet hamiltonien peut être réécrit sous la forme d’une somme des moments
multipolaires électriques (les détails des calculs peuvent être trouvés dans [3, 4, 5])

D̂ =
∞∑
j

Q̂(j)Û (j), (1.23)

où Q̂(j) est un opérateur tensoriel lié au noyau et Û (j) est lié au nuage électronique.
On montre [3] que lorsque j = 0, le terme associé correspond au moment multipo-
laire d’ordre 1, c’est-à-dire à la charge électrique totale. Pour l = 1, le second terme
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correspond au moment dipolaire. Pour l = 2, Q̂ correspond à l’opérateur moment
quadrupolaire du noyau. Ce facteur va donc contenir les effets liés à la répartition
des charges nucléaires. On note alors l’hamiltonien d’interaction quadrupolaire

D̂Q = Q̂(2)Û (2) (1.24)

et on considère généralement que les termes d’ordre supérieur sont négligeables. Le
produit (1.24) a été calculé par Casimir [6], et l’hamiltonien d’interaction quadru-
polaire peut au final s’écrire sous la forme [5]

D̂Q = B
3(Î · Ĵ)2 + 3/2Î · Ĵ− I(I + 1)J(J + 1)

2I(I − 1)J(2J − 1) , (1.25)

où B est la constante de couplage quadrupolaire du niveau atomique concerné qui
est donnée par

B = eQ

〈
∂2Ve
∂z2

〉
. (1.26)

avec Q le moment quadrupolaire du noyau et Ve le champ électrique produit par
les électrons évalué à la position du noyau. La constante de couplage quadrupolaire
caractérise l’interaction quadrupolaire électrique entre les charges du noyau et les
électrons dans l’état |γIJF 〉 considéré et traduit les effets liés à la forme du noyau.

Déplacement énergétique des niveaux hyperfins

L’opérateur de structure hyperfine et l’opérateur de couplage quadrupolaire
agissent comme des perturbations sur les niveaux fins 2S+1LJ . Chaque niveau hy-
perfin est alors énergétiquement décalé par rapport au niveau fin qui lui correspond.
Ce déplacement énergétique δEF peut être déterminé en calculant les éléments de
matrices de Ŵhf et de D̂Q dans la base des états électroniques {|γIJF 〉}. L’exé-
cution d’un tel calcul permet de montrer que le déplacement énergétique hyperfin
δEF est, à l’ordre 1 de la théorie des perturbations, donné par [3]

δEF = AC

2 + B

4

3
2C(C + 1)− 2I(I + 1)J(J + 1)

I(2I − 1)J(2J − 1) , (1.27)

avec
C = F (F + 1)− I(I + 1)− J(J + 1). (1.28)

Dans l’équation (1.27), le premier terme correspond à la contribution de l’hamil-
tonien Ŵhf sans la partie quadrupolaire électrique qui est quant à elle contenue
dans le second terme.

Nous pouvons dès lors écrire l’expression donnant la fréquence de transition
ωFF ′ entre deux niveaux hyperfins |γIJF 〉 et |γIJ ′F ′〉. Si ω0 est la fréquence de
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transition en l’absence de structure hyperfine, nous avons

ωFF ′ = ω0 + 1
~

(δEF ′ − δEF ) (1.29)

= ω0 + 1
~
A′C ′ − AC

2

+ 1
~
B′

4

3
2C
′(C ′ + 1)− 2I(I + 1)J ′(J ′ + 1)

I(2I − 1)J ′(2J ′ − 1)

− 1
~
B

4

3
2C(C + 1)− 2I(I + 1)J(J + 1)

I(2I − 1)J(2J − 1) .

Cette relation est parfois appelée formule de Casimir. On peut souligner que les
déplacements hyperfins sont beaucoup plus faibles que les déplacements fins, de
l’ordre de 1000 fois plus petits. L’écart entre les niveaux hyperfins est généralement
de l’ordre de 10−5 à 10−4 nm.

1.2 Effets isotopiques
Les constantes A et B de structure hyperfine d’un niveau donné sont dépen-

dantes de l’isotope considéré. Pour deux isotopes différents de masse M et M ′, et
vu (1.21) et (1.26), ces constantes vérifient les relations

AM
AM ′

= µIM/IM
µIM′/IM ′

, (1.30a)

BM

BM ′
= QM

QM ′
(1.30b)

où QM est le moment quadrupolaire électrique de l’isotope considéré. Ces relations
permettent de déterminer directement la constante de structure hyperfine AM ′ et
la constante de couplage quadrupolaire BM ′ d’un niveau donné de n’importe quel
isotope à partir de la connaissance de ces constantes pour un autre isotope ainsi que
de leur moment magnétique nucléaire et de leur moment quadrupolaire électrique.

1.2.1 Déplacements isotopiques
Les fréquences de transition atomique sont spécifiques à un certain isotope.

En effet, la présence (ou l’absence) d’un nucléon au sein du noyau a des effets
sur les niveaux d’énergie de l’atome. On appelle ces variations de fréquence
de transition des déplacements isotopiques. Ces derniers sont environ du même
ordre de grandeur que les déplacements hyperfins [7]. Changer le nombre de
nucléons dans le noyau va avoir deux effets évidents : changer la masse du noyau
ainsi que son volume, ce qui affecte directement la contribution quadrupolaire
(1.22) à l’hamiltonien atomique. Ces effets vont tous deux être responsables du
déplacement isotopique de manière indépendante.
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On représente ces deux effets au travers de deux coefficients k et F . Le coeffi-
cient k est le coefficient de masse et F est le coefficient de déplacement de volume
nucléaire. Le coefficient k est lui-même composé de deux contributions : l’effet nor-
mal de masse (« normal mass shift effect » en anglais) et l’effet spécifique de masse
(« specific mass shift effect »), chacun associé respectivement aux coefficients kNMS
et kSMS. On écrit alors simplement

k = kNMS + kSMS. (1.31)

On peut montrer que le coefficient kNMS est donné par

kNMS = ω
me

u
(1.32)

où u est l’unité de masse atomique et ω, la fréquence angulaire de transition. L’effet
normal de masse provient de la simple différence de masse entre deux isotopes,
tandis que l’effet de masse spécifique est dû à la modification du mouvement corrélé
des électrons. Cet effet est « spécifique » dans le sens où il est lié aux propriétés de
chaque état électronique. Ce coefficient est très difficile à évaluer pour des atomes
polyélectroniques. La contribution de l’effet de masse au déplacement des niveaux
d’un isotope est égale à [8]

δE = kµ−1
M,M ′ (1.33)

tandis que le déplacement dû à l’effet de volume est, au premier ordre, proportionnel
à

δE ∝ δ
〈
r2
〉
M,M ′

(1.34)

En tenant compte de ces effets de taille finie et de masse finie du noyau, le dépla-
cement des niveaux atomiques δωM,M ′ d’un isotope M ′ par rapport à un isotope
M s’écrit [9] :

δωM,M ′ = kµ−1
M,M ′ + Fδ

〈
r2
〉
M,M ′

, (1.35)

où
µM,M ′ = mMmM ′

mM −mM ′
(1.36)

est la masse réduite calculée entre l’isotope M ′ et l’isotope M et où δ 〈r2〉M,M ′ =
〈r2〉M − 〈r2〉M ′ est la différence des carrés moyens des rayons de charge nucléaire
〈r2〉M pour ces deux isotopes.
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Le diagramme de King

Vu (1.31), on peut dans l’équation (1.35) séparer l’effet de masse normal de
l’effet de masse spécifique, ce qui aboutit à réécrire (1.35) sous la forme

µM,M ′δω
RIS
M,M ′ = kSMS + FµM,M ′δ

〈
r2
〉
M,M ′

, (1.37)

où
δωRISM,M ′ = δωM,M ′ − µ−1

M,M ′kNMS (1.38)

est le déplacement isotopique résiduel. L’équation (1.37) est celle d’une droite d’or-
donnée à l’origine kSMS et de coefficient directeur F . Le tracé d’une telle droite
est appelé diagramme de King (« King plot ») et constitue une méthode de repré-
sentation des déplacements isotopiques résiduels. À partir de la connaissance de
δωRISM,M ′µM,M ′ et de µM,M ′δr

2
M,M ′ on peut estimer les valeurs de kSMS et de F pour

la transition étudiée.



Chapitre 2

Spectroscopie de saturation et
résonances crossover

Dans ce chapitre, nous exposons les principes de la spectroscopie de saturation
(Section 2.1). Nous décrivons ensuite le phénomène de résonance crossover

(Section 2.2) intervenant dans les spectres de saturation.

2.1 La spectroscopie de saturation
Après des rappels sur le phénomène de saturation d’une transition atomique,

nous décrivons dans cette section les divers types d’élargissements des raies d’ab-
sorption. Nous en venons ensuite aux principes sous-jacents au spectre de saturation
et nous illustrons ce phénomène à l’aide de la représentation du « trou brûlé de
Bennett ».

2.1.1 Phénomène d’absorption saturée

|b〉

|a〉

~ω0

Figure 2.1 – Système à deux niveaux considéré.

Considérons un atome placé dans un champ électromagnétique généré par une
radiation laser de fréquence ωL. Soit une transition de cet atome, à la fréquence
ω0, entre les niveaux |a〉 et |b〉 (voir Figure 2.1). Cet atome va diffuser les photons
issus de ce rayonnement, c’est-à-dire que l’atome va absorber ces photons et en
émettre d’autres. Dans cette section, nous nous limitons au cas où la fréquence
ωL est en quasi-résonance avec la transition de fréquence ω0, ce qui implique que
nous considérons |ωL − ω0| � ω0 (condition de diffusion résonante). Dans ce type

15
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〈
dN
dt

〉
ωL=ω0

s
1

Γ
4

Γ
2

0

Figure 2.2 – Nombre moyen de photons diffusés par unité de temps en fonction
du paramètre de saturation s et pour ωL = ω0. Pour des valeurs de s supérieures à
2, on constate que le nombre de photons diffusés par l’atome n’augmente plus signi-
ficativement pour tendre finalement vers Γ/2 : c’est le phénomène de saturation.

de diffusion particulier, comme le couplage entre les deux niveaux associés à la
fréquence de transition ω0 est dominant face à tout autre phénomène de diffusion,
on peut modéliser l’atome comme un simple système à deux niveaux.

Des considérations d’électrodynamique quantique permettent de montrer que
le nombre moyen de photons diffusés par unité de temps est donné par [10]〈

dN

dt

〉
= Γ

2
s

s+ 1
1

1 + 4
(
ω−ω0

Γ
√

1+s

)2 , (2.1)

où

• Γ est le taux de probabilité de transition de l’atome pour passer de l’état
|b〉 à l’état |a〉. Γ est égal à l’inverse du temps de vie radiative τ du niveau
supérieur :

Γ = 1
2πτ . (2.2)

• s = IL/Is est le paramètre de saturation de la transition. La grandeur IL est
l’intensité du laser et Is est l’intensité de saturation de la transition. Celle-ci
est donnée par

Is = πhcΓ
3λ3

0
(2.3)

avec λ0 la longueur d’onde de la transition.

La relation (2.1) nous montre que dans un premier temps, pour ωL = ω0 et
s � 1, le nombre moyen de photons diffusés par l’atome croît linéairement avec
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〈
dN
dt

〉

ωL
ω0

Γ
2

s
1+s

Γ
4

s
1+s Γ

√
1 + s

0

Figure 2.3 – Nombre moyen de photons diffusés par unité de temps en fonction de
la fréquence pour un paramètre de saturation fixé. Le profil de

〈
dN
dt

〉
est une lorent-

zienne centrée en ωL = ω0 et de largeur à mi-hauteur Γ
√

1 + s (largeur naturelle
multipliée par l’élargissement de puissance).

le paramètre de saturation, c’est-à-dire pour des intensités lumineuses de plus en
plus grandes, avant de tendre vers une valeur palier donnée par Γ/2 pour s � 1
(voir Figure 2.2). Le nombre moyen de photons diffusés sature lorsque s devient
grand (typiquement lorsque s = 2). On dit alors que la transition considérée est
saturée.

Si, maintenant, nous fixons une certaine valeur de s dans la relation (2.1) et que
nous examinons l’évolution de

〈
dN
dt

〉
en fonction de la fréquence (Figure 2.3), nous

constatons dans ce cas que (2.1) correspond à une fonction lorentzienne centrée
en la fréquence de transition ω0. La largeur à mi-hauteur de ce profil lorentzien
est donnée par Γ

√
1 + s. Cet élargissement du profil de la raie d’absorption est la

contribution de l’élargissement naturel Γ et de l’élargissement de puissance
√

1 + s.
Il existe d’autres types d’élargissements que nous allons décrire.

2.1.2 L’élargissement Doppler
Soit une cellule gazeuse contenant un certain type d’atomes, modélisés comme

des systèmes à deux niveaux (voir Figure 2.1), soumise à un rayonnement laser
se propageant selon une direction définissant un axe z. Dans la cellule, les atomes
possèdent chacun une certaine vitesse. Le nombre d’atomes possédant une vitesse
vi dans la direction i = x, y, z est donné par la distribution de Maxwell-Boltzmann

FMB(vi) = 1
σMB
√

2π
exp

(
− v2

i

2σ2
MB

)
, (2.4)
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où

σMB =
√
kbT

M
. (2.5)

avec T la température du gaz, kb la constante de Boltzmann et M la masse des
atomes. À cause de l’effet Doppler, chaque atome va percevoir différemment la
fréquence du rayonnement laser. Au premier ordre, on a

ωatom = ωL

(
1± vz

c

)
, (2.6)

où le signe est à choisir selon que vz est parallèle ou antiparallèle au sens de propa-
gation du faisceau et c est la vitesse de la lumière dans le vide. La classe de vitesse
vz des atomes qui sont susceptibles d’absorber des photons issus du rayonnement
et d’effectuer une transition à la fréquence ω0, est alors donnée par

vz = ± 1
kL

(ωL − ω0) ≡ ±δL
kl
, (2.7)

où δL ≡ ωL − ω0 est l’écart fréquentiel entre la fréquence de la transition et la
fréquence du laser. Cette vitesse est en effet celle pour laquelle ωatom = ω0.

Comme l’intensité de la raie d’absorption est proportionnelle au nombre
d’atomes absorbeurs et que ce nombre est donné par la distribution (2.4), on peut
écrire, en injectant (2.7) dans (2.4), que l’intensité de la raie d’absorption est pro-
portionnelle au facteur

exp
(
− (ω0 − ωL)2

2 (σMBkL)2

)
(2.8)

au cours du balayage en fréquence du laser. Nous pouvons donc dire que la raie
d’absorption d’un seul faisceau par une vapeur atomique possède un profil gaussien
centré sur la fréquence de la transition. Ce profil présente une largeur à mi-hauteur
donnée par

∆ωD ≡ 2
√

2 ln 2σMBkL ' 2.35σMBkL (2.9)
qui constitue l’élargissement Doppler de la raie d’absorption (voir Figure 2.4).
On peut noter que cet élargissement est souvent dominant face aux autres types
d’élargissements présentés dans ce travail, avec une largeur typique de l’ordre de
plusieurs GHz.

2.1.3 Élargissement collisionnel
Dans la cellule gazeuse, les atomes sont sujets aux collisions d’une part entre

eux et d’autre part avec les parois du contenant. Les traitements des collisions sont
nombreux et dépassent le cadre de ce travail. On peut montrer que l’élargissement
engendré par les effets de collision, pour une pression p et une température T
donnée, suit un profil lorentzien de largeur à mi-hauteur [11]

∆ωcoll(p, T ) = ∆ωcoll(p0, T0) p
p0

√
T0

T
(2.10)
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Intensité

ωL
ω0

Figure 2.4 – Illustration d’un spectre d’absorption avec un profil gaussien dû à
l’élargissement Doppler.

où p0 et T0 sont respectivement une pression atmosphérique et une température
de référence. Cet élargissement est donc très faible à basse pression et à haute
température. Nous reviendrons brièvement sur les collisions dans la Section 2.2.3.

2.1.4 Spectre d’absorption saturée

|b〉

|a〉

~ω0~ωL,P

~ωL,s

Figure 2.5 – Diagramme d’énergie d’un système à deux niveaux soumis à deux
faisceaux laser contre-propageants, le faisceau pompe et le faisceau sonde. Les pho-
tons provenant de chaque côté représentent les photons issus du faisceau pompe
(désignés par l’indice P ) et ceux issus du faisceau sonde (désignés par l’indice s).

Considérons maintenant deux faisceaux antiparallèles se propageant dans
la direction z avec la fréquence ωL à travers la cellule gazeuse. Nous considé-
rons toujours les atomes comme étant des systèmes à deux niveaux et que la
distribution des vitesses selon chaque direction est donnée par la distribution
de Maxwell-Boltzmann. Un des deux faisceaux est appelé faisceau sonde tandis
que l’autre est appelé faisceau pompe. Ces deux faisceaux possèdent la même
fréquence dans le référentiel du laboratoire. La spectroscopie de saturation consiste
à mesurer les variations d’absorption relative du faisceau laser sonde lorsque la
transition étudiée est saturée par le faisceau pompe.
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Considérons un atome ayant la composante vz de sa vitesse non-nulle. À cause de
l’effet Doppler, l’atome va percevoir différemment la fréquence du faisceau pompe
et du faisceau sonde. Les fréquences perçues par l’atome sont alors données par les
relations

ωatom,P = ωL

(
1− vz

c

)
= ωL − 2π vz

λL
, (2.11a)

ωatom,s = ωL

(
1 + vz

c

)
= ωL + 2π vz

λL
, (2.11b)

où ωatom,s et ωatom,P sont respectivement la fréquence du faisceau sonde et la
fréquence du faisceau pompe vues dans le référentiel de l’atome, λL est la longueur
d’onde des deux lasers dans le référentiel du laboratoire et où c’est le sens du
faisceau pompe qui définit le sens positif des vitesses atomiques.

Dans la cellule gazeuse, les atomes absorbent les photons des deux lasers si leur
fréquence respective est fortement proche de ω0 (condition de diffusion résonante),
c’est-à-dire si ωatom ≈ ω0. De cette manière, seuls les atomes ayant une composante
vz égale à

vz = λL
2π (ωL − ω0) = δL

kL
(2.12)

ou égale à
vz = −λL2π (ωL − ω0) = − δL

kL
(2.13)

absorbent un photon soit du faisceau pompe soit du faisceau sonde respectivement.
Ces vitesses sont généralement différentes et suivent la distribution de Maxwell-
Boltzmann (2.4). Les atomes absorbent par conséquent soit un photon du pompe
soit un photon du sonde selon qu’ils appartiennent à l’un ou l’autre groupe de
vitesse.

Cependant, si ωL = ω0, il n’existe qu’une seule classe de vitesse à laquelle les
atomes peuvent absorber les photons issus des deux faisceaux. Cette classe de vi-
tesse est celle pour laquelle vz = 0. Si l’intensité du faisceau pompe est idéalement
deux fois supérieure à l’intensité de saturation de la transition (autrement dit si
la transition est saturée), la population du niveau inférieur est faible car la grande
majorité des atomes est portée au niveau supérieur de la transition par le faisceau
pompe. Cette faible population dans le niveau inférieur a pour effet de diminuer
le nombre de photons du faisceau sonde absorbés et, par conséquent, d’augmenter
son intensité après avoir traversé la cellule gazeuse. Cette brusque augmentation
d’intensité peut alors être observée par l’apparition d’un pic dans le spectre d’ab-
sorption de l’atome à la fréquence de la transition ω0. Cette situation est représentée
à la Figure 2.6. Ce pic d’intensité porte le nom de Lamb dip, et représente la signa-
ture de la transition libérée de tout élargissement Doppler. L’élargissement du pic
est alors proportionnel aux élargissements naturel, de puissance et collisionnel. Son
profil lorentzien est également dû à ces différents types d’élargissement. Il est com-
mun d’utiliser un dispositif expérimental mettant en jeu un amplificateur lock-in
afin d’extraire le Lamb dip du spectre.
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Intensité

ωL
ω0

Figure 2.6 – Illustration d’un spectre d’absorption saturée. Le Lamb dip apparaît
à la fréquence de transition dans le profil gaussien de l’élargissement Doppler. La
largeur du Lamb dip est dictée par l’élargissement naturel, augmenté de l’élargisse-
ment de puissance et collisionnel.

Élargissement géométrique

L’utilisation de deux faisceaux contre-propageants induit un nouveau type
d’élargissement dans le cas où les deux faisceaux ne sont pas parfaitement ali-
gnés. Dans ce cas, les deux faisceaux vont en effet agir sur des groupes de vitesse
non-nulle, ce qui réduit la résolution. L’élargissement géométrique peut être évalué
par la relation [12]

∆ωg = 2v̄ωL
c

sin θ2 , (2.14)

où v̄ est la vitesse moyenne des atomes dans la cellule gazeuse et θ est l’angle formé
par les deux faisceaux. L’élargissement géométrique est typiquement au maximum
de l’ordre du kHz et peut dans la majorité des cas être totalement négligé devant
l’élargissement naturel.

2.1.5 Représentation du « trou brûlé de Bennett » (« Ben-
nett’s hole-burning »)

Une manière de représenter l’action des faisceaux sonde et pompe sur l’atome
consiste à tracer les graphiques des populations des niveaux inférieur et supérieur
de la transition en fonction de la fréquence des faisceaux. Nous savons qu’il est
possible d’exprimer la vitesse des atomes au moyen de la fréquence par les relations
(2.12) et (2.13). Nous pouvons donc tracer la courbe de distribution de vitesses des
atomes dans la cellule gazeuse, qui est de forme gaussienne vu la distribution de
Maxwell-Boltzmann, en fonction de la fréquence. Cette représentation est illustrée
à la Figure 2.7, où les populations Nsup et Ninf des niveaux supérieur et inférieur
sont représentées. Étant donné que le niveau supérieur de la transition est très
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ω0
ω

Ninf

ω0 + ωLω0 − ωL
(a) Distribution des vitesses des ni-
veaux inférieur et supérieur lorsque
les faisceaux ne sont pas à la bonne
fréquence. On suppose ω0 < ωL

ω

Nsup

ωL = ω0

ω

Ninf

ωL = ω0

(b) Distribution des vitesses des ni-
veaux inférieur et supérieur lorsque
les faisceaux sont à la bonne fré-
quence.

Figure 2.7 – Représentation du trou brûlé de Bennett dans le cas (a) où la fré-
quence ωL des faisceaux sonde et pompe n’est pas égale à la fréquence de transition
ω0 et (b) où ωL = ω0.

peu peuplé, la distribution des vitesses présente un profil plus plat. Lorsque la
fréquence des deux faisceaux laser n’est pas égale à la fréquence ω0 de la transition,
deux groupes de vitesse (donnés par les relations (2.12) et (2.13)) interagissent
avec l’un ou l’autre laser. La population du niveau inférieur est alors dépeuplée à
deux endroits symétriques par rapport au centre de la transition correspondant au
groupe de vitesse nulle. Il apparait alors deux « trous » dans la distribution des
vitesses, trous qui ont été « brûlés » à la suite de l’interaction avec le laser. Ces
trous sont souvent appelés « trous brûlés de Bennett » [12, 13, 14, 15]. Le niveau
supérieur est par conséquent surpeuplé à ces deux mêmes fréquences (c’est-à-dire à
ces deux groupes de vitesse), ce qui résulte en l’apparition de deux pics lorentziens
dans la distribution des vitesses du niveau supérieur. Mais du point de vue de
l’intensité relative des deux faisceaux après avoir traversé la cellule gazeuse, on
ne peut déceler de différence étant donné qu’ils sont tous deux absorbés. Aucun
Lamb dip n’est donc apparent dans le spectre de saturation qui présente toujours
un profil Doppler. Lorsque la fréquence des deux faisceaux est égale à la fréquence
de transition, seul un groupe de vitesse (le groupe de vitesse nulle) interagit cette
fois avec les deux faisceaux. Un seul trou de Bennett prend donc place au niveau
inférieur et un seul pic apparaît au niveau supérieur au centre de la distribution.
Ce pic correspond alors au Lamb dip.
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2.1.6 Effet de recul
Lors de l’absorption d’un photon par un atome, l’impulsion du premier est

entièrement transmise au second. Supposons qu’un photon d’énergie ~ω ≈ Eb−Ea
et d’impulsion ~k est absorbé par un atome initialement dans un état d’énergie
Ea et d’impulsion p = Mva = ~K. L’absorption du photon porte non seulement
l’atome à l’état d’énergie Eb, mais modifie également son impulsion d’une quantité
~k. Par conséquent, la vitesse de l’atome change lorsque celui-ci absorbe un
photon. L’absorption de photons peuple donc le niveau supérieur en atomes
associés à un groupe de vitesse légèrement différent de va, Cette différence dans le
peuplement de l’état supérieur est responsable du fait que chaque Lamb dip, dans
un spectre de saturation, est en fait composé d’un doublet. Cet effet subtil a été
prédit par Kol’Chenko et al. [16] et observé expérimentalement par Bordé et al. [17].

Plus formellement, par conservation de l’énergie et de la quantité de mouvement,
nous avons

Ea + ~2K2

2M + ~ω = Eb + ~2K ′2

2M , (2.15a)

~K′ = ~K + ~k, (2.15b)

où ~K et ~K’ sont respectivement l’impulsion de l’atome avant et après l’absorp-
tion. En isolant ~ω et en utilisant (2.15b) pour éliminer ~K′ on obtient

~ω = ~ω0 + ~k · va + Erec. (2.16)

Dans cette relation, ~ω0 ≡ Eb−Ea représente la différence d’énergie entre les deux
niveaux, le second terme constitue l’effet Doppler de premier ordre et le dernier
terme Erec ≡ ~2ω2/2Mc2 est l’énergie de recul. La fréquence d’absorption diffère
donc de ω0 d’une quantité +Erec/~. En réécrivant cette relation pour la composante
z de la vitesse, on obtient

va,z = 1
kz

(
ω − ω0 −

~ω2

2Mc2

)
. (2.17)

Au niveau supérieur, le groupe de vitesse qui voit son nombre d’atomes augmenter
est donné par

vb,z = 1
kz

(
ω − ω0 + ~ω2

2Mc2

)
. (2.18)

De ce fait, dans le représentation de Bennett (voir Figure 2.8), le trou du niveau
inférieur et le pic du niveau supérieur sont séparés de ~ω2/kMc2. Étant donné
que deux faisceaux sont mis en jeu en spectroscopie de saturation, deux trous et
deux pics apparaissent respectivement au niveau inférieur et supérieur. À cause de
l’effet de recul, les deux pics du niveau supérieur vont coïncider pour une fréquence
différente de celle où les deux trous du niveau inférieur se superposent (Autrement
dit, les deux faisceaux agissent sur le même groupe de vitesse du niveau inférieur
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et supérieur pour des fréquences différentes) [15]. Dans le cas du niveau inférieur,
cette fréquence est donnée, lorsque va,z = 0, par

ω1 ≡ ω = ω0 + ~ω2

2Mc2 (2.19)

tandis que la superposition des deux pics a lieu au niveau supérieur à la fréquence

ω2 ≡ ω = ω0 −
~ω2

2Mc2 (2.20)

pour vb,z = 0. Les deux dips composants le Lamb dip sont alors séparés de ~ω2/Mc2.
Dans la grande majorité des cas, ce doublet n’est jamais résolu étant donné que
pour une longueur d’onde typique de 300 nm, la séparation entre les deux dips est
de l’ordre du kHz, souvent bien inférieure à la largeur naturelle des transitions
dipolaires électriques, de l’ordre du MHz.

ω0
ω

Nsup

ω0
ω

Ninf

ω0 + ωω0 − ω

~ω2/kMc2

(a)

Intensité

ω
ω0ω2 ω1

~ω2/Mc2

(b)

Figure 2.8 – (a) Représentation du trou brûlé de Bennett tenant compte de l’effet
de recul (b) Dédoublement du Lamb dip par effet de recul. On suppose ici ω < ω0.
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2.2 Résonances crossover
Maintenant que les principes de base concernant la spectroscopie de saturation

à deux niveaux ont été introduits, nous considérons ci-après le cas où l’atome
est modélisé comme étant un système à trois ou quatre niveaux et présente deux
transitions sur lesquelles les lasers pompe et sonde peuvent agir (voir Figures 2.2.1
et 2.11). Le fait de considérer plus de deux niveaux a d’importantes conséquences
sur le spectre d’absorption saturée de l’atome. En effet, cette configuration est
à l’origine d’un type de résonance particulier dit résonance crossover (prédit
théoriquement pour la première fois par Scholssberg&Javan [18]). Ce type de
résonance apparait lorsque la fréquence des lasers sonde et pompe se situe
exactement à la moyenne entre les deux fréquences des deux transitions. À cette
fréquence particulière, le faisceau pompe (resp. le faisceau sonde) agit sur une des
deux transitions tandis que le faisceau sonde (resp. le faisceau pompe) agit sur
l’autre transition. Cela provoque une modification drastique de l’absorption du
faisceau sonde par les atomes contenus dans la cellule gazeuse comme nous allons
le voir dans la section suivante.

Il convient cependant de noter qu’il n’existe pas, à l’heure actuelle, de théorie
générale portant sur la modélisation des résonances crossover. Une telle théorie est
très complexe à établir à cause du grand nombre de phénomènes ayant une influence
sur ce type de résonance, comme les effets de pompage optique et les effets liés à
la polarisation du faisceau sonde et du faisceau pompe qui influencent l’éventuel
pompage Zeeman entre les différents sous-niveaux magnétiques. Une description
complète des résonances crossover doit également tenir compte des collisions entre
les atomes qui peuvent avoir un effet important sur le pompage optique. Ces phé-
nomènes sont listés et brièvement décrits dans la Section 2.2.3. Avant cela, les trois
différentes configurations dans lesquelles une résonance crossover peut apparaître
sont décrites aux Sections 2.2.1 et 2.2.2.

2.2.1 Résonance crossover entre transitions partageant un
niveau commun

Considérons un atome interagissant avec un faisceau sonde et un faisceau
pompe ayant toujours la même fréquence dans le référentiel du laboratoire.
Supposons que cet atome possède deux transitions partageant un niveau commun.
Notons |a〉 ce niveau et |b〉 et |c〉 les deux autres. Le niveau |a〉 peut alors soit
constituer le niveau supérieur commun aux deux autres niveaux (configuration Λ),
soit être le niveau inférieur commun (configuration V). Ces deux configurations
sont représentées à la Figure 2.9. Les fréquences de transition entre |a〉 − |b〉 et
|a〉−|c〉 sont respectivement notées ωab et ωac. Comme nous l’avons déjà mentionné
plus haut, une résonance crossover se produit lorsque l’un des deux lasers est en
résonance avec une des deux transitions du système tandis que le second faisceau
est en résonance avec l’autre transition. Le phénomène de diffusion résonante étant
largement plus probable que tout autre phénomène de diffusion, nous pouvons
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|c〉

|b〉

|a〉

~ωab
~ωac

|a〉

|c〉

|b〉

~ωac

~ωab

(a) (b)

Figure 2.9 – Diagramme d’énergie d’un système à trois niveaux possédant (a)
un niveau inférieur commun (configuration V) (b) un niveau supérieur commun
(configuration Λ).

dans ce cas modéliser l’atome comme un système à trois niveaux.

L’origine de ce schéma d’excitation à 3 niveaux est encore une fois l’effet Dop-
pler. En effet, un atome qui possède une certaine vitesse vz non-nulle va percevoir
les fréquences des photons issus du faisceau sonde et du faisceau pompe différem-
ment, car ceux-ci auront subi un effet Doppler équivalent en amplitude et de signe
opposé. À cause de ce double décalage Doppler, il arrive qu’un des faisceaux soit
en résonance avec une transition tandis que le second l’est avec une autre. Par
exemple, si vz est positif dans le sens de propagation du faisceau pompe et que ce
dernier agit sur la transition |a〉 − |b〉, nous avonsωab = ωL

(
1− vz

c

)
pour le faisceau pompe,

ωac = ωL
(
1 + vz

c

)
pour le faisceau sonde,

(2.21)

Ces deux relations mènent trivialement à la condition

ωL = ωab + ωac
2 (2.22)

déjà mentionnée plus haut et indiquant que la fréquence des lasers dans le référentiel
du laboratoire doit être exactement égale à la moyenne des deux fréquences de
transition. À cette fréquence sont donc associées deux classes de vitesse vz données
par

vz = ± 1
2kL

(ωab − ωac), (2.23)

qui sont non-nulles à l’inverse du cas du système à deux niveaux exposé à la Section
2.1.4 et qui contribuent toutes deux à l’apparition de la résonance crossover que
nous allons décrire.

Selon la configuration des niveaux, les effets sur le spectre de saturation
seront différents. Dans le cas de la configuration V, le faisceau pompe porte
les atomes à un des niveaux supérieurs, disons le niveau |b〉 pour reprendre le
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même exemple que celui considéré précédemment. Par conséquent, la population
du niveau |a〉 diminue et le faisceau sonde est ainsi moins absorbé. La mesure
de l’intensité de ce faisceau croît à la fréquence crossover, ce qui entraîne
l’apparition d’un pic à cette fréquence entre les deux Lamp dips aux fréquences
ωab et ωac dans le spectre d’absorption saturée. Ce pic est alors appelé pic crossover.

Si nous considérons la configuration Λ, les deux faisceaux portent les atomes au
niveau supérieur commun. À partir de ce niveau, les atomes peuvent se désexciter
par émission spontanée et retourner soit vers leur niveau initial soit vers l’autre
niveau (voir Section 2.2.3 sur le pompage optique). Dans ce cas, la population du
niveau fondamental couplé au faisceau sonde augmente, ce qui implique une plus
grande absorption de ce dernier devant provoquer en principe l’apparition d’un pic
crossover négatif. Toutefois, il est important de noter que le signe négatif du pic
crossover n’est pas toujours garanti. En effet, ce signe est régi par la compétition
entre les taux de relaxation par émission spontanée et ceux par processus colli-
sionnel, ces derniers pouvant provoquer la désexcitation de l’atome du niveau |b〉
vers le niveau |c〉. Par conséquent, le pic crossover peut être soit positif soit négatif
[19] selon l’équilibre qui s’établit entre ces deux processus. La détermination du
signe du pic crossover doit alors se faire au cas par cas selon la transition atomique
étudiée. Letokhov&Chebotayev mentionnent que si les taux d’émission spontanée
des deux niveaux partageant le niveau commun sont égaux, l’intensité relative des
pics crossover est égale à la moyenne géométrique des intensités relatives des deux
Lamb dips parents [12]. Les travaux théoriques de Saprykin et al. mettent en évi-
dence le fait qu’il n’existe pas de lien simple entre l’intensité des vraies transitions
hyperfines et celle des crossovers [20], et que des cas où des crossovers apparaissent
sans pour autant que les deux transitions parentes soient visibles sont possibles.

Trou brûlé de Bennett pour les résonances crossover avec un niveau
commun

Nous pouvons nous rattacher au trou de Bennett pour illustrer l’action des
faisceaux sur les populations des différents niveaux dans une résonance crossover.
Le cas des crossovers impliquant un niveau commun est représenté à la Figure 2.10.
Comme il a été mentionné plus haut, les résonances crossover impliquent toujours
deux groupes de vitesse opposés. Chaque groupe voit les deux faisceaux laser agir
sur l’une ou l’autre transition et la transition excitée par chaque laser est inversée
entre les deux groupes. Dans le cas de la configuration Λ de la Figure 2.10a, le
faisceau pompe agit sur la transition |a〉− |b〉 pour le groupe de vitesse positif et le
faisceau sonde agit sur la transition |a〉 − |c〉. Le faisceau pompe porte les atomes
de |b〉 vers |a〉, provoquant l’apparition d’un trou et d’un pic dans les distributions
de vitesses de ces deux niveaux respectivement. Le faisceau sonde est alors plus
absorbé étant donné qu’une partie des atomes en |a〉 se désexcitent vers l’état
|c〉, dans lequel un pic de population est présent. Le rôle des faisceaux est inversé
pour le groupe de vitesse négatif, pour lequel le faisceau sonde subit également
une plus grande absorption. Au total, on observe un pic crossover négatif. Pour la
configuration V (Figure 2.10b), le faisceau pompe excite les atomes de |a〉 vers |b〉
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Figure 2.10 – Représentation du trou brûlé de Bennett dans le cas (a) d’une
résonance crossover en configuration Λ et (b) d’une résonance crossover en confi-
guration V. Dans les diagrammes, le faisceau pompe est représenté par la ligne en
trait long et le faisceau sonde par la ligne en pointillé. L’action des faisceaux pompe
et sonde est inversée entre les deux groupes de vitesse. Dans le cas de la configura-
tion Λ, on a une absorption nette du faisceau sonde, ce qui mène à une résonance
crossover négative ; tandis qu’en configuration V, le faisceau sonde est globalement
moins absorbé, auquel cas le crossover est positif.

ou |c〉 selon le groupe de vitesse. L’apparition de deux trous dans la distribution de
|a〉 s’en suit. Le faisceau sonde, qui agit sur la transition |a〉− |b〉 pour le groupe de
vitesse positif et sur la transition |a〉− |c〉 pour l’autre, est par conséquent toujours
moins absorbé. Un pic crossover positif est donc observé conformément à l’analyse
de la précédente section.

2.2.2 Résonance crossover entre transitions n’ayant pas de
niveau commun

Il est possible qu’une résonance crossover apparaisse entre deux transitions ne
partageant pas un niveau commun. La description complète d’une telle configura-
tion nécessite par conséquent d’être faite par une théorie de la spectroscopie de
saturation pour des atomes à quatre niveaux (une telle théorie peut être trouvée
à la Réf. [21]). Nous nous limitons ci-dessous à une brève description de cette
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Figure 2.11 – Exemple d’une configuration où les niveaux d’énergie ne partagent
pas de niveau commun. Deux niveaux peuvent être couplés par l’intermédiaire d’un
processus collisionnel représenté par la flèche courbée entre les niveaux |b〉 et |b′〉.
Si les règles de sélection le permettent, les niveaux |b′〉 et |b〉 peuvent être couplés
aux niveaux |a〉 et |a′〉 respectivement par émission spontanée (représenté par les
flèches en trait long).

configuration.

Dans une telle configuration, Levenson&Kano expliquent la forme et l’intensité
du pic crossover en faisant intervenir un processus de relaxation par collisions [19].
Les collisions peuvent en effet induire diverses transitions, comme notamment entre
les états |b〉 à |b′〉. Les atomes dans ce dernier état peuvent alors se désexciter vers
l’état |a′〉. Si le faisceau sonde agit sur la transition |a′〉 − |b′〉, l’excès d’atomes
au niveau |a′〉 provoquera une absorption supplémentaire du faisceau sonde et par
conséquent l’apparition d’un pic crossover négatif. Levenson&Kano mentionnent
que ce dernier cas est le plus souvent rencontré, mais des cas où le pic crossover
est positif peuvent exister. Il faut en effet considérer que des atomes portés de |a〉
vers |b〉 (resp. de |a′〉 vers |b′〉) peuvent se désexciter en tombant dans le niveau |a〉
(resp. |a′〉) si les règles de sélection le permettent. Le signe global du crossover est
alors de nouveau déterminé par l’état d’équilibre entre ces différentes relaxations.
De ce fait, représenter ce type de crossover au moyen du trou brûlé de Bennett est
plus difficile et ne peut se faire qu’en particularisant la situation.

2.2.3 Remarques sur certains processus influençant les ré-
sonances crossover

Nous exposons brièvement ci-après différents processus ayant une influence sur
les résonances crossover.

Les collisions

Nous savons que les collisions contribuent à l’élargissement des Lamb dips
dans les spectres d’absorption saturée (voir Section 2.1.3). Les collisions peuvent
en plus, comme nous l’avons mentionné plus haut, induire des transferts de
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population d’un état à l’autre. De nombreuses références peuvent être trouvées
sur les processus collisionnels en spectroscopie de saturation. Nous pouvons citer
par exemple les travaux de Berman et al. [22] dans lesquels un modèle de la
spectroscopie de saturation à trois niveaux incluant les effets collisionnels est
exposé.

La théorie des déplacements des niveaux d’énergie dus aux processus collision-
nels peut être trouvée dans la Réf. [23]. Souvent, on fait l’approximation que l’in-
tervalle entre deux niveaux d’énergie est bien supérieur à l’énergie cinétique des
atomes, ce qui a pour conséquence que ceux-ci ne peuvent induire de transitions.
Néanmoins, les collisions peuvent toujours provoquer un changement de phase de
la fonction d’onde atomique, mais de telles collisions, dites déphasantes, ne peuvent
pas induire de transfert de population [23]. Dans les cas où les collisions peuvent
induire des transitions, une première approche consisterait à ajouter au taux de
probabilité de transition d’un niveau atomique une constante proportionnelle à
la pression [14]. En influençant les populations des différents états atomiques, les
collisions ont un impact sur l’intensité des crossovers. Les spectres d’une transi-
tion présentant des crossovers enregistrés pour différentes pressions peuvent par
conséquent avoir des aspects différents.

Le pompage optique

Souvent, les transitions atomiques ne sont pas des transitions fermées, c’est-à-
dire qu’un atome excité dans l’état d’énergie supérieur a une certaine probabilité
de se désexciter vers un autre état que son état initial. Ce comportement in-
fluence fortement les crossovers mais également les pics de saturation parents,
car le pompage optique peut engendrer des dépeuplements de certains états
tandis que d’autres se retrouvent davantage peuplés, ce qui a un impact majeur
sur l’intensité des pics. Le pompage optique est essentiellement dicté par les
probabilités relatives de transition entre les différents niveaux du système. Ces
probabilités sont données par les coefficients de Clebsch-Gordan que l’on peut
calculer entre ces niveaux. Une étude sur les effets du pompage optique entre
les niveaux hyperfins dans les spectres de saturation peut être trouvée à la Réf. [24].

Les rapports de branchement entre les différents niveaux ne suffisent pas à
quantifier l’effet du pompage optique. Pour que ce phénomène prenne lieu, il
faut que l’atome subisse un certain nombre de cycles excitation-désexcitation,
ce qui implique qu’il faut tenir compte du temps de parcours de l’atome au
travers du faisceau laser. En effet, durant sa traversée du faisceau, un atome va
effectuer un grand nombre de cycles jusqu’à ce que les populations respectives
des différents niveaux atteignent un état d’équilibre dynamique qui va définir
l’intensité des Lamp dips. En pratique, cet état d’équilibre est toujours atteint.
Si nous considérons qu’un faisceau laser traversant une cellule gazeuse possède
un diamètre de l’ordre de 1 mm, que la vitesse des atomes dans la cellule est
typiquement de l’ordre de 100 m/s et si on suppose que ces derniers traversent
le faisceau perpendiculairement, alors il leur faut environ 10µs pour effectuer ce
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trajet. Si au cours de leur traversée, les atomes sont portés au niveau supérieur
de la transition qui possède typiquement une durée de vie radiative de 10 ns, ces
derniers peuvent effectuer environ 1000 cycles excitation-désexcitation durant
leur transit, ce qui est suffisant pour que l’état d’équilibre des populations puisse
s’installer.

Enfin, ce temps de parcours limité va également être responsable d’un effet
d’élargissement supplémentaire des raies d’absorption souvent désigné par élargis-
sement de transit [12]. En effet, lorsque un atome traverse un faisceau, on peut
considérer que ce dernier agit comme un instrument de mesure sur les niveaux
d’énergie de l’atome durant un temps ∆t correspondant au temps de traversée de
l’atome. Or, par le principe d’incertitude d’Heisenberg, nous avons une indétermi-
nation sur l’énergie de ces niveaux proportionnelle à ~/2∆t. La fréquence d’une raie
d’absorption est donc toujours entachée d’une indétermination proportionnelle à
∆νtr = ∆E/~ = 1/∆t. Si on considère que le faisceau possède un certain diamètre
a et que la vitesse moyenne des atomes est notée v̄, l’élargissement de transit peut
se réécrire [12]

∆νtr = v̄

2πa (2.24)

L’élargissement de transit sera donc minimisé si le diamètre du faisceau est large
comparativement à la vitesse moyenne des atomes. Pour une vitesse moyenne de
100 m/s et un diamètre 1 mm, cet élargissement est seulement de l’ordre de 16 kHz.
On note également que si le diamètre du faisceau est large, cela permet à un
plus grand nombre d’atomes d’atteindre l’état d’équilibre dynamique dont nous
parlions précédemment. Enfin, l’élargissement de transit sera négligeable lorsque le
libre parcours moyen des atomes est inférieur au diamètre du faisceau, ce qui est
le cas dans les cellules gazeuses à haute pression. Dans ces dernières par contre,
l’élargissement collisionnel est renforcé (voir la relation (2.10)).

Influence des niveaux Zeeman

Dans le cas où on étudie l’influence d’un champ magnétique appliqué aux
atomes sur le spectre d’absorption saturée, il est indispensable de tenir compte
de la levée de dégénérescence des 2F+1 sous-niveaux magnétiques par effet Zeeman.

Les transitions atomiques au sein de ces sous-niveaux seront dépendantes de
la polarisation des faisceaux pompe et sonde qui doit donc être prise en compte.
L’ensemble des niveaux Zeeman sera le siège de l’apparition d’effets de pompage
optique « Zeeman » supplémentaires, qui peuvent grandement influencer l’allure
du spectre d’absorption. Ce phénomène a été particulièrement bien observé par
Schmidt et al. [25] pour la raie d’absorption D2 du césium, où on peut observer des
inversions de signes des pics crossover en fonction de la polarisation des faisceaux
et où certains crossovers ont une plus grande intensité que les pics de résonance
parents.
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Autres effets

D’autres phénomènes subtils peuvent influencer les résonances crossover ou s’ap-
parenter à ceux-ci et rendre par conséquent les spectres d’autant plus complexes à
interpréter. Nous pouvons même dire a priori que tout phénomène de spectroscopie
non-linéaire prenant place dans une transition et qui peut modifier la distribution
des populations entre les niveaux peut avoir un impact sur les intensités des pics
crossover. Nous pouvons par exemple citer l’effet Autler-Townes (parfois appelé ef-
fet Stark dynamique), qui est un effet qui s’explique dans le formalisme de l’atome
habillé [23]. Dans ce cadre, les niveaux atomiques subissent un déplacement sup-
plémentaire appelé déplacement lumineux dû à leur interaction avec la radiation
laser. L’effet Autler-Townes est un phénomène de double résonance entre deux
niveaux partageant un niveau commun et qui a pour conséquence de dédoubler
les raies d’absorption lorsque les deux radiations laser sont assez intenses. Cet ef-
fet s’apparente donc à une résonance crossover bien que l’origine physique de ces
phénomènes soit différente. Une revue détaillée de ce phénomène peut être trou-
vée dans les Réfs. [23, 26]. Un autre effet subtil que nous pouvons citer est l’effet
d’alignement atomique étudié par Rinneberg et al. [27]. L’alignement atomique se
rapporte à une occupation particulière des niveaux magnétiques. On dit que deux
niveaux magnétiques associés au même nombre quantique sont alignés s’ils pos-
sèdent la même densité de population [15]. Cette situation peut être atteinte pour
certaines configurations particulières de polarisation des faisceaux et est donc liée
au pompage Zeeman.

Supprimer les résonances crossover

Les résonances crossover peuvent être évitées en utilisant d’autres dispositifs
expérimentaux que celui où les faisceaux sonde et pompe se propagent en sens
opposé. En utilisant un faisceau d’atomes perpendiculaire à la direction du faisceau
pompe [5, 28], les atomes ne subissent pas d’effet Doppler de premier ordre dans
cette dernière direction, ce qui ne rend pas nécessaire l’utilisation d’un faisceau
pompe pour générer des raies exemptes d’élargissement Doppler. Cependant, la
mise en place d’un dispositif permettant de générer ce faisceau d’atomes est souvent
beaucoup plus lourde à mettre en œuvre. Il est alors possible de limiter les crossovers
(voire de les supprimer complètement) par l’utilisation de fine cellule gazeuse dont
la longueur est de l’ordre de quelques dizaines de µm et dont le diamètre peut
être de quelques µm [29] voire même de l’ordre de grandeur de la longueur d’onde
du faisceau sonde [30]. Dans ces cellules, les atomes sont alors confinés et forcés à
se déplacer dans la direction longitudinale perpendiculaire au faisceau. Enfin, une
façon simple de limiter les résonances crossover peut également être mise en œuvre
dans la mesure où les faisceaux sonde et pompe se propagent dans le même sens [31,
32]. Cependant, ce type de dispositif ne permet pas d’éliminer tous les crossovers
et n’a pu être testée que dans le cas où les transitions sont en configuration V.



Chapitre 3

Modélisation des spectres de
saturation incluant des résonances
crossover

Comme nous l’avons signalé dans le Chapitre 2, une théorie générale de
la spectroscopie de saturation incluant les effets générant des résonances

crossover est assez complexe à établir étant donné le grand nombre de phénomènes,
parfois difficilement quantifiables, pouvant intervenir. Certaines approches pour
modéliser les spectres d’absorption saturée ont cependant déjà été établies, bien
que souvent, celles-ci ne font pas mention de ce type de résonances ou ne sont pas
appliquées à des cas concrets de spectres de saturation complexe présentant des
crossovers. Nous pouvons citer le modèle de Maguire et al. [33], dont l’approche
montre certains accords avec le spectre de saturation du 85Rb à 780 nm pour
des faisceaux laser de basse intensité, mais où peu d’attention est accordée aux
crossovers. Les travaux de Himsworth&Freegarde [34] présentent d’excellents
accords avec le spectre du 85Rb et 87Rb de la même transition. Cependant, peu
de considération est également portée aux crossovers. Pappas et al. [35] semblent
obtenir des résultats concluants dans le cas de la transition à 553 nm du barium
en mettant l’accent sur le problème du pompage optique. Enfin, nous pouvons
citer les travaux théoriques de Holt [36], Mandal&Ghosh [37] ainsi que ceux de
Moon&Noh [38, 39] qui présentent également de bons accords avec le spectre de
la transition D2 du 85Rb et 87Rb et donnent des solutions analytiques pour les
spectres de saturation, bien que ces résultats ne semblent pas applicables dans les
cas où la séparation entre les niveaux hyperfins est faible.

Dans ce chapitre, nous présentons deux méthodes pour modéliser les spectres
d’absorption saturée contenant des résonances crossover. La première méthode
(Section 3.1) est celle établie en 1979 par Bordé&Bordé [1] et qui fournit directe-
ment des formules pour calculer les intensités des pics d’absorption saturée. Néan-
moins, cette approche ne permet pas de prédire le signe des crossovers. La deuxième
méthode (Section 3.2) consiste à établir des équations de Bloch optiques adaptées
au cas des atomes possédant un nombre arbitraire de niveaux. Nous avons établi
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ces équations en collaboration avec Lenaers&Bastin [40].

3.1 Première approche :
formules de « Bordé&Bordé »

Dans leur article, Bordé&Bordé [1] proposent un « catalogue » de formules uti-
lisables directement par les expérimentateurs pour les intensités des raies dans un
spectre de saturation relatif à une structure hyperfine. Bordé&Bordé obtiennent
ces formules à partir d’une approche diagrammatique des perturbations influen-
çant l’absorption du faisceau sonde jusqu’à l’ordre trois dans l’approximation du
champ faible. Cette dernière implique que l’amplitude du rayonnement laser est suf-
fisamment faible pour que la population du niveau inférieur reste grande comparée
à celle du niveau supérieur [11]. Dans cette section, nous exposons les résultats de
Bordé&Bordé.

3.1.1 Cadre des travaux de Bordé&Bordé
Les formules de Bordé&Bordé ont trait à des systèmes à deux ou trois niveaux

hyperfins avec ou sans levée de dégénérescence des sous-niveaux magnétiques.
Ceci permet de tenir compte des effets dus à la polarisation des faisceaux laser
comme le pompage optique Zeeman. Dans notre cas, ces effets ne sont pas pris
en considération et nous considérons toujours les niveaux hyperfins comme étant
dégénérés. D’autre part, les effets de recul (voir Section 2.1.6) sont également pris
en compte dans leur approche, mais étant donné que dans la majorité des cas, les
doublets de recul ne sont pas résolus et que notre but n’est pas de rendre compte
de ces doublets, nous négligeons ici cet aspect.

Bordé&Bordé écrivent la composante électrique du champ laser sous une forme
complexe dans une base circulaire formée par les vecteurs{

u±1 = ± 1√
2

(ux ± iuy),u0 = uz
}
. (3.1)

Dans cette base, un champ polarisé circulairement s’écrit de manière générale

E =
∑
q

Equq (3.2)

et l’expression de l’hamiltonien d’interaction correspondant à la composante q du
champ est donnée par

Eq = E0
q (r)e[i(ωqt−kq ·r+φq)] (3.3)

où q = ±1, 0 et désigne la polarisation. q peut prendre les valeurs ±1 ou 0 en
fonction de la polarisation. Celui-ci aura la valeur +1 dans le cas d’une polarisation
circulaire droite (notée σ+), −1 pour une polarisation circulaire gauche (σ−) et 0
pour une polarisation linéaire (π). E0

q (r) est l’amplitude dépendante du vecteur



3.1 Première approche : formules de Bordé&Bordé 35

position r (et par conséquent de la géométrie de faisceau) et où ωq, kq, φq sont
respectivement la fréquence, le vecteur d’onde et la phase de champ. Dans cette
représentation complexe, Bordé&Bordé démontrent que l’hamiltonien d’interaction
associée à la composante (3.3) du champ s’écrit

Hint,q = −1
2[µqE∗q + (−1)qµ−qEq]. (3.4)

Le facteur µq désigne la composante q de l’opérateur moment dipolaire élec-
trique dans la base (3.1). En spectroscopie de saturation avec deux lasers contre-
propageants, l’hamiltonien d’interaction s’écrit dans ce cadre

Hint =
∑
ε′′

∑
j

Hint,qε
′′
j

(3.5)

où la somme sur ε′′ désigne la somme sur chaque laser (ε′′ = + pour le laser
pompe et ε′′ = − pour le laser sonde). On effectue également une somme sur j
se rapportant au fait que chaque laser est décrit comme la somme de deux ondes
polarisées circulairement.

Le but principal de Bordé&Bordé est de déterminer les variations d’absorption
moyenne du faisceau sonde au travers de la cellule gazeuse. Le calcul des corrections
à l’ordre trois de la matrice densité par la théorie des perturbations permet de
calculer la susceptibilité par atome à l’ordre trois [41]. À partir de cette dernière,
on peut déterminer la densité de polarisation P(3) à l’ordre trois également. La
puissance absorbée moyenne W̄ est alors donnée par la partie réelle de l’intégrale
sur le volume de la cellule gazeuse de la projection de P(3) sur le champ électrique

W̄ = ω

2<
[
i
∫
E∗ ·P(3)d3r

]
. (3.6)

Comme nous l’avons mentionné plus haut, le calcul de ces perturbations se fait en
utilisant une approche diagrammatique que nous ne détaillons pas ici.

3.1.2 Formules de Bordé&Bordé
À l’issue de leurs développements, Bordé&Bordé démontrent que le signal cor-

respondant à une absorption saturée pour une transition hyperfine est proportionnel
à

S = IBBF (ω)e−(∆ν/2∆νD)2
. (3.7)

Le facteur F (ω) donne la forme du pic de saturation. Ce facteur sera toujours
considéré comme une lorentzienne pour les cas qui nous concernent. Le facteur
exponentiel est un facteur de Boltzmann qui doit être inclus uniquement dans le
cas d’une résonance crossover et qui traduit l’influence de la différence de popu-
lation entre les deux niveaux partageant un niveau commun, en faisant intervenir
l’intervalle de fréquence ∆ν entre les deux niveaux et où νD est la demi-largeur de
l’élargissement Doppler lorsque son maximum est diminué d’un facteur 1/e.
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Facteur d’intensité IBB et répertoire des transitions

Le facteur d’intensité IBB s’écrit de manière générale

IBB =
∑
j

1
16~4Gi(F )µ2

sµ
2
P

(
E0
q+E0

q−j

)2
. (3.8)

Le facteur µ2
P est l’élément de matrice réduit de l’opérateur dipolaire électrique

associé au laser pompe agissant sur une transition donnée et µ2
s est l’élément de

matrice réduit qui correspondent au faisceau sonde. Ces éléments de matrice sont
donnés par

µP,s = 〈bF ′J ′| |µ| |aFJ〉 = (−1)F+J ′+I′+1
√

(2F ′ + 1)(2F + 1)
{
J ′ 1 J
F I F ′

}
(3.9)

où |bF ′J ′〉 et |aFJ〉 sont respectivement les états supérieur et inférieur de la tran-
sition. Concernant le facteur Gi(F ), celui-ci dépend du type de transition consi-
déré à travers le nombre quantique F ainsi que de la polarisation des faisceaux.
Bordé&Bordé fournissent un catalogue des différentes expressions permettant de
calculer ce facteur. Comme les expériences qui nous concernent font appel unique-
ment à des faisceaux linéairement polarisés perpendiculaires entre eux, seules les
formules correspondant à ce cas sont reprises au Tableau 3.1.

Le troisième facteur fait intervenir l’amplitude du faisceau pompe
(
E0
q+

)2
et

celle du faisceau sonde [(
E0
q−1

)2
+
(
E0
q−2

)2
]

qui est ici écrite comme la somme de deux composantes q−1 et q−2 polarisées
circulairement dans la base circulaire utilisée. Ce facteur étant le même quelle
que soit la transition, celui-ci se simplifie lorsque l’on s’intéresse aux intensités
relatives des pics.

En résumé, seul le facteur Gi(F )µ2
sµ

2
P détermine l’intensité relative des compo-

santes hyperfines d’un spectre de saturation. Nous pouvons néanmoins remarquer
que les formules de Bordé&Bordé présentent deux problèmes majeurs :

1. Les Gi(F ) sont positifs pour toute valeur de F1 et F2 (voir Tableau 3.1).
Ceci pose problème pour la modélisation de l’intensité des pics crossovers
négatifs. Pour en tenir compte, le signe des Gi(F ) devra être ajouté phé-
noménologiquement pour rendre compte des observations en accord avec la
discussion de la Section 2.2.

2. Bordé&Bordé ne font nullement mention du cas des résonances crossover où
les deux transitions ne partagent pas de niveau commun. Un grand nombre
de pics crossovers possibles sont alors négligés, malgré qu’ils peuvent s’avérer
importants pour effectuer des simulations pour un ensemble complexe de
niveaux énergétiques.
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Niveaux hyperfins Schéma de transition Gi(F )

1

F

F ′

F → (F, F ) 2F (F+1)+1
30F (F+1)(2F+1)

2

F

F ′ F ′

F
F → (F2, F2) (F+∆F )(6F−∆F )

30F (2F−1)(2F+1)

3 F

F
F − 1

F − 1

F
F − 1

F

F
F − 1

F − 1

F
F − 1

F1 → (F1, F2) 4F−∆F
30F (2F−∆F )

4 F + 1

F − 1
F

F
F + 1

F − 1
F → (F + 1, F − 1) 12F (F+1)−9

30(2F−1)(2F+1)(2F+3)

Table 3.1 – Formules de Bordé&Bordé [1] pour les différents schémas de tran-
sition dans le cas de faisceaux linéairement polarisés et perpendiculaires entre
eux. Les notations utilisées sont les mêmes que celles de Bordé&Bordé. On a que
F = sup {F1, F2} et ∆F = F2 − F1. Le premier et le second cas représentent les
résonances non-crossover.

3.2 Seconde approche : Les équations de Bloch
optiques pour un atome à plusieurs niveaux

Dans cette section, nous commençons par des rappels sur les équations de Bloch
optiques avant que ces équations ne soient généralisées aux cas des atomes multi-
niveaux et que l’intensité relative des pics d’absorption saturée soit extraite de ces
équations.
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3.2.1 Les équations de Bloch optiques pour un atome à
deux niveaux

Les équations de Bloch optiques (EBO) permettent de déterminer l’évolution
temporelle de l’état interne d’un atome soumis à un champ électromagnétique
extérieur, tenant compte du processus d’émission spontanée (voir par exemple les
Réfs. [10] et [23] dans le cas où l’atome est modélisé comme un système à deux
niveaux). Nous rappelons ci-dessous brièvement les grandes lignes qui permettent
d’établir ces équations.

|b〉

|a〉

~ω0 Γ
~ωL

Figure 3.1 – Diagramme d’énergie d’un système à deux niveaux tenant compte du
taux d’émission spontanée Γ.

Prenons un atome à deux niveaux dans un champ électromagnétique monochro-
matique généré par un faisceau laser. L’origine du système de référence est centrée
sur l’atome et le champ laser est traité classiquement. Le système total, composé
de l’atome et du champ électromagnétique, est alors décrit par l’hamiltonien

Ĥ(t) = Ĥat + ĤF + Ĥint(t), (3.10)

où Ĥat et ĤF sont respectivement l’hamiltonien de l’atome et du champ et où
Ĥint est l’hamiltonien d’interaction entre les deux qui, dans l’approximation des
grandes longueurs d’onde, où on suppose que la taille de l’atome est bien inférieure
à la longueur d’onde du rayonnement laser1, est donné par

Ĥint(t) = −d̂ · (Êext(t) + Ê⊥). (3.11)

Ê⊥ est l’opérateur de champ électrique transverse agissant comme un réservoir
et représentant le champ ambiant en absence de charges extérieures, Êext(t) est
l’opérateur associé au champ laser décrit par la relation

Eext(t) = E0 cos (ωLt), (3.12)

où ωL est la pulsation du laser, E0 est l’amplitude du champ et t est le temps.
L’opérateur d̂ est l’opérateur dipolaire électrique

d̂ = −e
∑
i

r̂i, (3.13)

1Dans cette approximation, les variations spatiales du rayonnement sont négligées sur l’en-
semble des particules du système, qui perçoivent par conséquent le même champ [23].
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avec r̂i l’opérateur position de l’électron i et e la charge électrique de l’électron.

L’état du système quantique « atome+champ » à un instant t est donné par
l’opérateur densité ρ̂(t) = |ψ(t)〉 〈ψ(t)| de ce système avec ψ(t) la fonction d’onde
du système. L’évolution temporelle de l’opérateur densité est donnée par l’équation
de Liouville-Von Neumann

˙̂ρ = −i
~

[Ĥ(t), ρ̂]. (3.14)

Dans notre cas, nous ne nous intéressons pas à l’état du système global, mais à l’état
de l’atome soumis au rayonnement. Nous pouvons alors nous limiter à l’étude de
l’opérateur densité réduit ρ̂at associé au système « atome » uniquement. Pour cela,
nous devons alors tenir compte dans Ĥ(t) uniquement des opérateurs s’appliquant
dans le sous-espace des états de l’atome. Dans le cas d’un atome à deux niveaux,
ρ̂at peut être représenté par une matrice 2× 2 dans la base formée par l’ensemble
des états de l’atome {|a〉 , |b〉} :

|a〉 |b〉( )|a〉 ρaa ρab
|b〉 ρba ρbb

(3.15)

Les éléments diagonaux de cette matrice sont ce que l’on appelle les populations
atomiques dans les états |a〉 et |b〉. Les éléments non-diagonaux sont quant à eux
appelés cohérences. Dans la suite, l’opérateur densité réduit ρ̂at sera par abus de
langage désigné comme étant l’opérateur densité et sera noté ρ̂.

Les EBO peuvent être établies en écrivant les équations d’évolution de chaque
élément de matrice de l’opérateur densité. Cela peut être fait en considérant cer-
taines approximations. La première approximation consiste à considérer que le
couplage entre les atomes et le champ du faisceau laser Êext(t) est indépendant du
couplage entre l’atome et le champ transverse Ê⊥ (approximation des vitesses de
variation indépendantes [23]). Ceci implique que l’équation (3.14) peut s’écrire

˙̂ρ = −i
~

[Ĥat + Ĥint(t), ρ̂] + Lrelax[ρ̂] , (3.16)

où la contribution du réservoir est maintenant représentée par le second terme
Lrelax[ρ̂] et où l’hamiltonien ĤF n’apparait pas, vu que nous travaillons dans le
sous-espace des états de l’atome. Les phénomènes de relaxation tels que l’émission
spontanée sont de cette manière ajoutés phénoménologiquement dans l’équation
d’évolution de la matrice densité. De là, si on écrit cette équation pour les différents
éléments de matrice en tenant compte de la relation de fermeture

|a〉 〈a|+ |b〉 〈b| = 1̂, (3.17)
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les équations de Bloch optiques s’écrivent de façon suivante [23] :


ρ̇bb = iΩ1 cos (ωLt)(ρba − ρab)− Γρbb
ρ̇aa = −iΩ1 cos (ωLt)(ρba − ρab) + Γρbb

ρ̇ab = iω0 − iΩ1 cos (ωLt)(ρbb − ρaa)−
Γ
2 ρab

ρ̇ba = −iω0 + iΩ1 cos (ωLt)(ρbb − ρaa)−
Γ
2 ρab

(3.18a)
(3.18b)

(3.18c)

(3.18d)

Dans ces équations,

• Ω1 = −dab · E0/~ est la fréquence de Rabi, qui est une mesure du couplage
entre les deux niveaux.

• Γ est le taux de probabilité de transition entre les niveaux |a〉 − |b〉.

• ω0 = (Eb − Ea)/~ est la fréquence de la transition.

Les termes en Γ représentent la contribution de Lrelax[ρ̂]. Le niveau |a〉 voit sa
population augmenter suite à la désexcitation du niveau supérieur. Les termes en
Ω1 cos (ωLt) représentent l’action du laser et ceux en ω0 traduisent la différence
d’énergie entre les deux niveaux. L’approximation des vitesses de variation
indépendantes est valable lorsque |δL| � ω0, ce qui assure le fait que le laser est
quasi-résonant avec la transition, ainsi que lorsque Ω1 � ω0, ce qui représente la
condition de découplage des contributions du champ laser et du champ ambiant.

Il est possible d’établir une forme indépendante du temps des EBO en utilisant
l’approximation de l’onde tournante2 et en supprimant les termes non-résonants
qui apparaissent dans l’hamiltonien par couplage de l’atome avec le champ électro-
magnétique. On peut alors écrire les équations (3.18) sous la forme



˙̃ρbb = i

2Ω1(ρ̃ba − ρ̃ab)− Γρ̃bb

˙̃ρaa = − i2Ω1(ρ̃ba − ρ̃ab) + Γρ̃bb

˙̃ρab = −(iδL + Γ
2 )ρ̃ab −

i

2Ω1(ρ̃bb − ρ̃aa)

˙̃ρba = (iδL −
Γ
2 )ρ̃ab + i

2Ω1(ρ̃bb − ρ̃aa)

(3.19a)

(3.19b)

(3.19c)

(3.19d)

avec

ρ̃bb = ρbb, ρ̃aa = ρaa, ρ̃ab = ρabe
−iωLt, ρ̃ba = ρbae

iωLt.

2En résumé, l’approximation de l’onde tournante consiste à se placer dans le référentiel centré
sur l’atome et tournant à la fréquence ωL. Ceci permet de ne conserver dans les équations que
les termes faisant intervenir la composante du champ fixe dans ce référentiel, et par conséquent
de supprimer toute dépendance temporelle [23].
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Les équations (3.19) forment un système d’équations différentielles couplant les
cohérences et les populations. Les solutions de ces équations montrent un com-
portement stationnaire et leur résolution permet de déterminer les populations de
chaque état à tout instant en tenant compte des effets dus au couplage avec les
cohérences.

3.2.2 Adaptation dans le cas d’un atome multiniveaux
Pour pouvoir être utilisées dans l’étude des spectres d’absorption saturée des

raies à 372 et 372.8 nm du fer et du ruthénium respectivement, les équations (3.19)
doivent être adaptées dans le cas d’un atome modélisé comme un système présen-
tant un nombre arbitraire de niveaux. Nous nous mettons directement dans le cas
d’un atome présentant une structure hyperfine afin de se rallier aux cas des isotopes
étudiés [40].

|γIJ〉 |γIJF1〉

|γIJF2〉
~ωL,P

~ωF2F ′2 ΓF1F ′2

|γIJ ′〉

|γIJ ′F ′1〉

|γIJ ′F ′2〉

~ωL,s~ωF2F ′1

Figure 3.2 – Schéma illustrant un système de niveaux hyperfins arbitraire excité
par deux radiations laser sonde et pompe respectivement désignées par les indices
s et P . Chaque niveau supérieur est associé à un taux de probabilité de transition
ΓF ′F . Nous supposons ici que chaque niveau supérieur peut se désexciter, en accord
avec les règles de sélection, vers chaque niveau inférieur et que le faisceau pompe
porte les atomes du niveaux |F2〉 au niveau |F ′2〉 tandis que le faisceau sonde agit
sur la transition |F2〉 − |F ′1〉

Soit un système de niveaux hyperfins |γIJF 〉 et |γIJ ′F ′〉 formant les niveaux
inférieurs et supérieurs de la transition. Chaque niveau hyperfin est 2F + 1 fois
dégénéré (les sous-niveaux Zeeman). Initialement, les états hyperfins inférieurs
sont considérés comme équi-peuplés conformément à leur degré de dégénérescence.
Cette hypothèse semble appropriée si on note que l’intervalle énergétique entre
les niveaux supérieurs et inférieurs est bien plus grand que l’intervalle entre les
niveaux hyperfins eux-mêmes et que l’agitation thermique est bien insuffisante
pour porter des atomes significativement dans les niveaux supérieurs.

Dans la base des états hyperfins, représentés par les nombres quantiques Fi,
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nous écrivons la matrice densité du système

F1 · · · F2J+1 F ′1 · · · F ′2J+1



F1 ρF1F1 · · · ρF2J+1F1 ρF ′1F1 · · · ρF ′2J+1F1
... ... . . . ... ... . . . ...

F2J+1 ρF1F2J+1 . . . ρF2J+1F2J+1 ρF ′1F2J+1 . . . ρF ′2J+1F2J+1

F ′1 ρF1F ′1
. . . ρF2J+1F ′1

ρF ′1F ′1 . . . ρF ′2J+1F
′
1... ... . . . ... ... . . . ...

F ′2J+1 ρF1F ′2J+1
. . . ρF2J+1F ′2J+1

ρF ′1F ′2J+1
. . . ρF ′2J+1F

′
2J+1

(3.20)

Étant donné que cette matrice est hermitienne, nous avons toujours ρij = ρ∗ji. De
manière analogue à un cercle trigonométrique, le bloc supérieur droit est désigné
premier bloc de la matrice densité, le bloc supérieur gauche second, le bloc inférieur
gauche troisième et finalement le bloc inférieur droit quatrième bloc de la matrice
densité.

Premier terme de l’équation de Liouville-Von Neumann

Nous devons trouver l’expression de l’hamiltonien du système dans le cas d’un
atome à plusieurs niveaux en partant de l’expression de l’hamiltonien (3.10). Dans
le cas de l’atome à deux niveaux, nous tenions compte de l’existence des états
du champ ambiant considéré comme un réservoir et responsable du phénomène
d’émission spontanée, mais l’approximation des vitesses de variation indépendantes
nous permettait de ne pas tenir compte du réservoir dans l’hamiltonien et d’ajouter,
par après, les variations de populations dues à l’émission spontanée. Nous procédons
de la même manière ici et considérons que l’hamiltonien total s’appliquant dans le
sous-espace des états de l’atome s’écrit

Ĥ(t) = Ĥat + Ĥint(t), (3.21)

où nous pouvons écrire par le théorème de décomposition spectrale

Ĥat =
∑
Fi

EFi |Fi〉 〈Fi|+
∑
Fi
′
EFi′ |Fi

′〉 〈Fi′| .

avec EFi les énergies des niveaux inférieurs |Fi〉 et EF ′i les énergies des niveaux
supérieurs |F ′i 〉. Dans la situation où l’atome interagit avec deux faisceaux laser, ce
qui est le cas en spectroscopie de saturation, l’hamiltonien d’interaction Ĥint doit
s’écrire comme la somme d’un terme lié au faisceau pompe (désigné par l’indice P )
et d’un terme lié au faisceau sonde (désigné par l’indice s) :

Ĥint = ĤP
int + Ĥs

int. (3.22)

Si on calcule les éléments de matrice de cet hamiltonien en tenant compte de la
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forme de l’hamiltonien d’interaction (3.11) sans le terme de champ ambiant, on a

〈F ′|Hint |F 〉 = 〈F ′| Ĥs
int |F 〉+ 〈F ′| ĤP

int |F 〉
= 〈F ′| − d̂ · Ês(t) |F 〉+ 〈F ′| − d̂ · ÊP (t) |F 〉
= 〈F ′| − d̂ · Ê0,s |F 〉 cos(ωst) + 〈F ′| − d̂ · Ê0,P |F 〉 cos(ωP t)
= ~Ωs cos(ωst) + ~ΩP cos(ωP t), (3.23)

où, avec u = s, P ,

Ωu = −〈F
′| d̂.Ê0,u |F 〉

~
. (3.24)

Par le théorème de décomposition spectrale, les deux contributions de (3.23)
peuvent se réexprimer sous la forme (en passant à la forme complexe du cosinus)

Ĥu
int(t) = ~Ωu

2
(
|F ′u〉 〈F u| e−iωut + |F u〉 〈F ′u| eiωut

)
. (3.25)

L’état noté F u représente l’état hyperfin inférieur couplé par le faisceau u à l’état
hyperfin supérieur F ′u. On peut montrer [40] que (3.24) peut être écrit sous la
forme

Ωu,F ′F = (−1)F ′+J+IΓ
√
su,F ′F

2 . (3.26)

La grandeur sF ′F est le paramètre de saturation de la transition hyperfine |F 〉 →
|F ′〉 donné par

su,F ′F = Iuλ
3
0

2π2c~Γ(2F ′ + 1)(2J ′ + 1)
{
J ′ F ′ I
F J 1

}2

, (3.27)

où Iu est l’intensité du laser u et où le dernier facteur est un coefficient 6-j de
Wigner défini par l’expression [42]
{
j1 j2 j3
l1 l2 l3

}
= (−1)j1+j2+l1+l2∆(j1j2j3)∆(l1l2j3)∆(l1j2l3)∆(j1l2l3)

×
∑
k

(−1)k(j1 + j2 + l1 + l2 + 1− k)!
k!(j1 + j2 − j3 − k)!(l1 + l2 − j3 − k)!(j1 + l2 − l3 − k)!

× 1
(l1 + j2 − l3 − k)!(−j1 − l1 + j3 + l3 + k)!(−j2 − l2 + j3 + l3 + k)! (3.28)

avec

∆(abc) =

√√√√(a+ b− c)!(a− b+ c)!(b+ c− a)!
(a+ b+ c+ 1)! , (3.29)

où la somme sur k se fait sur tous les entiers pour lesquels les arguments des
factorielles intervenant au dénominateur ne sont pas négatifs. Notons qu’en
utilisant cette dernière forme de Ĥu

int(t), cela revient à tenir compte uniquement
des états |F u〉 et |F ′u〉 couplés par les deux faisceaux laser étant donné que nous
nous intéressons uniquement à calculer leurs effets sur les transitions sur lesquelles
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ils agissent lorsque leur fréquence correspond à la fréquence de chaque transition,
qui peuvent être différentes (cas des résonances crossover) ou identiques, auquel
cas les deux lasers agissent sur la même transition.

Les éléments de matrice du commutateur [Ĥ0, ρ̂] peuvent être calculés pour les
cohérences de la matrice densité (pour les populations, ces éléments de matrice
sont nuls). À l’aide de la relation de fermeture∑

k

|Fk〉 〈Fk| = 1̂, (3.30)

nous obtenons

[Ĥ0, ρ̂]FiFj = 〈Fi| [Ĥ0ρ̂] |Fj〉 = 〈Fi| Ĥ0ρ̂ |Fj〉 − 〈Fi| ρ̂Ĥ0 |Fj〉
= 〈Fi| Ĥ0

∑
k

|Fk〉 〈Fk| ρ̂ |Fj〉 − 〈Fi| ρ̂
∑
k

|Fk〉 〈Fk| Ĥ0 |Fj〉

= 〈Fi| Ĥ0(|Fi〉 〈Fi|+ |Fj〉 〈Fj|)ρ̂ |Fj〉
− 〈Fi| ρ̂(|Fi〉 〈Fi|+ |Fj〉 〈Fj|)Ĥ0 |Fj〉

= EFiρFiFj − EFjρFiFj
= ~ωFiFjρFiFj , (3.31)

avec ωFiFj = (Ei − Ej)/~. Concernant le commutateur [Ĥu
int, ρ̂], nous avons

[Ĥu
int, ρ̂] = ~Ωu

2
[
e−iωut (|F ′u〉 〈F u| ρ̂− ρ̂ |F ′u〉 〈F u|) + eiωut (|F u〉 〈F ′u| ρ̂− ρ̂ |F u〉 〈F ′u|)

]
(3.32)

dont les éléments de matrice dans la base des {|Fi〉 , |F ′i 〉} s’écrivent :

• pour les éléments sous-tendus par les {|Fi〉} (c’est-à-dire les éléments du se-
cond bloc de (3.20)) :

[Ĥu
int, ρ̂]FiFj = 〈Fi| [Ĥu

int, ρ̂] |Fj〉 = 〈Fi|
(
Ĥu
intρ̂− ρ̂Ĥu

int

)
|Fj〉

= ~Ωu

2
[
eiωut 〈Fi| (|F u〉 〈F ′u| ρ̂− ρ̂ |F u〉 〈F ′u|) |Fj〉

+e−iωut 〈Fi| (|F ′u〉 〈F u| ρ̂− ρ̂ |F ′u〉 〈F u|) |Fj〉
]

= ~Ωu

2
[
eiωutδFiFuρF ′uFj − e−iωutρFiF ′uδFuFj

]
. (3.33)

• pour les éléments sous-tendus par les {|F ′i 〉} (les éléments du quatrième bloc
de (3.20) ; nous omettons les détails des calculs qui sont analogues au cas
précédent) :

[Ĥu
int, ρ̂]F ′iF ′j = ~Ωu

2
[
−eiωutδF ′uF ′jρF ′jFu + e−iωutρFuF ′jδFuF ′j

]
. (3.34)

• pour les éléments de matrice du premier et du troisième bloc :

[Ĥu
int, ρ̂]F ′iFj = −~Ωu

2 eiωut(ρFuFjδF ′iF ′u − ρF ′iF ′uδFjFu). (3.35)
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Nous devons maintenant considérer séparément les éléments diagonaux et non-
diagonaux pour chaque bloc de (3.20) :

• pour le second bloc :

si Fi = Fj = F : [Ĥu
int, ρ̂]FF = ~Ωu

2
(
eiωutρF ′uFu − c.c.

)
δFFu , (3.36a)

si Fi 6= Fj : [Ĥu
int, ρ̂]FiFj = ~Ωu

2
(
eiωutρF ′uFjδFiFu − e−iωutρ∗F ′uFiδFuFj

)
.

(3.36b)

• pour le quatrième bloc :

si F ′i = F ′j = F ′ : [Ĥu
int, ρ̂]F ′F ′ = −~Ωu

2
(
eiωutρF ′Fu − c.c.

)
δF ′F ′u , (3.37a)

si F ′i 6= F ′j : [Ĥu
int, ρ̂]F ′iF ′j = −~Ωu

2
(
eiωutρF ′iFuδF ′jF ′u − e

−iωutρ∗F ′jFuδFiF
′u

)
.

(3.37b)

• pour le premier et le troisième bloc :

si F ′i 6= F ′u et Fj 6= F u : [Ĥu
int, ρ̂]F ′iFj = 0, (3.38a)

si F ′i = F ′u et Fj 6= F u : [Ĥu
int, ρ̂]F ′uFj = ~Ωu

2 e−iωutρFuFj , (3.38b)

si F ′i 6= F ′u et Fj = F u : [Ĥu
int, ρ̂]F ′iFu = −~Ωu

2 e−iωutρF ′iF ′u , (3.38c)

si F ′i = F ′u et Fj = F u : [Ĥu
int, ρ̂]F ′uFu = ~Ωu

2 e−iωut(ρFuFu − ρF ′uF ′u).
(3.38d)

Les éléments non-diagonaux du second et du quatrième bloc (c’est-à-dire les élé-
ments (3.36b) et (3.37b)) sont nuls car les transitions internes entre les niveaux
hyperfins du niveau inférieur, d’une part, et ceux du niveau supérieur, d’autre
part, ne peuvent avoir lieu vu qu’elles se font entre niveaux de même parité, ce qui
est exclu par les règles de sélection. Nous remarquons par (3.38a) que les éléments
de matrices qui associent des états non-couplés par les faisceaux laser sont bien
nuls, ce qui correspond à nous placer dans le cas de la diffusion résonante et de
négliger les autres types de diffusions de probabilité moindre.

Second terme de l’équation de Liouville Von-Neumann

Lorsque l’atome possède plusieurs niveaux, nous devons tenir compte des pro-
cessus d’émission spontanée provenant de chaque niveau supérieur. De cette ma-
nière, il nous faut remplacer tous les seconds termes des équations (3.19) (c’est-
à-dire les termes de relaxation) par un terme de somme sur les niveaux hyper-
fins faisant intervenir les taux de probabilité de transition ΓFF ′ de chaque niveau
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hyperfin[40] :

pour les niveaux hyperfins supérieurs : − Γρbb → −
∑
F

ΓFF ′ρF ′F ′ = ΓρF ′F ′

(3.39a)
pour les niveaux hyperfins inférieurs : + Γρbb → +

∑
F ′

ΓFF ′ρF ′F ′ (3.39b)

pour les cohérences : − Γ
2 ρab → −

Γ
2 ρF

′F (3.39c)

L’égalité de la relation (3.39a) indique simplement que la somme des durées de vie
radiative vers chaque niveau hyperfin inférieur est égale à la durée de vie radiative
du niveau fin. Enfin, les taux d’émission spontanée de ces niveaux hyperfins peuvent
être déterminés par la relation [40]

ΓFF ′ = Γ(2F + 1)(2J ′ + 1)
{
J ′ F ′ I
F J 1

}2

. (3.40)

Écriture des EBO

Nous pouvons maintenant écrire les EBO complètes dans le cas d’un atome
multiniveaux :

• pour les populations :

ρ̇FF =− i

2Ωs

(
eiωstρF ′sF s − c.c.

)
δFF s −

i

2ΩP

(
eiωP tρF ′PFP − c.c.

)
δFFP

+
∑
F ′

ΓFF ′ρF ′F ′ , (3.41a)

ρ̇F ′F ′ = + i

2Ωs

(
eiωstρF ′sF s − c.c.

)
δF ′F ′s + i

2ΩP

(
eiωP tρF ′PFP − c.c.

)
δF ′F ′P

− ΓρF ′F ′ , (3.41b)

• pour les cohérences (dans le premier et le troisième bloc) :

ρ̇F ′F =− iωF ′FρF ′F

− i

2Ωse
−iωst (ρF sF δF ′F ′s − ρF ′F ′sδFF s)

− i

2ΩP e
−iωP t (ρFPF δF ′F ′P − ρF ′F ′P δFFP )

− Γ
2 ρF

′F . (3.42)

Nous remarquons que les équations (3.41) ne font plus intervenir que les états
couplés par le faisceau s ou P grâce au symbole de Kronecker δFFu . Les trans-
ferts de populations sont dictés par les deux faisceaux selon les fréquences de
Rabi Ωs et ΩP ainsi que par l’émission spontanée représentée par le troisième
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terme. Pour l’équation (3.42), le premier terme, lié à la contribution de l’hamilto-
nien atomique Ĥat, représente la différence d’énergie entre les deux niveaux F et F ′.

De manière analogue à la Section 3.2.1, on se place dans l’approximation de
l’onde tournante. Pour cela, on considère le changement de variables suivant :

ρ̃FF = ρFF , ρ̃F ′F ′ = ρF ′F ′ , ρ̃F ′F =


eiωstρF ′F si F ′ = F ′s et F = F s,

eiωP tρF ′F si F ′ = F ′P et F = F P ,

eiωF ′F tρF ′F pour les autres cas.
(3.43)

Les équations (3.41) s’écrivent alors directement en injectant (3.43) :

˙̃ρFF =− i

2Ωs(ρ̃F ′sF s − c.c.)δFF s −
i

2ΩP (ρ̃F ′PFP − c.c.)δFFP +
∑
F ′

ΓF ′F ρ̃F ′F ′ ,

(3.44a)

˙̃ρF ′F ′ = + i

2Ωs(ρ̃F ′sF s − c.c.)δF ′F ′s + i

2ΩP (ρ̃F ′PFP − c.c.)δF ′F ′P − Γρ̃F ′F ′ . (3.44b)

Pour l’équation (3.42), nous avons :

• si F ′ = F ′s et F = F s :

(
e−iωstρ̃F ′sF s

)̇
= −iωF ′sF s

(
e−iωstρ̃F ′sF s

)
− i

2Ωse
−iωst (ρ̃F sF s − ρ̃F ′sF ′s)

− Γ
2
(
e−iωstρ̃F ′sF s

)

⇔ e−iωst
(
−iωsρ̃F ′sF s + ˙̃ρF ′sF s

)
=− iωF ′sF s

(
e−iωstρ̃F ′sF s

)
− i

2Ωse
−iωst (ρ̃F sF s − ρ̃F ′sF ′s)−

Γ
2
(
e−iωstρ̃F ′sF s

)

⇔ ˙̃ρF ′sF s = i(ωs − ωF ′sF s)ρ̃F ′sF s −
i

2Ωs (ρ̃F sF s − ρ̃F ′sF ′s)−
Γ
2 ρ̃F

′sF s

⇔ ˙̃ρF ′sF s =
(
i∆s,F ′sF s −

Γ
2

)
ρ̃F ′sF s −

i

2Ωs (ρ̃F sF s − ρ̃F ′sF ′s) (3.45a)

avec ∆s,F ′sF s = ωs − ωF ′sF s .

• si F ′ = F ′P et F = F P (les calculs sont analogues au cas précédent) :

˙̃ρF ′PFP =
(
i∆P,F ′PFP −

Γ
2

)
ρ̃F ′PFP −

i

2ΩP (ρ̃FPFP − ρ̃F ′PF ′P ) (3.45b)

avec ∆P,F ′PFP = ωP − ωF ′PFP .
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• si F ′ 6= F ′s, F 6= F s, F ′ 6= F ′P et F ′ 6= F ′P :

˙̃ρF ′F = −Γ
2 ρ̃F

′F , (3.45c)

ce qui donne l’équation complète

˙̃ρF ′F = i∆s,F ′sF sδFF sδF ′F ′s −
i

2Ωs(ρ̃F sF s + ρ̃F ′sF ′s)δFF sδF ′F ′s (3.46)

+ i∆P,F ′PFP δFFP δF ′F ′P −
i

2ΩP (ρ̃FPFP + ρ̃F ′PF ′P )δFFP δF ′F ′P

− Γ
2 ρ̃F

′F .

En divisant chaque équation par Γ, en séparant la partie réelle et imaginaire de
l’équation (3.46) et en se souvenant que (ρ̃F ′F − c.c.) = 2i=ρF ′F , on obtient finale-
ment

˙̃ρFF = Ω′s=ρ̃F ′sF sδFF ′s + Ω′P=ρ̃F ′PFP δFF ′P +
∑
F ′

Γ′FF ′ ρ̃F ′F ′ ,

˙̃ρF ′F ′ = −Ω′s=ρ̃F ′sF sδF ′F ′s − Ω′P=ρ̃F ′PFP δF ′F ′P + ρ̃F ′F ′ ,

= ˙̃ρF ′F = ∆′s,F ′sF s<ρ̃F ′sF sδFF sδF ′F ′s + ∆′P,F ′PFP<ρ̃F ′PFP δFFP δF ′F ′P

−1
2=ρ̃F

′F −
1
2Ω′s(ρ̃F sF s − ρ̃F ′sF ′s)δFF sδF ′F ′s

−1
2Ω′P (ρ̃FPFP − ρ̃F ′PF ′P )δFFP δF ′F ′P ,

< ˙̃ρF ′F = −∆′s,F ′sF s=ρ̃F ′sF sδFF sδF ′F ′s −∆′P,F ′PFP=ρ̃F ′PFP δFFP δF ′F ′P

−1
2<ρ̃F

′F .

(3.47a)

(3.47b)
(3.47c)

(3.47d)

avec les grandeurs adimensionnelles (u = s, P )

Ω′u = Ωu

Γ , (3.48a)

Γ′FF ′ = ΓFF ′
Γ , (3.48b)

∆′u,F ′uFu = ∆u,F ′uFu

Γ , (3.48c)

et où la dérivée temporelle se fait par rapport au temps adimensionnel τ = Γt :

˙̃ρ ≡ dρ̃

dτ
. (3.49)

Compte tenu de ce que la somme des populations des niveaux F et F ′ est égale à
1, nous avons également

ρ̃F ′2J+1F
′
2J+1

= 1−
J+I∑

Fi=|J−I|
ρ̃FiFi −

J+I−1∑
F ′i=|J−I|

ρ̃F ′iF ′i . (3.50)
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Les équations (3.47) forment un système similaire aux équations (3.19) couplant
les populations et les cohérences dans le cas d’un atome à plusieurs niveaux sou-
mis à deux faisceaux laser. Ce système peut être directement implémenté afin de
connaître l’évolution temporelle des éléments de la matrice densité. Grâce à la so-
lution stationnaire de ces équations de Bloch, les intensités des pics d’absorption
saturée et des résonances crossover peuvent être déterminées, au travers de la dis-
tribution de Maxwell-Boltzmann. Les conditions initiales utilisées pour résoudre
ces équations numériquement sont

ρ̃FF (0) = 2F + 1∑J+I
Fi=|J−I| 2Fi + 1

,

ρ̃F ′F ′(0) = 0,
=ρ̃F ′F (0) = 0,
<ρ̃F ′F (0) = 0.

(3.51)

Ces conditions initiales traduisent le fait que la population de l’état excité est nulle
pour t = 0 et qu’il en est de même pour les cohérences. La population initiale
du niveau inférieur est quant à elle non nulle et est proportionnelle au degré de
dégénérescence du niveau considéré. Ce facteur est normalisé par la somme des
degrés de dégénérescence de chaque niveau afin que la somme des populations soit
bien égale à 1.

3.2.3 Détermination de l’intensité d’un pic d’absorption sa-
turée à partir des EBO

Pour calculer l’intensité des pics d’absorption saturée, qu’ils proviennent
d’une vraie transition hyperfine ou d’une résonance crossover, les équations (3.47)
sont implémentées dans une routine qui permet d’évaluer les populations qui
s’établissent dans les différents niveaux du système pour une intensité donnée des
faisceaux laser. De plus, pour pouvoir différencier les transitions hyperfines des
crossovers, il est nécessaire de préciser sur quelle transition agit chaque faisceau.
Dans le cas où les deux transitions sont les mêmes, on est en présence d’une
transition hyperfine. Si ce n’est pas le cas, il s’agit d’une résonance crossover.

En donnant explicitement les nombres quantiques J , J ′ et I de la transition
étudiée, la routine calcule tous les nombres quantiques F et F ′, répertorie toutes
les transitions et les crossovers possibles et génère automatiquement toutes les
équations (3.47). Ces équations sont ensuite résolues pour différentes actions des
faisceaux sonde et pompe selon le répertoire de résonances établi. Pour chaque
action des deux faisceaux, la population de l’état inférieur interagissant avec le
faisceau sonde et celle de l’état interagissant avec le faisceau pompe sont calculées.
À partir de ces populations, il est possible de déterminer l’intensité relative de la ré-
sonance (transition hyperfine ou crossover) en calculant la différence de population
entre le cas où le faisceau pompe est éteint et le cas où il est allumé, ce qui repré-
sente l’obturation du faisceau pompe, principe fondamental de la spectroscopie de
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saturation. L’intensité relative d’une résonance hyperfine est alors proportionnelle
à [40]

R = 1
2

[(
ρ̃F sF s

∣∣∣
IP=0
− ρ̃F sF s

∣∣∣
IP 6=0

)
ΓF ′sF s

2F ′s + 1
2J ′ + 1

+
(
ρ̃FPFP

∣∣∣
IP=0
− ρ̃FPFP

∣∣∣
IP 6=0

)
ΓF ′PFP

2F ′P + 1
2J ′ + 1

]
. (3.52)

Cette intensité relative doit en plus être modulée par la distribution de Maxwell-
Boltzmann (2.4). L’intensité relative d’une composante du spectre hyperfin se cal-
cule alors par la relation

IEBO = R
FMB(ωres)
FMB(0) , (3.53)

où R est multiplié par la contribution relative de la distribution (2.4) qui représente
la part des atomes du gaz interagissant avec les faisceaux à la fréquence de résonance
ωres dans le référentiel du laboratoire.

3.3 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons présenté deux modèles pour simuler des spectres

de saturation. Nous avons dans un premier temps exposé les résultats des travaux
de Bordé&Bordé [1] pour calculer les intensités des résonances dans ces spectres.
Nous avons ensuite présenté des équations de Bloch optiques établies dans le cas
d’un atome à plusieurs niveaux soumis à deux faisceaux laser. Dans le chapitre
suivant, ces modèles sont appliqués aux cas des spectres du fer et du ruthénium
afin d’évaluer la portée et la validité de ces approches.



Chapitre 4

Simulation des spectres de
saturation du fer et du ruthénium
à 372 nm

Dans ce chapitre, les deux modèles exposés au Chapitre 3 sont appliqués au cas
du spectre de saturation du fer à 371.993 45 nm, puis au cas plus complexe du

ruthénium à 372.803 nm. Ce chapitre est par conséquent divisé en deux sections, une
pour le fer (Section 4.1) et une pour le ruthénium (Section 4.2). Dans ces différentes
sections, des spectres expérimentaux issus des deux atomes sont exposés (tous ont
été enregistrés au laboratoire de Physique des Atomes Froids et Spectroscopie de
l’IPNAS, ULg). Dans le cas du fer, l’étude spectroscopique de la transition à 372 nm
et l’enregistrement des spectres furent effectués par Krins et al. [43]. Dans le cas du
ruthénium, de premiers spectres furent enregistrés par Baumans [7] dans le cadre de
son travail de fin d’études, puis par De Jesus Teixeira [44] dans le cadre d’un travail
de stage. Dans le cadre de ce mémoire, de nouveaux spectres ont été enregistré.
Il n’existe à l’heure actuelle aucune interprétation finalisée de ces spectres qui
sont fort complexes. De ce fait, les paramètres spectroscopiques de la transition
à 372.8 nm demeurent inconnus. La description des spectres expérimentaux ainsi
que du dispositif mis en place pour leur enregistrement est alors donnée et une
évaluation de ces paramètres spectroscopiques est proposée. Enfin, les simulations
de ces spectres sont présentées dans chaque section.

4.1 Application au cas du spectre hyperfin du
57Fe

À la Section 4.1.1, les caractéristiques principales du fer sont dans un premier
temps décrites, notamment la structure hyperfine de l’isotope 57, et le spectre
expérimental de cet atome est décrit à la Section 4.1.2. Les simulations par les
formules de Bordé&Bordé et par les EBO sont ensuite données aux Sections 4.1.3
et 4.1.4 et les résultats sont discutés à la Section 4.1.5.

51
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Atome Transition λ0,air λ0,vide Γ Is
[nm] [nm] [107s−1] [µW/mm2]

Fe 3d64s2 5D4 − 3d64s4p 5F o
5 371.99345 372.09657 1.62 65

Table 4.1 – Caractéristiques de la transition du fer étudiée : Longueur d’onde dans
l’air (λ0,air), longueur d’onde dans le vide (λ0,vide), taux de probabilité de transition
(Γ), intensité de saturation (Is) [2].

Masse Abondance Spin Moment Moment

Isotope atomique naturelle nucléaire magnétique quadrupolaire
nucléaire électrique

[uma] [45] [%] [46] I µI [µN ] [47] Q [barn][47]

54Fe 53.9396105(7) 5.845(35) 0 / /

56Fe 55.9349375(7) 91.754(36) 0 / /

57Fe 56.9353940(7) 2.119(10) 1/2 +0.09062300(9) /

58Fe 57.9332756(8) 0.282(4) 0 / /

Table 4.2 – Table des isotopes stables du fer avec leur masse atomique, leur
abondance naturelle ainsi que leur moment magnétique nucléaire et quadrupolaire
(1 uma = 1.660 538 73( 13)× 10−27 kg [48] et µN = 5.050 783 53( 11)× 10−27 JT−1

[49]).

4.1.1 Le fer : carte d’identité
Le fer est un métal de transition doté du nombre atomique 26. Il s’agit d’un

des éléments les plus abondants sur Terre, dont il compose essentiellement le cœur.
Le fer joue un rôle fondamental à plusieurs échelles, du mécanisme d’évolution
des étoiles à son rôle dans l’hémoglobine sanguine. La structure électronique du fer
s’écrit [Ar]3d64s2 et son état fondamental est 3d64s2 a 5D4. Le fer possède 4 isotopes
stables : les isotopes 54Fe, 56Fe, 57Fe et 58Fe, dont les différentes caractéristiques sont
données aux Tableaux 4.2 et 4.3. Seul l’isotope 57 possède un moment magnétique
nucléaire non-nul caractérisé par un nombre quantique I = 1

2 , et par conséquent une
structure hyperfine. Nous étudions ici la transition 3d64s2 a 5D4 − 3d64s4p z 5F o

5
du fer à 371.993 45 nm (26 874.550 cm−1 [2]) dont les paramètres de déplacement
isotopique de kSMS et F sont donnés au Tableau 4.4.

La transition à 372 nm du 57Fe possède trois composantes hyperfines. Ces com-
posantes du spectre sont générées par trois transitions entre quatre niveaux hy-
perfins, deux pour le niveau fin inférieur et deux pour le niveau supérieur. La
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Isotope 〈r2〉1/2M [fm] δ 〈r2〉M,56 [fm2]

54Fe 3.6933(19) −0.330(1)

56Fe 3.7377(16) 0

57Fe 3.7532(17) 0.108(1)

58Fe 3.7745(14) 0.274(2)

Table 4.3 – 1recolonne : Racines carrées des carrés moyens des rayons de charge
nucléaire des isotopes stables du fer, 〈r2〉1/2M . 2ecolonne : Différences des carrés
moyens des rayons de charge nucléaire entre les différents isotopes et l’isotope 56
[50].

3d64s2 a 5D4 − 3d64s4p z 5F o
5

kSMS [GHz uma] F [GHz fm−2]

Fe 950(140) −0.60(31)

Table 4.4 – Valeurs des paramètres de déplacement isotopique kSMS et F du fer
pour la transition 3d64s2 a 5D4 − 3d64s4p z 5F o

5 à 372 nm [43].

Énergie [cm−1]

26 874.550

0 3d64s2 a 5D4 F = 7/2

F = 9/2

3d64s4p z 5F o
5

F = 9′/2

F = 11′/2

372 nm
(1)

(3)

(2)

Figure 4.1 – Diagramme d’énergie de la structure hyperfine de la transition du
57Fe à 372 nm.

distribution des niveaux d’énergie est représentée à la Figure 4.1. Les paramètres
de structure hyperfine sont donnés au Tableau 4.5. Compte tenu du nombre de
transitions, nous pouvons déduire qu’il est possible d’observer trois pics crossover
entre les pics correspondants aux transitions 7/2 − 9′/2 et 9/2 − 9′/2, 9/2 − 9′/2
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Isotope 3d64s2 5D4 3d64s4p 5F o
5

A [MHz] A′ [MHz]

57Fe 38.33(40) 81.69(86)

Table 4.5 – Valeurs des constantes de structure hyperfine A du niveau inférieur
et supérieur de la transition 3d64s2 5D4 − 3d64s4p 5F o

5 du 57Fe [51].

et 9/2− 11′/2, 7/2− 9′/2 et 9/2− 11′/2.

4.1.2 Spectres expérimentaux
Un exemple de spectre expérimental du 57Fe est illustré à la Figure 4.2 [43]. On

peut très bien distinguer les pics crossover qui sont relativement faibles comparés
aux Lamb dip parents. Le spectre expérimental a été enregistré dans une cathode
creuse Fe-Ar sur un échantillon de fer enrichi composé de 10% de 54Fe, 10% de
56Fe, 70% 57Fe et 10% de 58Fe.

Figure 4.2 – Spectre d’absorption saturée d’un échantillon de fer enrichi placé dans
une cathode Fe-Ar tel que tiré de la Réf. [43]. Distribution isotopique : 10% 54Fe,
10% 56Fe, 10% 58Fe et 70% 57Fe [43]. Intensité des faisceaux sonde et pompe :
∼8 mW/cm2 et ∼70 mW/cm2, respectivement. Courant dans la cathode creuse :
200 mA. Pression : 0.3 mbar. Élargissement des raies : ∼17 MHz. Les isotopes cor-
respondants à chaque pic sont indiqués, sauf pour les résonances crossover, notées
co suivi du numéro des transitions impliquées.
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Pour visualiser plus clairement la présence et la position des résonances cros-
sover, on peut tracer un diagramme dans lequel figure l’évolution des groupes de
vitesse (2.12) et (2.13) associés à chaque transition en fonction de la fréquence. Un
tel diagramme appliqué au cas du 57Fe est représenté à la Figure 4.3. Chaque groupe
de vitesse est représenté par une droite et deux groupes sont toujours associés à
une transition. Lorsque deux droites se croisent sur l’axe des abscisses, c’est-à-dire
pour vz = 0, cela traduit le fait que seul le groupe de vitesse nul interagit avec
les deux lasers, ce qui correspond à une transition hyperfine. Lorsque deux droites
se croisent pour vz 6= 0, cela indique que deux groupes de vitesse non-nulle (un
positif et un négatif) interagissent avec les deux faisceaux, ce qui correspond à une
résonance crossover. On peut voir sur le diagramme que les positions des crossovers
correspondent bien à celles observées à la Figure 4.2. Ce type de diagramme peut
donc fournir une aide pour identifier des résonances crossover dans un spectre ainsi
que pour déterminer leur position. Ce diagramme permet également de connaître
la vitesse des atomes interagissant avec les faisceaux pour les différents crossovers.
Ces vitesses sont données au Tableau 4.6.

- 1000 - 500 500 1000
δνL[MHz]

- 200

- 100

100

200
vz[m/s]

(3) (2) (1)

Figure 4.3 – Diagramme des groupes de vitesse pour les transitions hyperfines
du 57Fe en fonction du décalage fréquentiel δνL. L’intersection de deux droites à
vz = 0 correspond à une transition hyperfine, tandis qu’une intersection pour vz 6=
0 correspond à une résonance crossover. Deux groupes de vitesse sont toujours
impliqués dans ces résonances. Les points d’intersection entre deux droites sont
mis en évidence par un point bleu pour les crossovers (pour les groupes de vitesse
négatifs uniquement). Diagramme centré sur le pic de saturation du 57Fe.

4.1.3 Spectre hyperfin du 57Fe par les formules de
Bordé&Bordé

Pour simuler les spectres, les positions fréquentielles des Lamb dips sont don-
nées par la formule de Casimir (1.29) à laquelle il faut ajouter les déplacements
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Crossover |vz| [m/s]

(2)-(3) 31.87

(1)-(3) 83.57

(1)-(2) 51.70

Table 4.6 – Vitesses vz (en valeur absolue) des atomes dans la direction définie
par la direction des faisceaux laser et pour lesquelles les atomes interagissent avec
les faisceaux pompe et sonde de manière à former une résonance crossover dans le
spectre de saturation du fer à 372 nm.

isotopiques (1.35). Celles des pics crossover sont par conséquent données par les
moyennes des fréquences entre chacun de ces pics (voir condition (2.22)). En consi-
dérant que la forme d’un pic est donnée par une lorentzienne

L(νres, w) = w2

4
1

(νL − νres)2 +
(
w
2

)2 (4.1)

de largeur à mi-hauteur w. L’ensemble du signal d’absorption de la structure hy-
perfine peut s’écrire

Shf = ar(57Fe)
∑
l

I BB
l,hf/co∑
k I BB

k,hf

L(νres,l + δν57,56, w), (4.2)

où la somme sur l’indice l se rapporte aux différents pics et où la fréquence de
résonance νres est donnée par la fréquence de transition entre les niveaux hyperfins
(ou la fréquence d’un crossover) à laquelle s’ajoute le déplacement isotopique δν57,56.
La largeur à mi-hauteur est quant à elle évaluée par les conditions expérimentales
et vaut approximativement w = 17 MHz [43] dans le cas du fer. L’intensité relative
des pics hyperfins simulés est alors donnée par

ar(57Fe)
I BB
l,hf/co∑
k I BB

k,hf

, (4.3)

où I BB
l,hf/co = Gi,l(F )µ2

1,lµ
2
2,le
−(∆ν/2∆νD)2 . Selon que le pic concerné est associé à

une transition hyperfine (indice hf) ou à un crossover (indice co), le facteur de
Boltzmann doit être enlevé ou ajouté (voir Section 3.1.2). Ce facteur doit être
divisé par la somme des intensités des différentes transitions hyperfines, représenté
par la somme sur k. Enfin, le facteur ar(57Fe) est l’abondance relative de l’isotope
57Fe qui module l’intensité des pics de la structure hyperfine. Comme les formules de
Bordé&Bordé fournissent des facteurs Gi(F ) toujours positifs, nous devons discuter
des signes des résonances crossover en nous référant à notre discussion de la Section
2.2 et en accord avec le spectre expérimental 4.2.
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Figure 4.4 – Diagramme d’énergie représentant les quatre niveaux impliqués dans
la troisième résonnance crossover apparaissant dans le spectre du 57Fe. Dans le cas
où le faisceau pompe est couplé à la transition 7/2−9′/2, un transfert de population
a lieu entre le niveau 9′2 et 9/2 (représenté par la flèche verte), ce qui provoque
une plus grande absorption du faisceau sonde agissant sur l’autre transition, et par
conséquent, l’apparition d’une résonance crossover négative.

Le premier pic crossover apparaît entre les transitions (2) et (3). Cette résonance
crossover prend place dans une configuration Λ. Son signe négatif peut alors s’ex-
pliquer par une augmentation de la population du niveau hyperfin de basse énergie
couplé au faisceau sonde par désexcitation des atomes vers ce niveau. Le second
pic crossover se forme entre les transitions (1) et (3) qui sont en configuration V.
L’augmentation d’intensité s’explique par une augmentation de la transmission du
faisceau sonde due au dépeuplement du niveau auquel ce dernier est couplé par le
faisceau pompe. Enfin, la dernière résonance crossover se situe entre les transitions
(1) et (2). Ces transitions ne possèdent pas de niveau commun et le signe de cette
résonance est par conséquent plus difficile à interpréter. Si nous considérons le cas
où le faisceau sonde est couplé à la transition (1) et le faisceau pompe à la tran-
sition (2), on peut supposer que des atomes portés au niveau 9′/2 par le faisceau
pompe se désexcitent vers le niveau 9/2. Ceci engendre une plus grande absorption
du faisceau sonde. Dans le cas contraire où les deux faisceaux sont intervertis, le
signe de la résonance crossover est plus difficile à prédire. En effet, si nous nous
raccrochons à la discussion sur le signe des crossovers de la Section 2.2.2, il est
nécessaire que les niveaux 9′/2 et 11′/2 soient couplés pour que des atomes portés
au niveaux 11′/2 par le faisceau pompe passent au niveau 9′/2 et participent à la
plus grande absorption du faisceau sonde. Or, ce couplage ne peut a priori se faire
qu’à travers un processus collisionnel étant donné qu’il ne peut y avoir de transi-
tion entre ces deux niveaux vu que les règles de sélection interdisent les transitions
entre niveaux de même parité [3]. Néanmoins, nous pouvons dans un premier temps
interpréter ce signe négatif sans faire appel aux processus collisionnels. En effet,
il est important de rappeler que les deux situations susmentionnées ont lieu en
même temps, vu que les deux classes de vitesse (2.21) responsables de la résonance
crossover coexistent dans la cellule gazeuse et qu’il y a entre elles une inversion
des rôles entre les faisceaux sonde et pompe. Par conséquent, bien que les niveaux
11′/2 et 9′/2 ne soient pas couplés par émission spontanée, et que seul le cas où le
faisceau sonde agit sur la transition (1) donne lieu à une plus grande absorption,



58 Simulation des spectres du fer et du ruthénium à 372 nm

ce crossover est globalement de signe négatif.
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Figure 4.5 – Simulation par les formules de Bordé&Bordé du spectre d’absorption
saturée du fer à 372 nm. Les positions des pics sont données par la formule de
Casimir et les déplacements isotopiques. Les paramètres sont repris aux Tableaux
4.5 et 4.4 et l’élargissement des raies est de 17 MHz.

Pour pouvoir simuler le spectre expérimental complet, on peut ajouter au signal
de la structure hyperfine du 57Fe le signal provenant des autres isotopes, c’est-à-dire
du 54Fe, 56Fe et 58Fe. Le signal issu de ces isotopes sans structure hyperfine peut
s’écrire simplement

Sf =
∑
i

ar(i)L(δνMi,56, w), (4.4)

où la somme sur i se fait sur l’ensemble de ces isotopes. Chaque pic est par
conséquent centré sur le déplacement isotopique correspondant par rapport au
56Fe.

4.1.4 Spectre hyperfin du 57Fe par les EBO
À partir des EBO (3.47), nous avons également procédé à une simulation du

spectre du fer et comparé ci-dessous nos résultats à ceux obtenus à la section
précédente.

Le signal issu de la structure hyperfine du 57Fe est de nouveau donné par la
relation (4.2), à ceci près que les facteurs d’intensité ne sont plus donnés par les
formules de Bordé&Bordé mais par les EBO (voir Eq. (3.53))

Shf = ar(57Fe)
∑
l

I EBO
l,hf/co∑

k I EBO
k,hf

L(νres,l + δν57,56, w). (4.5)
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Le signal des isotopes sans structure hyperfine est quant à lui toujours donné par la
relation (4.4). Le spectre simulé est illustré à la Figure 4.6. Pour chaque résonance, 9
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Figure 4.6 – Simulation par les EBO du spectre d’absorption saturée du 57Fe
à 372 nm. Les paramètres spectroscopiques sont repris aux Tableaux 4.4 et 4.5 et
l’élargissement des raies est de 17 MHz. L’intensité des faisceaux sonde et pompe
est fixée à 8 mW/cm2 et 70 mW/cm2 respectivement et le temps d’intégration est
de 10 Γ−1 s.

équations de Bloch optiques sont générées, ce qui porte le nombre total d’équations
à résoudre à 6 × 9 = 54 pour les six pics observés. Le spectre de la Figure 4.6 a
été simulé avec les mêmes constantes de structures hyperfines et de déplacement
isotopique que celles mentionnées à la section précédente et tirées de la Réf. [43]. Les
intensités des faisceaux sonde et pompe incorporées dans la résolution numérique
des EBO sont de 8 mW/cm2 pour le faisceau sonde et 70 mW/cm2 pour le faisceau
pompe de façon à se rattacher aux conditions expérimentales (voir Figure 4.2).
Enfin, le temps d’intégration a été fixé à 10 Γ−1 s.

4.1.5 Analyse des résultats
La simulation du spectre hyperfin du 57Fe par les formules de Bordé&Bordé est

représentée à la Figure 4.5. Le zéro du spectre est centré sur le pic de saturation
du 56Fe. Le pic le plus à gauche correspond à l’isotope 54 tandis que le pic le plus
à droite correspond à l’isotope 58. Les deux pics les plus intenses correspondent
de gauche à droite aux transitions 7/2− 9′/2 et 9/2− 11′/2 du 57Fe. La transition
9/2− 9′/2 n’est pas visible étant donné sa trop faible intensité, ce qui est conforme
au spectre expérimental de la Figure 4.2. Ajouté à cela, deux des trois résonances
crossover sont reproduites. Il s’agit du crossover entre les transitions 7/2 − 9′/2
et 9/2 − 9′/2 (pic négatif de gauche) et de celui entre les transitions 9/2 − 11′/2
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et 9/2 − 9′/2 (pic positif de droite). Ce dernier est légèrement moins intense que
sur le spectre expérimental 4.2. Le troisième crossover n’est pas reproduit étant
donné que les formules de Bordé&Bordé ne s’appliquent pas au cas où les deux
transitions parentes ne partagent pas un niveau commun. Nous constatons que,

Résonance Expérience Bordé&Bordé EBO

(1) 1 1 1

(2) 0.94(27) 0.84 0.71

(3) / 0.00022 0.0018

(1)-(3) 0.095(27) 0.017 0.034

(1)-(2) −0.036(13) / −0.024

(2)-(3) −0.034(11) −0.019 −0.019

Table 4.7 – Rapports des intensités des résonances hyperfines du 57Fe par rapport
à la transition la plus intense 9/2− 11′/2 et comparaison avec les simulations par
les formules de Bordé&Bordé et les EBO. Les rapports expérimentaux sont obtenus
après l’ajustement de cinq spectres similaires au spectre 4.2 et en faisant la moyenne
pondérée des intensités issues de ces ajustements [52]. Compte tenu du fait que le
pic (3) est trop faible pour être observé, ce dernier n’a pas pu être ajusté.

contrairement aux formules de Bordé&Bordé, les EBO sont applicables aux réso-
nances crossover ne présentant pas de niveau commun et prédisent de plus le bon
signe (négatif) pour le troisième pic crossover. De plus, le signe de ce crossover
est reproduit sans l’introduction de couplage entre les niveaux 9′/2 et 11′/2 par
effet de collision, ce qui constitue un argument en faveur de l’interprétation de ce
signe faite à la Section 4.1.3. Les signes des deux autres résonances dans les confi-
gurations V et Λ sont également bien reproduits. L’intensité du pic de résonance
correspondant à la transition 9/2 − 9′/2 est de nouveau très faible comparée aux
autres, conformément au spectre 4.2. On peut observer que les intensités des deux
pics les plus intenses sont qualitativement bien reproduites. Les intensités relatives
des différentes composantes hyperfines sont données au Tableau 4.7. De manière
générale, les simulations ont tendance à prédire des intensités relatives plus faibles
par rapport à celles déduites expérimentalement. Cette observation semble être une
indication que les EBO pourraient être encore affinées en tenant compte d’autres
processus de relaxation, tels que les processus collisionnels, qui pourraient rendre
compte de cette différence.
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4.2 Application au cas du spectre hyperfin du
99Ru et 101Ru

Le spectre de saturation du ruthénium à 372.8 nm est ici étudié. Cette section
est divisée selon la même structure que dans le cas du fer. Les seules différences sont
l’ajout d’une description complète du dispositif expérimental (Section 4.2.2) et des
spectres enregistrés (Section 4.2.3) ainsi que l’évaluation des différents paramètres
spectroscopiques de cette transition (Section 4.2.4) encore inconnus de la littérature
et nécessaires pour la génération de simulation1.

Atome Transition λ0,air λ0,vide Γ Is
[nm] [nm] [107s−1] [µW/mm2]

Ru 4d75s 5F5 − 4d75p 5F o
5 372.803 372.906 8.20 329

Table 4.8 – Caractéristiques de la transition du ruthénium étudiée : Longueur
d’onde dans l’air (λ0,air), longueur d’onde dans le vide (λ0,vide), taux de probabilité
de transition (Γ), intensité de saturation (Is) [2].

4.2.1 Le ruthénium : carte d’identité
Le ruthénium est un métal de transition appartenant au groupe du platine.

Ce groupe rassemble le platine, l’osmium, l’iridium, le rhodium et le palladium.
Le ruthénium est doté du numéro atomique 44 et se situe dans la cinquième
période et le huitième groupe du tableau périodique, avec le fer et l’osmium. Le
ruthénium possède d’excellentes propriétés en tant que catalyseur chimique. Il
intervient également dans divers dispositifs électroniques (disques durs, contacts)
où il est souvent associé avec le platine, le titane ou l’iridium pour augmenter
leur résistance mécanique. Néanmoins, le ruthénium est un élément toxique et
cancérigène, surtout sous la forme de tétraoxyde dans laquelle il est très volatile.

La structure électronique du ruthénium est notée [Kr]4d75s et son état fon-
damental est noté 4d75s a 5F5. Le ruthénium possède sept isotopes stables : les
isotopes 96Ru, 98Ru, 99Ru, 100Ru, 101Ru, 102Ru, 104Ru, dont les caractéristiques sont
reprises aux Tableaux 4.9 et 4.10. Deux d’entre eux, le 99Ru et le 101Ru, possèdent
une structure hyperfine reliée au spin nucléaire de leur noyau tous deux représentés
par le nombre quantique I = 5/2. La structure hyperfine du 99Ru et 101Ru est
schématisée à la Figure 4.7 et les constantes de structure hyperfine et de couplage
quadrupolaire sont données au Tableau 4.11.

1On peut citer les travaux récents de Forest et al. [28] sur la spectroscopie du ruthénium dans
l’ultraviolet pour différentes longueurs d’onde comprises entre 298.9 et 359.6 nm.
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Masse Abondance Spin Moment Moment

Isotope atomique naturelle nucléaire magnétique quadrupolaire
nucléaire électrique

[uma] [45] [%] [46] I µI [µN ] [47] Q [barn][47]

96Ru 95.907598(8) 5.54(14) 0 / /

98Ru 97.905287(7) 1.87(3) 0 / /

99Ru 98.9059393(22) 12.76(14) 5/2 −0.641(5) +0.079(4)

100Ru 99.9042195(22) 12.60(7) 0 / /

101Ru 100.9055821(22) 17.06(2) 5/2 −0.719(6) +0.46(2)

102Ru 101.9043493(22) 31.55(14) 0 / /

104Ru 103.905433(3) 18.62(27) 0 / /

Table 4.9 – Table des isotopes stables du ruthénium avec leur masse atomique, leur
abondance naturelle ainsi que leur moment magnétique nucléaire et quadrupolaire
(1 uma = 1.660 538 73( 13)× 10−27 kg [48] et µN = 5.050 783 53( 11)× 10−27 JT−1

[49])

Isotope 〈r2〉1/2M [fm] δ 〈r2〉M,104 [fm2]

96Ru 4.3908(47) −1.069(3)

98Ru 4.4229(55) −0.772(5)

99Ru 4.4338(42) −0.680(4)

100Ru 4.4531(31) −0.506(3)

101Ru 4.4606(20) −0.444(5)

102Ru 4.4809(18) −0.263(4)

104Ru 4.5098(20) 0

Table 4.10 – 1recolonne : Racines carrées des carrés moyens des rayons de charge
nucléaire des isotopes stables du ruthénium, 〈r2〉1/2M . 2ecolonne : Différences des
carrés moyens des rayons de charge nucléaire entre les différents isotopes et l’isotope
104 [50].
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Figure 4.7 – Diagramme d’énergie de la structure hyperfine de la transition du
99Ru et du 101Ru à 372.8 nm. Les transitions hyperfines partageant le même niveau
supérieur sont représentées dans la même couleur pour plus de clarté.

Isotope 4d75s 5F5
A [MHz] B [MHz]

99Ru −204.55658(14) 27.2781(51)

101Ru −229.292224(18) 158.9266(68)

Table 4.11 – Valeurs des constantes de structure hyperfine A et de couplage qua-
drupolaire B de la structure hyperfine du niveau 4d75s a 5F5 du 99Ru et du 101Ru
[53].

La raie à 372.8 nm du ruthénium a lieu entre le niveau fondamental 4d75s a 5F5
et le niveau 4d75p z 5F o

5 , séparés par un intervalle énergétique de 26 816.23 cm−1 [2].
Pour les isotopes du ruthénium possédant une structure hyperfine, cette raie d’ab-
sorption fait intervenir 16 transitions hyperfines. Nous devons également recenser
le nombre de résonances crossover possibles en plus de ces 16 transitions :

• On dénombre 14 résonances crossover dans la configuration Λ. En effet, les
niveaux 5′/2 et 15′/2 constituent les niveaux supérieurs de 2 transitions cha-
cune (2 résonances possibles), tandis que les autres niveaux supérieurs sont
chacun impliqués dans 3 transitions (4×3 résonances possibles).

• Nous avons le même nombre de crossovers possibles dans la configuration V
que précédemment. Les niveaux 5/2 et 15/2 sont chacun impliqués dans deux
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transitions (2 résonances possibles), tandis que les autres niveaux inférieurs
le sont chacun dans 3 transitions (4×3 résonances possibles).

• Chaque transition peut être en résonance crossover avec toute autre transition
qui ne partage pas un niveau commun. Un simple comptage de ces crossovers
(en prenant soin d’éviter de prendre en compte deux fois la même transition)
permet de recenser 92 résonances crossover possibles.

Le nombre de crossovers susceptibles d’être observés pour chacun des deux isotopes
est alors de 2×14+92=120, ce qui rend le spectre hyperfin des isotopes 99 et 101
du ruthénium très complexe. Dans les spectres expérimentaux, cette complexité
est d’autant plus grande que les sept isotopes sont présents dans notre cellule
gazeuse. Les isotopes 99Ru et 101Ru sont donc responsables de 2× (120 + 16) = 272
pics de résonance auxquels s’ajoutent les 5 transitions issues des 5 autres isotopes
sans structure hyperfine, ce qui porte à 277 le nombre de pics d’absorption saturée
susceptibles d’être observés dans un spectre expérimental. Comme nous le verrons à
la Section 4.2.5, la plupart de ces résonances crossover sont trop faibles par rapport
aux autres transitions (notamment celles correspondant aux isotopes pairs) pour
être visibles.

4.2.2 Description du dispositif expérimental
Pour l’enregistrement de nouveaux spectres du ruthénium, nous avons utilisé le

même dispositif monté au laboratoire de Physique des Atomes Froids et Spectro-
scopie (IPNAS, ULg) dans le cadre du travail de fin d’études de Baumans [7]. Nous
en donnons ici une description sommaire en donnant les caractéristiques indispen-
sables des divers éléments du dispositif schématisé à la Figure 4.8. Les échantillons
de poudre de ruthénium utilisés ont été fournis par la société Goodfellow (taille
des grains de maximum de 450µm). Nous pouvons diviser le dispositif en sept
éléments : une diode laser, une cathode creuse Cu-Xe, un dispositif de vide, un
dispositif œil-de-chat, un dispositif de guidage optique, une cavité Fabry-Perot et
un amplificateur lock-in.

La diode laser La diode laser utilisée est un modèle DL 100 pro de la société
Toptica Photonics (Munich, Allemagne) montée en cavité étendue et produisant
un rayonnement dont la largeur de bande est d’environ 1 MHz. À la sortie de la
diode, la faisceau est polarisé linéairement et verticalement et possède une section
droite elliptique d’environ 3×1 mm. La manipulation de la diode se fait par un
module de contrôle permettant d’ajuster la température et le courant et donc la
fréquence de la radiation laser. Un réglage de la tension appliquée au réseau de la
cavité étendue est également possible afin d’ajuster la fréquence du balayage. Cette
tension peut être choisie de manière à effectuer un balayage en fréquence allant de
quelque MHz à plusieurs dizaines de GHz.

Le dispositif de guidage optique La radiation laser doit être divisée en une
composante pompe et une composante sonde qui doivent toutes deux être amenées
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Figure 4.8 – (a) Photographie du dispositif monté au laboratoire de Physique des
Atomes Froids et Spectroscopie (IPNAS, ULg)[7] (b) Schéma du dispositif − 1 :
diode laser. 2 : isolateur optique. 3 : lame séparatrice. 4 : lame demi-onde. 5 :
cube séparateur. 6 : résonateur Fabry-Perot. 7 : polariseur. 8 : tube à décharge. 9 :
anode. 10 : cathode en cuivre. 11 : générateur haute tension. 12 : AOM. 13 : iris.
14 : lame quart d’onde. 15 : photodiode. 16 : amplificateur lock-in. 17 : ordinateur.
Le fréquencemètre n’est pas inclus dans ces illustrations
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Figure 4.9 – Exemple de mesure effectuée au fréquencemètre sur une durée de
30 s. Dans cet exemple, la longueur d’onde du laser est légèrement supérieure à la
longueur d’onde de résonance. Le balayage en fréquence est inverse et asymétrique.

à la cathode creuse de façon à être contre-propageantes. Une fois émis par la diode,
le faisceau rencontre un isolateur optique (modèle IO-5-375-LP de Thorlabs, USA).
Cet élément permet de ne laisser passer le faisceau que dans un sens en se basant
sur l’effet Faraday, ce qui permet d’éviter tout retour du faisceau dans la diode qui
pourrait l’endommager. Après l’isolateur, le faisceau rencontre une lame séparatrice
(modèle BSF10-UV, Thorlabs), qui permet d’envoyer une partie du faisceau vers
une cavité Fabry-Perot et l’autre vers une lame demi-onde et un cube séparateur.
Ce dernier va générer le faisceau sonde à proprement parler, qui est envoyé vers
la cathode creuse, et le faisceau pompe qui est envoyé vers un dispositif « œil-
de-chat » avant d’avoir au préalable traversé un cube séparateur polarisant. À la
sortie de l’œil-de-chat, le faisceau pompe est envoyé vers la cathode creuse par deux
miroirs dans le sens contraire au faisceau sonde. L’intensité du faisceau sonde est,
au final, mesurée à l’aide d’une photodiode (modèle S2281-01, Hamamatsu) après
avoir traversé la cathode.

La fréquence du laser est vérifiée à l’aide d’un fréquencemètre WS-7 (société
HighFiness, Allemagne). Ce dispositif permet de mesurer directement la longueur
d’onde du faisceau en temps réel et avec une grande précision (10−5 nm). Pour
cela, lorsque le faisceau sonde est réceptionné par la photodiode, une partie de ce
dernier est réfléchi. Cette partie réfléchie est captée par une fibre optique reliée au
fréquencemètre. De cette manière, ce dernier peut mesurer la longueur d’onde du
laser en temps réel. Un exemple de mesure obtenue par cet appareil est illustré à
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la Figure 4.9. Le balayage en fréquence est alors indirect (La fréquence diminue au
cours du balayage) et asymétrique.

La cavité Fabry-Perot La cavité Fabry-Perot (modèle FPI 100-0355-3V0, Top-
tica Photonics) est dotée d’un intervalle spectral libre de 1 GHz (donné avec une
erreur de 1%). Lorsque la radiation émise par la diode est bien monomode, le Fabry-
Perot transmet une série de pics espacés de 1 GHz lors du balayage en fréquence
opéré par le module de contrôle de la diode. Une fois que cette information est su-
perposée aux spectres enregistrés, elle permet de calibrer les spectres en fréquence,
ce qui est indispensable pour déterminer les différents intervalles entre chaque pic
du spectre et identifier les transitions auxquelles ils correspondent.

Le dispositif « œil-de-chat » Le rôle du dispositif œil-de-chat est de couper le
faisceau pompe à intervalle régulier et cela à une fréquence extrêmement régulée.
Son principe de fonctionnement est le suivant. Après avoir été réfléchi par le second
cube séparateur, le faisceau pompe passe à travers un modulateur acousto-optique
(AOM). Comme son nom l’indique, ce modulateur se base sur l’effet acousto-
optique pour moduler l’intensité du faisceau pompe. Cet élément contient un verre
déposé sur un cristal piezo-électrique. Une tension alternative définie par un géné-
rateur fait vibrer le piézo-électrique et par conséquent le verre dans lequel une onde
ultrasonore se propage, ce qui provoque un changement de son indice de réfraction.
Le faisceau traversant l’AOM est alors diffracté par diffraction de Bragg. Lorsque
la fréquence de la modulation est maximale, l’ordre 1 de diffraction est celui ayant
la plus grande intensité. Cette intensité est nulle lorsque la fréquence de la modu-
lation est nulle également (ce qui correspond au cas où l’AOM n’est pas alimenté).
Cet ordre est sélectionné par un iris au premier passage dans l’AOM. Le faisceau
résultant traverse ensuite une lentille sphérique puis une lame quart d’onde avant
d’être réfléchi par un miroir UV. Le faisceau traverse de nouveau l’AOM ainsi que
le second cube séparateur. De nouveau, l’ordre 1 de diffraction est sélectionné en
plaçant un deuxième iris après le cube séparateur. Le faisceau pompe final, polarisé
perpendiculairement au faisceau sonde grâce au double passage dans la lame quart
d’onde, est alors envoyé dans la cathode creuse tout en étant modulé en intensité
à la fréquence de modulation de l’AOM.

La cathode creuse La cathode creuse en cuivre est l’élément central du dispo-
sitif. C’est dans celle-ci qu’est généré le gaz de ruthénium à partir des poudres.
Dans la cathode circule un flux de xénon ionisé par un fort champ électrique créé
par une alimentation à haute tension (modèle FR1 300, Glassman, USA) entre
deux anodes situées de part et d’autre de la cathode. Les ions sont alors fortement
accélérés dans la cathode et vont entrer en collision avec les atomes de ruthénium
déposés au creux de celle-ci. Ces atomes sont alors éjectés et vont former le gaz
de ruthénium. Ce processus constitue le principe du phénomène dit de sputtering.
Notons que les atomes de ruthénium éjectés après collision se trouvent dans diffé-
rents états excités (de même pour les atomes de xénon ionisés) et que ceux-ci se
désexcitent par émission spontanée en émettant en partie dans l’ultraviolet.
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Le dispositif de vide Pour que le phénomène de sputtering puisse avoir lieu, il
est nécessaire d’effectuer le vide dans la cathode creuse. Celui-ci est assuré par une
pompe turbomoléculaire (TMH 071P, Pfeiffer, Allemagne) qui permet de maintenir
une pression de 0.7 mbar dans la cathode. Enfin, notons que ce système de pompage
est couplé à un système d’évacuation qui permet de récolter le gaz résiduel de
la cathode contenant du ruthénium (qui pour rappel est un élément toxique et
corrosif) et de l’évacuer à l’extérieur du laboratoire.

L’amplificateur lock-in L’amplificateur lock-in (modèle SR 830, Standford Re-
search System, USA) va permettre d’extraire le Lamb dip du profil Doppler (voir
Figure 2.6). Nous ne décrirons pas ici le fonctionnement d’un amplificateur lock-
in (voir la Réf [7]). Dans notre cas, la fréquence de référence est donnée par la
fréquence du modulateur acousto-optique et qui correspond donc à la fréquence à
laquelle apparaissent les Lamb dip dans le profil Doppler. L’amplificateur lock-in va
extraire la composante du signal relative au Lamb dip et l’amplifier. Cette extrac-
tion se fait au moyen d’un filtre passe-bas caractérisé par une certaine fréquence
de coupure. Cette dernière est reliée à une constante de temps qui constitue un
paramètre important de l’amplificateur. Cette constante de temps doit être ajustée
de manière à ce que le signal issu des Lamb dip soit extrait le mieux possible en
atténuant le bruit au maximum. De plus, il faut tenir compte de la fréquence de
balayage du laser, qui doit être inférieure à la fréquence de coupure pour ne pas
être atténuée par le lock-in. Ceci s’exprime par la condition [7]

τ <
1

2πνbal
, (4.6)

où τ est la constante de temps et νbal est la fréquence de balayage. Il est donc
nécessaire de trouver un compromis pour la constante de temps, qui doit être la
plus grande possible pour atténuer et éliminer un maximum de bruit mais pas trop
grande pour ne pas perdre le signal utile.

4.2.3 Spectres expérimentaux
L’enregistrement de spectres du ruthénium à 372.8 nm a été initié par Baumans

[7] dans le cadre de son travail de fin d’études. Un de ses spectres est représenté à la
Figure 4.10. Ces spectres font apparaître une zone centrale de forte intensité et de
pauvre résolution dont nous pensons qu’elle pourrait provenir de ce que l’obturation
du faisceau pompe n’était pas totale et que le mécanisme d’extraction lock-in des
pics de saturation n’aurait pas fonctionné de manière optimale. D’autres spectres
ont été par la suite enregistrés au cours de l’année précédant notre travail par De
Jesus Teixeira [44] dans le cadre d’un travail de stage. Ces nouveaux spectres, dont
un exemple est illustré à la Figure 4.11, montrent des Lamb dips dont les rapports
d’intensité sont significativement différents par rapport aux spectres de Baumans.
Pour tenter de comprendre l’origine de cette différence qui restait inexpliquée, nous
avons procédé à l’enregistrement de nouveaux spectres dans le cadre de ce travail.
Deux de ces nouveaux spectres sont repris à la Figure 4.12. Ceux-ci ont permis de
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mettre au jour plusieurs observations.
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Figure 4.10 – Exemple de spectre de saturation du ruthénium à 372.8 nm enregistré
par Baumans [7]. La correspondance pour la numérotation des pics est donnée à
la Figure 4.11. Puissance du faisceau sonde et pompe : ∼0.7 mW et ∼0.93 mW,
respectivement. Fréquence de modulation du faisceau pompe : 10 kHz. Constante de
temps du lock-in : 10 ms. Sensibilité : 50µV. Courant dans la cathode : 150 mA
pour une tension de 670 V. Pression dans la cathode : 0.7 mbar. Élargissement des
raies : ∼75 MHz.

Les spectres 4.11 et 4.12 sont relativement similaires et présentent le même
nombre de Lamb dips. Quelques différences au niveau de l’intensité relative
de certains pics peuvent être décelées. Ces différences peuvent être associées
aux différentes intensités des lasers utilisés pour enregistrer ces spectres. Une
importante observation peut être faite en analysant les spectres 4.12 : l’intensité
des pics n’est pas constante au cours du temps. En effet, le premier spectre de la
Figure 4.12a a été enregistré seulement quelques secondes après l’allumage de la
décharge dans la cathode creuse tandis que le second (Figure 4.12b) fut enregistré
après plusieurs minutes. On observe que la hauteur des pics centraux décroît après
allumage de la décharge dans la cathode. Cette caractéristique est d’autant plus
étrange qu’elle n’est pas partagée par tous les Lamb dips. Si on observe l’évolution
au cours du temps de la hauteur des pics périphériques, nous constatons que
celle-ci augmente pour ces derniers. Nous pouvons néanmoins constater que le
spectre 4.12a se rapproche de par son aspect général du spectre 4.10 et que le
spectre 4.12b quant à lui est plutôt similaire à 4.11. Le caractère non-constant
de l’intensité des pics semble donc être le lien entre les spectres de Baumans et
les spectres 4.11. L’observation d’un tel comportement étrange des pics reste à ce
jour inexpliqué. Des études complémentaires seront nécessaires pour déterminer
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l’origine de ce phénomène prenant place dans la cathode creuse.
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Figure 4.11 – Exemple de spectre expérimental enregistré pour la raie du ruthé-
nium par De Jesus Teixeira [44]. C’est sur base de huit spectres similaires que
les écarts fréquentiels entre les différents pics furent mesurés (voir Tableau 4.12).
On remarque la différence significative entre ce spectre et celui de la Figure 4.10.
Puissance des faisceaux sonde et pompe : ∼0.43 mW et ∼0.66 mW, respectivement.
Fréquence d’obturation : 10 kHz. Constante de temps du lock-in : 10 ms. Sensibi-
lité : 50µV. Courant dans la cathode : 150 mA pour une tension de 700 V. Pression
dans la cathode creuse : 0.7 mbar. Élargissement des raies : ∼65 MHz

Nous avons analysé huit spectres similaires à celui de la Figure 4.11. Sur base
de cette analyse, nous avons déterminé les écarts fréquentiels entre tous les pics
numérotés de la Figure 4.11. Ces écarts sont donnés au Tableau 4.12. Les positions
des pics et leur incertitude respective ont été obtenues après avoir calculé la
moyenne pondérée des écarts fréquentiels ainsi que l’incertitude sur cette moyenne
à partir des huit spectres ajustés en tenant compte de l’incertitude expérimentale,
donnée par la calibration des spectres par les pics du résonateur Fabry-Perot. Nous
avons déterminé ces écarts fréquentiels par rapport à la position du pic de l’iso-
tope 104 afin de se rattacher à l’article d’Angeli&Marinova [50] (voir Tableau 4.10).

Dans les huit spectres analysés, la largeur à mi-hauteur des pics a été estimée à
65 MHz. Sachant que les spectres ont été enregistrés pour une puissance du faisceau
pompe et sonde de maximum 0.66 et 0.43 mW respectivement et que la section des
faisceaux laser était d’environ 2 mm2, l’intensité cumulée des faisceaux laser était de
l’ordre de 0.54 mW/mm2, soit environ 1.6 fois l’intensité de saturation (voir Tableau
4.8). Le produit de l’élargissement naturel et de puissance Γ

√
1 + s/2π valait par
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conséquent environ 21 MHz. On peut en déduire que l’élargissement collisionnel
devait valoir approximativement 44 MHz.

Lamb dip δνL [MHz] Lamb dip δνL [MHz] Lamb dip δνL [MHz]

1 3468.9(5.9) 19 1396.7(2.7) 37 −593.1(2.1)
2 3309.3(6.2) 20 1327.5(2.8) 38 −620.9(1.5)
3 3241.6(5.8) 21 1164.6(12) 39 −697.9(2.8)
4 3050.9(5.3) 22 1129.76(73) 40 −711.6(2.2)
5 3013.6(5.3) 23 993.4(1.9) 41 −834.9(2.6)
6 2925.3(6.3) 24 891.0(1.3) 42 −972.8(3.3)
7 2791.6(4.6) 25 801.3(1.5) 43 −1078.6(3.5)
8 2698.6(4.6) 26 614.9(1.4) 44 −1112.4(4.5)
9 2478.0(4.1) 27 463.8(1.3) 45 −1179.8(5.8)
10 2330.4(3.9) 28 396.4(1.2) 46 −1225.0(3.4)
11 2227.7(3.8) 29 322.5(2.2) 47 −1280.7(3.6)
12 2131.7(3.9) 30 0.0(0) 48 −1393.9(3.8)
13 2082.4(7.2) 31 −164.16(87) 49 −1503.6(4.0)
14 1934.1(3.6) 32 −306.80(72) 50 −1701.9(4.1)
15 1865.6(3.3) 33 −350.2(1.5) 51 −1812.5(4.0)
16 1712.2(2.7) 34 −463.0(2.5) 52 −1922.3(4.2)
17 1650.6(3.4) 35 −485.3(2.0)
18 1465.6(2.9) 36 −549.3(2.0)

Table 4.12 – Mesures des écarts fréquentiels entre les Lamb dips apparaissant dans
le spectre du ruthénium à 372.8 nm. Écarts mesurés par rapport au pic de l’isotope
104 (numéroté 30) à partir de l’ajustement de huit spectres similaires à celui de
la Figure 4.11. Les barres d’erreurs représentent la déviation standard sur base de
l’échantillon des huit spectres.

4.2.4 Diagramme de King et constantes de structure hy-
perfine

Grâce aux spectres expérimentaux, nous procédons ici à la détermination des
coefficients de déplacement isotopique kSMS, F ainsi que les constantes de structure
hyperfine A′ et de couplage quadrupolaire B′ pour la raie d’absorption étudiée après
qu’une identification de quelques Lamb dips soit proposée.

Identification des pics

Pour procéder à l’identification des pics, nous basons notre raisonnement en
considérant que l’intensité des pics associés aux différents isotopes doit refléter
l’abondance relative de ces derniers. Ce critère est difficile à appliquer à nos
spectres étant donné la discussion de la Section 4.2.3. Néanmoins, si nous nous
attardons sur le spectre 4.12a, nous pouvons observer quatre pics qui pourraient
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(a) Spectre enregistré juste après l’allumage de la décharge dans la cathode.
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(b) Spectre enregistré plusieurs minutes après l’allumage de la décharge
dans la cathode.

Figure 4.12 – Exemples de spectres expérimentaux du ruthénium à 372.8 nm enregis-
trés dans le cadre de ce travail. On peut observer la présence d’une seconde composante
de faible amplitude dans le faisceau laser apparaissant en fin de balayage. Puissance des
faisceaux sonde et pompe : ∼100µW et ∼300µW, respectivement. Fréquence d’obtura-
tion : 10 kHz. Constante de temps de l’amplificateur lock-in : 300µs. Sensibilité : 10 mV.
Courant dans la cathode creuse : 140 mA pour un tension de 689 V. Pression dans la
cathode creuse : 0.7 mbar. (a) Spectre enregistré quelques secondes après l’allumage de
la cathode. Les pics centraux sont alors de forte intensité. (b) Après quelques minutes,
les pics centraux diminuent en intensité jusqu’à disparaître. Les pics périphériques sont
quant à eux toujours présents et ont gagné en intensité.
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(au moins partiellement) satisfaire ce critère. En effet, le pic le plus central numé-
roté 27 semble être le plus intense à l’allumage de la cathode. Comme l’isotope
102 du ruthénium est le plus abondant (voir Tableau 4.9), nous supposons que
ce pic est associé à cet isotope. À partir de ce pic, nous proposons que le second
pic le plus intense, numéroté 30, et situé juste à gauche du pic du 102Ru sur la
Figure 4.12a, soit associé à l’isotope 104 et que celui numéroté 24 corresponde à
l’isotope 100, conformément à leur abondance relative respective. Nous suggérons
également que le pic du 96Ru est associé au pic 15, celui apparaissant comme le
troisième en intensité et est situé à droite du pic 24 sur le spectre 4.12a. Bien
que cette proposition soit en apparente contradiction avec le critère énoncé plus
haut, nous pouvons supposer que ce pic est devenu plus intense que celui de
l’isotope 100 durant le court intervalle de temps entre l’allumage de la décharge et
l’enregistrement du spectre (quelques secondes) au cours duquel les pics centraux
ont perdu de leur intensité.

Concernant l’identification de pics associés à des transitions hyperfines, nous
proposons que les deux pics 51 et 52 situés aux plus basses fréquences sont respec-
tivement associés aux transitions 5/2− 5′/2 et 5/2− 7′/2 de l’isotope 101, car au
sein de leur structure hyperfine, ces transitions ont toujours lieu aux plus basses
fréquences selon la formule de Casimir (1.27). De plus, à la vue de notre identifi-
cation des pics associés aux isotopes sans structure hyperfine, on observe que les
raies associées aux isotopes les plus lourds semblent correspondre à des transitions
de fréquence plus faible que celles des isotopes légers. De là, nous déduisons que
ces pics associés à l’isotope 101 doivent se situer à l’extrémité du spectre. Nous
proposons finalement que la transition 15/2 − 15′/2 du 101 est associée au pic 7
situé dans la partie haute fréquence du spectre, étant donné que cette transition a
lieu à haute fréquence au sein de la structure hyperfine. Ce pic doit cependant se
trouver à une fréquence plus basse que le même pic associé à l’isotope 99, qui doit
par conséquent correspondre au pic 5.

Diagramme de King du ruthénium à 372.8 nm

Sur base des identifications proposées précédemment, les déplacements isoto-
piques δν96,104, δν100,104 et δν102,104 s’établissent comme indiqué au Tableau 4.13.
Ces déplacements isotopiques nous permettent de tracer un diagramme de King
relatif à la raie d’absorption que nous étudions. Ce diagramme est illustré à la
Figure 4.13. De ce diagramme, nous pouvons extraire le kSMS et le coefficient de
volume F de cette raie. Les valeurs de ces paramètres sont données au Tableau
4.14. Nous pouvons noter que l’incertitude sur le kSMS et le coefficient F provient
essentiellement de l’incertitude sur les carrés moyens des rayons de charge nucléaire
et du fait que seuls trois points ont pu être déterminés pour tracer ce diagramme.
Une méthode pour obtenir davantage de points serait de déterminer les centroïdes
des isotopes 98, 99 et 101. Ceci nécessite l’identification de plus de pics et rend par
conséquent cruciale l’obtention de spectres d’encore meilleure qualité où la problé-
matique de la dépendance dans le temps de l’intensité des pics est résolue ou tout
du moins comprise.
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Paires d’isotopes Déplacement isotopique µM,M ′δ 〈r2〉M,M ′ µM,M ′δν
RIS
M,M ′

[M ,M ′] δνM,M ′ [MHz] [fm2 uma] [GHz uma]

[96,104] −1865.6(3.3) 1331.9(3.7) −2765.7(4.1)

[100,104] −891.0(1.3) 1312.7(7.8) −2752.7(3.4)

[102,104] −463.8(1.3) 1392(21) −2895.3(6.9)

Table 4.13 – Tableau des déplacements isotopiques de la transition du ruthénium
entre les paires d’isotopes [96-104], [100-96], [102-104].
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Figure 4.13 – Diagramme de King de la transition 4d75s a 5F5 − 4d75p z 5F o
5

du ruthénium déterminé à partir des déplacements isotopiques entre les isotopes
[96-104], [100-104], [102-104] donnés au Tableau 4.13.

4d75s a 5F5 − 4d75p z 5F o
5

kSMS [GHz uma] F [GHz fm−2]

Ru −326(675) −1.83(0.51)

Table 4.14 – Valeurs des paramètres de déplacement isotopique kSMS et F du
ruthénium pour la transition 4d75s 5F5 − 4d75p 5F o

5 à 372.8 nm.
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Constante de structure hyperfine et de couplage quadrupolaire

Nous pouvons à présent tenter d’estimer les constantes de structure hyperfine
et de couplage quadrupolaire du niveau supérieur de la transition 4d75s a 5F5 −
4d75p z 5F o

5 pour les isotopes 99 et 101. Pour cela, il nous suffit de mesurer l’écart
entre la transition 15/2− 15′/2 et 5/2− 5′/2 de l’isotope 101 ainsi que celui entre
la transition 15/2 − 15′/2 et 5/2 − 7′/2. En effet, grâce aux relations (1.30), il
nous suffit de calculer les constantes A′ et B′ d’un seul des deux isotopes pour
directement connaître les mêmes constantes associées à l’autre. Pour calculer les
constantes A′101 et B′101, il nous faut revenir à la formule de Casimir (1.27). Si on
note δ1 = ν 15

2 ,
15
2
− ν 5

2 ,
5
2
,

δ2 = ν 15
2 ,

15
2
− ν 5

2 ,
7
2
,

(4.7)

nous sommes en face d’un système de deux équations algébriques que nous pouvons
résoudre pour A′101 et B′101. L’exécution de ce calcul permet de trouverA′101 = A101

13
12 −B101

13
1800 + δ1

6
385 + δ2

1
42 ,

B′101 = A101
25
2 −B101

1
12 + 5

77(−48δ1 + 55δ2).
(4.8)

Sur base des huit mêmes spectres qui ont permis de mesurer les déplacements
isotopiques, nous avons déterminé les écarts δ1 et δ2. Ces résultats sont reportés au
Tableau 4.15. Grâce à ces écarts aux relations (4.8), les constantes A′101 et B′101 ont
pu être calculées. Les valeurs obtenues sont données au Tableau 4.16.Au moyen des
relations (1.30) et des constantes du Tableau 4.16, les constantes A′99 et B′99 ont
également pu être calculées et sont reprises au Tableau 4.17.

Isotope δ1 [MHz] δ2 [MHz]

101Ru 4604.1(4.6) 4713.9(4.6)

Table 4.15 – Décalage fréquentiel entre le pic de résonance de la transition 15/2−
15′/2 du 101Ru et les pics associés aux transitions 5/2− 5′/2 et 5/2− 7′/2.

Isotope 4d75p z 5F o
5

A′ [MHz] B′ [MHz]

101Ru −65.6(4.6) −394.5(4.6)

Table 4.16 – Constante de structure hyperfine et constante de couplage quadrupo-
laire du niveau 4d75p z 5F o

5 pour le 101Ru déterminées à partir des spectres expéri-
mentaux.
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Isotope 4d75p z 5F o
5

A′ [MHz] B′ [MHz]

99Ru -58.4(1.1) -67.7(3.3)

Table 4.17 – Constante de structure hyperfine et constante de couplage quadrupo-
laire du niveau 4d75p z 5F o

5 pour le 99Ru extrapolées à partir de celles du 101Ru via
les relations (1.30).

Les différents paramètres de structures hyperfines et de déplacements isoto-
piques étant à présent déterminés, les simulations du spectre du ruthénium à
372.8 nm peuvent être générées.

4.2.5 Simulations
Dans cette section, nous appliquons les formules de Bordé&Bordé et les équa-

tions de Bloch optiques pour simuler à la fois le spectre hyperfin du 99Ru et du
101Ru ainsi que le spectre d’absorption saturée total de cet atome à 372.8 nm.
De la même façon que pour le 57Fe, nous pouvons également construire les dia-
grammes des groupes de vitesse (voir Figure 4.3) pour les deux isotopes impairs
du ruthénium. Ces diagrammes sont représentés à la Figure 4.14. En observant ces
diagrammes, nous pouvons bien dénombrer 16 transitions hyperfines ainsi que 120
résonances crossover possibles, ce qui est bien conforme au calcul de la Section 4.2.
Nous pouvons également observer qu’un certain nombre de crossovers se situent
à des positions très proches l’une de l’autre, voire se superposent complètement.
Ceci constitue la marque de la complexité de ces spectres, d’autant plus que dans
les spectres expérimentaux, les crossovers de l’isotope 99 se superposent avec ceux
de l’isotope 101, ce qui accroît la complexité du spectre d’absorption total. Cette
complexité est bien visible dans les spectres expérimentaux vu le nombre de pics
(environ 40) de faible intensité qu’il est possible d’observer. On peut également ob-
server que certains crossovers sont associés à des groupes de vitesse élevée (proche
de 1000 m/s). Nous pouvons dès lors déduire que ces crossovers ont d’office une
faible intensité étant donné que vu la distribution de Maxwell-Boltzmann (2.4),
peu d’atomes sont dotés d’une telle vitesse. En effet, dans le cas de l’isotope 99 et
pour une température de 800K, la vitesse moyenne v̄MB = 2

√
2/π σMB vaut environ

414 m/s et la vitesse la plus probable vmpMB =
√

2σMB ≈ 367m/s. Ces vitesses sont
fort similaires dans le cas de l’isotope 101. Les distributions de Maxwell-Boltzmann
pour la composante vz (donnée par la relation (2.4)) et pour le module v de la vi-
tesse donnée par la relation en coordonnées sphériques

FMB(v) = 4π
(
√

2π σMB)3
v2 exp

(
− v2

2σ2
MB

)
, (4.9)

sont illustrées à la Figure 4.15.
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(a) Diagramme des groupes de vitesse pour le 99Ru
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(b) Diagramme des groupes de vitesse pour le 101Ru

Figure 4.14 – Diagrammes des groupes de vitesse pour le 99Ru et 101Ru tenant
compte des déplacements isotopiques. On peut compter 120 intersections entre les
différentes droites pour chaque diagramme, ce qui traduit la présence de 120 réso-
nances crossover associées à chaque isotope. Seules les intersections correspondant
à un groupe vitesse négatif sont mises en évidence par un point bleu pour plus de
clarté.
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Figure 4.15 – Distributions de Maxwell-Boltzmann pour l’isotope 99 (courbe bleue)
et 101 (courbe orange) du ruthénium à la température T = 800 K. Les deux courbes
sont fortement confondues.

Simulations via les formules de Bordé&Bordé

Les mêmes relations (4.2) et (4.4) utilisées dans le cas du fer sont appliquées au
cas du ruthénium. Ces relations sont rappelées ci-dessous en adaptant les notations
au ruthénium :

Shf =
∑

i=99,101
ar(iRu)

∑
l

I BB
l,hf/co∑
k I BB

k,hf

L(νres,l + δνMi,104, w), (4.10)

Sf =
∑
i

ar(i)L(δνMi,104, w). (4.11)

Les simulations des signaux issus des structures hyperfines des isotopes 99 et 101
ainsi que le spectre d’absorption total sont illustrés aux Figures 4.16 et 4.18. Ces
simulations sont centrées sur le pic de l’isotope 104. Les signes des résonances
crossover sont donnés selon la discussion de la Section 2.2 : les crossovers en confi-
guration Λ sont associés à un signe négatif, ceux en configuration V à un signe
positif. Pour rappel, ceux ne partageant pas un niveau commun ne sont pas pris
en compte par Bordé&Bordé.

Simulations via les EBO

Pour simuler les spectres du ruthénium, les relations (4.4) et (4.5) sont réuti-
lisées en changeant les notations nécessaires comme précédemment. Les spectres
simulés sont représentés aux Figures 4.17 et 4.19. Pour ces simulations, le temps
d’intégration est fixé à 10 Γ−1 s et les intensités des faisceaux sonde et pompe sont
respectivement d’environ 8 mW/cm2 et 70 mW/cm2. Dans le cas du ruthénium,
43 EBO sont nécessaires pour chaque résonance. Par conséquent, le nombre total
d’équations est donc de 43× (16 + 120) = 5848.
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Figure 4.16 – Simulations par les formules de Bordé&Bordé du spectre d’absorp-
tion saturée du 99Ru et du 101Ru à 372.8 nm. Simulations générées à partir des
constantes données aux Tableaux 4.14, 4.16 et 4.17. Élargissement des raies de
65 MHz. Seuls les pics les plus visibles ont été annotés. Pour les crossovers, les
transitions sont indiquées sans les facteurs « 1/2 » pour plus de clarté.

4.2.6 Analyse des résultats
Une première remarque sur l’aspect global des deux spectres 4.18 et 4.19

peut être faite en les comparant aux spectres expérimentaux. Les simulations
ne semblent pas reproduire les intensités relatives des pics périphériques ob-
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Figure 4.17 – Simulations par les équations de Bloch optiques du spectre d’ab-
sorption saturée du 99Ru et du 101Ru à 372.8 nm. Simulations générées à partir des
constantes données aux Tableaux 4.14, 4.16 et 4.17 pour un temps d’intégration
de 10 Γ−1 s et pour une intensité des faisceaux sonde et pompe de 8 mW/cm2 et
70 mW/cm2 respectivement. Élargissement des raies de 65 MHz. Seuls les pics les
plus visibles ont été annotés. Pour les crossovers, les transitions sont indiquées sans
les facteurs « 1/2 » pour plus de clarté.

servés dans ces derniers. Cependant, nous savons que ces spectres présentent
des comportements qui restent à l’heure actuelle inexpliqués concernant préci-
sément ces pics périphériques dont les intensités relatives augmentent avec le
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Figure 4.18 – Simulation par les formules de Bordé&Bordé du spectre d’absorption
saturée total du ruthénium à 372.8 nm. Simulation générée à partir des constantes
données aux Tableaux 4.14, 4.16 et 4.17. Élargissement des raies de 65 MHz. Seuls
les pics les plus visibles ont été annotés. Pour les crossovers, les transitions sont
indiquées sans les facteurs « 1/2 » pour plus de clarté.

temps de fonctionnement de la cathode creuse. Cette observation peut laisser
penser que ces pics proviennent de raies d’éléments autres que le ruthénium.
Cette hypothèse nécessitera des investigations expérimentales complémentaires
pour être confirmée car la littérature scientifique ne fait à notre connaissance au-
cune mention de telles raies qui se superposeraient à celle à 372.8 nm du ruthénium.

Concernant les caractéristiques des simulations propres aux modèles utilisés,
nous retrouvons les mêmes observations que dans le cas du fer. Nous savons
que dans le cas du ruthénium, la majeure partie des résonances crossover font
intervenir des transitions ne partageant pas de niveau commun. Les formules
de Bordé&Bordé négligent par conséquent ce type de résonance, et les spectres
simulés à l’aide de ces formules sont incomplets. Les crossovers les plus positifs
correspondent bien à des transition en configuration Λ et les plus négatifs à des
transitions en configuration V. Du point de vue des équations de Bloch optiques,
on note la présence d’un plus grand nombre de crossovers négatifs par rapport
aux formules de Bordé&Bordé. Ces crossovers sont associés à des transitions sans
niveau commun. Les EBO prédisent donc un signe négatif pour ces crossovers sans
faire appel à d’autres processus de relaxation. Pour les autres types de résonances
crossover, ceux-ci se retrouvent généralement dans les deux modèles, bien souvent
avec des intensités différentes. On remarque également que les spectres hyperfins
4.16 et 4.17 sont fortement semblables. Les formules de Bordé&Bordé semblent
cependant montrer que le pic de la transition 5/2-5’/2 est plus intense que le pic
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Figure 4.19 – Simulation par les équations de Bloch optiques du spectre d’ab-
sorption saturée total du ruthénium à 372.8 nm. Simulation générée à partir des
constantes données aux Tableaux 4.14, 4.16 et 4.17 pour un temps d’intégration de
10 Γ−1 s et pour une intensité des faisceaux sonde et pompe d’environ 8 mW/cm2

et 70 mW/cm2 respectivement. Élargissement des raies de 65 MHz. Seuls les pics
les plus visibles ont été annotés. Pour les crossovers, les transitions sont indiquées
sans les facteurs « 1/2 » pour plus de clarté.

de la transition 7/2-7’/2, ce qui n’est pas le cas dans les spectres hyperfins simulés
par les EBO.

Pour les simulations des spectres totaux représentées au Figures 4.18 et 4.19,
ceux-ci présentent globalement les mêmes caractéristiques. Les Lamb dips associés
aux transitions 15/2− 15′/2 des deux isotopes impairs sont bien reproduits par les
deux méthodes dans la partie haute fréquence du spectre. Les pics des transitions
5/2−5′/2 et 5/2−7′/2 sont cependant fortement séparés par rapport aux spectres
expérimentaux. On peut observer sur ces spectres que l’intensité des résonances
hyperfines (vraies transitions et crossovers) est petite face aux autres pics. On re-
marque également que le pic associé à l’isotope 98 est visible. Enfin, ces simulations
indiquent que la contribution des résonances crossover au spectre global est relati-
vement faible comparée à la contribution des transitions parentes, bien que comme
nous l’avons susmentionné, l’hypothèse que des pics associés à un autre élément
que le ruthénium apparaissent dans les spectres expérimentaux n’est pas exclue.
De futures études expérimentales seront requises pour lever les diverses incertitudes
qui ressortent de nos analyses. Il serait utile de travailler avec un autre modèle de
cathode creuse et de ne plus utiliser de la poudre de ruthénium, mais directement
un échantillon solide placé aux extrémités de la cathode creuse de cuivre. Un tel
échantillon n’est toutefois pas aisé à obtenir vu la toxicité du ruthénium.



Conclusion

Dans ce travail, nous nous sommes intéressé à la problématique des résonances
crossover et plus particulièrement à leur influence sur les spectres de satura-

tion de deux raies de résonance : la transition Fe I 3d64s2 a 5D4 − 3d64s4p z 5F o
5

à 372 nm et la transition Ru I 4d75s a 5F5 − 4d75p z 5F o
5 à 372.8 nm. Dans ce

but, nous avons entamé ce travail en rappelant les notions de structure hyperfine
et de déplacement isotopique au Chapitre 1. Les paramètres spectroscopiques
caractérisant ces notions ont été décrits. Par après, la technique de spectroscopie
de saturation a été détaillée au Chapitre 2. Par l’utilisation de deux faisceaux laser
contre-propageants et de même fréquence, cette technique permet de sonder les
niveaux d’énergie des atomes en libérant les raies d’absorption de tout élargisse-
ment Doppler. Dans ces spectres peuvent apparaître des résonances particulières :
les résonances crossover. Celles-ci ont lieu lorsque, au moyen de l’effet Doppler,
les deux faisceaux laser interagissent sur des transitions atomiques différentes.
Ceci génère alors des pics de résonance supplémentaires dans les spectres de
saturation, ce qui dans certaines circonstances peut grandement complexifier
l’interprétation de ces spectres. Les caractéristiques et propriétés de ces résonances
ont été synthétisées au Chapitre 2. Modéliser rigoureusement l’intensité relative
des résonances crossover est une tâche complexe étant donné le nombre important
de phénomènes pouvant influencer ces résonances. Pour l’heure, aucun modèle
général n’existe pour rendre compte de l’intensité de ces résonances.

C’est dans ce cadre qu’au cours de ce mémoire, deux modèles furent employés
afin de reproduire ce type de spectre incluant des résonances crossover. Dans le
premier modèle, les travaux de Bordé&Bordé [1] furent appliqués aux atomes qui
nous concernent. Le modèle de Bordé&Bordé possède en effet l’avantage de fournir
des formules directement applicables pour les intensités des composantes hyper-
fines prenant place dans les spectres d’absorption saturée. Ces formules négligent
cependant les résonances crossover impliquant des transitions ne partageant pas
un niveau commun et les signes des autres types de crossovers doivent être ajoutés
phénoménologiquement. Le second modèle a consisté à généraliser les équations de
Bloch optiques pour un système à deux niveaux, à un système atomique présentant
un nombre arbitraire de niveaux. Ces équations généralisées ont été établies en ne
tenant compte que des processus d’émission spontanée issus de chaque niveau et
en négligeant tout transfert de population engendré par les processus collisionnels.
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Grâce à ces deux approches, les spectres de saturation de la transition
3d64s2 a 5D4 − 3d64s4p z 5F o

5 du fer à 371.993 45 nm et de la transition
4d75s a 5F5 − 4d75p z 5F o

5 du ruthénium à 372.803 nm ont pu être simulés. La
première transition met en jeu trois transitions hyperfines et trois résonances
crossover pour l’isotope 57Fe, ce qui rend le spectre de saturation relativement
simple. Les deux modèles cités plus haut reproduisent le spectre associé à cette
transition de manière qualitativement satisfaisante. Les composantes hyperfines
sont généralement reproduites avec des intensités moindre que celles mesurées
expérimentalement, laissant penser que d’autres processus de relaxation non pris
en compte dans les modèles utilisés, comme les processus collisionnels, pourraient
contribuer à ces intensités.

Concernant la transition à 372.8 nm du ruthénium, 16 transitions hyperfines
associées aux deux isotopes 99Ru et 101Ru du ruthénium sont présentes, ce qui rend
le spectre de saturation bien plus complexe que celui du fer ; d’autant plus qu’à ces
16 transitions s’ajoutent 120 pics crossovers. Pour cette transition, les coefficients
de déplacement de masse spécifique et d’effet de volume ainsi que les constantes de
structure hyperfine et de couplage quadrupolaire liées aux deux isotopes impairs
étaient jusqu’à présent inconnus de la littérature. Dès lors, nous avons procédé à
une tentative d’estimation de ces paramètres au moyen de données expérimentales
disponibles.

La connaissance de ces différents paramètres nous a permis de simuler
le spectre de saturation du ruthénium à cette longueur d’onde. De la même
manière que dans le cas du fer, les deux modèles montrent globalement les
mêmes caractéristiques, ce qui semble porter un argument en faveur de notre
approche au moyen des équations de Bloch optiques généralisées. Notamment, ces
simulations permettent de mettre en évidence le fait que malgré le grand nombre
de crossovers possibles, ceux-ci ne semblent contribuer que faiblement au spectre
total. En effet, les crossovers auraient des intensités assez faibles en comparaison
aux transitions liées aux isotopes pairs du ruthénium. Toutefois, des désaccords
subsistent. Mais il nous faut mentionner que les spectres expérimentaux montrent
que l’intensité relative des pics n’est pas stationnaire. L’hypothèse qu’une raie de
résonance provenant d’un autre élément n’est pas exclue, et des investigations
supplémentaires seront requises afin de déterminer l’origine d’un tel comportement.

Une première étape vers de meilleures simulations serait de généraliser davan-
tage les équations de Bloch optiques en incluant les sous-niveaux Zeeman ou en
incluant d’autres processus de relaxation tels que les processus collisionnels. Une
méthode plus rigoureuse pour déterminer l’intensité relative des composantes hy-
perfines à partir de ces équations pourrait également être mise en place. Enfin, des
études expérimentales complémentaires sur le spectre du ruthénium devraient per-
mettre de lever le voile sur les différents phénomènes observés et restant inexpliqués
à ce stade.
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