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Resumo

Neste tese apresentamos um estudo teórico dos efeitos de coerência atômica em vapor atômico com

o propósito de estudar teoricamente efeitos óticos não-lineares transversais a baixas intensidades de

luz. Sob a condição da transparência induzida eletromagneticamente, um meio atômico pode de-

senvolver não-linearidades óticas gigantes, possibilitando a observação de efeitos óticos não-lineares

a baixas intensidades. Investigamos três efeitos transversais: emissão cônica, focalização induzida e

feixes de vórtices induzidos eletromagneticamente. Todos estes três efeitos têm origem na modula-

ção de fase cruzada entre um laser de prova e um laser sinal, ambos fracos, com intensidades abaixo

da intensidade de saturação das transições às quais estão acopladas.

Em emissão cônica, descrevemos a formação de anéis ao redor de um feixe de prova fraco. No

estudo de focalização induzida, descrevemos como que a aplicação de uma máscara de intensidade

ao feixe sinal pode levar à formação de lentes GRIN no vapor atômico, induzindo à focalização do

laser de prova. Por último, estudamos a conversão do feixe de prova em um feixe de vórtice ótico

pela aplicação de uma máscara de intensidade espiral ao feixe sinal.
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Abstract

In this thesis we present theoretical study of the e�ects of atomic coherence in atomic vapor

for the purpose of studying theoretically transverse nonlinear optical e�ects at low light levels.

Under the conditions of electromagnetically induced transparency, an atomic medium can develop

giant optical nonlinearities, allowing the observation of nonlinear optical e�ects to low intensities.

We investigate three transverse e�ects: conical emission, induced focusing and electromagnetically

induced vortices. All three of these e�ects stem from cross-phase modulation between probe and

a signal laser, both weak with intensities below the saturation intensity the transitions to they

coupled.

In conical emission, we describe the formation of rings around a weak probe beam. In the study

of induced focusing, we describe how applying an intensity mask to the signal beam can lead to

the formation of GRIN lenses the atomic vapor, leading to focusing of the probe laser. Finally, we

studied the conversion of the probe beam into an optical vortex beam by applying a spiral intensity

mask to the signal beam.
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Capítulo 1

Introdução e motivação

O campo da ótica não-linear explora como a interação entre a luz e um meio modi�ca as carac-

terísticas óticas do meio. Por exemplo, o índice de refração pode mudar como função da intensidade

da luz, efeito conhecido como não linearidade Kerr. Outros efeitos incluem a geração de segundo

harmônico e geração de frequências harmônicas (isto é, geração de soma e diferença de frequên-

cia). Geralmente estes efeitos não-lineares são signi�cativos para campos óticos com intensidades

grandes. Entretanto, as propriedades óticas (tanto as lineares quanto as não-lineares) de sistemas

atômicos podem ser manipuladas e alteradas drasticamente através da interação destes com feixes

de laser. Tais manipulações se baseiam na indução de coerência atômica e interferência quântica

entre diferentes níveis de energia atômico. Coerência quântica e interferência têm levado a muitos

novos efeitos óticos, tais como laser sem inversão [1�3], aumento do índice refração [4�6] e Trans-

parência Induzida Eletromagneticamente (EIT, sigla em inglês para �electromagnetically induced

transparency�), [7�9], dentre outros.

EIT é uma técnica usada para modi�car a resposta ótica de um meio atômico para campos

laser ressonantes. O termo Transparência Induzida Eletromagneticamente foi introduzido pela pri-

meira vez em 1990 no paper de Harris et al. [9]. Eles mostraram que quando um campo laser de

acoplamento forte é usado para excitar uma transição ressonante num sistema atômico de 3 níveis,

a absorção do laser de prova fraco pode ser reduzida ou completamente eliminada, dado que as

duas transições ressonantes estejam coerentemente acopladas a um estado comum. Pouco depois

em 1991, usando laser pulsados de alta potência, os autores reportaram a primeira observação de



EIT em vapor de estrôncio [10]. A pesquisa inicial feita por Harris e colaboradores é agora referida

como EIT tipo-lambda Λ, onde dois estados de energia �fundamentais� são acoplados a um nível

excitado comum. A utilização do termo EIT desde então foi ampliada para incluir con�gurações

tipo ∨ e cascata, Ξ. Experimentos posteriores foram feitos utilizando fontes continuas em células

de vapor [11], feixe atômico [12], armadilhas magneto ótica e condensados de Bose-Einstein [13].

Aplicações fundamentais de EIT em física atômica e óptica quântica incluem: redução da veloci-

dade de luz (luz lenta) [14�17], transferência de estados quânticos entre fótons e átomos [18�21],

chaves óticas [22, 23], armazenamento e recuperação de pulsos de luz [24�27] e processamento de

informação quântica [28], entre outras.

A década passada teve um enorme incremento de interesse em realizar ótica não-linear a baixas

intensidades de luz usando meios preparados coerentemente. Diminuindo a intensidade necessária

para atingir efeitos óticos não-lineares, muitas novas aplicações tornam-se possíveis. Uma aplicação

interessante é a modulação de fase cruzada (XPM, sigla em inglês para �cross phase modulation�),

na qual não linearidades Kerr são usadas para realizar medidas quânticas não demolidoras (QND,

sigla em inglês para �quantum nondemolition measurement�) [29, 30]. Por algum tempo, mesmo

não-linearidades Kerr grandes, seguem sendo pequenas (χ3 ∼ 10−22 m2/V2) limitando as QND

para campos intensos com um grande número de fótons. Ótica não-linear a baixas intensidades

de luz tem sido de interesse recente no contexto de mistura de quatro ondas [31], teleportação

de ensembles atômicos [32, 33], produção de estados de fótons correlacionados [34] e computação

quântica [35, 36]. Processamento de informação baseado em luz requer interações não-lineares que

levariam, por exemplo ao efeito Kerr ou equivalente a modulação de fase cruzada, na qual a fase do

campo de luz é modi�cada por uma quantidade determinada pela intensidade do outro campo ótico.

Essas não-linearidades sem absorção apreciável, pode, entretanto apenas ser obtida por pulsos laser

intensos, contendo da ordem de 1010 fótons. Neste sentido um dos principais desa�os da ótica não-

linear é a observação de mudanças de fase cruzada, superior a π, usando dois campos de luz, cada

um contendo um único fóton. Além de novas possibilidades para abordar questões fundamentais da
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teoria quântica, tais interações podem ser utilizadas para realizar portas NOT-controlada [37] entre

dois bits quânticos (qubits), de�nidos, por exemplo, pelo estado da polarização de um pulso de um

único fóton. No entanto, dado a fragilidade das não-linearidades óticas não ressonantes e o papel

dominante da absorção em processos ressonantes, a combinação da susceptibilidade Kerr grande

de terceira ordem e susceptibilidade linear pequena parece ser incompatíveis. Usando a Transpa-

rência Induzida Eletromagneticamente, Schmidt e Imamuglu [38] mostraram que é teoricamente

possível alcançar não linearidades Kerr que são até 10 ordens de magnitude maior que não lineari-

dades Kerr convencional. Na análise de seu trabalho concluiu �This show that our scheme makes

possible conditional phase shifts of the order of π with single photons, which should be bene�cial

for quantum nondemolition measurements of weak signal and quantum logic gate operation....the

principal result here is that one can obtain arbitrarily large XPM phase shifts of the probe �eld by

arbitrarily weak signal �elds �. A observação experimental destas não-linearidades Kerr gigantes

foram posteriormente realizadas por Hoonsoo e colaboradores [39]. Outras diversas con�gurações

de níveis de energia foram também utilizadas experimentalmente por diversos grupos de pesquisa

para a observação destas não-linearidades Kerr gigantes [40�47]. Dentro de nosso grupo, utilizando

esquemas que geram não-linearidades Kerr gigantes foram reportados grades de difração induzidas

eletromagneticamente em vapores atômicos, onde a grade é criada com campos arbitrariamente

fracos e e�ciências de difração de até 30% são previstos para ocorrer [48,49].

Apesar de diversos fenômenos óticos não lineares a baixa intensidade já terem sido estuda-

dos [50], efeitos transversais sob esquemas de EIT foram pouco investigados. Um dos poucos exem-

plos consiste na observação da focalização ou defocalização do feixe de prova induzida pelo feixe de

acoplamento [51,52]. Estudos de efeitos transversais são importantes, pois várias das aplicações de

ótica não-linear a baixas intensidades, como por exemplo, medidas de não-demolição quântica [30]

e teleportação quântica [53], requerem a indução cruzada de uma fase π no feixe de prova e esta

indução pode não ser constante ao longo da seção transversal do feixe.

No artigo de Moseley e colaboradores publicado na Phys. Rev. Lett [51], os autores estudaram
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a qualidade espacial do feixe de prova transmitido através do vapor de rubídio. Nesse experimento

os autores observaram evidências convincentes de focalização e defocalização do feixe de prova, uma

vez que foi variado a dessintonia perto da ressonância de uma transição atômica do rubídio. A

observação foi consistente com a lente que seria esperada devido à distribuição espacial do laser de

acoplamento e portanto variações espaciais induzidas no índice de refração. O efeito não é uma

auto-indução, mas sim a modi�cação de um feixe (prova) por outro (acoplamento). O sinal da lente

induzida depende da dessintonia do laser de prova e a intensidade da lente depende unicamente da

intensidade do laser de acoplamento [52,54].

Propriedades da focalização induzida eletromagneticamente são importantes de serem avaliadas

em virtude de que elas interessam para o desenho de qualquer experimento no campo da coerên-

cia atômica. De especial interesse para esta lente será a susceptibilidade atômica dos esquemas

experimentais propostos, de índice de refração maior, sem absorção apreciável. O laser de prova

será sujeito de uma lente muito forte no ponto de absorção minima e máxima refração [55, 56]. No

ano do 2011 Zhao e colaboradores [57] exploraram teoricamente um método para gerar lentes de

Fresnel sintonizáveis em meios coerentes baseados na transparência induzida eletromagneticamente.

Os resultados obtidos pelos autores mostram que imagens de intensidade modulada no campo de

acoplamento modelam o meio coerente para induzir o per�l de fase quadrático modulo 2π desejado

para a lente, para difratar o campo de prova. Neste sentido eles estudam a focalização e propriedades

de imagens da lente induzida. Em particular mostraram que as imagens no campo de acoplamento

podem �exivelmente controlar as imagens no campo de prova por difração. Os resultados obtidos

mostram que lentes óticas baseadas em EIT podem ser geradas com técnicas simples, isto é, as

imagens no campo de acoplamento podem ser produzidas utilizando máscaras de amplitude e lentes

de vidro.

Emissão cônica (CE, sigla de inglês de �conical emission�) é o fenômeno de formação de anéis

no padrão de campo distante em torno do feixe original. CE tem uma grande e polêmica historia

desde sua primeira observação em 1970 por Grischkowsky no âmbito de estudar auto-focalização
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em vapor de potássio [58]. CE é um dos muitos exemplos de efeitos não-lineares transversais, e

é observada normalmente quando um feixe laser forte sintonizado para o lado azul da ressonância

de uma transição atômica propaga-se através de um meio denso de átomos de dois níveis. O cone

gerado é deslocado espectralmente (na maioria dos casos deslocado ao vermelho) da linha da tran-

sição ou este pode estar na mesma frequência como o feixe original e manifestar como vários anéis

concêntricos (no campo distante) ao redor do feixe laser de bombeio. CE tem sido observada usando

laser de ondas continuas e feixes pulsados, com uma duração do pulso no regime de nanosegundos

(ns) em vapores atômicos. Tais observações em vapores atômicos incluem: sódio [59�61], césio [62],

estrôncio [63�65], cálcio [66], potássio [58], bário [67, 68] usando laser pulsados e sódio [69] usando

laser de corante de onda continua (cw). CE pode se originar a partir de efeitos não-lineares do tipo

Kerr, tal como auto-modulação de fase [62, 70, 71] e modulação de fase cruzada [72]. No entanto,

vários outros mecanismos físicos também têm sido propostos para explicar CE: mistura de quatro

ondas pelo efeito Stark-AC [73], CE devido à dispersão paramétrica de quatro fótons [74], emis-

são cônica devido a processos tipo Cerenkov [75, 76], CE anômala devido ao tipo de processos de

conversão paramétrica descendente [77], emissão cônica devido ao desdobramento espacial-temporal

do pulso laser em ondas solitárias [78], efeitos cooperativos [79], entre outros [80]. Tipicamente,

observações experimentais de CE tem sido realizadas por laser pulsados, com intensidades ≥ 106

W/cm2, embora CE já foi observada em vapor de bário meta estável sob excitação cw com apenas

25 W/cm2 [81]. Entretanto, tal intensidade relativamente baixa usada no experimento com bário é

mais de três ordens de magnitude acima da intensidade de saturação da transição atômica.

Vórtices são um fenômeno onipresente na natureza. Eles têm sido desde há muito observados

em furacões, tornados e até mesmo em algo tão simples como o redemoinho de café em uma caneca.

Foi somente em 1974, no entanto, que Berry e Nye lançaram a teoria de que um campo de luz pode

assumir o carácter de um vórtice [82]. Desde então, os vórtices óticos têm se tornado mais do que

uma curiosidade matemática e demonstraram seu valor prático em numerosos campos, incluindo a

pinça ótica e computação quântica [83].
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Um feixe com vórtice ótico é caracterizado por uma distribuição de intensidade em forma de anel

com uma singularidade de fase, e portanto amplitude de campo zero no centro. Um vórtice ótico

é um feixe de luz cuja fase varia em uma forma helicoidal ao longo da direção de propagação do

feixe [84,85]. Um vórtice ótico é caracterizado pela dependência de fase azimutal do tipo exp(imθ),

onde m é a carga topológica, a qual pode tomar valores positivos ou negativos. A magnitude da

carga topológica representa a fase total acumulada pela onda helicoidal em uma revolução completa

em torno do ponto de vórtice. O sinal da carga topológica representa a helicidade esquerda ou mão

direita. Desde a descoberta de que os vórtices transportam momento angular orbital (OAM, sigla

em inglês para �orbital angular momentum�) [86], esse OAM transportado por tal campo lhe per-

mite aprisionar e girar partículas [87�89]. Outras aplicações de vórtices óticos incluem, microscopia

ótica [90, 91], astronomia [92], manipulação de estados quânticos [93, 94] entre outras [95]. Dentro

dos experimentos em vapor atômico temos o reportado por Barreio e colaboradores [97], onde utili-

zando uma grade induzida eletromagneticamente em átomos de césio frio foi possível a geração de

luz carregando momento angular orbital. No artigo publicado por Pugatch e colaboradores [98], uti-

lizando a transparência induzida eletromagneticamente foi possível armazenar e recuperar vórtices

óticos em vapor quente de 87Rb. Outros experimentos reportados incluem a geração e manipulação

de feixes Larguerre-Gaussianos [99].

Esta tese está divida da forma que consideramos mais adequada para a abordagem teórica de

nosso tema. O capítulo 2 aborda alguns conceitos básicos tais como interação radiação matéria den-

tro da aproximação semi-clássica. Também mostramos a equação de propagação do campo no meio

atômico, a qual é derivada a partir das equações de Maxwell, o capítulo continua com a interação

de átomo campo na aproximação de átomos de dois níveis, na qual a equação de Liouville descre-

vendo a evolução temporal do sistema é apresentada. Este capítulo �naliza com a apresentação das

equações óticas de Bloch.

No capítulo 3 é feita uma revisão da interação de um sistema atômico de três níveis com campos

eletromagnéticos externos, aqui o fenômeno da transparência induzida eletromagneticamente é in-
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troduzido. Para este sistema atômico encontraremos que a evolução do sistema atômico é descrito

pelas equações óticas de Bloch, deste conjunto de equações poderemos estudar as propriedades de

absorção e dispersão do sistema de três níveis no regime da transferência induzida eletromagnetica-

mente, �nalizaremos este capítulo discutindo o fenômeno de não-linearidades Kerr gigantes.

O capítulo 4 são apresentados nossos resultados acerca do estudo realizado sobre os efeitos da

emissão cônica induzida eletromagneticamente. Prevemos teoricamente a ocorrência de CE com

excitação de campos fracos em um meio atômico sobre EIT. No campo distante, uma estrutura de

anéis pode ser induzida no per�l transversal do feixe de prova, por um feixe sinal com intensidades

abaixo do nível de saturação da linha.

No capítulo 5 apresentamos nossos resultados acerca do estudo realizado sobre os efeitos da

focalização cruzada induzida eletromagneticamente num sistema atômico de 4 níveis sob a condição

da transparência induzida eletromagneticamente. Aplicando diferentes máscaras para a intensidade

do feixe sinal, diferentes lentes (cilíndrico, Fresnel e gaussiano) podem ser induzidas na amostra atô-

mica. Finalmente focalização do feixe de prova é analisada em termos dos parâmetros de excitação

(intensidade, dessintonia e profundidade ótica da amostra atômica).

O capítulo 6, o qual corresponde ao ultimo capítulo de nossas contribuições, apresentamos os

resultados acerca do estudo realizado sobre os feixes de vórtices induzidos eletromagneticamente. A

transferência da singularidade do campo sinal para o campo de prova pode ser alcançada sob esque-

mas de excitação que geram não-linearidades óticas gigantes experimentadas no sistema atômico

de quatro níveis, sem absorção apreciável nos campos óticos. Através da não-linearidade ótica, a

singularidade na frequência de Rabi é convertida em uma singularidade na fase do feixe de prova

levando à geração do vórtice ótico.

No sétimo capítulo e ultimo são apresentadas as conclusões desta tese.
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Capítulo 2

Interação de luz e átomos

Este capítulo está preocupado com a introdução do conhecimento básico necessário para a com-

preensão do fenômeno da Transparência Induzida Eletromagneticamente, a qual será abordada no

capitulo posterior.

Este capítulo começa com a introdução da interação radiação-matéria dentro da aproximação

semiclássica. Em seguida, a equação de propagação do campo no meio atômico é derivada a partir

das equações de Maxwell, onde a aproximação de envelope variando lentamente é introduzida. O

capítulo continua com a interação do átomo-campo, na aproximação de átomos de dois níveis; aqui,

a equação de Liouville é apresentada, a qual descreve a evolução temporal do sistema. O capítulo

�naliza com a apresentação das equações óticas de Bloch, as quais são usadas para calcular, a

população e a coerência em sistemas multiníveis.

2.1 Interação Radiação-Matéria

Uma descrição quântica completa da interação átomo-laser não é fácil. É portanto melhor

aproximar a interação considerando o sistema atômico e o campo de radiação separadamente. Sob

a aproximação semiclássica, usamos a aproximação clássica para o campo de radiação e a descrição

quântica para o sistema atômico. A interação entre estas duas descrições é dada pela aproximação

de dipolo elétrico. Assume-se que o campo elétrico de radiação interage com o átomo através do seu

dipolo elétrico. Além disso, negligenciaremos a variação espacial do campo elétrico dado que seu



2.1. Interação Radiação-Matéria

comprimento de onda é muito maior que as dimensões atômicas. Estas aproximações nos permitem

ignorar os efeitos quânticos e simplesmente considerar uma onda clássica interagindo com um átomo.

Desta forma começamos a descrição da interação radiação matéria.

2.1.1 Aproximação semi-clássica

Para começar o estudo da interação átomo-luz, vamos supor que o hamiltoniano de um elétron

ligado a um átomo na ausência de campos externos, é dado por

Ĥ0 =
1

2m
~p2 + V (r), (2.1)

onde V (r) é a interação de Coulomb habitual ligando o elétron com o núcleo e r = |~r|. Na repre-

sentação do espaço de con�gurações, ~̂p = −i∇ e a função de onda é dada por ψ(~r) = 〈~r|ψ〉.

Assumimos que os auto estados de energia, |k〉 de Ĥ0, satisfazem a equação de Schrödinger inde-

pendente do tempo:

Ĥ0ψ
(0)
k (~r) = Ekψ

0
k(~r), (2.2)

onde 〈~r|k〉 = ψ
(0)
k (~r) são conhecidos.

Na presença de campos externos, o modelo resultante corresponde a um elétron de carga e e

massam con�nado por um potencial V (r) determinado pelo núcleo, com um campo eletromagnético

externo descrito pelos potenciais vetor ~A(~r, t) e escalar Φ(~r, t), com a interação dada pela prescrição

de acoplamento mínimo [96], ou seja

Ĥ (~r, t) =
1

2m
[~p+ e ~A(~r, t)]2 − eΦ(~r, t) + V (r), (2.3)

onde −e é a carga do elétron, e tomada como sendo positiva, com os campos sendo dados por

~E(~r, t) = −∇Φ(~r, t)− ∂ ~A(~r, t)

∂t
,

~B(~r, t) = ∇× ~A(~r, t), (2.4)
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2.1. Interação Radiação-Matéria

os quais são invariantes sob as transformações de calibre

Φ
′

(~r, t) = Φ(~r, t)− ∂χ(~r, t)

∂t
,

~A′(~r, t) = ~A(~r, t) +∇χ(~r, t). (2.5)

A equação de Schrödinger dependente do tempo é

Ĥ (~r, t)Ψ(~r, t) = i~
∂Ψ(~r, t)

∂t
. (2.6)

A �m de simpli�car a forma da interação átomo-campo, temos que de�nir um operador unitário R̂,

tal que Ψ
′

(~r, t) = R̂Ψ(~r, t). Inserindo esta nova função de onda na equação de Schrödinger, Eq.(2.6)

temos

Ĥ
′

Ψ
′

(~r, t) = i~
∂Ψ

′

(~r, t)

∂t
, (2.7)

com

Ĥ
′

= R̂Ĥ R̂† + i~
∂R̂

∂t
R̂†. (2.8)

Escolhendo R̂ = e−ieχ(~r,t)/~ de modo que (usando ~p = −i~∇)

Ĥ
′

=
1

2m
[~p+ e ~A′ ]2 − eΦ

′

+ V (r), (2.9)

onde ~A′ e Φ
′

são dados pela Eq.(2.5). Neste ponto fazemos a escolha de�nitiva do calibre, chamado

o calibre de Coulomb (ou radiação), para o qual Φ = 0 e ~A satisfaz a condição de transversalidade,

∇ · ~A = 0. O potencial vetor ~A quando não há fontes (J = 0) situadas próximo do átomo, satisfaz

a equação de onda

∇2 ~A− 1

c2
∂2 ~A

∂t2
= 0. (2.10)

O calibre de Coulomb tem a vantagem que o campo de radiação é completamente descrito pelo
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2.1. Interação Radiação-Matéria

potencial vetor, como é evidente a partir da Eq.(2.3), o qual neste calibre, escrevemos como

Ĥ (~r, t) =
1

2m
[~p+ e ~A(~r, t)]2 + V (r)

=
~p2

2m
+

e

m
~A · ~p+ e2

2m
~A2 + V (r). (2.11)

A Eq.(2.9) agora pode ser reescrita como

Ĥ
′

(~r, t) =
1

2m
[~p+ e( ~A+∇χ)]2 + e

∂χ

∂t
+ V (r). (2.12)

Poderemos fazer uma simpli�cação adicional usando a aproximação de dipolo. Para um campo ele-

tromagnético que possua um comprimento de onda característico λ muito maior do que a dimensão

atômica1 r, poderemos desprezar a variação espacial do campo ao longo do átomo. A aproximação

de dipolo [100] consiste então em tomar ~k · ~r ≪ 1, o qual nos permite escrever o potencial vetor na

forma:

~A(~r, t) = ~A(t)ei
~k·~r. (2.13)

Escolhendo,

∇χ(~r, t) = − ~A(t),

∂χ(~r, t)

∂t
= −~r · ∂

~A

∂t
= −~r · ~E(t), (2.14)

a Eq.(2.12) pode ser reescrita nesta aproximação como:

Ĥ
′

=
~̂p2

2m
+ V (r) + e~r · ~E(t). (2.15)

Esta equação contém apenas um termo de interação (dentro da aproximação de dipolo), em oposição

1O tamanho do átomo é da ordem de 1Å. Assim para frequências menores que 10
18 Hz os campos enxergam o

átomo como um ponto
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2.2. Propagação do campo em meios atômicos

aos dois termos da Eq.(2.11).

Esta aproximação para o Hamiltoniano de interação será utilizada ao longo deste trabalho. A

quantidade −er é o momento de dipolo: ~d = −e~r. Em geral, isto é, para uma representação não

especi�cada, o momento de dipolo é um operador, d̂. Denotaremos como tal no que segue. Assim,

podemos escrever

Ĥ
′

= Ĥ0 − d̂ · ~E(t), (2.16)

onde Ĥ0 é dado pela Eq.(2.1)

2.2 Propagação do campo em meios atômicos

Na seção anterior vimos que quando se considera a interação de um átomo com o campo de

radiação cujo comprimento de onda é grande em comparação ao tamanho do átomo, a aproximação

de dipolo dá a contribuição dominante para o acoplamento átomo-campo. Nesta seção nós vamos

trabalhar a partir das equações de Maxwell para descrever a propagação da luz através do meio

atômico na aproximação de amplitude lentamente variável, SVEA, (SVEA, sigla em inglês para ,

"Slowly varying amplitude approximation").

2.2.1 Equação de propagação do campo na aproximação do envelope variando

lentamente

As Equações de Maxwell são formuladas em torno dos campos eletromagnéticos: o campo elétrico

~E(~r, t) e o campo magnético ~B(~r, t). Duas outras variáveis relacionadas a esses campos são de�nidas

também, chamadas o vetor deslocamento

~D(~r, t) = ε0 ~E(~r, t) + ~P (~r, t), (2.17)
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2.2. Propagação do campo em meios atômicos

e a intensidade magnética, ~H(~r, t), a qual esta relacionada ao vetor indução magnética ~B(~r, t), por:

~B(~r, t) = µ0 ~H(~r, t) + ~M(~r, t). (2.18)

Nas equações anteriores são de�nidas a polarização ~P (~r, t) e a magnetização ~M(~r, t) que podem

ser induzidas no meio; também temos que ε0 e µ0 são a permissividade elétrica e a permeabilidade

magnética no vácuo. A densidade de carga e corrente são representadas por ρ(~r, t) e ~j(~r, t), respec-

tivamente.

Considerando que o campo eletromagnético interagirá com uma amostra atômica neutra, i.é,

|~j(~r, t)|= ρ(~r, t)=0, e que além disso, estamos interessados apenas nos efeitos da polarização elétrica

induzida no meio atômico pelo campo eletromagnético, poderemos ignorar quaisquer efeitos decor-

rentes de magnetização, portanto | ~M(~r, t)|= 0. Sob essas premissas, encontramos que a equação

para uma onda eletromagnética no meio se reduz a:

~∇× (~∇× ~E(~r, t)) + µ0ε0
∂2 ~E(~r, t)

∂t2
= −µ0

∂2 ~P (~r, t)

∂t2
. (2.19)

Empregando a identidade vetorial ~∇ × ~∇ × ~E(~r, t) = ∇(~∇ · ~E(~r, t)) − ~∇2 ~E(~r, t) e assumindo que

o campo elétrico varia lentamente no plano transversal à direção de propagação, ~∇ · ~E(~r, t) ≃ 0,

chegamos à equação de onda

∇2 ~E(~r, t)− 1

c2
∂2 ~E(~r, t)

∂t2
= µ0

∂2 ~P (~r, t)

∂t2
. (2.20)

Como é típico em ótica, consideremos uma propagação unidirecional do campo ao longo do eixo z,

em tal situação os vetores campo elétrico e a polarização induzida podem ser expressos como

~E(~r, t) = E(z, t)êxy P (~r, t) = P (z, t)êxy, (2.21)

onde êxy é o vetor de polarização unidade no plano perpendicular à direção de propagação. Devido
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2.2. Propagação do campo em meios atômicos

ao fato do campo propagar-se apenas na direção z, podemos reescrever a Eq.(2.20), a qual reduz-se

para a equação em 1D, dada por:

∂ ~E(~r, t)

∂z2
− 1

c2
∂2 ~E(~r, t)

∂t2
= µ0

∂2 ~P (~r, t)

∂t2
. (2.22)

Se agora consideremos que o campo elétrico é quase monocromático e com frequência portadora

ω, o módulo de vetor de onda é dado por, |~k|= k = ω/c,

E(z, t) = E0(z, t)e
i(kz−ωt) + c.c, (2.23)

onde c.c indica o complexo conjugado e E0(z, t) é o envelope do campo, o qual é em geral uma

função complexa. Este campo induz a polarização no meio

P (z, t) = P0(z, t)e
i(kz−ωt) + c.c, (2.24)

onde P0 é geralmente uma função complexa.

Vamos assumir que o envelope do campo E0(z, t) varia lentamente numa escala temporal muito

maior que a de um ciclo de oscilação do campo e é praticamente constante em dimensões comparadas

às atômicas. Estas aproximações são bastante plausíveis para comprimentos de onda típicos da

região ótica do espectro eletromagnético. Essa aproximação é conhecida como aproximação de

amplitude lentamente variável, a qual nos leva às seguintes relações para a variável espacial

∣

∣

∣

∂E0(z, t)

∂t

∣

∣

∣ ≪ ω|E0(z, t)|,
∣

∣

∣

∂E0(z, t)

∂z

∣

∣

∣ ≪ k|E0(z, t)|,
∣

∣

∣

∂P0(z, t)

∂t

∣

∣

∣ ≪ ω
∣

∣

∣P0(z, t)
∣

∣

∣,
∣

∣

∣

∂P0(z, t)

∂z

∣

∣

∣ ≪ k
∣

∣

∣P0(z, t)
∣

∣

∣, (2.25)

substituindo as Eqs.(2.21) na Eq.(2.22) e aplicando a aproximação de amplitude lentamente variável
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2.3. Interação átomo-campo para átomos de dois níveis

temos:
∂E0(z, t)

∂z
+

1

c

∂E0(z, t)

∂t
= i

k

2ε0
P0(z, t). (2.26)

Em termos de quantidades reais, esta equação diz

( ∂

∂z
+

1

c

∂

∂t

)

E0(z, t) = − k

2ε0
Im(P0(z, t)), (2.27)

( ∂

∂z
+

1

c

∂

∂t

)

E0(z, t) =
k

2ε0
Re(P0(z, t)). (2.28)

Em muitos problemas da ótica quântica e ótica não-linear envolvendo a propagação de campos

óticos variando lentamente em meios quase ressonantes, as Eq.(2.27) ou Eq.(2.28) constituem o

ponto de partida da discussão. Como se vê, estas equações essencialmente descrevem a interação

de um conjunto de átomos com um campo de radiação. O campo de radiação é representado por

E0(z, t) e o conjunto de átomos (o qual constituem o meio) são descrito por P0(z, t). Nos capítulos

seguintes, discutiremos vários aspectos da propagação de um pulso de luz em meios atômicos sob a

condição da Transparência Induzida Eletromagneticamente.

2.3 Interação átomo-campo para átomos de dois níveis

O mundo real de átomos, moléculas e sólidos é bastante complicado e até mesmo o átomo

real mais simples, o átomo de hidrogênio, tem uma estrutura de níveis de energia não-trivial. É

portanto muitas vezes necessário ou desejável aproximar o comportamento de um átomo real para

um sistema quântico muito mais simples. Para muitos �ns, apenas dois níveis de energia atômicos

desempenham um papel signi�cativo na interação com o campo eletromagnético, de modo que tem-

se tornado habitual em muitos tratamentos teóricos representar o átomo por um sistema quântico

de unicamente dois auto estados de energia. Este é o mais básico de todos os sistemas quânticos e

geralmente simpli�ca o tratamento substancialmente [101,102].

Embora o modelo de dois níveis ignore muitas das características presentes no sistema atômico
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2.3. Interação átomo-campo para átomos de dois níveis

Figura 2.1: Diagrama de níveis de energia do sistema atômico de dois níveis. Os dois níveis estão
ligados por um campo laser, o qual tem uma frequência angular ω e frequência de Rabi Ω. O campo
apresenta uma dessintonia δ da ressonância atômica. O estado excitado e fundamental tem uma
largura de linha γ2 e γ1 respectivamente.

real, há uma enorme riqueza no processo físico que é descrito na aproximação de átomos de dois

níveis [103]. O bom conhecimento desse modelo atômico simpli�cado permite o estudo de situações

mais complexas, tais como aquelas que envolvem um meio estendido destes sistemas interagindo

com um dado campo. A aproximação de átomos de dois níveis é portanto, perto da realidade e não

apenas uma conveniência matemática em algumas situações experimentais. Em seguida começamos

a desenvolver a álgebra para a interação do campo e o átomo de dois níveis.

Na aproximação de átomos de dois níveis, para um átomo (ou molécula), nós rotulamos o nível

superior do nosso átomo de dois níveis por |2〉, e o inferior por |1〉 como mostrado na Fig.2.1. A

função de onda correspondente para o caso em que o sistema esteja em um estado puro, pode ser

escrita como

|ψ(t)〉 = c2(t)|2〉+ c1|1〉, (2.29)

onde c2(t) e c1(t) são as amplitudes de probabilidade de se encontrar o átomo no estado |2〉 ou |1〉.

A partir da Eq.(2.29) podemos escrever o operador densidade para o sistema ilustrado na Fig.2.1.

O correspondente operador densidade ρ̂ para o caso de um estado puro é de�nido como o projetor

ρ̂ = |ψ〉〈ψ| para este estado, e os elementos de matriz densidade ρij = 〈j|ρ̂|i〉 são dados pelos
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2.3. Interação átomo-campo para átomos de dois níveis

produtos bilineares

ρ22 = c2(t)c
∗
2(t), probabilidade de estar no nível superior;

ρ21 = c2(t)c
∗
1(t), coerência entre os estados;

ρ12 = c1(t)c
∗
2(t) = ρ∗21,

ρ11 = c1(t)c
∗
1(t), probabilidade de estar no nível inferior.

Na notação de matriz, o operador densidade ρ̂ é por conseguinte

ρ̂ =







c1(t)c
∗
1(t) c1(t)c

∗
2(t)

c2(t)c
∗
1(t) c2(t)c

∗
2(t)






=







ρ11 ρ12

ρ21 ρ22






. (2.30)

Esta matriz densidade é precisamente o produto externo

ρ̂ =







c1(t)

c2(t)







(

c∗1(t) c∗2(t)

)

. (2.31)

Em termos da matriz densidade, Eq.(2.30), o valor esperado para qualquer variável dinâmica Ô do

sistema, é dado pelo cálculo do traço, Tr() do operador Oρ(t), ou seja

〈Ô〉 = 〈ψ|Ô|ψ〉 =
∑

m,n

c∗m(t)cn(t)〈m|Ô|n〉

=
∑

m,.n

ρnmOmn

= Tr(Ôρ̂) (2.32)

2.3.0.1 Equação de Liouville

Ao tratar com cada um dos estados puros, a equação de Schrödinger descreve como os estados

evoluem. Em princípio, esta pode ser estendida para aplicar a sistemas de muitas partículas também.
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Quando o número de partículas aumenta, o número de cálculos necessários para descrever como o

sistema completo evolui pode se tornar muito difícil. Portanto uma abordagem alternativa deve ser

tomada. Considere o estado, |ψ(t0)〉, que em algum tempo t ele terá evoluído para o estado |ψ(t)〉,

tal que :

|ψ(t)〉 = Û(t, t0)|ψ(t0)〉. (2.33)

Obviamente

Û(t = t0, t0) = 1. (2.34)

Substituindo a Eq.(2.33) na equação de Schrödinger

i~
∂|ψ(t)〉
∂t

= Ĥ |ψ(t)〉, (2.35)

obtém-se

i~

[

∂Û(t, t0)

∂t
|ψ(t0)〉+ Û(t, t0)

∂|ψ(t0〉)
∂t

]

= Ĥ |ψ(t0)〉

∴ i~
∂Û(t, t0)

∂t
|ψ(t0)〉 = Ĥ Û(t, t0)|ψ(t0)〉. (2.36)

Da Eqs.(2.34) e Eq.(2.36), para um operador hamiltoniano independente do tempo temos

Û(t, t0) = e−
i
~
Ĥ t. (2.37)

Se consideramos agora uma variável D̂ que evolui quando o estado |ψ(t)〉 evolui conforme a Eq.(2.33),

então

〈ψ(t)|D̂ |ψ(t)〉 = 〈ψ(t0)|Û †
D̂Û |ψ(t0)〉

= 〈ψ(t0)|D̂0|ψ(t0)〉 (2.38)

⇒ Û †
D̂Û = D̂0, (2.39)
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como

Û †Û = 1, (2.40)

temos que,

D̂ = ÛD̂0Û
†. (2.41)

Diferenciando em relação a t, temos

dD̂

dt
= ÛD̂0

∂Û †

∂t
+ Û

∂D̂0

∂t
Û † +

∂Û

∂t
D̂0Û

†,

=
1

i~
(Ĥ D̂ − D̂Ĥ ) + Û

∂D̂0

∂t
Û †,

⇒ dD̂

dt
=

1

i~
[Ĥ , D̂ ] +

∂D̂

∂t
. (2.42)

Se D̂ é de fato o operador densidade ρ̂, segue-se que

˙̂ρ =
i

~
[ρ̂, Ĥ ] +

∂ρ̂

∂t
, (2.43)

onde
∂ρ̂

∂t

∣

∣

∣

relax
=
∂ρ̂

∂t
= −γρ̂,

portanto temos que

˙̂ρ =
i

~
[ρ̂, Ĥ ]− γρ̂. (2.44)

Isto é conhecido como a equação de Liouville-von Neumann, que descreve a evolução temporal do

operador densidade, equivalente à equação de Schrödinger. Em forma matricial esta equação pode

ser escrita como:

ρ̇mn =
i

~

∑

k

(ρmkHkn − Hmkρkn)− γmnρmn, (2.45)

com

γmn =
γm + γn

2
(2.46)
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2.4 Equações óticas de Bloch

As equações de Bloch para a ótica são uma ferramenta útil para entender a interação de um

sistema atômico com radiação monocromática quase ressonante. A evolução da coerência e da

população podem ser derivadas da equação de Liouville, Eq.(2.44).

Para um átomo de dois níveis interagindo com um campo de radiação quase monocromática a

aproximação mais comum para a interação é a do tipo dipolo elétrico, já discutida na seção anterior,

acoplando dois níveis de diferentes paridades. Nesta aproximação o operador hamiltoniano para o

sistema é dado por:

Ĥ = Ĥa − d̂ · ~E, (2.47)

desta expressão nós podemos escrever o operador hamiltoniano do átomo livre em uma representação

matricial de�nido pela nossa base de dois estados ao utilizar a relação de completude dado por,

|1〉〈1|+|2〉〈2|= 1. Portanto, a expressão para o hamiltoniano do átomo livre �ca

Ĥa = (|1〉〈1|+|2〉〈2|)Ĥa(|1〉〈1|+|2〉〈2|)

= ~ω1|1〉〈1|+~ω2|2〉〈2|. (2.48)

Agora usamos a relação de completude para expressar o operador de posição ~r em auto-estados de

energia. Desde que os auto-estados de energia da função de onda ψj(~r) têm paridade bem de�nida,

os elementos diagonais desaparecem, isto é

〈j|~r|j〉 =
∫

d3r|ψj(~r)|2~r = 0. (2.49)

De fato, desde que |ψj(~r)|2 é uma função par e ~r é uma função impar, o integrando é igual a zero.

Os elementos fora da diagonal podem ser escritos como

e〈2|~r|1〉 = e

∫

d3rψ∗
2(~r)~rψ1(~r) ≡ d21, (2.50)
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2.4. Equações óticas de Bloch

e

e〈1|~r|2〉 = e

∫

d3rψ∗
1(~r)~rψ2(~r) ≡ d∗21, (2.51)

portanto, o operador de dipolo e~r toma a forma

~d = e~r = d21|2〉〈1|+d∗21|1〉〈2| (2.52)

Notamos que o operador descreve transições do estado fundamental |1〉 para o estado excitado |2〉

e vice-versa. A �m de destacar essa propriedade mais claramente, nós aplicamos o operador e~r no

estado |1〉 e achamos

e~r|1〉 = d21|2〉〈1|1〉+ d∗21|1〉〈2|1〉 = d21|2〉, (2.53)

e do mesmo modo

e~r|2〉 = d21|2〉〈1|2〉+ d∗21|1〉〈2|2〉 = d∗21|1〉. (2.54)

Supondo que o campo eletromagnético (clássico) que interage com o sistema atômico de dois

níveis possui frequência angular ω e está dessintonizado por um δ da transição atômica, tal como

mostrado na Fig.2.1, seja dado por:

E(t) = E0e
iωt + E∗

0e
−iωt, (2.55)

o hamiltoniano de interação pode ser re-escrito como

Ĥi = −[d21E0e
iωt|2〉〈1|+d∗21E0e

iωt|1〉〈2|]− [d21E
∗
0e

−iωt|2〉〈1|+d∗21E∗
0e

−iωt|1〉〈2|]. (2.56)

De�nindo a frequência de Rabi como : Ω = 2d21E0/~ o hamiltoniano agora é dado como

Ĥi = −~

2
[Ωeiωt +Ω∗e−iωt]|2〉〈1|−~

2
[Ωeiωt +Ω∗e−iωt]|1〉〈2|]. (2.57)
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Este é o ponto em que a aproximação de onda girante (RWA, sigla em inglês para "Rotating Wave

Approximation") é feita. Como a aproximação de dipolo tem sido assumida, e para que esta continue

sendo válida, o campo elétrico deve ser próximo da ressonância com a transição atômica. Isto indica

que o termo ω − ω21 ≪ ω + ω21 e as exponenciais complexas multiplicando Ω e Ω∗ podem ser

consideradas rapidamente oscilante. Assim, em qualquer escala de tempo apreciável as oscilações

vão rapidamente em média para zero. A aproximação de onda girante, portanto consiste em poder

desprezar os termos que oscilam rapidamente e conservar apenas os termos com oscilação lenta.

Nesta aproximação o hamiltoniano de interação é reescrito

Ĥi = −~

2
[Ω∗e−iωt|2〉〈1|+Ωeiωt|1〉〈2|]. (2.58)

Portanto, do operador hamiltoniano do átomo livre, Eq.(2.48) e do hamiltoniano de interação,

Eq.(2.58), temos que o hamiltoniano total do sistema é dado pela seguinte equação

Ĥ = ~ω1|1〉〈1|+~ω2|2〉〈2|−
~

2
[Ω∗e−iωt|2〉〈1|+Ωeiωt|1〉〈2|]. (2.59)

Assim, da Equação de Liouville, dada por Eq.(2.45), e utilizando as Eq.(2.46) e Eq.(2.59) as equações

de movimento para os elementos de matriz densidade são

ρ̇21 = i
Ω∗

2
e−iωt(ρ11 − ρ22)− (iω21 + γ21)ρ21, (2.60)

ρ̇22 = i
Ω∗

2
e−iωtρ12 − i

Ω

2
eiωtρ21 − γ2ρ22, (2.61)

ρ̇11 = i
Ω

2
eiωtρ21 − i

Ω∗

2
e−iωtρ12 − γ1ρ11 + γ2ρ22, (2.62)

ρ̇12 = ρ̇∗21. (2.63)

Dado que as ultimas quatro equações diferenciais apresentam coe�cientes que dependem do tempo,

é então desejável que procuremos reescrevê-las através de uma troca de variáveis no intuito de
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torná-las equações diferencias lineares com coe�cientes constantes. Com este proposito, de�nimos

ρ22 = ρ̃22, (2.64)

ρ11 = ρ̃11, (2.65)

ρ21 = ρ̃21e
−iωt. (2.66)

Como se pode notar, tal troca de variáveis leva-nos ao seguinte sistema de equações diferencias

lineares com coe�cientes constantes:

˙̃ρ21 =
iΩ∗

2
(ρ̃11 − ρ̃22) + (iδ − γ21)ρ̃21, (2.67)

˙̃ρ22 =
iΩ∗

2
ρ̃12 −

iΩ

2
ρ̃21 − γ2ρ̃22, (2.68)

˙̃ρ11 =
iΩ

2
ρ̃21 −

iΩ∗

2
ρ̃12 − γ1ρ̃11 + γ2ρ22, (2.69)

onde δ = ω21 − ω é a dessintonia entre o campo e a transição atômica.

Para se estudar as características estacionárias do sistema de dois níveis ilustrado na Fig.2.1,

nós fazemos que

˙̃ρ21 = ˙̃ρ22 = ˙̃ρ11 = 0, (2.70)

e, no caso de que o sistema de dois níveis seja fechado,

γ1 = 0, (2.71)

ρ11 + ρ22 = 1. (2.72)
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Neste regime, as equações óticas de Bloch reduzem-se a

γ2ρ̃22 =
i

2
Ω(ρ̃12 − ρ̃21), (2.73)

(γ21 − iδ)ρ21 =
i

2
Ω(ρ̃11 − ρ̃22). (2.74)

Substituindo a Eq.(2.72) na Eq.(2.74) leva a

ρ̃21 =
iΩ

2(γ21 − iδ)
(1− 2ρ̃22). (2.75)

Agora substituindo a Eq.(2.75) e o complexo conjugado desta na Eq.(2.73) nos permite encontrar a

solução para ρ̃22

ρ̃22 =
Ω2γ21

2γ2(γ221 + δ2) + 2γ21Ω2
. (2.76)

Como o sistema de dois níveis em consideração é um sistema fechado, para o qual γ1 = 0, então da

Eq.(2.46), temos que γ21 =
γ2
2 , portanto substituindo este valor, a Eq.(2.76) reduz-se a

ρ̃22 =
Ω2

γ22 + 4δ2 + 2Ω2
. (2.77)

Para encontrar a solução de estado estacionário para a coerência entre os dois níveis, substituímos

a Eq.(2.77) na Eq.(2.75) para �nalmente achar que a coerência é dada pela seguinte expressão

ρ̃21 =
Ω(iγ2 − 2δ)

γ22 + 4δ2 + 2Ω2
(2.78)

2.4.1 Susceptibilidade Complexa

A polarização macroscópica ~P , para um meio com N osciladores por unidade de volume, com

momento de dipolo ~d, é dado por

~P (t) = N〈~d〉. (2.79)
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Partindo do pressuposto de que ~P é proporcional ao campo elétrico aplicado ~E, ~P pode ser escrito

como:

~P = ε0 ~E(χe−iωt + χ∗eiωt), (2.80)

onde χ é a susceptibilidade complexa do meio [104]. Das Eq.(2.32), Eq(2.79) e Eq.(2.80) obtemos

que

N(ρ̃21e
−iωtd12 + ρ̃12e

iωtd21) = ε0E0(χe
−iωt + χ∗eiωt), (2.81)

substituindo a frequência de Rabi nesta ultima equação,obtemos

Nd221(ρ̃21e
−iωt + ρ̃12e

iωt) =
ε0~Ω

2
(χe−iωt + χ∗eiωt). (2.82)

Da igualdade dos coe�cientes com e−iωt, encontramos que a susceptibilidade complexa é dada

χ =
2Nd221
ε0~Ω

ρ̃21. (2.83)

A dependência da polarização linear sobre os elementos de matriz densidade é claramente apresen-

tado se a susceptibilidade é expressa em termos da parte real (χr) e imaginário (χi) como

χ = χr + iχi,

ao substituir a expressão de ρ̃21, dada pela Eq.(2.78), na Eq.(2.83), �nalmente achamos que a

susceptibilidade complexa é dada por:

χ =
2Nd221
ε0~

( −2δ

γ22 + 4δ2 + 2Ω2
+ i

γ2
γ22 + 4δ2 + 2Ω2

)

, (2.84)

onde

χr = −4Nd221
ε0~

(

δ

γ22 + 4δ2 + 2Ω2

)

, (2.85)
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Figura 2.2: Curvas de absorção (a) e dispersão (b) de um sistema atômico de dois níveis na presença
de um campo de prova dessintonizado da transição atômica |1〉 → |2〉 por δ = ω21 − ω.

e

χi =
2Nd221
ε0~

(

γ2
γ22 + 4δ2 + 2Ω2

)

, (2.86)

Para um campo estacionário E0(z, t) = E0(z) e P0(z, t) = P0(z), a Eq.(2.26) reduz-se à equação de

propagação independente do tempo

∂E0(z)

∂z
=
ik

2
(χr + iχi)E0(z), (2.87)

nesta ultima equação substituímos P0(z) = ε0χE0(z). Finalmente resolvendo a Eq.(2.87), a ampli-

tude do campo logo depois de se propagar no meio atômico de comprimento L pode ser expressa

como:

E0(z) = E0e
−α0L/2eiφL, (2.88)

na qual o coe�ciente de absorção é dado como: α0 = 2π
λ Im(χ) e a fase que ganha o campo ao

atravessar a mostra atômica é φ = πL
2 Re(χ). Apesar de falarmos separadamente das partes real e

imaginária da coerência ρ̃21, estamos sempre nos referindo à mesma informação extraída do sistema,

estando a parte real e imaginária relacionadas através das relações de Kramers-Kroning [105].

A Fig.2.2 mostra a parte real e imaginaria desta susceptibilidade. Como podemos observar

na Fig. 2.2(a), o per�l de absorção apresenta um per�l do tipo Lorentziano, com a largura de
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linha determinado pela taxa de decaimento do estado excitado, ∆ω =
√

γ22 + 2Ω2. Na condição de

ressonância do campo com a transição atômica (δ = 0), esta curva apresenta seu valor máximo. No

caso da curva de dispersão, Fig.2.2(b), como podemos observar esta curva tem um per�l de dispersão

familiar, com dispersão anômala (diminuição do Re(χ) com a frequência ) na parte central do per�l

de absorção dentro da largura de linha. Já para grandes dessintonias do campo em relação à

frequência da transição atômica, tanto as curvas de absorção e dispersão apresentam valor nulo.

28



Capítulo 3

Teoria de EIT em um sistema ideal de

três níveis

3.1 O átomo de três níveis

A interação entre a luz e matéria em um sistema atômico de dois níveis é a base para a descrição

de muitos aspectos na física atômica, tais como oscilações de Rabi, relógios atômicos e a força de

radiação usada no resfriamento a laser [105,106]. Contrariamente para átomos de dois níveis, muitos

mais efeitos físicos podem ser observados em outros tipos de sistemas atômicos.

Desde os anos 1990 a comunidade da ótica quântica têm procurado desenvolver sua compreensão

da dinâmica de sistemas atômicos mais complexos, isto é com mais de dois níveis. Por exemplo

percebeu-se que sistemas de três níveis podem exibir características novas que não são possíveis no

sistema de dois níveis. Portanto, os sistemas de três níveis têm sido objeto de extensos estudos,

tanto teóricos como experimentais, nos últimos trinta anos. A razão para este interesse nos sistemas

de três níveis é a utilização deste para observar efeitos de interferência quântica. Um exemplo

interessante é a transparência induzida eletromagneticamente (EIT) [50].
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3.2 Transparência induzida eletromagneticamente

A abreviatura EIT, tenta descrever a redução da absorção de um campo laser de prova, devido

ao efeito de interferência quântica destrutiva o qual permite a propagação deste campo através de

um meio atômico de outra forma opaco; um laser de �acoplamento� é usado para criar a interferência

necessária para permitir a transmissão de pulsos de prova ressonante. As ressonâncias absortivas

normalmente associadas a um sistema de dois níveis podem ser feitas parcialmente transparente

sob alguma largura de frequência. Como demonstrado por meio das relações de Kramers-Kroning

qualquer alteração na absorção de um meio também modi�ca a dispersão [105]. Devido à janela de

transmissão estreita característico do fenômeno de EIT, maior dispersão ocorre. Este controle da

resposta ótica de um meio é devido à capacidade de induzir coerência utilizando campos de laser.

Mais especi�camente, a evolução do sistema átomo-luz depende da fase das amplitudes atômicas do

estado e não apenas da dinâmica populacional dos níveis atômicos.

A primeira observação experimental de EIT foi feita em 1990 por Harris, em vapor de estrôncio

[10]. Para esse experimento, os feixes se acoplam para formar um sistema Λ, assim chamado porque

a forma feita pelos feixes se assemelha à letra grega, como mostrado na Fig.3.1. Existem duas

outras con�gurações de estados geralmente usados para o estudo de EIT, Ξ (cascata) e V . Na

descrição que se segue, só o sistema Λ sera apresentado, no entanto os outros dois sistemas são

facilmente descritos por alterações apropriadas nas energias e acoplamentos. Comum a todas estas

con�gurações é o fato de que não há acoplamento entre dois dos estados constituintes |1〉 e |2〉 da

Fig.3.1.

3.3 Equações óticas de Bloch para a EIT

Consideremos o sistema de três níveis na con�guração Λ, como esquematicamente mostrado na

Fig.3.1. Da mesma maneira que a susceptibilidade complexa, e portanto a absorção e dispersão

do meio, para o sistema de dois níveis foi calculada no capítulo anterior, é possível calcular a
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Figura 3.1: Sistema atômico de três níveis tipo Λ, com estados metaestável |1〉 e |2〉, assim como o
estado excitado |3〉. Os laser de acoplamento e prova são denotados por Ωc e Ωp, respectivamente.
Nesta �gura também são mostradas as dessintonias dos laser de prova (∆) e acoplamento (δ). γ é
a taxa de decaimento do estado excitado para os estados mais baixos, em quanto γ0 representa a
perda de coerência entre os estados fundamentais.

susceptibilidade complexa para o sistema Λ de três níveis. Como foi feito no capítulo anterior,

dentro da aproximação de dipolo o hamiltoniano do sistema completo pode ser escrito como

Ĥ = Ĥa − d̂ · ~E. (3.1)

Utilizando a relação de completude, |1〉〈1|+|2〉〈2|+|3〉〈3|= 1, o hamiltoniano do sistema atômico,

Ĥa é dado por

Ĥa = ~ω1|1〉〈1|+~ω2|2〉〈2|+~ω3|3〉〈3|, (3.2)

supondo que os campos que interagem com o sistema atômico estão em fase e possuem amplitudes

reais e constantes. Além disso, como estamos trabalhando na aproximação de dipolo, a estrutura

espacial do campo não vai ser levada em conta, assim escrevemos que os campos de acoplamento e

prova são dados por:

Ec(t) = E0
c (e

−iωt + eiωt), (3.3)

Ep(t) = E0
p(e

−iωpt + eiωpt), (3.4)
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e o hamiltoniano de interação, na aproximação de onda girante é dado

Ĥi = −~Ωp

2

(

|3〉〈1|e−iωpt + |1〉〈3|eiωpt
)

− ~Ωc

2

(

|3〉〈2|e−iωt + |2〉〈3|eiωt
)

, (3.5)

neste caso, a frequência de Rabi do feixe de prova é, Ωp =
2E0

pd31
~

, enquanto a do laser de acoplamento

é dado por, Ωc = 2E0
cd32
~

, onde temos considerado as frequências de Rabi dos laser de prova e

acoplamento como sendo quantidades reais. Nesta aproximação o hamiltoniano total do sistema

pode ser escrito como

Ĥ = ~ω1|1〉〈1|+~ω2|2〉〈2|+~ω3|3〉〈3|

− ~Ωp

2

(

|3〉〈1|e−iωpt + |1〉〈3|eiωpt
)

− ~Ωc

2

(

|3〉〈2|e−iωt + |2〉〈3|eiωt
)

(3.6)

A função de onda correspondente para o caso do sistema atômico de três níveis, neste caso pode

ser representada por

|Ψ(t)〉 = c1(t)|1〉+ c2(t)|2〉+ c3(t)|3〉, (3.7)

enquanto que o correspondente operador densidade é escrito como

ρ̂ =













|c1(t)|2 c1(t)c
∗
2(t) c1(t)c

∗
3(t)

c2(t)c
∗
1(t) |c2(t)|2 c2(t)c

∗
3(t)

c3(t)c
∗
1(t) c3(t)c

∗
2(t) |c3(t)|2.













. (3.8)

Usando a equação de Liouville [Eq.(2.44)]

˙̂ρ = − i

~
[Ĥ , ρ̂]− γρ̂, (3.9)

poderemos achar que as equações que governam a evolução das populações para o sistema de três
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níveis são dadas por

ρ̇33 =
iΩp

2
(ρ13e

−iωpt − ρ31e
iωpt) +

iΩc

2
(ρ23e

−iωt − ρ32e
iωt)− γρ33, (3.10)

ρ̇22 =
iΩc

2
(ρ32e

iωt − ρ23e
−iωt)− γ0ρ22 +

γ

2
ρ33 + γ0ρ11, (3.11)

ρ̇11 =
iΩp

2
(ρ31e

iωpt − ρ13e
−iωpt)− γ0ρ11 +

γ

2
ρ33 + γ0ρ22. (3.12)

Da mesma forma, as equações de movimento para as coerências são dadas pelo seguinte conjunto

de equações:

ρ̇31 =
i

2
Ωpe

−iωpt(ρ11 − ρ33)− iω31ρ31 +
i

2
ρ21Ωpe

−iωpt − γ31ρ31, (3.13)

ρ̇32 =
i

2
Ωce

−iωt(ρ22 − ρ33)− iω32ρ32 +
i

2
ρ12Ωpe

−iωpt − γ32ρ32, (3.14)

ρ̇21 = i
Ωc

2
ρ31e

iωt − i
Ωp

2
ρ23e

−iωpt − iω21ρ21 − γ21ρ21, (3.15)

onde γ31 =
γ+γ0
2 , γ32 =

γ+γ0
2 e γ12 =

γ0+γ0
2 , respectivamente.

Dado que estas últimas equações diferenciais apresentam coe�cientes que dependem do tempo,

da mesma forma como foi feito no capítulo anterior, é então desejável que procuremos reescrevê-

las através de uma troca de variáveis no intuito de torná-las equações diferenciais lineares com

coe�cientes constantes, assim.

ρ33 = ρ̃33, (3.16)

ρ22 = ρ̃22, (3.17)

ρ11 = ρ̃11, (3.18)

ρ31 = ρ̃31e
−iωpt, (3.19)

ρ32 = ρ̃32e
−iωt, (3.20)

ρ21 = ρ̃21e
−(ωp−ω)t, (3.21)
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3.3. Equações óticas de Bloch para a EIT

com essa mudança de variáveis, obtemos o seguinte conjunto de equações diferenciais para a popu-

lação

˙̃ρ33 = i
Ωp

2
(ρ̃13 − ρ̃31) + i

Ωc

2
(ρ̃23 − ρ̃32)− γρ̃33, (3.22)

˙̃ρ22 = i
Ωc

2
(ρ̃32 − ρ̃23)− γ0ρ̃22 +

γ

2
ρ̃33 + γ0ρ11, (3.23)

˙̃ρ11 = i
Ωp

2
(ρ̃31 − ρ̃13)− γ0ρ̃11 +

γ

2
ρ̃33 + γ0ρ22, (3.24)

e a coerência do sistema atômico

˙̃ρ31 = i
Ωp

2
(ρ̃11 − ρ̃33)− (i∆+ γ31)ρ̃31 + i

Ωc

2
ρ̃21, (3.25)

˙̃ρ32 = i
Ωc

2
(ρ̃22 − ρ̃33)− (iδ + γ32)ρ̃32 + i

Ωp

2
ρ̃12, (3.26)

˙̃ρ21 = i
Ωc

2
ρ̃31 − i

Ωp

2
ρ̃23 − ρ̃21(i(∆− δ) + γ21), (3.27)

onde de�nimos as dessintonias dos lasers de prova e acoplamento, com suas respectivas transições

atômicas, como sendo ∆ = ω31 − ωp e δ = ω32 − ω, respectivamente.

As Eqs.(3.22-3.27) formam um sistema de equações diferenciais de primeira ordem com coe�cien-

tes constantes. Além dessas equações, temos também a condição de normalização ρ̃11+ρ̃22+ρ̃33 = 1,

que é associado ao fato da população total do sistema ser conservada.

Para estudar as características estacionárias do sistema de três níveis ilustrado na Fig.3.1, nós

fazemos

˙̃ρ31 = ˙̃ρ32 = ˙̃ρ21 = 0. (3.28)

Da mesma forma, podemos considerar as características estacionarias das populações. Neste regime

temos

˙̃ρ33 = ˙̃ρ22 = ˙̃ρ11 = 0. (3.29)
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No caso de EIT, onde Ωc ≫ Ωp, nós podemos considerar que o sistema está inicialmente prepa-

rado no estado fundamental |1〉, assim

ρ̃33 ≃ ρ̃22 ≃ 0, (3.30)

ρ̃11 ≃ 1. (3.31)

Substituindo as Eq.(3.28,3.30) e a Eq.(3.31), na equação de movimento para as coerências, achamos

o seguinte conjunto de equações

iΩcρ̃21 ≃ 2Γ31ρ̃31 − iΩp, (3.32)

iΩpρ̃12 ≃ 2Γ32ρ̃32, (3.33)

iΩcρ̃31 ≃ 2Γ21ρ̃21 + iΩpρ̃23, (3.34)

onde de�nimos Γ31 = γ31 + i∆, Γ32 = γ32 + iδ e Γ21 = γ21 + i(∆− δ), respectivamente.

Dado que nós estamos considerando que a população está inicialmente preparada no estado

fundamental |1〉, isto é ρ̃33 = ρ̃22 ≃ 0, então a coerência entre os níveis |3〉 e |2〉 pode ser considerada

também pequena, isto junto com o fato que Ωc ≫ Ωp, então o termo iΩpρ̃23, na Eq.(3.34) pode ser

desconsiderado.

Com essas considerações, e dado que as propriedades de dispersão e absorção do meio experimentada

pelo feixe de prova são dadas pela parte real e imaginária da coerência ρ̃31, vamos em seguida

substituir a Eq.(3.34) na Eq.(3.32), com o qual achamos que a coerência entre os níveis |3〉 e |1〉 é

dada por

ρ̃13 =
2Ωp(δ −∆+ iγ21)

4γ21γ31 + 4∆(δ −∆) + Ω2
c + 4i(γ21∆+ γ31(∆− δ))

. (3.35)
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3.4 Absorção e dispersão no meio com EIT

Para determinar as propriedades óticas do meio EIT como medidas pelo feixe de prova, nós

precisamos de uma expressão para a susceptibilidade linear como função da frequência do laser

de prova. Tal como foi feito no capítulo 2, esta susceptibilidade esta diretamente relacionada à

coerência da transição atômica |1〉 → |3〉, e é dada pela seguinte expressão

χ =
Nd231
ε0~Ωp

ρ̃31. (3.36)

Para o caso quando o campo de acoplamento está na ressonância (δ = 0) com a transição atômica

|2〉 → |3〉, podemos substituir a Eq.(3.35) na Eq.(3.36) e encontrar que a parte real (χr) e imaginária

(χi) da susceptibilidade complexa, χ = χr + iχi, são dadas por

χr =
2Nd231
ε0~

∆(4γ221 + 4∆2 − Ω2
c)

(4γ21γ31 − 4∆2 +Ω2
c)

2 + 16∆2(γ21 + γ31)2
, (3.37)

χi =
2Nd231
ε0~

4γ31(γ
2
21 +∆2) + γ21Ω

2
c

(4γ21γ31 − 4∆2 +Ω2
c)

2 + 16∆2(γ21 + γ31)2
. (3.38)

A susceptibilidade linear, como mostrado na Fig.3.2 exibe um certo número de características

importantes do fenômeno EIT. Primeiro de tudo reconhecemos que na condição de ressonância

∆ = 0, tanto a parte real e como imaginária da susceptibilidade são iguais a zero no limite quando a

taxa de decaimento da coerência ρ̃21 é zero, ou seja γ21 = 0. Este é o chamado limite ideal da EIT,

uma vez que esta condição não é atingida na natureza, dado que a taxa de decoerência do estado

fundamental |2〉 é sempre diferente de zero.

Como podemos observar na Fig.3.2(a), devido à presença do campo de acoplamento, o campo de

prova ressonante (∆ = 0) experimenta um meio totalmente transparente deixando de ser absorvido.

Nesta situação o campo de acoplamento forte causa um desdobramento tanto do nível excitado

quanto no nível fundamental |2〉 devido ao deslocamento Stark, levando o átomo a uma con�guração

do átomo vestido.
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Figura 3.2: (a) Parte imaginaria e (b) parte real da susceptibilidade complexa de um sistema
atômico de três níveis na con�guração Λ sob a condição de EIT, para γ21 = 0.

Quando a intensidade do laser de acoplamento for tal que a separação entre os níveis vestidos

do estado excitado |3〉, devido ao deslocamento Stark, for menor que a largura de linha, isto é

Ωc < γ, o feixe de prova experimentará dois caminhos indistinguíveis para a transição |1〉 → |3〉.

Nesta situação ocorre o surgimento de uma interferência quântica destrutiva entre os dois caminhos

possíveis, com o qual a absorção do campo de prova é completamente cancelada. Essa interferência

destrutiva é máxima quando o campo de prova esta na ressonância com sua respectiva transição.

No entanto em sistemas atômicos reais, a taxa de decaimento da transição proibida |1〉 → |2〉 é

diferente de zero devido a colisões atômicas e tempo de trânsito. Todas as características importantes

de EIT permanecem observáveis mesmo quando γ21 6= 0, desde que a frequência de Rabi do campo

de acoplamento satisfaça a seguinte desigualdade,

√
γ31γ21 ≪ |Ωc|≪ γ31. (3.39)

Na Fig.3.3 é mostrado a parte imaginaria da susceptibilidade linear χ, para dois diferentes valores

da taxa de decaimento da coerência ρ̃21, isto é: γ21 = 0, 1γ31 [Fig.3.3(a)], e γ21 = 10γ31, [Fig.3.3(b)].

Nestes grá�cos tomamos Ωc = 0, 5γ31. Como podemos observar na Fig.3.3(a) o per�l de absorção

ainda mostra um pequeno cancelamento da absorção do campo de prova na condição da ressonância

(∆ = 0), desde que a desigualdade, dada na Eq.(3.39) é ainda satisfeita. Já para o caso em que
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Figura 3.3: (a) Parte imaginaria e (b) parte real da susceptibilidade para taxas de decaimento da
transição |1〉 → |2〉 diferentes de zero. (a) γ21 = 0, 1γ31; (b)γ21 = 10γ31. Em todos os casos γ31 = 1
e Ωc = 0, 5γ31.

γ21 ≫ γ31, como mostrado na Fig.3.3(b), o minimo de absorção está ausente. Neste limite a

interferência construtiva aumenta o coe�ciente de absorção, diminuindo a transmissão do campo de

prova. Isto implica que os efeitos EIT podem ser observados em gases atômicos densos, ou mesmo

em sólidos, desde que haja uma transição metaestável com uma taxa de decaimento relativamente

grande, a qual satisfaça γ21 ≪ γ31.

Finalmente como podemos observar na Fig.3.2(b) para o caso de EIT ideal, a curva de dispersão

apresenta uma variação muito rápida em torno da ressonância, quando comparada com o caso de

átomos de dois níveis, Fig.2.2(b). Em módulo esta curva tem uma inclinação muito maior que a

observada para o caso de átomos de dois níveis. Isto conduz via a Eq.(3.40)

υgr =
c

n+ ω dn
dω

, (3.40)

a velocidades de grupo muitos pequenas associadas a este fenômeno, tal como demostrado experi-

mentalmente por Hau e colaboradores [14], onde os autores reportarem velocidades de grupo entorno

de 17m/s .

Associado com a redução da velocidade de pulsos de luz é também observado o armazenamento

de luz e consequentemente a informação nela contida. Num artigo [24] publicado na revista Nature
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no ano do 2001 por Liu e colaboradores, se con�rmo experimentalmente que é possível armazenar a

informação ótica em um meio atômico, e posteriormente recuperalá utilizando o fenômeno de EIT.

Outros experimentos associados com a redução de velocidades de pulsos de luz, como armazenamento

de imagens também reportados [107,108]

3.5 Não-linearidades Kerr gigantes

Em 1678, Christiaan Huygens estipulado que '... feixes de luz viajando em uma mesma região

do espaço ou um meio não tem qualquer efeito entre si, tal que luz não pode ser utilizada para

controlar luz'. Esta característica essencial da luz no espaço livre signi�ca que as interações entre

os campos são impossíveis de ocorrer sem o uso de um meio não absorvente. Com a demostração

do laser por Maiman no ano de 1960 [109], começou um esforço gigantesco dirigido ao estudo e

desenvolvimento de fontes de luz laser intensos e de meios não-lineares para controlar luz com luz.

Tal como foi mostrado no capítulo anterior, para o caso da ótica convencional (isto é linear), a

polarização induzida no meio depende linearmente da amplitude do campo elétrico, assim

~P (t) = ε0χ~E (3.41)

Já para altas intensidades de luz, podemos esperar que a relação entre a polarização elétrica e a

intensidade do campo elétrico torna-se não linear, isto é, a relação dada na Eq.(3.41) pode agora ser

escrita como uma série de potências na amplitude do campo elétrico E(t). Considerando somente

escalares, teremos que

P (t) = χ(1)E(t) + χ(2)E2(t) + χ(3)E3(t) + ...., (3.42)

onde χ(2), χ(3) são as susceptibilidades não-lineares de segunda ordem, terceira ordem, etc. Na

presença de campos laser intensos, muitos materiais mostram não-linearidades as quais podem
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causar que o per�l do índice refração siga o per�l de intensidade do campo laser aplicado. O

efeito Kerr, o qual está relacionado à susceptibilidade de terceira ordem, χ(3), é um efeito ótico que

ocorre quando um feixe de luz intenso propaga-se através de cristais, vidros, mas também em outros

meios, tais como gases. Sua origem física é a polarização não-linear gerada no meio, que por si só

modi�ca as propriedades de propagação da luz. O efeito Kerr é o efeito de uma resposta não-linear

ocorrendo instantaneamente o qual pode ser descrito como uma modi�cação no índice de refração.

Em particular, o índice de refração para feixes laser muito intensos é modi�cado de acordo a

n = n0 + n2I, (3.43)

onde n0 é o índice de refração linear, n2 é o índice de refração não-linear e I é a intensidade ótica. A

não-linearidade Kerr cruzada, também chamado modulação de fase cruzada (XPM, sigla em ingles

para "Cross-Phase Modulation"), é a mudança de fase de um feixe de luz causada pela interação

com outro feixe num meio não-linear, especi�camente um meio Kerr. Estas não-linearidades Kerr

cruzadas tem recebido muita atenção, uma vez que podem encontrar diversas aplicações, como

detecção não destrutiva de estados de Bell [29, 30] , e portas de fase quânticas para operações

lógicas quânticas [37]. Nestas aplicações, susceptibilidades não-lineares grandes são desejáveis para

baixas potências de bombeio. Ao mesmo tempo, a susceptibilidade linear deve ser a mais baixa

possível para todos os campos que participam no processo não-linear para minimizar a absorção.

Estes objetivos são, no entanto, incompatíveis em dispositivos convencionais.

A observação destes efeitos óticos não-lineares sempre esteve associada a altas intensidades de

luz, com campos contendo uma grande quantidade de fótons. Usando a transparência induzida

eletromagneticamente, Schmidt e Imamoglu no ano 1996 mostraram que é teoricamente possível

alcançar não-linearidades Kerr gigantes em um sistema atômico de 4 níveis na denominada con�-

guração do tipo N . Nesta tese, a qual constitui um trabalho original, nós exploramos este sistema

atômico para estudar efeitos óticos não-lineares transversais a baixas intensidades de luz.

O sistema usado por Schmidt e Imamoglu para gerar não-linearidades Kerr gigantes, é mostrado
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Figura 3.4: (a) Sistema atômico de 4 níveis para gerar não-linearidades gigantes. Nesta �gura, Ωs,
Ωc e Ωp são as frequência de Rabi dos laser sinal, acoplamento e prova respectivamente. ∆ωs é a
dessintonia do campo sinal com a transição atômica |2〉 → |4〉. γ3 e γ4 são as taxas de decaimento.
(b) sistema atômico na con�guração cascata de um átomo de 3 níveis convencional.

na Fig.3.4(a). O elemento principal aqui é novamente o subsistema EIT tipo Λ, consistindo dos

níveis |1〉, |2〉 e |3〉. Os níveis |2〉 e |3〉 são coerentemente acoplados por um laser de acoplamento

com frequência de Rabi Ωc, o qual é assumido como não perturbativo, permanece inalterado, e pode

ser tratado classicamente.

O estado |2〉 é assumido como sendo metaestável de modo que a taxa de decaimento deste estado

pode ser desprezada. Além disso, um campo sinal está presente, o qual tem uma frequência Rabi

Ωs e é dessintonizado da transição |2〉 → |4〉 por ∆ωs. Esta é a peça chave do esquema proposto

pelos autores: nós podemos entender o aumento previsto da não-linearidade Kerr, recordando a

dispersão acentuada obtida em transparência para Ωc ≪ γ3. Neste limite, uma pequena alteração

na dessintonia de dois fótons que é causada, por exemplo, por uma mudança na energia do estado

|2〉, pode dar origem a um aumento drástico de Re[χ], o qual é experimentado pelo feixe de prova.

Esta mudança na dispersão do meio pode ser observada na curva pontilhada na Fig.3.5 que tem

os mesmo valores da curva contínua, mas com a presença de uma pequena perturbação aplicada

no nível |2〉. Nesta situação podemos compreender o papel do campo sinal como sendo criar uma

mudança Stark-ac no estado fundamental |2〉, conduzindo assim a uma grande mudança no índice

de refração na frequência do feixe de prova.
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Figura 3.5: Re[χ] em função da dessintonia do feixe de prova para γ21 = 0 e Ωc = γ31, com γ31 = 1.
A diferença entre a curva continua e a curva pontilhada, é que a ultima apresenta o efeito do feixe
adicional.

A não linearidade de modulação de fase cruzada entre o campo sinal e o campo de prova, o qual

é aplicado na transição |1〉 → |3〉, foi calculada pelos autores assumindo condições perturbativas

para Ωp. Destes cálculos, a susceptibilidade de terceira ordem é encontrada como sendo

χ(3)
xpm =

N |µ13|2|µ24|2
2ε0~3

[

1

Ω2
c∆ωs

+ i
γ4

2Ω2
c∆ω

2
s

]

, (3.44)

Para avaliar a importância do resultado mostrado na Eq.(3.44), é ilustrativo compará-lo com a

susceptibilidade Kerr não-linear (χ(3)
3−level) de um sistema atômico padrão representado na Fig.3.4(b).

Para este sistema, consistindo de um estado fundamental |a〉, um estado intermediário |b〉 e um

estado excitado |c〉, encontramos

Re[χ
(3)
3−level] =

|µab|2|µbc|2N
2ε0~3

1

∆ω2
a∆ωs

, (3.45)

em ambas susceptibilidades (χ(3)
xpm e χ(3)

3−level) temos que µij denota os elementos de matriz de dipolo

elétrico para uma dada transição, ∆ωi denota a dessintonia do campo com respeito à transição

atômica |i〉 → |j〉 e N a densidade atômica.

Ao examinar a dependência na dessintonia da frequência para Re[χ(3)] em ambos esquemas
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3.5. Não-linearidades Kerr gigantes

mostrados na Fig.3.4, pode-se observar que a dessintonia do nível intermediário para o sistema de

três níveis padrão é substituída pela frequência de Rabi do laser de acoplamento no sistema de

quatro níveis proposto pelos autores. Para o caso do sistema de três níveis descrito na Fig.3.4(b),

pode-se aumentar a não-linearidade através da diminuição da dessintonia, especialmente em relação

ao estado intermediário |b〉, a qual, como pode ser observado na Eq.(3.45), aparece quadrática em

Re[χ
(3)
3−level]. No entanto, isto pode fazer com que haja um aumento muito grande da absorção da

onda incidente com frequência ωa. Já para o caso do sistema de quatro níveis, o valor da frequência

de Rabi do campo de acoplamento é somente limitado pela condição de EIT ( Ω2
c > γ2γ3), portanto

Ωc pode ser escolhido para ser muito menor que γ3, desde que γ2 ≈ 0. Isto por sua vez, implica

que a magnitude da não-linearidade Kerr pode ser ordens de magnitude maior neste último caso.

Esta é a essência do efeito Kerr gigante, proposto por Schmidt e Imamoglu. Finalmente podemos

mencionar que a observação de não-linearidades Kerr gigantes a baixas intensidades de luz foram

reportadas experimentalmente no ano do 2003, por Hoonsoo Kang e Yifu Zhu [39].

Coe�cientes de XPM, n2 = 2×10−5 cm2/W foram observadas em células de vapor de átomos de

87Rb [43]. Este valor é alto se comparado com valores obtidos para cristais (10−16−10−14 cm2/W),

vidros (10−16 − 10−15 cm2/W) e semicondutores (10−14 − 10−13 cm2/W) [105].
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Capítulo 4

Emissão cônica induzida

eletromagneticamente

Na ultima seção do capítulo anterior mostramos que usando as propriedades notáveis da trans-

parência induzida eletromagneticamente, não-linearidades óticas gigantes podem ser obtidas per-

turbando o sistema atômico EIT tipo Λ. Isto é feito, introduzindo um campo fraco adicional,

denominado campo sinal, o qual está na ressonância com a transição atômica |2〉 → |4〉. A obser-

vação desta não-linearidade gigante pode ser entendida devido à perturbação causada pelo campo

sinal, o qual cria uma mudança Stark-ac no estado |2〉, conduzindo a uma mudança muito grande

no índice de refração na frequência do laser de prova.

Não-linearidades óticas do tipo Kerr desempenham um papel fundamental no campo da ótica

não-linear [105]. Normalmente não-linearidades Kerr são bastantes baixas devido a grandes dessin-

tonias, as quais enfraquecem a não-linearidade, e são necessárias para evitar absorção. Portanto,

efeitos não-lineares práticos requerem campos óticos intensos, mesmo em vapores atômicos, o qual

pode apresentar uma grande resposta não-linear perto de uma ressonância atômica. Quando um

feixe laser intenso propaga-se através de um meio não-linear, efeitos transversais, os quais mudam

o per�l espacial do feixe, podem ser observados. Emissão cônica (CE, sigla em inglês para "Conical

emission") é um desses efeitos não-lineares transversais, e tem sido objeto de extenso estudo [80].

Neste capítulo, o qual corresponde a nossa primeira contribuição original, prevemos teoricamente

a ocorrência de CE com excitação de campos fracos em um meio atômico sob EIT. Nós exploramos



4.1. Equações de amplitude de probabilidade acopladas para o sistema atômico

Figura 4.1: Um átomo de quatro níveis aberto na con�guração N interagindo com três feixes laser:
sinal (Ωs), acoplamento (Ωc) e prova (Ωp). O campo sinal é dessintonizado por δ da transição atô-
mica |2〉 → |4〉, entanto que γ3, γ4 são as taxas de decaimento dos estados |3〉 e |4〉 respectivamente.

as não-linearidades gigantes que um vapor atômico pode exibir sob EIT para induzir uma mudança

de fase (XPM) no feixe de prova que varia radialmente. No campo distante, uma estrutura de anéis

pode ser induzida no per�l transversal do feixe de prova, por um feixe sinal com intensidades abaixo

do nível de saturação da linha (≈ 5 mW/cm2 para o vapor de rubídio).

4.1 Equações de amplitude de probabilidade acopladas para o sis-

tema atômico

A Fig.4.1 mostra o modelo atômico. Este consiste de um átomo de quatro níveis aberto inte-

ragindo com três campos laser de onda continua (cw). Os níveis |3〉 e |4〉 são os estados excitados

que naturalmente decaem com taxas γ3 e γ4, respectivamente. O nível |1〉 é o estado fundamental,

e o estado |2〉 é um estado metaestável com uma taxa de decaimento insigni�cante (γ2 ≈ 0). As

transições |1〉 → |3〉, |2〉 → |3〉 e |2〉 → |4〉, são de dipolo elétrico permitidas, enquanto as transições

|1〉 → |2〉 e |3〉 → |4〉, são proibidas por dipolo elétrico. Os níveis |1〉 e |3〉 estão ligados pelo feixe

de prova com frequência de Rabi Ωp e comprimento de onda λ, enquanto a transição |2〉 → |3〉 é ex-

citada pelo feixe de acoplamento (frequência de Rabi Ωc). Ambos os feixes de acoplamento e prova

estão em ressonância com suas respectivas transições, e EIT do feixe de prova ocorre se Ωc ≫ Ωp.
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4.1. Equações de amplitude de probabilidade acopladas para o sistema atômico

O feixe sinal (frequência de Rabi Ωs) é dessintonizado da transição |2〉 → |4〉 por δ = ω24 −ω, onde

ω24 é a frequência da transição atômica e ω é a frequência ótica do feixe sinal.

Do ponto de vista experimental, nosso sistema se aplica, por exemplo, ao caso da excitação

de átomos frios de 87Rb, con�nados em uma armadilha magneto-ótica, cujo tempo de vida do ní-

vel excitado é de aproximadamente de 27 ns e com um estado fundamental |2〉 com uma taxa de

decaimento de γ21 ∼ 104 s−1. Lasers de diodo podem fornecer as potências necessárias para os

laser sinal, acoplamento e prova, respectivamente. Por exemplo, para o subsistema EIT tipo Λ, um

campo de prova fraco e o laser de acoplamento forte são empregados para excitar a transição D1

de |F = 1〉 ≡ |1〉 ↔ |F = 2〉 ≡ |3〉 e |F = 2〉 ≡ |2〉 ↔ |F ′ = 2〉 ≡ |3〉 respectivamente. A XPM

ou a equivalente não-linearidade Kerr é realizada através da aplicação do campo sinal que excita a

transição |2〉 ↔ |F ′ = 3〉 ≡ |4〉 [44]. A estrutura da transição hiper�na da linha D1 de 87Rb na qual

pode ser implementado nosso esquema é mostrado na Fig.4.2.

A interação entre o sistema atômico e os três campos laser mostrado na Fig. 4.1 é descrita pelo

hamiltoniano

Ĥ = Ĥa − ~d · ~E, (4.1)

onde o hamiltoniano do átomo livre é dado por

Ĥa =

4
∑

n=1

~ωn|n〉〈n|. (4.2)

Os três campos laser interagindo com o sistema atômico são dados respectivamente por

E(t) = Epe
−iωpt + Ece

−iωct + Ese
−iωst + c.c, (4.3)

onde c.c indica o complexo conjugado. A equação de onda do sistema atômico de 4 níveis, neste

caso pode ser escrita como

|ψ(~r, t)〉 = b1(t)|1〉+ b2(t)|2〉e−i(ωp−ωc)t + b3(t)|3〉e−iωpt + b4(t)|4〉e−i(ωp+ωs−ωc)t, (4.4)
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Figura 4.2: Estrutura da transição hiper�na da linha D1 de 87Rb com quebras de frequências entre
os níveis hiper�nos.

onde as funções base |i〉, (i = 1, 2, 3, 4) são as autofunções de Ĥa, determinada por

Ĥa|i〉 = Ei|i〉, (4.5)

48
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aqui ωi estão relacionadas com os autovalores da energia de acordo com, Ei = ~ωi. Da equação de

Schrödinger

i~
∂|ψ(~r, t)〉

∂t
= Ĥ |ψ(~r, t)〉, (4.6)

substituindo as Eqs. (4.2-4.4) e dado que os auto-estados de energia da função de onda |ψ(~r, t)〉,

têm paridade bem de�nida [Eq.(2.49)], os elementos na diagonal principal do operador de dipolo

elétrico são iguais a zero, isto é, d11 = d22 = d33 = d44 = 0, assim como também as transições

proibidas por dipolo, d12 = d∗12 = d14 = d∗41 = d34 = d∗43 = 0.

De�nindo a frequência de Rabi para os laser de prova, acoplamento e sinal como, Ωp = 2µ13Ep/~,

Ωc = 2µ23Ec/~ e Ωs = 2µ24Es/~, podemos achar que a evolução temporal do sistema atômico é

dada pelo seguinte conjunto de equações de movimento para as amplitudes de probabilidades dos

estados atômicos, dentro da aproximação de onda girante (RWA), estas são dadas por:

ḃ1 =
i

2
Ωpb3, (4.7)

ḃ2 = −i∆ω21b2 +
i

2
Ωcb3 +

i

2
Ωsb4, (4.8)

ḃ3 =
i

2
Ωpb1 +

i

2
Ωcb2 − i(∆ω31 −

i

2
γ3)b3, (4.9)

ḃ4 =
i

2
Ωsb2 − i(δ − i

2
γ4)b4, (4.10)

neste conjunto de equações adicionamos fenomenologicamente os decaimentos dos estados excitados,

γ3 e γ4 no sistema atômico, fazendo ∆ω13 → ∆ω13 − iγ3 e δ → δ − iγ4.

Vamos a considerar que o laser de prova está na ressonância com a transição atômica |1〉 → |3〉,

(∆ω31 = 0), e que este laser é muito fraco, de tal modo que a população do sistema atômico é

preparada inicialmente no estado fundamental |1〉, isto é, b1 ≈ 1. Dado que EIT requer ressonância

de dois fótons, na Eq.(4.8) escolhemos ∆ω21 = ω21 + ωc − ωp = 0. Destas considerações podemos

resolver o conjunto de Eqs.(4.7-4.10) no regime perturbativo, considerando só até primeira ordem

para o laser de prova e para todas as ordens para os campos de acoplamento e sinal. No regime de
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4.1. Equações de amplitude de probabilidade acopladas para o sistema atômico

estado estacionário, obtemos que a amplitude de probabilidade para o estado excitado, b3, é dada

por:

b3 =
iΩpΩ

2
s

2Ω2
cΓ4 + 2Γ3Ω2

s

, (4.11)

onde temos de�nido Γ3 = γ3/2 e Γ4 = iδ + γ4/2.

A polarização atômica induzida na frequência do campo de prova é dada por

P13 = Nd13b
∗
1b3, (4.12)

onde N é a densidade atômica. Escrevendo a polarização, Eq.(4.12) como

P13 = ε0χEp, (4.13)

onde χ é a susceptibilidade atômica e Ep é a amplitude do campo de prova. Da igualdade das

Eq.(4.12) e Eq.(4.13) podemos encontrar que a susceptibilidade é dada por

χ =
Nd13b

∗
1b3

ε0Ep
,

=
2Nd213b

∗
1b3

ε0~Ωp
, (4.14)

onde substituímos Ωp = 2d13Ep/~. Ao substituir as amplitudes de probabilidades, b1 e b3, obtemos

que a parte real e imaginaria da susceptibilidade são dadas por

Re[χ] =
4Nd213Ω

2
s

ε0~

Ω2
cδ

4Ω4
cδ

2 + (Ω2
cγ4 +Ω2

sγ3)
2
, (4.15a)

Im[χ] =
2Nd213Ω

2
s

ε0~

Ω2
cγ4 +Ω2

sγ3
4Ω4

cδ
2 + (Ω2

cγ4 +Ω2
sγ3)

2
. (4.15b)

Ao derivar as Eqs.(4.15), nenhuma aproximação foi feita com respeito à magnitude de Ωs, Ωc ou

δ. Para apresentar os resultados de uma forma adimensional, de�nimos R= Ωs/Ωc, Γ = γ4/γ3 e
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∆ = δ/γ3.

Re[χ] = 2K
R2∆

4∆2 + (Γ +R2)2
, (4.16a)

Im[χ] = K
ΓR2 +R4

4∆2 + (Γ +R2)2
. (4.16b)

No limite de ∆ ≫ Γ,R as Eqs.(4.16) podem ser simpli�cadas para

Re[χ] = K
R2

2∆
, (4.17a)

Im[χ] = K
ΓR2 +R4

4∆2
(4.17b)

onde temos de�nidoK = 2Nd213/~ε0γ3. Na ausência do feixe sinal, (R=0) a susceptibilidade atômica

χ é nula uma vez que o campo de acoplamento torna o átomo transparente para o campo de prova.

4.2 Propagação do feixe de prova

Dado que a interação do átomo com o campo induz uma polarização que oscila na frequência

do campo de prova, é conveniente expressar a polarização da seguinte forma

P = P13(z, ρ)e
−iωpt+ikpz + c.c, (4.18)

onde c.c é o complexo conjugado e P13 é dado pela Eq.(4.13), é amplitude da polarização variando

lentamente. A propagação do feixe de prova através da amostra atômica é descrita pela equação

de onda de Maxwell, Eq.(2.20), com a polarização atômica atuando como fonte de excitação. Na

aproximação do envelope variando lentamente, temos

− i
1

2kp
∇2

TEP +
∂Ep

∂z
= i

kp
2ε0

Pp, (4.19)
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4.2. Propagação do feixe de prova

Figura 4.3: Formação de anéis no per�l transversal do feixe de prova induzida pelo feixe sinal, logo
depois de atravessar a mostra atômica de comprimento L.

onde ∇T é gradiente transversal, kp = 2π/λ é o número de onda, Ep ≡ Ep(z, ρ) e Pp ≡ P13(z, ρ).

Substituindo a Eq.(4.13), junto com as Eqs.(4.17), na Eq.(4.19), está equação é agora escrita como:

− i
1

2kp
∇2

TEP +
∂Ep

∂z
= i

4Nd213π

λγ3~ε0
(
R2

4∆
+
i

2

ΓR2 +R4

4∆2
)Ep, (4.20)

Suponhamos que o feixe de prova se propaga ao longo da direção z e entra num meio atômico

estendido de comprimento L em z = 0, tal como esquematicamente mostrado na Fig.4.3. Assumindo

que o campo de prova incidente na amostra seja uma onda plana com per�l de intensidade do tipo

gaussiano, isto é

Ep(z = 0, ρ, t) = E0(ρ)e
i(kpz−ωt), (4.21)

com

E0(ρ) = E0
pe

−ρ2/a2 ; (4.22)

E0
p é a amplitude de campo de prova de entrada e a o diâmetro do feixe.

Também assumimos que o campo de acoplamento tem um per�l transversal uniforme ou um

diâmetro de feixe muito maior que o diâmetro do feixe de prova. Para simpli�car a notação, nós

escolhemos o diâmetro do feixe de prova a, como a unidade para a coordenada radial ρ e z0 como

a unidade para a coordenada longitudinal z, onde z0 = 1/α0 = ~ε0γ3λ/4Nπd
2
13 é o comprimento

de absorção de um fóton de prova na ausência do campo de acoplamento. Portanto, numa forma
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adimensional a Eq.(4.20) torna-se

− i
1

ℵ∇
2
TEp +

∂Ep

∂z′
= (−α/2 + iσ)Ep, (4.23)

onde α = (ΓR2 +R4)/4∆2 é o coe�ciente de absorção de dois fótons; σ = R2/4∆ é proporcional à

modulação de fase cruzada induzida pelo feixe sinal no feixe de prova; ℵ = 4πa2/λz0 é o número de

Fresnel do feixe de prova.

O termo transversal pode ser eliminado da Eq.(4.23) se ℵ ≫ 1. Por exemplo, para uma amostra

de vapor de rubídio, com parâmetros típicos como: diâmetro do feixe de prova de a = 1 mm,

γ3/2π= 5,8 MHz, N≈ 3× 1012 cm−3 e d13 =2,5×10−29 Cm, então o número de Fresnel para o feixe

de prova calculado foi de aproximadamente, ℵ ≈ 1,6×106. Sob esta condição, difração do feixe de

prova dentro da amostra pode ser desprezado, e sua propagação na amostra pode ser descrita por

∂Ep

∂z′
= (−α/2 + iσ)Ep. (4.24)

A Eq.(4.24) é facilmente resolvida, tal que agora o campo de prova no plano de saída da amostra

atômica é dado por:

Ep(ρ) = E0(ρ)e
−αℓ/2+iφ, (4.25)

onde a profundidade ótica ℓ é dada pela seguinte equação

ℓ = α0L = L/z0. (4.26)

Na ausência do fenômeno de EIT, pela Eq.(2.88), a intensidade de luz transmitida pelo meio atômico

é proporcional a exp(−ℓ). Como o coe�ciente de absorção de dois fótons α ≪ 1, sob EIT, a

intensidade de luz transmitida [exp(-αℓ/2)] é muito maior.

Da Eq.(4.25) podemos observar que a medida que o feixe de prova atravessa a amostra atômica

de profundidade ótica ℓ, este adquire uma fase φ = σℓ do feixe sinal através de XPM. No limite de
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4.3. Padrão de difração no campo distante

R≪ 1, mudanças de fase de XPM podem ser induzidos no feixe de prova com intensidade do campo

sinal arbitrariamente fraca para comprimentos de interação grandes, tais como os encontrados em

células de vapor atômico. O sistema é limitado somente pela pequena absorção não-linear dada por

α [38]. Para comprimentos de interação curtos, consistentes com armadilhas magneto-óticas, uma

alta XPM pode ser obtida para R& 1, à custa de uma maior dessintonia do feixe sinal de modo

a manter a absorção de feixe de prova a mais baixa possível. Se a taxa de decoerência do estado

fundamental é desprezível (γ2 ≈ 0), ambos feixes, sinal e acoplamento podem ainda ser fracos.

Se o feixe sinal, propagando-se colinear com o feixe de prova, também tem um per�l do tipo

gaussiano de largura idêntica à do feixe de prova, então a fase induzida no feixe de prova por XPM

será

φ = φ(ρ) = φ0e
−2ρ2 , (4.27)

onde φ0=R2ℓ/4∆ é a mudança de fase pico de XPM. Por conseguinte, o feixe sinal induz uma

mudança de fase no feixe prova que varia com a distância transversal ρ do eixo ótico do feixe de

prova. A máxima fase de XPM φ0 transmitida para o campo de prova depende de três parâmetros:

a razão da frequência de Rabi sinal-acoplamento R, a dessintonia sinal ∆ e a profundidade ótica

ℓ do meio atômico. Em módulo, a mudança de fase é a mesma para dessintonias sinal positivas e

negativas de igual magnitude.

4.3 Padrão de difração no campo distante

O padrão de difração de campo distante do feixe de prova transmitido é encontrado tomando

a transformada de Fourier bidimensional (2D) do campo de prova no plano de saída. Devido à

simetria cilíndrica do problema, a transformada de Fourier 2D reduz-se à transformada de Hankel

de ordem zero. A distribuição de intensidade do campo distante do feixe de prova no plano de
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4.3. Padrão de difração no campo distante

Figura 4.4: Padrão de difração do campo distante do feixe de prova depois de atravessar um meio
atômico de profundidade ótica (a) ℓ = 33, (b) ℓ = 65, (c) ℓ = 130 e (d) ℓ = 190. A mudança de fase
XPM máxima φ0 é mostrada em cada caso. Aqui, R=4, ∆ = 80 e Γ = 1. A intensidade de difração
é normalizada como descrito no texto.

observação a uma distância D afastado da mostra, é dado por:

I(kra) ∝
∣

∣

∣

∣

∫ ∞

0
E0(ρ)e

[−α(ρ)ℓ/2+iφ(ρ)]J0(krρ)ρdρ

∣

∣

∣

∣

2

, (4.28)

onde kr = kpr/D é o número de onda radial, com r sendo a coordenada radial no plano de observação

(em unidades de a); J0 é a função de Bessel de ordem zero. Campos difratados de diferentes regiões

de sobreposição entre os feixes de bombeio e prova podem interferir uns com outros se eles têm

o mesmo vetor de onda. A interferência, que pode ser construtiva ou destrutiva, produz vários

anéis concêntricos na região do campo distante. O número de anéis é aproximadamente dado por

φ0/2π [110]. Os anéis são gerados na mesma frequência ótica do feixe de prova original.
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4.3. Padrão de difração no campo distante

As Figs.4.4 mostram o per�l espacial transverso do feixe de prova difratado para vários valores

da profundidade ótica ℓ dentro da mostra atômica. Aqui todas as curvas são normalizadas com

respeito à intensidade em r = 0, com a fase não-linear sendo φ ≡ 0. A fase máxima φ0 para cada

valor de ℓ é também indicado em cada uma das �guras. À medida que o comprimento de interação

aumenta, a mudança de fase XPM aumenta e junto com ela o número de anéis de CE. Para ℓ = 33,

a mudança de fase φ0 é inferior a 2π e uma estrutura de anel não começou a se formar ainda,

embora que um pequeno pedestal possa ser visto na Fig.4.4(a). No caso mostrado na Fig.4.4(b),

para ℓ = 65 (φ0 = 1, 0 × 2π), um único anel se forma em torno do eixo ótico do feixe de prova.

Para ℓ = 130, Fig.4.4(c), a mudança de fase de XPM máxima é φ0 = 2, 0× 2π, e um segundo anel

pode ser observado nesta �gura. Finalmente para uma profundidade ótica de ℓ = 190, temos que a

mudança de fase máxima é φ0 = 3, 0×2π, e um terceiro anel pode ser observado, como mostrado na

Fig.4.4(d). Embora o diâmetro do primeiro anel permaneça aproximadamente constante, o diâmetro

do anel externo, aumenta com a distância de propagação.

O diâmetro do anel mais externo está diretamente relacionado com o ângulo de meio cone θ, o

qual é estimado por [110]

θ ≈ 1

kp

∣

∣

∣

∣

dφ

dρ

∣

∣

∣

∣

max

. (4.29)

Substituindo a Eq.(4.27) na Eq.(4.29) encontramos que o ângulo do cone é dado pela seguinte

expressão:

θ ∝ ℓR2

|∆| . (4.30)

Como podemos observar na Eq.(4.30), o ângulo do cone é diretamente proporcional com o quadrado

da razão entre as frequência de Rabi dos laser sinal e acoplamento R e linearmente proporcional

com a profundidade ótica ℓ. Esta proporcionalidade do ângulo do cone com a razão das frequência

Rabi dos feixes sinal-acoplamento foi veri�cada na Fig.4.5. Como ℓ = L/z0 ∝ N, o ângulo do

cone varia linearmente com a densidade atômica N. CE como resultado de auto-modulação de fase

também exibe uma dependência linear do ângulo do cone com N [62], enquanto que a CE de mistura
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4.3. Padrão de difração no campo distante

Figura 4.5: Padrão de difração do campo distante do feixe de prova para (a) R=4,5 e (b) R=5. Em
ambos casos, ℓ = 180 e ∆ = 120.

de quatro ondas, θ ∝ N0,5 [73] e emissão cônica devido a efeitos cooperativos, θ ∝ N2 [79]. CE

ocorre para ambas dessintonias vermelho e azul do campo sinal, e o ângulo do cone como pode ser

observado na Eq.(4.30) é inversamente proporcional à dessintonia sinal.

Na Fig.4.5 mostramos os padrões de difração para dois valores diferentes da razão da frequência

de Rabi dos feixes sinal e acoplamento R. O diâmetro do anel mais externo aumenta por um fator

de (5/4,5)2 ≈1,23, quando R muda de R=4,5 para R=5, como previsto pela Eq.(4.30) e como pode

ser veri�cado nas Figs. 4.5(a)-4.5(b) respectivamente.

Assim como para a fase de XPM φ, o coe�ciente de absorção não-linear é também radialmente

variável, α(ρ) = (ΓR2e−2ρ2 +R4e−4ρ4)/4∆2. Para veri�car que o padrão de CE resulta da mudança

de fase de XPM induzida no campo de prova pelo feixe sinal, nós arti�cialmente �xamos φ(ρ) ≡

0, mas mantemos a dependência radial no coe�ciente de absorção α(ρ) na Eq.(4.28). O padrão

de difração com e sem a fase de modulação de fase cruzada é mostrado na Fig.4.6. Em ambos

casos, R=4, ∆ = 80, ℓ = 130 e Γ = 1; sob tais condições, α(0)ℓ=1,38, correspondendo a 50% da

transmissão do feixe de prova no eixo. Aqui os padrões de intensidade são normalizados pela suas

intensidades pico para melhor visualização e comparação das duas curvas. Como podemos observar

na Fig.4.6 sem XPM, nenhuma estrutura de anel é vista na distribuição de intensidade do campo

distante, con�rmando que XPM é o mecanismo principal responsável para CE em nosso esquema.
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Figura 4.6: Padrão de difração do campo distante do feixe de prova com (curva tracejada) e sem
modulação (curva continua ) de XPM. Para R=4, ∆ = 80 e ℓ = 130.

Exceto para a forma particular do termo e−α(ρ)ℓ/2, a Eq.(4.28) é bastante geral e descreve o

padrão de difração de campo distante observada sob qualquer mecanismo físico que induz uma

alteração do índice de refração da amostra proporcional à intensidade da luz na amostra atômica.

A principal novidade em nosso trabalho é o mecanismo físico responsável para CE: mudanças de

fase de XPM gigantes experimentadas por um feixe de prova fraco induzida por um campo sinal

também fraco.

A seguir vamos a estimar a frequência de Rabi necessária para observar CE sob o presente

sistema. Em vapor atômico com alargamento homogêneo, EIT ocorre para Ω2
c > γ2γ3, o qual de�ne

o limite inferior necessário para a frequência de Rabi do feixe de acoplamento. Tipicamente em

armadilhas magneto-óticas por exemplo, γ2/2π ≈ 1 kHz [39]; para γ3/2π = 10 MHz, é preciso ter

Ωc/2π > 100 kHz. Para átomos dentro de uma célula de vapor alargada colisionalmente, temos

que: γ3/2π ≈ 650 MHz e γ2/2π . 1 kHz [115], portanto Ωc/2π ≫ 800 kHz para que EIT possa

acontecer. Em nossa discussão considerou-se um regime de excitação no qual Ωs & Ωc ≫ Ωp.

Assim, não-linearidades Kerr su�cientemente grandes para causar CE no feixe de prova podem

ser obtidas com ambas frequências de Rabi dos laser sinal e acoplamento bem abaixo do nível de

saturação (Ωs,Ωc,Ωp < γ3), tanto em amostras atômicas quentes, quanto frias. Para vapor de

sódio, estas frequências de Rabi corresponderiam a intensidades abaixo de 5 mW/cm2. Os níveis de
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4.3. Padrão de difração no campo distante

luz estimados para a observação de CE no nosso esquema são várias ordens de magnitude inferior

àqueles necessários em todos os regimes de CE estudados até agora.

Para observar CE sob o esquema proposto, as profundidades óticas requeridas são facilmente

obtidas em células de vapor, apesar de que previsões precisas exigiriam a introdução do alargamento

Doppler não-homogêneo no modelo. O caso de átomos frios representa um desa�o experimental em

que as profundidades óticas para desenvolver a mudança de fase de XPM são bastantes grandes.

Mas profundidades óticas tão grandes como 160 foram relatadas para sódio em armadilhas magneto-

óticas [111] e profundidades óticas de 105 demostradas em nuvem de átomos de Cs [112]. Como foi

observado na Fig.4.4(b), profundidade ótica de ℓ = 65 são su�ciente para observar a formação de um

único anel de CE. Assim, emissão cônica nas condições aqui estudadas podem ser observados com

a tecnologia atual disponível. Os resultados mostrados neste capitulo foram relatados e publicados

na Phys. Rev. A. [113]

Em conclusão, propusemos um esquema no qual emissão cônica pode ser observada em vapor

atômico excitado com baixos níveis de luz. Explorando as grandes mudanças de fases de XPM

oferecidas pelo fenômeno da EIT, anéis de difração podem ser induzidos no feixe de prova pelo

campo sinal com intensidades inferior à intensidade de saturação de uma transição atômica.
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Capítulo 5

Focalização cruzada induzida

eletromagneticamente

Neste capítulo nós investigamos teoricamente a focalização cruzada entre dois campos fracos

mediados por uma amostra atômica de quatro níveis sob a condição da transparência induzida

eletromagneticamente. Mostraremos que devido às não-linearidades óticas gigantes experimentadas

pelo sistema atômico, focalização cruzada entre o feixe de prova e o feixe sinal (com as intensidades

de ambos os campos abaixo do nível de saturação) é possível. Aplicando diferentes máscaras para

a intensidade do feixe sinal, diferentes formas de lentes (cilíndrico, Fresnel e gaussiano) podem ser

induzidas na amostra atômica. Finalmente a focalização do feixe de prova é analisada em termos

dos parâmetros de excitação (intensidade, dessintonia e profundidade ótica da amostra atômica).

A motivação para o desenvolvimento destes estudos, cujos resultados são apresentados neste se-

gundo capítulo de nossas contribuições, veio principalmente dos trabalhos desenvolvidos por Moseley

e colaboradores [51,52]. Nestes artigos os autores observaram e elucidaram um "efeito de focalização

induzida eletromagneticamente" em um esquema atômico de três níveis na denominada con�gura-

ção cascata. Este fenômeno tem implicações importantes para a desenvolvimento de experimentos

futuros nesta área, tal como magnetômetros ultra-sensíveis, microscopia de alta sensibilidade, entre

outros [114], além de ser interessante por si só como uma lente variável é induzida em um feixe laser

por outro, sem a alta absorção associada em ambos campos. Por exemplo no artigo publicado por

Zhao e colaboradores [57] na Optics Express no ano de 2011, os autores exploraram teoricamente
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um método para gerar lentes de Fresnel sintonizáveis em meios coerentes baseados na transparên-

cia induzida eletromagneticamente. Os resultados obtidos pelos autores mostram que imagens de

intensidade modulada no campo de acoplamento modelam o meio coerente para induzir o per�l de

fase quadrático modulo 2π desejado para a lente, para difratar o campo de prova. Neste sentido

eles estudam a focalização e propriedades de imagens da lente induzida. Em particular mostraram

que as imagens no campo de acoplamento podem �exivelmente controlar as imagens no campo de

prova por difração. Os resultados obtidos mostram que lentes óticas baseadas na EIT podem ser

geradas com técnicas simples, isto é, as imagens no campo de acoplamento podem ser produzidas

utilizando máscaras de amplitude e lentes de vidro.

5.1 Modelo atômico para observar focalização cruzada

O sistema atômico utilizado para observar focalização cruzada entre os feixes sinal e prova,

é mostrado na Fig.5.1. O meio atômico é modelado através de um sistema de quatro níveis. A

estrutura do nível hiper�no da transição D1 em 87Rb tem essa estrutura de níveis de energia. Este

sistema é similar ao discutido nos capítulos anteriores, a única diferença é o fato que neste sistema

estamos incluindo por completeza uma taxa de decaimento γ0 para os estados fundamentais. No

caso de átomos em movimento, devido a colisões e onde uma distribuição de velocidades deve ser

assumida, γ0 possui um valor signi�cativo. No caso em que tratamos átomos parados essa taxa de

decaimento apresenta valores desprezíveis em relação à taxa de decaimento do estado excitado, isto

é γ0 ≪ γ3.

Embora o tratamento do problema mediante o formalismo de matriz densidade seja mais com-

pleto e nos permita incluir efeitos, tais como: emissão espontânea, defasagem entre os estados

fundamentais ou repopulação, o conjunto de equações obtidas mediante este formalismo escala com

o quadrado do número de estados atômicos e não é uma tarefa muito fácil ou e�ciente resolver a

equação mestra para um sistema complexo que envolve vários estados.

Em vários trabalhos foram usados um método aproximado, a equação de Schrödinger com um
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5.1. Modelo atômico para observar focalização cruzada

Figura 5.1: Um átomo de quatro níveis aberto na con�guração N interagindo com três feixes laser:
sinal (Ωs), acoplamento (Ωc) e prova (Ωp). O campo sinal é dessintonizado por δ da transição atô-
mica |2〉 → |4〉, enquanto que γ3, γ4 são as taxas de decaimento dos estados |3〉 e |4〉 respectivamente.
Aqui também é indicado a taxa de decaimento dos estados fundamentais por γ0.

hamiltoniano não hermitiano, onde os efeitos de emissão espontânea são incluídos substituindo

a dessintonia δ por δ − iγ, onde γ é a taxa de decaimento por emissão espontânea do estado

atômico [22]. Quando a excitação para os estados excitados é muito baixa, este método oferece

uma boa solução aproximada e pode também reduzir grandemente a di�culdade de resolução do

conjunto de equações mestra. Outra vantagem é que este método pode produzir um resultado

analítico simples, mostrando claramente os efeitos da interação átomo-luz. Portanto os resultados

do modelo apresentado neste capítulo podem se aproximar daqueles obtidos se abordássemos o

problema mediante o formalismo de matriz densidade ao levarmos em conta o valor de γ0.

Em um meio com alargamento homogêneo, poderemos resolver a equação de Schrödinger, na

qual levando em conta os decaimentos dos estados fundamentais encontramos que as equações de
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movimento para as amplitudes de probabilidade do sistema atômico são agora dadas por

ḃ1 = −γ0
2
b1 +

i

2
Ωpb3, (5.1)

ḃ2 = −γ0
2
b2 +

i

2
Ωcb3 +

i

2
Ωsb4, (5.2)

ḃ3 =
i

2
Ωpb1 +

i

2
Ωcb2 −

1

2
γ3b3, (5.3)

ḃ4 =
i

2
Ωsb2 − i(δ − i

2
γ4)b4, (5.4)

Para grandes dessintonias do campo sinal, δ ≫ γ4, poderemos ignorar qualquer incremento da

taxa de decoerência dos estados fundamentais γ0 devido ao campo sinal [115].

Como foi feito no capitulo anterior, dentro da aproximação de onda girante, nós resolvemos

este último conjunto de equações no regime perturbativo, considerando só até primeira ordem para

o laser de prova e para todas as ordens para os campos de acoplamento e sinal. No regime de

estado estacionário, ḃi = 0 com (i = 1, 2, 3, 4). Para um campo de prova fraco, isto é Ωp ≪ γ3, a

população atômica permanece no estado fundamental |1〉, (|b1(t)|2≈ 1) enquanto os outros níveis

permanecem vazios (|b2(t)|2≈ |b3(t)|2≈ |b4(t)|2≈ 0). Procedendo da mesma forma como foi feito

com as Eqs.(4.12-4.13), podemos encontrar as expressões para Re[χ] e Im[χ], as quais são novamente

dadas pela Eq.(4.15). Ao derivar as equações para a parte real e imaginaria da susceptibilidade não

foram feitas aproximações com respeito às magnitudes de Ωs, Ωc ou δ, exceto pela condição de EIT,

Ω2
c ≫ γ0γ3. Para simpli�car as Eqs.(4.15), podemos utilizar as mesmas de�nições utilizadas no

capitulo anterior, isto é R= Ωs/Ωc, Γ = γ4/γ3 e ∆ = δ/γ3. Com isso, Re[χ] e Im[χ] são dadas por

Re[χ] = K
R2

2∆
, (5.5a)

Im[χ] = K
ΓR2 +R4

4∆2
(5.5b)

onde consideramos o limite ∆ ≫ Γ, R. Como podemos observar estas equações são idênticas àquelas

mostradas no capitulo 4, devido ao fato que estamos invocando que a condição EIT (Ω2
c ≫ γ0γ3)
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5.2. Lente induzida eletromagneticamente

Figura 5.2: Esboço da focalização do campo de prova induzida pelo feixe sinal e a de�nição dos
eixos z e x com respeito a mostra atômica.

seja satisfeita.

5.2 Lente induzida eletromagneticamente

Nesta seção vamos descrever teoricamente como induzir uma lente no meio atômico, a qual vai ser

experimentada pelo feixe de prova ressonante. Forte focalização do feixe de prova pode ser observada

com intensidades de feixe sinal bem abaixo no nível de saturação, tal como esquematicamente

mostrado na Fig.5.2.

Nas referências [51, 52] e [54] focalização do feixe de prova induzida pelo feixe de acoplamento

foram observadas no meio atômico na con�guração Ξ e Λ sob a condição da EIT. Essa focalização

induzida eletromagneticamente (EIF, sigla em ingles para "Electromagnetically-induced focusing")

foi atribuída ao per�l do índice de refração variando espacialmente na célula de vapor . Essa variação

espacial do índice de refração aje como uma lente no meio, focalizando ou defocalizando o campo

de prova.

Para mostrar a focalização do feixe de prova, nós vamos considerar o sistema atômico mostrado

na Fig.5.1. Procedendo como no caso discutido no capítulo 4 para a observação da emissão cônica

induzida eletromagneticamente, nós vamos supor que o feixe de prova propaga-se através de uma

amostra atômica estendida de profundidade ótica ℓ = L/z0. No plano de entrada da amostra,
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o feixe de prova é assumido como sendo uma onda plana com um per�l de intensidade do tipo

gaussiano, um modelo comum para a forma do feixes experimentais: E(z, x, t) = Eiexp[i(kz−ωt)],

onde k = 2π/λ é o número de onda, ω = 2πc/λ é a frequência ótica do feixe de prova e

Ei(x) = E0(x)exp(−x2/w2
0). (5.6)

Na Eq.(5.6), w0 é a cintura do feixe de prova e x é a coordenada no plano transversal. Para sim-

pli�car, nosso tratamento terá lugar em apenas uma dimensão transversal, mas deve ser facilmente

extensível a duas dimensões, como foi feito na Eq.(4.21) do capitulo anterior. Consideraremos o

caso em que o campo de acoplamento tem um diâmetro do feixe muito maior que o diâmetro do

feixe de prova, de modo que o seu per�l transversal pode ser considerado uniforme. Como o feixe

de prova é assumido como sendo su�cientemente fraco, a propagação do campo de acoplamento é

não afetada pela interação com os átomos.

Da Eq.(4.19), a equação de propagação do feixe de prova é dada como:

− i
1

2kp
∇2

TEP +
∂Ep

∂z
= i

kp
2ε0

Pp. (5.7)

Como mostramos anteriormente, o termo transversal pode ser eliminado da Eq.(5.7), se o número

de Fresnel, ℵ = 4πw2
0/λz0 ≫ 1, portanto difração do campo de prova dentro da amostra atômica

pode ser negligenciada e o feixe de prova propaga-se sem ser perturbado pelos átomos. Substituindo

as Eqs.(5.5) na Eq.(5.7) obtemos que

∂Ep

∂z′
= (−α/2 + iσ)Ep, (5.8)

onde α = (ΓR2+R4)/4∆2 e σ = R2/4∆. Ao resolver a Eq.(5.8) encontramos que no plano de saída
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do meio atômico (z = ℓ) o campo de prova é dado por

E0(x) = Ei(x)exp[−αℓ/2 + iφ], (5.9)

Fora da amostra atômica, num plano de observação a uma distância normal d ≫ L a partir

do plano de saída do meio atômico, podemos avaliar o campo de prova E′
p aplicando a integral de

difração de Fresnel:

E′
p(d, x) =

exp[i(kd− ωt)]

i
√
λd

exp(i
kx2

2d
)

∫ ∞

−∞

{

E0(x
′)exp(i

kx′2

2d
)

}

exp(−i2π
λd
xx′)dx′. (5.10)

Da Eq.(5.10) pode-se determinar a intensidade do feixe de prova I = I(d, x) = |E′
p(d, x)|2.

Como podemos observar na Eq.(5.5), se a intensidade do campo sinal tem um per�l de inten-

sidade transverso variando espacialmente, então a mudança de fase de XPM induzida no feixe de

prova pode seguir esse per�l do campo sinal, isto é φ = φ(x). Como resultado o campo de prova irá

experimentar uma variação transversal no índice de refração, convertendo a onda plana incidente

em uma onda de saída cilíndrica. Nesta situação uma ação lente é esperada se a diferença de fase

induzida entre o centro do feixe sinal e suas bordas for próxima de 2π.

Vamos considerar três casos de lentes, cada uma correspondendo a um per�l espacial transversal

diferente do campo sinal: cilíndrico, Fresnel e gaussiano. Nos três casos a mudança de fase de XPM

induzida diminui radialmente, muito parecido como uma lente GRIN radial (GRIN, sigla em inglês

para "Gradient index lenses") [116], na qual o índice de refração varia continuamente como uma

função das coordenadas espaciais no meio.

5.2.1 Lente cilíndrica induzida eletromagneticamente

Para induzir uma lente cilíndrica no meio atômico, um per�l de fase quadrático deve ser impresso

sobre o campo de prova. Esta impressão pode ser realizada através do desenho de uma máscara

para o campo sinal, tal como esquematicamente mostrado na Fig.5.3. O per�l de intensidade do
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Figura 5.3: (a) Esboço da con�guração espacial dos campos de prova, acoplamento e sinal com
respeito à amostra atômica e a de�nição dos eixos x e z. (b) Depois de deixar a amostra atômica
estendida, o feixe de prova é focalizado a uma distancia focal F.

campo sinal ao passar através de tal máscara pode ser escrito como:

R2(x) =











R2
0(1− x2/w2), se |x|≤ a,

0, caso contrário,
(5.11)

onde R0 é a amplitude pico da razão entre a frequência de Rabi sinal-acoplamento e a é o tamanho

da pupila da máscara. Aqui nós vamos considerar w = a. A intensidade do feixe sinal tem seu

máximo no eixo ótico (x = 0), diminuindo de forma parabólica com a direção transversal. Para

x > a o feixe sinal é truncado. O mecanismo de XPM irá então converter este per�l de intensidade

do feixe sinal no per�l de fase desejado para o feixe de prova. Como φ = σℓ = R2ℓ/4∆, portanto

da Eq.(5.11) podemos obter a mudança de fase de prova, a qual é dado por

φ(x) =











φ0(1− x2/a2), se |x|≤ a,

0, caso contrário,
(5.12)

onde φ0 = R2
0ℓ/4∆ é a mudança de fase de XPM pico. Dado que o índice de refração do vapor

atômico é n =
√

1 +Re[χ] ≈ 1 + (1/2)Re[χ], usando a Eq.(5.5) podemos encontrar que a lente
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atômica induzida tem um per�l de índice de refração parabólico dado pela seguinte equação

n(x) =











n0 − (λφ0/2πz0ℓ)(x
2/a2), se |x|≤ a,

1, caso contrário,
(5.13)

onde n0 = 1+λφ0/(2πz0ℓ) é o índice de refração máximo calculado no eixo ótico. Podemos comparar

a Eq.(5.13) com o per�l do índice de refração de uma lente GRIN parabólica [116],

n(x) = n0 −
x2

2FL
, (5.14)

onde F é a distância focal da lente GRIN. Das Eqs.(5.13-5.14), encontramos que a distância focal

da lente induzida eletromagneticamente é dado por

F =
4π∆a2

R2
0ℓλ

. (5.15)

Como observado nesta última equação, a distância focal diminui com o aumento da profundidade

ótica e a intensidade do campo sinal através de R0. Uma vez que assumimos que a ≥ w0, o

tamanho da pupila é a dimensão crítica para determinação da distância focal da lente atômica

induzida. Focalização do campo de prova é alcançada para dessintonias positivas do feixe sinal

(sintonizado para o vermelho da transição), enquanto que dessintonias negativas (sintonizado para

o azul da transição) levam à desfocalização. Tomemos, por exemplo, como parâmetros de excitação

R0 = 1, ∆ = 120 e ℓ = 3000 para λ = 795 nm. Sob essas condições, a máxima mudança de

fase do feixe de prova será aproximadamente de φ0 ≈ 2π, enquanto que a transmissão do feixe de

prova exp(−αℓ/2) ≥ 0,95. A distância focal esperada para esta lente atômica induzida é calculada

como sendo aproximadamente F ≈ 0,91 m, para a =
√
2ln2w0 ≈1,2 mm. Grandes profundidades

óticas (ℓ = 3000) podem ser facilmente obtidas em células de vapor atômico e estas são típicas

de experimentos de luz lenta baseados no fenômeno de EIT. Para uma densidade atômica de N=

3 × 1012cm−3, o comprimento de interação é z0 ≈ 1µm [na linha D1
87Rb (5S1/2 → 5P1/2)], de
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5.2. Lente induzida eletromagneticamente

Figura 5.4: Per�l de fase quadrático modulo 2π para a geração de uma lente de Fresnel. Para
simpli�car, mostramos apenas quatro zonas no per�l de fase.

tal modo que o comprimento físico da célula de vapor seria L=3 mm. Em todas as discussões

posteriores vamos assumir esses mesmos parâmetros de excitação.

5.2.2 Lente modulo 2π induzida eletromagneticamente

Para criar uma lente Fresnel GRIN, o per�l de fase contínuo parabólico da lente cilíndrica pode

ser dividido em vários segmentos com curvaturas iguais e com uma descontinuidade por etapas entre

eles conhecidos como zonas de Fresnel, tal como esquematicamente mostrado na Fig.5.4. Em cada

zona de Fresnel uma mudança de fase de 2π é alcançada. Para uma lente de Fresnel com uma

distancia focal F, o raio da n-ésima zona é dado por

|xn|=
√
2nλF , (5.16)

com n = 1, 2, 3.... Para induzir uma lente de Fresnel GRIN na amostra atômica, uma fase modulo

2π deve ser impressa no feixe de prova. Para isso uma máscara de intensidade para o campo sinal

pode ser desenhada, tal que este feixe ao passar através de tal máscara [Fig.5.3] pode ser escrito

como
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R2(x) =











R2
0mod(1− x2/w2, 1), se |x|≤ a,

0, caso contrário,
(5.17)

onde mod indica a operação módulo. Desta última equação podemos obter que a modulação de fase

para o feixe de prova é do tipo:

φ(x) =











φ0mod(1− x2/w2, 1), se |x|≤ a,

0, caso contrário,
(5.18)

Na Eq.(5.18) nós escolhemos w = x1 o tamanho da primeira zona de Fresnel; o número de zonas de

Fresnel são limitadas pelo tamanho da pupila a da máscara.

5.3 Resultados e discussões

Inicialmente vamos discutir o caso do per�l do tipo parabólico para o campo sinal, tal como

aquele dado pela Eq.(5.11). Para este per�l nós vamos considerar o tamanho da pupila igual à cintura

do feixe de prova, a = w0. Com esta escolha para o tamanho da pupila uma parcela signi�cativa do

feixe de prova irá sobrepor com o feixe sinal e experimentar a mudança de fase de XPM. Para este

tamanho da pupila, difração do campo sinal dentro da amostra atômica pode ser desconsiderada

(ℵs = a2/λL ≈ 420 ≫ 1), portando é esperado que o feixe sinal mantenha o per�l de intensidade do

tipo parabólico enquanto se propaga através da mostra atômica sem ser perturbado pelos átomos.

Os resultados obtidos para este per�l são mostrados nas Figs.(5.5-5.6). Como podemos observar

na Fig.5.5, este grá�co mostra a amplitude de prova exp[−α(x)ℓ/2] e mudança de fase induzida no

campo de prova em função da distância transversal x. Observamos que a transmissão do feixe de

prova é aproximadamente de 95%, enquanto que a mudança de fase induzida no feixe de prova pelo

feixe sinal é de aproximadamente 2π, ambos variando parabolicamente com a distância a partir do

eixo ótico. A absorção pico como pode ser observada nesta �gura é para ser aproximadamente de

5%, isto indica que a lente induzida focaliza entorno do 90% da intensidade de prova incidente no
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Figura 5.5: Amplitude exp[−α(x)ℓ/2](curva tracejada) e fase (curva continua) transmitida no feixe
de prova pela amostra atômica em função da distancia transversal x, para um per�l de intensidade
parabólico para o feixe sinal. Para R0 = 1, ℓ = 3000 e ∆ = 120.

plano focal. Com os parâmetros de excitação utilizados, o comprimento focal, tal como dado pela

Eq.(5.15), é aproximadamente igual a F ≈ 0,63 m.

Da integral de difração de Fresnel, dada pela Eq.(5.10), nós determinamos a intensidade do

feixe de prova no eixo, Ip(0, z), como função da distancia longitudinal d a partir da saída da mostra

atômica. A Fig.5.6(a) mostra a intensidade do campo de prova no eixo como função da distancia

longitudinal d a partir da saída da mostra atômica. Como observamos nesta �gura, a intensidade

do campo de prova alcança um pico em aproximadamente z ≈ 0,58 m, onde a focalização do campo

de prova ocorre. Esta focalização é con�rmada na Fig.5.6(b), a qual mostra a intensidade do campo

de prova em função da distancia transversal x. Como podemos observar é claro que o tamanho

do feixe de prova é menor no plano focal, onde a cintura do campo de prova calculada foi de

203 µm, com a largura total à media altura FWHM, (FWHM, sigla em inglês para "Full Width

Half Maximum"), calculada igual a FWHM= wf

√
2ln2 = 240 µm, onde wf é a cintura do feixe

de prova no plano focal. Este valor da cintura do feixe de prova no foco é maior do que o valor

esperado da ótica de feixes Gaussianos (Fλ/πw0)/[1 + (F/zR)
2]0.5 = 158 µm, onde zR = πw2

0/λ é

o comprimento de Rayleigh. Ótica de feixes Gaussianos também prevê a localização do ponto focal

para ser F/[1 + (F/zR)
2]0.5 =0,62 m. Pequenas ondulações são vistas nas asas do feixe focalizado.
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Figura 5.6: (a) Intensidade do feixe de prova no eixo em função da distancia longitudinal d na
saída da mostra atômica. (b) Intensidade do feixe de prova no plano focal para um per�l de tipo
parabólico. Para R0 = 1, ℓ = 3000 e ∆ = 120.

Estas ondulações e desvio das previsões da ótica de feixes Gaussianos ocorre porque o feixe sinal

é truncado de modo que apenas 86% do feixe de prova experimenta XPM. Uma alternativa para

obter uma focalização muito mais forte no feixe de prova, é fazer com que o feixe de prova preencha

completamente a abertura da lente atômica. Para satisfazer esta condição, a curvatura da máscara

parabólica (w) e o tamanho da pupila (a) poderiam ser ambos duplicados (fazer w = a = 2w0 na

Eq.(5.11)) por exemplo. Neste caso a máscara de intensidade do feixe sinal preenche o 100% do

campo de prova. Entretanto, para uma mudança de fase �xa de φ0 = 2π, a diferença de fase em

86% do feixe de prova cairia por um fator de 4, levando a uma pior focalização. A princípio, os

parâmetros de excitação podem ser ajustados para induzir uma mudança de fase muito maior e,

consequentemente, focalizar o feixe de prova para obter uma cintura muito menor no plano focal,

mas induzir mudanças de fase φ0 muito maiores a 2π com baixa absorção, pode não ser uma tarefa

fácil ou mesmo viável de se conseguir experimentalmente.

Uma alternativa para aumentar a mudança de fase para valores superiores a 2π, é criar o

equivalente de uma lente de Fresnel GRIN, tal como mostrado na Eq.(5.17). Para induzir uma

lente Fresnel GRIN na amostra atômica, nós vamos escolher o tamanho da pupila para ser igual

a a = 1,7 mm, tal que unicamente três zonas de Fresnel serão criadas. O tamanho da primeira
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Figura 5.7: Amplitude exp[−α(x)ℓ/2](curva tracejada) e fase (curva continua) transmitida no feixe
de prova pela amostra atômica em função da distancia transversal x, para um per�l de intensidade
modulo 2π para o feixe sinal. Para R0 = 1, ℓ = 3000 e ∆ = 120.

zona de Fresnel é igual a x1 =
√
2λF = 1 mm, de onde nós vamos escolher o valor da cintura do

feixe sinal para ser igual a este valor da primeira zona de Fresnel, w = x1. Neste caso o tamanho

da menor zona de Fresnel é igual a s = x3 − x1 ≈ 0,32 mm, a qual da um número de Fresnel

minimo (ℵs = s2/λL ≈ 42 ≫ 1); difração do campo sinal dentro da amostra atômica pode ser

desconsiderada e a forma geométrica da zona é mantida enquanto o feixe sinal propaga-se dentro da

amostra atômica. Os resultados obtidos para a lente Fresnel GRIN são mostrados nas Figs.(5.7-5.8).

No caso da Fig.5.7 está mostra a amplitude de prova exp[−α(x)ℓ/2] a mudança de fase induzida no

campo de prova como função da distancia transversal x. Valores semelhantes aos obtidos nos casos

previamente discutidos podem ser observados. Com essas três zona de Fresnel, temos o equivalente

de uma mudança de fase de 6π através do per�l de intensidade do feixe de prova, desde o valor pico

até os extremos, com absorção muito baixa, t ≈ 95%. Na Fig.5.8(a), o grá�co mostra a intensidade

do feixe de prova no eixo ótico como função da distancia longitudinal d a partir da amostra atômica.

Como podemos observar nesta �gura a intensidade do campo de prova alcança um pico em z =0,60

m, onde a focalização do feixe de prova ocorre. Este resultado está muito mais próximo do valor

esperado a partir da ótica de feixes Gaussianos, quando comparado ao valor obtido para o caso da

lente cilíndrica. Esta focalização é veri�cada na parte (b) da Fig.5.8, onde podemos observar que o
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Figura 5.8: (a)Intensidade do feixe de prova no eixo em função da distancia longitudinal d na saída
da mostra atômica. (b) Intensidade do feixe de prova no plano focal para uma lente Fresnel GRIN.
Para R0 = 1, ℓ = 3000 e ∆ = 120.

feixe de prova tem uma cintura no plano focal igual a 157 µm (FWHM=185 µm) muito menor ao

valor obtido para a cintura do feixe prova na entrada da amostra atômica (FWHM=1,2 mm).

Um per�l de intensidade gaussiano para o feixe sinal também pode levar à focalização induzida

observada no campo de prova. Mesmo para este per�l, como pode ser veri�cado nas seguintes �guras

podemos observar a focalização induzida eletromagneticamente no feixe de prova, a qual é alcançada

através do mecanismo de XPM. Para este per�l nós vamos a considerar que ambos os feixes, sinal

e prova têm a mesma cintura, w0 = w = 1 mm. Para este valor da cintura, difração do feixe sinal

dentro da amostra atômica pode ser desconsiderada, portanto este feixe não é afetado pelos átomos

e propaga como se estivesse no espaço livre. A difração do feixe sinal foi desconsiderada devido

ao fato que este campo tem um número de Fresnel ℵs = w2
0/λL ≈ 420 ≫ 1. A Fig.5.9 mostra

a amplitude de prova exp[−α(x)ℓ/2] a mudança de fase do feixe de prova induzida em função

da distancia transversal x. Uma mudança de fase de aproximadamente 2π é observada, assim

como uma absorção muito pequena. Estes resultados são consistentes com os resultados mostrados

previamente, dado que os parâmetros utilizados na simulação foram os mesmo. Da integral de

difração de Fresnel, dada pela Eq.(5.10), nós determinamos a intensidade do feixe de prova no eixo,

Ip(0, z), como função da distancia longitudinal d a partir da saída da amostra atômica. Como pode-
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Figura 5.9: Amplitude exp[−α(x)ℓ/2](curva tracejada) e fase (curva continua) transmitida no feixe
de prova pela amostra atômica em função da distancia transversal x, para um per�l de intensidade
gaussiano para o feixe sinal. Para R0 = 1, ℓ = 3000 e ∆ = 120.

se observar na Fig.5.10(a), a intensidade do feixe de prova alcança um pico em aproximadamente

z =0,46 m, onde uma focalização forte no feixe de prova ocorre. Esta focalização é con�rmada na

Fig.5.10(b), a qual mostra a intensidade do campo de prova no foco. Como pode-se observar nesta

a �gura o tamanho do feixe de prova é signi�cativamente menor no plano focal, em que o feixe de

prova é visto como tendo uma cintura 1/e de 215 µm (largura em meia altura FWHM=253 µm),

muito menor que na saída da amostra atômica (FWHM=1,2 mm). Pequenas oscilações podem

também ser observadas na Fig. 5.10(b) em torno do ponto central. Estas oscilações eventualmente

se desenvolverão em anéis de emissão cônica no campo distante [113].

Nos três casos discutidos con�rmamos que a focalização observada no feixe de prova é produto

do mecanismo de modulação de fase cruzada. Para isso, nós �zemos arti�cialmente φ(x) = 0, mas

mantivemos a dependência com a coordenada transversal x no coe�ciente de absorção, α(x). Em

todos os três casos discutidos a focalização do feixe de prova não foi observada sob estas condições,

con�rmando que a modulação de XPM é o mecanismo responsável para poder observar a focalização

no feixe de prova

Em conclusão, propusemos um esquema experimental no qual é possível observar focalização

induzida no feixe de prova por um feixe sinal em vapor atômico excitado com baixos níveis de luz.
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Figura 5.10: (a) Intensidade do feixe de prova no eixo em função da distancia longitudinal d na
saída da mostra atômica. (b) Intensidade do feixe de prova no plano focal para uma lente do tipo
gaussiana. Para R0 = 1, ℓ = 3000 e ∆ = 120.

Desenhando diversas máscaras para o per�l do feixe sinal, diversos per�s podem ser impressos na

amostra atômica, controlando as propriedades de focalização. Neste estudo observamos que o per�l

de intensidade transverso do campo sinal leva ao per�l de índice de refração variar espacialmente, o

qual é experimentando pelo feixe de prova ressonante. Esta variação espacial do índice de refração

induz uma lente no meio focalizando o campo de prova, dependendo da dessintonia do campo

sinal. Também podemos concluir que sob as condições estudadas para os três casos, cada um

correspondendo a um per�l diferente do campo sinal, a focalização observada no feixe de prova é

produto do mecanismo de XPM e não da variação espacial no coe�ciente de absorção.
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Capítulo 6

Feixe de vórtice induzido

eletromagneticamente

Neste capítulo nós investigamos teoricamente um fenômeno diferente relacionado à susceptibili-

dade complexa, chamado a geração de vórtice ótico. O sistema atômico estudado para a geração de

feixes de vórtices é o mesmo utilizado para o caso de emissão cônica e focalização induzida. Neste

sentido, nós consideramos que o feixe de prova e os laser sinal e acoplamento atuam novamente

em átomos na denominada con�guração N. A diferença principal com os dois casos previamente

estudados, é que agora nos vamos permitir que a razão entre as frequências de Rabi dos campos

sinal e acoplamento R possa ter uma singularidade. A transferência desta singularidade ao campo

de prova pode ser alcançada sob esquemas de excitação que geram não-linearidades óticas gigantes

experimentadas no sistema atômico de quatro níveis, sem absorção apreciável nos campos óticos,

devido ao fenômeno da transparência induzida eletromagneticamente. Através da não-linearidade

ótica, a singularidade na frequência de Rabi é convertida em uma singularidade na fase do feixe de

prova levando à geração do vórtice ótico.

A motivação para o desenvolvimento destes estudos, cujos resultados são apresentados neste

capitulo �nal de nossas contribuições veio principalmente da possibilidade que estes feixes oferecem

um novo grau de liberdade, o qual pode ser explorado por exemplo em aprisionamento e rotação

de partículas [87], armazenamento de informação quântica [117], ou mesmo em experimentos de

EIT como aquele reportado por Pugatch e colaboradores [98], no qual os autores utilizam vapor



6.1. Feixes de vórtices óticos

Figura 6.1: As �las: (a) feixe helicoidal, (b) distribuição de intensidade e (c) frente de fase; para
m = 0, m = ±1 e m = ±2. Figura adaptada a partir de: www.phorbitech.eu

atômico de Rb quente; neste experimento o feixe de prova contem um vórtice, o qual é armazenado

e posteriormente recuperado.

Antes de apresentar o modelo teórico sob o qual é possível observar a ocorrência da transferência

de feixes de vórtice entre o campo sinal e prova, vamos primeiro fazer uma breve introdução aos

feixes de vórtices óticos. Uma discussão mais aprofundada sobre estes feixes pode ser encontrada

na referências [118�120]

6.1 Feixes de vórtices óticos

É conhecido da teoria de Maxwell que a luz, ou mais geralmente uma onda eletromagnética

transporta não só energia, mas também momento. O momento pode ter contribuições, linear e

angular; o momento angular pode ser separado em uma parte associada à polarização (momento

angular de "spin") [121] e uma parte orbital associada à geometria da frente de onda do feixe de

luz (momento angular orbital) [122].

Ao momento angular orbital está associado um vórtice ótico, o qual dá origem a uma amplitude

do campo complexo que escrito em coordenadas cilíndricas tem a forma E(r, z, θ) = u(r, z)eimθe−ikz

onde ~k = kẑ é o vetor de onda do feixe, m é a carga topológica, positiva ou negativa, a qual

determina a quantidade de vezes que a luz gira à medida que propaga pelo espaço, enquanto que
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Figura 6.2: Máscara de fase espiral para gerar frente de ondas helicoidais. Figura adaptada a partir
de: www.phorbitech.eu

o angulo azimutal, θ = arctan(y/x) é de�nido no plano perpendicular transversal à direção de

propagação. A Fig.6.1 mostra alguns exemplos de frentes de onda contendo vórtices com diferentes

cargas topológicas. Por convenção, a frente de onda helicoidal é destra se o sinal da carga topológica

é positivo, e canhoto, no caso oposto. Como observado na Fig.6.1, para m = 0, o modo não é

helicoidal e as frentes de onda são múltiplas superfícies desconectadas. Por exemplo, uma sequência

de planos paralelos ( de onde vem o nome de "onda plana"). Para |m|> 1, os feixes tem frentes de

fase helicoidais com o número de espirais entrelaçados dependendo da magnitude e sinal da carga

topológica, respectivamente.

Talvez a abordagem mais óbvia para a geração de um feixe de fase helicoidal, é passar um feixe

de onda plana por um elemento ótico com uma superfície helicoidal [126, 127], como mostrado na

Fig.6.2. A espessura ótica deste componente aumenta azimutalmente de acordo com mλ0θ/(2π∆n),

onde λ0 é o comprimento de onda e ∆n = n−n0 é a diferença dos índices de refração entre a máscara

e os seus arredores. Embora esta seja uma ideia aparentemente simples, em comprimentos de onda

óticos esta abordagem exige extrema precisão no passo da superfície helicoidal. No centro da

máscara a fase é inde�nida (singularidade) e o feixe transmitido interfere destrutivamente, criando

uma região de intensidade zero. Quando um feixe é passado através de uma de tais máscaras, a

superfície helicoidal deve dar um carácter helicoidal ao feixe. Se o feixe incidente é descrito pela

amplitude complexa E0(r, θ), o feixe depois de passar através da máscara de fase espiral é agora
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Figura 6.3: (a) O modelo atômico: Um átomo de quatro níveis aberto interagindo com três feixes
de laser: prova (Ωp), acoplamento (Ωc) e sinal (Ωs). As transições |1〉 → |3〉, |2〉 → |3〉 e |2〉 → |4〉
são de dipolo elétrico permitidas, enquanto as transições |1〉 → |2〉 e |3〉 → |4〉 são proibidas por
dipolo elétrico. (b) Esboço da con�guração espacial dos feixes de prova, acoplamento e sinal com
respeito à amostra atômica e a de�nição dos eixos x e z.

escrito como, E(r, θ) = tm(θ)E0(r, θ), onde tm = exp(imθ) é a função de transmissão caracterizando

a máscara de fase. Ao alterar a altura do passo d, ou material, feixes helicoidais com diferentes

valores da carga topológica m podem ser produzidos por este método. Em seguida, apresentamos o

modelo para a observação de geração de feixes de vórtices em vapor atômico.

6.2 Modelo atômico para feixe de vórtice induzido

O sistema atômico utilizado para transferir feixe de vórtice do campo sinal para o campo de

prova é mostrado na Fig.6.3. Como observado nesta �gura, este sistema é o mesmo utilizado na

observação de emissão cônica e na focaliza induzida eletromagneticamente, portanto as expressões

para a parte real e imaginária da susceptibilidade são dadas pelas Eqs.(4.17), as quais são dadas

por

Re[χ] = K
R2

2∆
, (6.1a)

Im[χ] = K
ΓR2 +R4

4∆2
(6.1b)

Para imprimir uma frente de fase helicoidal no feixe sinal, nos vamos assumir que inicialmente
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Figura 6.4: Máscara de fase espiral para carga topologica de m = 1.

este feixe é uma onda plana, a qual vai passar através de uma máscara de intensidade antes de

interagir com a amostra atômica, tal como mostrado na parte (b) da Fig.6.3, de forma que a

modulação em R2 varie azimutalmente. Portanto vamos considerar que a razão das frequências de

Rabi entre os feixes sinal e acoplamento, em coordenadas cilíndricas é dado por

R2(θ) =
R2

0

2π
θ, 0 ≤ θ ≤ 2π. (6.2)

Um exemplo da máscara de intensidade para um valor de carga topológica de m = 1, tal como dado

pela Eq.(6.2) é mostrado na Fig.6.4. Com esta modulação de intensidade do feixe sinal, a parte real

da susceptibilidade atômica será linear no ângulo azimutal θ, enquanto que a dependência da parte

imaginaria será quadrática. Estas dependências estão ilustradas na Fig.6.5.

Para determinar o efeito deste per�l do feixe sinal sobre o feixe de prova, vamos considerar que

o campo de prova no plano de entrada da amostra atômica é uma onda plana com um per�l de

intensidade gaussiano, isto é: E(z, ρ, t) = Eiexp[i(kz − ωt)], onde k = 2π/λ é o número de onda,

ω = 2πc/λ é a frequência ótica do feixe de prova e a amplitude do campo é dada como

Ei(ρ) = exp(−ρ2/w2
0).

Aqui, w0 é a cintura do feixe de prova e ρ é a distância radial. A propagação do feixe de prova

83



6.2. Modelo atômico para feixe de vórtice induzido

Figura 6.5: Parte real e imaginaria da susceptibilidade do campo de prova induzida por a intensidade
azimutal do feixe sinal. A parte real de χ, (curva tracejada) esta associada com o índice de refração
dependendo linearmente com θ e a parte imaginaria de χ (curva solida) é associada com a absorção.

através da amostra atômica de comprimento L, na aproximação de amplitude lentamente variável

é dada pela Eq.(5.8), a qual é
∂Ep

∂z
= (−α/2 + iσ)Ep, (6.3)

como tínhamos mostrado nos capítulos anteriores, o coe�ciente de absorção e a fase σ, são dados

por α = (ΓR2+R4)/4∆2 e σ = R2/4∆, respectivamente. Resolvendo esta última equação, o campo

de prova no plano de saída da amostra atômica (z = ℓ), é dado por

E0(ρ, θ) = Ei(x, y)exp[−αℓ/2 + iφ]. (6.4)

A partir da Eq.(6.4), podemos obter que a função de transmissão para o meio atômico pode ser

escrita como

T (θ) = e−α(θ)ℓ/2+iφ(θ). (6.5)

Da razão entre as frequências de Rabi entre os feixes sinal e acoplamento R(x), dado por Eq.(6.2),

encontramos que a mudança de fase induzida no feixe de prova pode ser escrita como

φ(θ) =
φ0
2π
θ, 0 ≤ θ ≤ 2π (6.6)
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6.2. Modelo atômico para feixe de vórtice induzido

Figura 6.6: (a) Transmissão do campo de prova em função do ângulo azimutal θ. (b) Fase φ
induzida no feixe de prova pelo feixe sinal em função do ângulo azimutal θ.

onde φ0 = R2
0ℓ/4∆ é a mudança de fase de XPM pico.

Como podemos observar da Eq.(6.5), à medida que o feixe de prova atravessa a mostra atômica

de profundidade ótica ℓ, este adquire uma fase φ = σℓ devido à presença do feixe sinal através da

modulação de fase cruzada. Portanto se o feixe sinal tem um per�l de intensidade que varia azimu-

talmente, então a fase do feixe de prova irá também apresentar uma variação azimutal, aumentando

linearmente com θ. Desta função de transmissão, podemos observar também que a amplitude do

feixe de prova é reduzida azimutalmente por um fator exp[−α(θ)ℓ/2], devido à absorção do meio.

Esta dependência está ilustrada na Fig.6.6.

Dado que o índice de refração está relacionado com a parte real da susceptibilidade mediante a

expressão n =
√

1 +Re[χ] ≈ 1 + (1/2)Re[χ], podemos usar a Eq.(6.2) para expressar o per�l do

índice de refração como

n(θ) = 1 +
φ0λ

8z0π2ℓ
θ, 0 ≤ θ ≤ 2π (6.7)

Da Eq.(6.7) para o índice de refração, observamos que o feixe de prova experimenta um índice de

refração com variação azimutal, similarmente à de uma placa de fase espiral.

Ao substituir a Eq.(6.6) na função de transmissão, dado pela Eq.(6.5) e comparando o termo

correspondente à fase com a função de transmissão de uma máscara de fase helicoidal, dada por:

tm(θ) = exp(imθ), obtemos que a carga topológica para nosso sistema atômico de 4 níveis pode ser
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6.3. Resultado e conclusões

escrita como,

m =
R2

0ℓ

8π∆
. (6.8)

Como podemos observar da Eq.(6.8), o valor da carga topológica m é diretamente proporcional ao

quadrado da razão entre a frequência de Rabi dos feixes sinal e acoplamento, assim como da profun-

didade ótica da mostra atômica e inversamente proporcional à dessintonia do feixe sinal. Portanto,

mediante o controle destes parâmetros atômicos, diversos valores da carga topológica podem ser

gerados e diversos per�s de fase helicoidal do feixe sinal podem ser impressos ao feixe de prova

mediante o mecanismo de modulação de fase cruzada. O sinal da carga topológica também pode

ser controlado sintonizando o laser sinal para o vermelho ou azul da transição atômica, ocasionando

m > 0 ou m < 0, respectivamente.

Para avaliar nossos resultados nós calculamos o padrão de difração do campo distante para o

feixe de prova, no plano de observação a uma distância normal d ≫ L a partir do plano de saída

da amostra atômica mediante a integral de difração de Fresnel, a qual foi dada pela Eq.(5.10) e

reescrevemos aqui

E′
p(d, x, y) =

ei(kd−ωt)

i
√
λd

ei
kx2

2d

∫ ∞

−∞

{

T (x′, y′)Ei(x
′, y′)ei

k(x′2+y′2)
2d

}

e−i 2π
λd

(xx′+yy′)dx′dy′. (6.9)

A partir da Eq.(6.9) acima, podemos determinar a intensidade do feixe de prova no plano de obser-

vação, para diversos valores da carga topológica m, mediante uma escolha adequada dos parâmetros

de excitação.

6.3 Resultado e conclusões

Nesta seção vamos mostrar os resultado obtidos para a geração de feixes de vórtices. Na discussão

que segue, nós vamos considerar que ambos feixes, sinal e prova, têm a mesma cintura, w = w0 = 1

mm. Para este valor da cintura, o feixe sinal propaga-se através da amostra atômica sem ser

perturbado pelos átomos, conservando sua forma durante a propagação dentro da amostra atômica.
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Este tem um número de Fresnel ℵ = w2/λL ≈ 420 ≫ 1, com o qual difração do feixe sinal dentro da

amostra atômica pode ser ignorada e sua propagação se produz como se estivesse no espaço livre.

Na Fig.6.7 mostramos a densidade de energia, assim como o per�l de intensidade do feixe de

prova no plano de observação, para quatro valores diferentes da carga topológica. Inicialmente nós

vamos considerar que unicamente a modulação de fase no feixe de prova está presente, �xando

arti�cialmente o coe�ciente de absorção α(θ) = 0. Como observado na Fig.6.7(a), a densidade de

energia do feixe de prova mostra uma pequena região escura no centro deste per�l, correspondente

à indução de um feixe de vórtice com carga topológica m = 1 (∆ = 475, R0 = 2, e ℓ = 3000).

Este cancelamento da intensidade no centro do per�l é veri�cado na �gura do lado, a qual mostra a

intensidade do feixe de prova em função da distancia transversal x′ no plano de observação. Como

podemos observar nessa �gura, o per�l de intensidade mostra um cancelamento da intensidade

na parte central deste per�l. No caso da Fig.6.7(b), nós mantivemos os mesmos valores para a

razão entre as frequências de Rabi dos feixes sinal-acoplamento e mudamos a dessintonia do feixe

sinal para ∆ = 238. Com este novo valor para a dessintonia, a carga topológica calculada foi de

aproximadamente m = 2. Como podemos observar nesta �gura o per�l encontrado é semelhante

ao encontrado para o caso de m = 1, entretanto a região escura é agora um pouco maior quando

comparado para o caso anterior. Isto é veri�cado mediante o per�l de intensidade mostrado na

�gura lateral. Como observado nessa �gura, a separação entre os dois picos de intensidade é agora

maior que para o caso previamente discutido, indicando a geração de um feixe de vórtice com carga

topológica maior. Finalmente nas Figs.6.7(c)-(d) mostramos o caso quando o feixe de vórtice gerado

tem cargas topológicas m = 3 e m = 4 respectivamente. Para esses valores da carga topológica, a

dessintonia do campo sinal foi ∆ = 159 e ∆ = 119, respectivamente. Em todos os casos, mantivemos

R0 = 2, e ℓ = 3000. Como mostrado nestas �guras, à medida que a carga topológica aumenta a

separação entre os picos de máxima intensidade também aumenta. Esse resultado é consistente com

o esperado para vórtices óticos [118�120, 123]. Finalmente podemos indicar que nos quatro casos

previamente discutidos, o per�l observado é simétrico.
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6.3. Resultado e conclusões

Figura 6.7: Em todas as �gura: Esquerda (densidade de energia do feixe de prova ), Direita (in-
tensidade do feixe de prova no plano de observação em função da distancia transversal x′); para
diferentes valores da carga topológica. (a) m = 1, (b) m = 2, (c)m = 3 e (d) m = 4. Aqui, R0 = 2
e ℓ = 3000.
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Agora vamos a considerar o caso quando o coe�ciente de absorção está presente. Neste caso

devido à presença da modulação na amplitude no campo de prova, a intensidade do feixe de prova

no plano de observação vai ter um per�l destorcido conforme aumentamos o valor da carga topológica

devido à modulação de amplitude e absorção sofrida durante sua propagação dentro do meio. Para

veri�car isso, nós utilizamos os mesmos parâmetros utilizados no caso previamente discutido.

A Fig.6.8 mostra a densidade de energia e a intensidade do feixe de prova em função da dis-

tancia transversal x′ no plano de observação. No caso da Fig.6.8(a), para os parâmetros atômicos

utilizados temos que o coe�ciente de absorção no eixo do feixe de prova é α(0)ℓ=0,066, para o qual

a transmissão do feixe de prova é aproximadamente de 96%, indicando que a máscara de vórtice

induzida transmite mais do 90% da radiação de prova incidente. Portanto devido à baixa absorção,

a intensidade do feixe de prova mostra um per�l semelhante ao caso mostrado na Fig.6.7(a) onde

o coe�ciente de absorção não estava presente. No caso da Fig.6.8(b) observamos que esta mantém

ainda uma simetria tanto na densidade de energia quanto na intensidade do feixe de prova no plano

de observação, devido a que para a dessintonia sinal de ∆ = 238, o coe�ciente de absorção no

eixo do feixe de prova é agora igual a α(0)ℓ=0,2648 com o qual a transmissão do feixe de prova

é ainda alta, t ∼ 87%. No caso mostrado nas Figs.6.8(c)-(d) para ∆ = 159 e ∆ = 119, podemos

observar que a densidade de energia do feixe de prova no plano de observação não é mais simétrico

devido a que em ambos casos a absorção máxima do feixe de prova é agora maior, t ∼ 74% e 58%

respectivamente. Essa perda de simetria é veri�cada na �gura do lado, a qual mostra o per�l de

intensidade do campo de prova no plano de observação. Como podemos observar, este per�l não é

mais simétrico devido à modulação na amplitude sofrida pelo feixe de prova devido ao coe�ciente de

absorção, mas é agora uma função variando espacialmente, devido à variação azimutal da absorção.

A Fig.6.9 mostra o caso quando o feixe sinal é sintonizado para lado azul (∆ < 0) da transição

|2〉 → |4〉. Como podemos observar nesta �gura, para ∆ = −119, R0 = 2 e ℓ = 3000, o valor da

carga topológica é igual a m = −4. O per�l de intensidade é semelhante ao observado na Fig.6.8(d),

mas re�etida em relação àquela, indicando a geração de um feixe de vórtice de carga topológica
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Figura 6.8: Em todas as �guras: Esquerda (densidade de energia do feixe de prova), Direita (in-
tensidade do feixe de prova no plano de observação em função da distancia transversal x′); para
diferentes valores da carga topológica. (a) m = 1, (b) m = 2, (c)m = 3, e (d) m = 4. Aqui, R0 = 2
e ℓ = 3000.
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Figura 6.9: (a) Densidade de energia do feixe de prova. (b)Intensidade do feixe de prova no plano
de observação em função da distancia transversal x′. Em ambos casos a carga topológica de foi de
m = −4

negativa.

Vórtices de carga topológica com m > 1 podem também ser gerados sem distorção mantendo-se

os parâmetros de excitação �xos e mudando-se a máscara de intensidade aplicada ao feixe sinal.

Ou seja, os parâmetros de excitação são escolhidos de modo a induzirem uma fase 2π com baixa

absorção. A seguir, a máscara é desenhada modulo 2π, tal que, agora, a máscara de�ne a carga

topológica. Para isso, aplicamos a função mod, assim

R2 =
R2

0

2π
mod[mθ, 2π], 0 ≤ θ ≤ 2π (6.10)

onde m é escolhido a priori. A Fig.6.10 ilustra uma máscara correspondente a carga topológica,

Figura 6.10: Máscara de intensidade para o feixe sinal, com uma carga topológica de m = 3, para
R0 = 2, ℓ = 3000 e ∆ = 475.
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Figura 6.11: Máscara de intensidade para o feixe sinal com m = 3. (a) Parte real (curva tracejada)
e imaginaria (curva continua) da susceptibilidade em função do ângulo azimutal θ. (b) Função de
transmissão (curva tracejada) e fase (curva continua) em função do ângulo azimutal θ.

m = 3. Nesta máscara, observamos três zonas de modulação azimutal de intensidade, cada zona

levando a uma modulação azimutal de fase que vai de zero a 2π. A Fig.6.11(a) mostra a parte real

(curva tracejada) e imaginaria (curva continua) da susceptibilidade, para m = 3. Como podemos

observar nesta �gura três zonas de modulação são induzidas na susceptibilidade do feixe de prova. A

Fig.6.11(b) mostra a função de transmissão (curva tracejada) e fase (curva continua) correspondente

a esta máscara.

Na discussão que segue vamos tomar como parâmetros de excitação R0 = 2, ∆ = 475, ℓ = 3000

e λ = 795 nm. Sob estas condições, a mudança de fase de prova pico é φ0 ≈ 2π enquanto que a

transmissão de prova é mantida exp(−αℓ/2)& 0,96. Na Fig.6.12 vemos o vórtice gerado. Devido à

baixa modulação da absorção, mesmo para uma carga topológica m = 3, temos agora um vórtice

bastante simétrico. De maneira similar, vórtices com outros valores de carga topológica podem ser

gerados.

Em conclusão, temos proposto um novo esquema no qual foi possível observar a geração de

feixe de vórtices sob esquemas de excitação que explora não-linearidades óticas gigantes num vapor

atômico excitado com níveis baixos de luz. Explorando as grandes mudanças de fases de modulações

de fase cruzada proporcionada pela transparência induzida eletromagneticamente, feixes de vórtices

podem ser induzidos no feixe de prova por um feixe sinal com intensidades abaixo do nível de
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Figura 6.12: (a) Densidade de energia do feixe de prova. (b) Intensidade do feixe de prova no plano
de observação em função da distancia transversal x′, para uma máscara de intensidade do feixe sinal
modulo 2π, com carga topológica de m = 3.

saturação de uma transição atômica.
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Capítulo 7

Conclusões

Nesta tese apresentamos os resultados dos trabalhos que realizamos sobre uma investigação teó-

rica de efeitos óticos não-lineares transversais sob esquemas de excitação que geram não-linearidades

óticas gigantes em um meio atômico de quatro níveis sobre a condição da transparência induzida

eletromagneticamente. Vários efeitos óticos não-lineares manifestados por EIT em um sistema atô-

mico com baixos níveis de luz, tais como emissão cônica, focalização induzida e geração de feixes de

vórtice são descritos e analisados.

No capítulo 4 apresentamos os resultados do estudo sobre o efeito de emissão cônica induzida

eletromagneticamente, na qual nós exploramos as não-linearidades gigantes que um vapor atômico

pode apresentar sob EIT para gerar uma mudança de fase de XPM variando radialmente em um feixe

de prova. Um feixe sinal com per�l transversal não homogêneo pode levar a uma mudança de fase de

prova que depende da distância transversal do eixo de feixe. Campos de radiação no comprimento

do feixe de prova podem interferir, criando vários anéis concêntricos na região do campo distante.

Expressões muito simples para o número dos anéis e o diâmetro do anel mais externo foram obtidas

e veri�cadas mediante a simulação. Finalmente, como esperado mostramos que os anéis de emissão

cônica observado no per�l espacial no feixe de prova são resultado da mudança de fase de modulação

de fase cruzada induzida no feixe de prova pelo feixe sinal.

No capítulo 5 apresentamos os resultados do estudo da focalização induzida eletromagnetica-

mente, na qual nós analisados a focalização do campo de prova induzida pelo feixe sinal. Explorando

as não-linearidades óticas experimentadas numa mostra atômica sob a condição de EIT, focalização

do feixe de prova pode ser alcançada com intensidades dos campos bem abaixo do nível de saturação



de uma transição atômica. Concluímos que devido ao per�l transversal do feixe sinal, variações es-

pacias no índice de refração podem ser induzidas na amostra atômica, as quais serão experimentadas

pelo feixe de prova ressonante. Mediante o desenho adequado de uma máscara para a intensidade

do feixe sinal diversos per�s podem ser impressos na mostra atômica, aqui controlando as proprie-

dades de focalização do feixe de prova. Neste caso obtivemos uma expressão muito simples para o

comprimento focal, a qual depende dos parâmetros atômicos, tal como: a razão entre as frequências

de Rabi sinal-acoplamento, dessintonia sinal e profundidade ótica. Com a escolha adequada destes

parâmetros de excitação diversos valores para o comprimento focal podem ser obtidos com absorção

muito baixa.

No capítulo 6 discutimos um fenômeno diferente, a geração de feixes de vórtices em um sistema

atômico de quatro níveis. Analisamos a geração de feixes de vórtices, a qual pode ser alcançada

sob esquemas de excitação que geram não-linearidades óticas gigantes experimentadas no sistema

atômico. Concluímos que mediante o desenho de uma máscara de intensidades para o feixe si-

nal variando azimutalmente, a transferência desta singularidades para o feixe de prova pode ser

completada sobre esquemas de excitação que exploram o efeito da transparência induzida eletro-

magneticamente. Através da não-linearidade ótica, a singularidade na frequência de Rabi do feixe

sinal, é convertida em uma singularidade na fase do feixe de prova levando à geração do vórtice

ótico. Uma expressão simples para a carga topológica foi obtida, a qual mostramos que depende

dos parâmetros atômicos, com o qual vórtices de cargas topológicas diferentes podem ser gerados.

Além disso, mantendo os parâmetros de excitação �xos de modo a induzirem uma fase de 2π, com

baixa absorção, desenhamos uma máscara de intensidade modulo 2π para o feixe sinal, tal que a

máscara agora de�ne a carga topológica, de tal modo que agora os vórtices gerados não apresen-

tem a distorção observada como no caso em que a carga topológica era dependente dos parâmetros

atômicos, onde os coe�cientes de absorção e a fase variam azimutalmente.
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