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Introduction

La physique atomique connaît un renouveau depuis l’apparition des atomes froids. En
effet, les sources d’atomes froids sont maintenant un outil très utilisé dans de nombreuses
expériences de métrologie, d’optique et d’interférométrie atomique ainsi que de condensation
de Bose-Einstein. Des molécules froides peuvent même être formées à partir de ces atomes
froids, par photoassociation par exemple. On obtient ainsi des informations très précises de
physique moléculaire. Les collisions interviennent dans toutes ces expériences ; selon les effets
recherchés, elles doivent être supprimées ou augmentées. La compréhension des processus
collisionnels dans les expériences avec des atomes froids est donc incontournable.

À la base du refroidissement des gaz atomiques à des températures inférieures au milikel-
vin se trouve la possibilité de contrôler le mouvement des atomes avec de la lumière. Cette
idée n’est a priori pas nouvelle puisqu’en 1619, dans son traité de cometis, KEPLER y intro-
duit le concept de force de pression de radiation afin d’expliquer l’orientation de la queue
des comètes par rapport au soleil. Plus près de nous, EINSTEIN a fait jouer un rôle central
aux échanges d’impulsion entre matière et lumière pour introduire les trois processus fonda-
mentaux : absorption, émission stimulée et émission spontanée [40]. Encore plus récemment,
Alfred KASTLER a introduit, avec son effet lumino-frigorique [66], la possibilité qu’un champ
lumineux puisse abaisser la température d’une vapeur atomique. Il a fallu néanmoins at-
tendre l’avènement des lasers accordables pour voir apparaître des effets véritablement spec-
taculaires dans la manipulation d’atomes par la lumière. Leur utilisation pour le piégeage
d’atomes par la force dipolaire fut proposée en 1968 par LETOKHOV [83]. En 1975, HÄNSCH

et SCHWALOW proposèrent d’utiliser une paire de lasers contre-propageant, légèrement dé-
calés vers le rouge d’une transition atomique, pour refroidir des atomes neutres [59]. Il fallut
cependant attendre encore une dizaine d’années pour voir apparaître d’importants résultats
expérimentaux [96, 4] : le premier ralentissement d’un jet thermique fut établi en 1982 [113], le
premier refroidissement à trois dimensions en 1985 [22] et le premier piège magnéto-optique
(PMO) en 1987 [116]. Les expériences ont d’abord été effectuées sur les atomes alcalins (no-
tamment sur le sodium), mais désormais, près d’une vingtaine d’éléments (certains avec leurs
isotopes) sont utilisés dans les expériences de refroidissement et de piégeage. L’importance
des travaux accomplis dans le domaine des atomes froids fut internationalement reconnue en
1997 lors de l’attribution du prix Nobel de physique à S. CHU, C. COHEN-TANNOUDJI et W.D.
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8 Introduction

PHILLIPS pour « leurs travaux sur le refroidissement et le piégeage des atomes par la lumière
laser » [21, 23, 112].

Parallèlement aux développements expérimentaux et notamment celui du piège magnéto-
optique, l’étude des collisions froides a connu elle aussi un essor important [145]. Ces études
sont importantes pour comprendre les propriétés des gaz d’atomes ultrafroids. En effet, les
collisions assurent la thermalisation des échantillons d’atomes piégés ; processus indispen-
sable au succès du refroidissement évaporatif. Or cette technique de refroidissement est im-
portante puisqu’elle a permis d’aboutir à la condensation de Bose-Einstein. De plus, les inter-
actions entre atomes froids déterminent la forme à l’équilibre et la dynamique du condensat
de Bose-Einstein une fois que celui-ci a été formé. Enfin, du fait des processus inélastiques, les
collisions limitent la densité spatiale des sources d’atomes froids, ce qui, finalement, indiquera
si une espèce donnée d’atomes peut conduire à la réalisation d’un condensat de Bose-Einstein.
Par ailleurs, à ces basses températures, le paramètre collisionnel appelé longueur de diffusion
joue un rôle important puisqu’il résume les interactions entre atomes froids. Ainsi, l’efficacité
du refroidissement évaporatif est déterminée par son amplitude [68]. Quant à son signe, il
informe sur la stabilité des condensats [32].

À ces basses températures, l’idée que l’on peut se faire des collisions diffère radicalement
des collisions à température ambiante [65]. En effet, la longueur d’onde de de Broglie ther-
mique A dB BDC "FE GIHKJMLFN�O qui caractérise l’extension de la fonction d’onde radiale de deux
atomes libres, devient plus large que la portée de l’interaction entre les deux atomes. De plus,
l’énergie de rotation des noyaux est à l’origine de barrières centrifuges qui empêchent les
atomes de s’approcher l’un de l’autre. Le nombre d’ondes partielles décrivant la collision est
par conséquent limité, l’onde � étant souvent suffisante pour interpréter les processus colli-
sionnels.

C’est en 1995 qu’une application très remarquée de l’utilisation des collisions élastiques a
abouti : la condensation de Bose-Einstein dans un piège magnétique à l’aide de la technique de
refroidissement évaporatif pour les atomes de rubidium [8], de lithium [19] et de sodium [33].
En 1998, à l’aide d’une procédure un peu différente, l’hydrogène a également été condensé [48]
et en 2001, ce fut le cas de l’hélium métastable [117, 111]. Enfin, très récemment, en octobre
2002, ce fut le cas du césium [143]. L’importance de cette nouvelle physique a été remarquée
par la communauté internationale puisque le prix Nobel a été décerné en 2001 aux physiciens
E.A. CORNELL, W. KETTERLE et C.E. WIEMAN « pour la réalisation de la condensation de
Bose-Einstein dans des nuages gazeux d’atomes alcalins, ainsi que pour des études pionnières
fondamentales sur les propriétés du condensat ».

Enfin, une autre application intéressante des atomes froids concerne la photoassociation.
La photoassociation moléculaire d’atomes froids [130] est une collision assistée par laser. Lors
de ces expériences, deux atomes libres dans l’état fondamental absorbent de manière réson-
nante un photon d’un faisceau laser durant leur collision ; ils forment alors une molécule élec-
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troniquement excitée dans un état rovibrationnel bien défini. L’utilisation d’atomes froids est
intéressante car elle permet de faire de la spectroscopie à haute résolution par photoassocia-
tion des états moléculaires excités. En effet, du fait de leur faible température, la résolution
spectrale peut atteindre quelques MHz. Les premières expériences de photoassociation ont
été réalisées avec des atomes froids de sodium [84] et de rubidium [99] en 1993, puis en 1995
pour le lithium [92], en 1996 pour le potassium [141] et en 1997 pour le césium [45]. En 1999, la
réaction de photoassociation a également été observée avec des atomes d’hydrogène polarisé
[104]. Ce processus a aussi été mis en évidence pour l’hélium métastable [58] et se développe
pour les alcalino-terreux, comme le calcium [146]. Enfin, des expériences ont été réalisées avec
le strontium [36] et l’ytterbium [129]. Par ailleurs, la photoassociation a conduit à un autre
résultat expérimental important : la formation de molécules froides [13]. Les premières mo-
lécules froides ont été obtenues avec des atomes froids de césium [45], puis de potassium
[106, 105] et de rubidium [50].

Une connaissance précise des propriétés de collision entre atomes froids est essentielle
pour l’étude de la condensation de Bose-Einstein ou la formation de molécules froides, par
exemple. Cela implique de connaître avec précision les potentiels décrivant les interactions
entre atomes froids. Ces potentiels sont généralement obtenus à partir de calculs ab initio.
Malheureusement, dans un grand nombre de cas, ces calculs n’offrent pas une précision suf-
fisante pour déterminer les paramètres décrivant les collisions entre atomes froids, d’autant
plus que ceux-ci sont très sensibles à la forme du potentiel. Ce manque de précision concerne
surtout la partie dite interne du potentiel dans laquelle les fonctions d’onde atomiques ont un
fort recouvrement. À l’opposé, dans la zone dite asymptotique, les interactions entre atomes
froids sont mieux connues, si bien que la précision des potentiels est meilleure. Cette zone
asymptotique correspond à des distances internucléaires pour lesquelles le recouvrement des
fonctions d’onde atomiques est faible, de sorte que chaque atome garde une certaine indivi-
dualité (typiquement au-delà de 15 ou 20 rayons de Bohr dans le cas du césium) (cf. figure
1).

La méthode la plus communément utilisée pour l’étude des propriétés collisionnelles des
atomes alcalins froids est l’utilisation de potentiels complets. Ce potentiel est « construit » de
la manière suivante : dans la zone interne, ce potentiel est basé sur des données ab initio dis-
ponibles dans la littérature. Dans les expériences avec des atomes froids, il arrive souvent que
les données expérimentales concernent des niveaux proches des seuils de dissociation. Il faut
alors compléter le potentiel ab initio dans la zone très interne et dans la zone asymptotique.
Dans la zone très interne, le mur repulsif est ajusté par une formule analytique ayant la forme
suivante : (�P ) $'* BRQ PTS �VUIWYX[Z\�]Z]W_^�` pour $bac$/Ped (1)

La condition de continuité logarithmique à la distance internucléaire $fP permet de fixer les
valeurs des coefficients Q P et ghP . Dans la zone asymptotique ( $jic$lk ), une formule analytique
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FIG. 1 – Représentation schématique des potentiels d’interaction de deux atomes al-
calins dans leur état fondamental ( �Y� � � � ). Cette figure n’est pas à l’échelle : en particu-
lier, le potentiel singulet a typiquement une profondeur de plusieurs milliers de cm � �
alors que la séparation des courbes de potentiel à grande distance internucléaire due
à la structure hyperfine est typiquement de l’ordre de �#��� cm � � . Par ailleurs, le dé-
doublement du potentiel triplet à courte distance internucléaire est dû aux interactions
spin-spin et spin-orbite du second ordre. La ligne pointillée à la distance � k indique la
séparation entre la zone interne et la zone asymptotique.
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décrivant les interactions dans cette zone permet de compléter le potentiel. Le plus souvent,
dans le cadre des potentiels du fondamental, il s’agit de l’interaction multipolaire et de l’in-
teraction d’échange asymptotique :

(%k ) $'* Bj������� �$ �>� ( �9� � 	 ) $'* ` pour $¡i¢$:k1d (2)

Le potentiel ab initio de la zone interne et le potentiel analytique de la zone asymptotique sont
raccordés à l’aide d’une procédure d’interpolation (spline). Par ailleurs, afin de reproduire
correctement les données expérimentales, ces potentiels sont modifiés en changeant soit le
mur répulsif, soit la profondeur du potentiel.

Dans ce manuscrit, nous allons présenter une autre approche permettant de traiter les pro-
blèmes collisionnels entre atomes froids : cette approche consiste à n’utiliser que la partie
asymptotique des potentiels. De la sorte, on s’affranchit des imprécisions introduites dans le
calcul des fonctions d’onde par la partie interne du potentiel. Cette méthode purement asymp-
totique permet également d’éviter d’avoir à raccorder le potentiel asymptotique au potentiel
ab initio par une procédure d’interpolation ; cette interpolation étant souvent une source sup-
plémentaire d’imprécision. L’autre idée maîtresse de cette approche asymptotique est la no-
tion de « lignes de nœuds » (cf. figure 2) : il s’agit de lignes joignant les nœuds des fonctions
d’onde vibrationnelles successives proches du seuil de dissociation du potentiel. Les lignes de
nœuds reflètent la variation des positions des nœuds des fonctions d’onde radiales en fonc-
tion de l’énergie de liaison. Près du seuil, puisque la densité de niveaux est importante, cette
variation est faible, de sorte que nous pouvons l’approximer par une droite. Ces lignes de
nœuds sont utilisées pour le calcul des fonctions d’onde radiales. En effet, n’utilisant pas le
potentiel dans son ensemble, il faut, pour pouvoir résoudre l’équation de Schrödinger radiale,
appliquer une condition à la fonction d’onde radiale au bord interne de la zone asymptotique .
Pour une énergie de liaison donnée, la position du nœud de la fonction d’onde radiale permet
de résumer l’histoire de la collision dans la zone interne.

Dans la version primitive de la méthode dite « méthode asymptotique à une voie », ces
lignes de nœuds sont obtenues après intégration numérique de l’équation de Schrödinger
uniquement dans la zone asymptotique. Cette méthode permet d’obtenir simplement les lon-
gueurs de diffusion soit à partir des énergies des niveaux liés proches du seuil de dissocia-
tion du potentiel, soit à partir des modulations d’intensité d’un spectre de photoassociation.
Par la suite, la méthode a été étendue aux cas où plusieurs potentiels sont couplés ; on parle
alors de « méthode asymptotique multivoie ». Celle-ci apparaît finalement comme une mé-
thode paramétrique dans laquelle un petit nombre de paramètres (décrivant des lignes de
nœuds bien choisies) remplacent la partie interne des potentiels, qui est ignorée. Les para-
mètres définissant ces lignes de nœuds sont alors déterminés par ajustement sur des données
expérimentales. Toutes les propriétés de collision (longueurs de diffusion, forme et position
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des résonances de Feshbach induites par champ magnétique, etc.) peuvent en principe être
déduites de ces paramètres. Enfin, un autre intérêt des calculs purement asymptotiques ré-
side tout simplement dans la précision qu’ils permettent d’atteindre dans la description des
processus qui ont lieu dans la zone asymptotique.

Potentiels moléculaires et interactions entre atomes alcalins

Comme nous venons de le voir, la connaissance des interactions entre atomes alcalins
froids est importante pour comprendre les expériences avec des atomes froids. Ces interac-
tions ont pour origines les forces électriques et magnétiques qui s’exercent entre les noyaux
et les électrons de deux atomes. Elles peuvent être résumées par un hamiltonien effectif qui,
dans le référentiel1 du centre de masse ( £ X¥¤ 4�¦ ^§ ) s’écrit [127, 98] :

¨ � ) £ X©¤ 4�¦ ^§ * Bj�«ª �G¬J �
�
� P[ �

®¯ �° 7±W �
�� P² � ( 2 �´³P � ( � ¦ � (fµ � ( 254 ` (3)

qui consiste en la somme d’un terme d’énergie cinétique, d’un terme (¶� ¦ décrivant toutes
les interactions coulombiennes, d’une sommation de l’interaction hyperfine ( 2 �·³P de chacun
des deux atomes, d’un terme ( µ décrivant l’interaction dipolaire magnétique (qui est une
interaction spin-spin directe) et d’un terme ( 2;4 décrivant l’interaction spin-orbite des états
excités, mais qui intervient aussi dans les systèmes dans leur état fondamental comme une
interaction spin-spin indirecte.

Par ailleurs, l’échelle de temps des processus électroniques est très courte comparée à
l’échelle de temps d’une collision, de sorte que les électrons s’adaptent adiabatiquement au
mouvement nucléaire, beaucoup plus lent. Cela nous permet de séparer l’équation de Schrö-
dinger en deux parties, une équation électronique et une équation nucléaire. Cette manière
d’opérer est appelée « approximation de Born-Oppenheimer » : à partir de l’équation élec-
tronique, nous pouvons déterminer les énergies électroniques ¸ � ) $'* , qui, à la différence des
atomes, dépendent d’un paramètre, la distance internucléaire $ . Dans un deuxième temps, on
étudie le mouvement des noyaux dans le potentiel moyen ¸ � ) $'* .

Les atomes alcalins dans leur état fondamental ( �T¹ � � � ) possèdent un spin électronique ®�
( � B � "#G ) et un spin nucléaire

®º . Ces deux spins se couplent ensemble pour donner les états
(hyperfins) de spin total

®» B ®� � ®º avec » B º:¼ � "�G . Pour deux atomes alcalins identiques en
collision, nous définissons le spin électronique total

®¹ 8 B ®� � � ®� � ( ¹ 8 B 
 ` � ), le spin nucléaire
total

®º 8 B ®º � � ®º � ( º 8 B 
 ` d½d¾d ` G º ) et le spin total des deux atomes
®» 8 B ®» � � ®» � B ®¹ 8 � ®º 8 . Par

ailleurs, pour les molécules ou les collisions mettant en jeu deux atomes alcalins dans leur
état fondamental, les interactions coulombiennes se résument en un potentiel central (-¿ qui

1Pour les notations concernant les référentiels, on se réfèrera à la figure A.1.
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gnant les nœuds successifs ayant la même valeur de Ì (dans notre exemple, pour ÌKÍÏÎ#�
à ÎyÐ ), forment différentes lignes de nœuds possibles.
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dépend du spin électronique total
®¹ 8 :

( ¿ B ( Ñ ) $'*  Ñ � (ÓÒ ) $'*  Ò ` (4)

où (%Ñ et (�Ò sont les potentiels singulet ( ¹ 8 B 
 ) et triplet ( ¹ 8 B � ) et  Ñ et  Ò sont les projecteurs
sur les sous-espaces singulet et triplet. La dénomination de ces potentiels et des états corres-
pondants utilise généralement le cas (a) de Hund (cf. section A.6), c’est-à-dire ��Ñ´Ô ��� � AÕ� � � �� � 	 B� � �	 ou � � �� .

À grande distance internucléaire, les états électroniques associés aux termes électroniques� � �	 et � � �� se réduisent à l’expression suivante (cf. équation (A.53)) :

� ��Ñ Ô ��� � �Ö & B �E G6× � 
#
F& �Ø � 
#
F& �N � ) � ��* Ñ Ô �Ù
#
#& �Ø �Ù
#
F& �NeÚ�Û � ¹ 8 `ÝÜ &6d (5)

Dans cette notation, �ÙÞ ` J ¦¾& �Ø représente l’orbitale atomique où l’électron de valence � d’un
des deux atomes alcalins est dans l’état � � � � autour du noyau ß . La parité électronique est
assurée par le facteur ) � ��* Ñ Ô ; ce facteur permet également de faire en sorte que cet état soit
antisymétrique par rapport à l’échange des deux électrons de valence.

Par ailleurs, l’interaction dipolaire magnétique (encore appelée interaction spin-spin) a
pour expression : ( µ B à ká H $ � × ®â � d ®â � �äã ) ®â � dÙå Sçæ´* ) ®â �çd å Sçæ·* Ú ` (6)

où
®â P B ®â �P (moment magnétique de l’électron de valence) ou

®â �P (moment magnétique du
noyau) et où å Syæ B ®$ " $ est le vecteur unitaire de l’axe internucléaire. L’interaction spin-spin
électronique fournissant la principale contribution à ( µ , on pourra négliger la contribution
de l’interaction spin-spin nucléaire, de sorte que

®â P se limite à
®â �P .

La figure 1 représente les deux courbes de potentiel du fondamental. Le potentiel singu-
let est plus profond que le potentiel triplet. Cette différence d’énergie est due à l’interaction
d’échange (Õ�9� � 	 , qui est une conséquence directe du postulat de symétrisation concernant les
deux électrons de valence. Lorsque cette interaction est dominante, c’est-à-dire à courte dis-
tance internucléaire, les spins totaux

®¹ 8 et
®º 8 sont de bons nombres quantiques. Par contre,

lorsque les deux atomes sont suffisamment séparés, de sorte que les nuages électroniques ne
se recouvrent plus, l’interaction hyperfine domine et

®» � et
®» � sont de bons nombres quan-

tiques. Aussi, aucun des deux jeux de nombres quantiques (
®¹ 8 ` ®º 8 ) et (

®» � ` ®» � ) n’est bon à toutes
les distances internucléaires. Pour èuéê
 , seuls » 8 et sa projection ëíì Ô sont de bons nombres
quantiques à toutes les distances internucléaires2 et, pour des valeurs non nulles de è , seulëîì Ô reste un bon nombre quantique.

Ces potentiels sont en général calculés par des méthodes ab initio. Cependant, la précision
2Cela n’est vrai que si on néglige les interactions spin-spin et spin-orbite du second ordre qui, dans de nom-

breux cas, peuvent être négligées en première approximation. Dans le cas contraire, seul ïñð´ò est un bon nombre
quantique.
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(de l’ordre du cm � � ) des calculs ab initio n’est pas suffisante pour prédire avec fiabilité les
paramètres3 décrivant les collisions entre atomes froids. Néanmois, moyennant l’obtention de
données expérimentales, il n’est pas nécessaire de connaître toute la courbe de potentiel pour
décrire précisément les processus de diffusion. Au chapitre 1, nous décrirons une méthode
qui permet d’accomplir cela en n’utilisant que la partie asymptotique du potentiel ( $jió$'k ) :

(%Ñ � Ò ) $'* B ( .±P²2½ô ) $'*Kõc( �5� � 	 ) $'* ` (7)

où ( .±P²2½ô ) $'* représente la dispersion multipolaire (cf. section A.4.3.2) et ( �5� � 	 ) $'* l’interaction
d’échange asymptotique (cf. section A.4.3.1), ainsi que des conditions aux limites à la distance$:k qui seront ajustées sur des données expérimentales.

Les différents spins dont nous venons de discuter précédemment jouent un rôle important
dans la physique des collisions. En effet, lors d’une collision, une paire d’atomes donnée peut
entrer et quitter la collisison dans un état de spin quelconque. Chaque état asymptotique �Ùö÷&
possible correspond à une voie de collision. Ici, �Ùö÷& B � ø » � » � » 8;ëîì Ô�ù�ú ëüû�& dénote les nombres
quantiques qui permettent de spécifier entièrement l’état où les deux atomes sont séparés
l’un de l’autre. De plus, si les deux atomes sont identiques, nous supposons que les fonctions
d’onde sont symétriques ou antisymétriques par rapport à l’échange de particules. Les poten-
tiels d’interaction peuvent êtres exprimés à l’aide des éléments de matrice ( � ! ) $'* B �9ö3�Ù(ý� þ�& .
Or, puisqu’aucun jeu de bons nombres quantiques n’existe pour toutes les distances internu-
cléaires, ( � ! ) $'* est non diagonal sur au moins une certaine plage de la distance internucléaire$ , de sorte que les voies sont couplées entre elles. La diagonalisation de ( � ! ) $'* pour tous $
fournit des potentiels d’interaction adiabatiques. À cause des couplages, des transitions entre
différentes voies vont se produire lors d’une collisison.

Pour l’étude des expériences de photoassociation, la connaissance des potentiels et des
fonctions d’ondes des états électroniques excités est indispensable. En effet, dans ces expé-
riences, deux atomes en collision dans leur état fondamental absorbent de façon résonante
un photon laser et forment une molécule électroniquement excitée. Ces potentiels sont reliés
asymptotiquement aux limites de dissociation ( ÿ � � ÿ�� � � � ) et ( ÿ � � ÿ�� ��� � ). La principale inter-
action asymptotique est donnée par l’interaction dipôle-dipôle :

( . B S �á H�� k�$ � × ®� � d ®� � ��ã ) ®� � d å Sçæ´* ) ®� �çd å Sçæ´* Ú ` (8)

B �á H�� k�$ � × ®� � d ®� � �äã ) ®� � d å Sçæ´* ) ®� � dÙå Sçæ´* Ú ` (9)

où
®� � et

®� � sont les opérateurs dipôle électrique des deux atomes alcalins. Ne prenant en

3Notamment les longueurs de diffusion (cf. section B.1.4).
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compte que cette interaction, les états électroniques ont pour expression asymptotique :

� ��Ñ Ô ��� � AÕ� X � ^�	� Ö & B � � ) � ��* Ñ Ô  � �E G × �Ù
�
F& �Ø � �çA�& �N ��
 ) � ��* Ñ Ô � �çA�& �Ø �Ù
#
#& �NKÚ�Û � ¹ 8 `ÝÜ � A1& d (10)

Prendre en compte uniquement les forces électriques pour les potentiels des états exci-
tés est généralement une bonne approximation pour des distances internucléaires courtes (la
région du cas (a) de Hund). Pour des distances séparant les deux atomes plus grandes, le
couplage spin-orbite de l’atome dans l’état �  � � � � ��� � , responsable de la structure fine, devient
comparable à l’interaction électrique dipôle-dipôle et parfois même plus importante. Cette
interaction est donnée par :

( 2 ³ B �� �  � G , 2 ³ã ª �
®Þ � d ®� � ` (11)

où
®Þ � est le moment orbital électronique de l’atome  et , 2 ³ l’écart de stucture fine. Par ailleurs,

puisque les deux interactions conservent Ü et pas A , nous utilisons ce nombre quantique pour
nommer les potentiels adiabatiques (cas (c) de Hund, cf. section A.6).

Spectroscopie photoassociative à une et deux couleurs
Revenons à présent sur les expériences de photoassociation. En effet, la spectroscopie de

photoassociation est un outil puissant pour sonder les interactions entre atomes froids. Lors
d’une expérience de photoassociation, une paire d’atomes froids en collision absorbe de ma-
nière résonnante un photon d’un faisceau laser, formant alors une molécule électroniquement
excitée dans un état rovibrationnel bien défini. L’excitation se produit préférentiellement au
point tournant classique externe $�ô de l’état excité, où la vitesse relative des atomes est com-
parable à celle qu’ils ont dans l’état fondamental (principe de Franck-Condon). La probabilité
d’excitation est approximativement proportionnelle au carré de la fonction d’onde radiale du
fondamental.

Dans ces expériences de photoassociation, l’excitation est suivie par une désexcitation par
émission spontanée vers le fondamental (cf. figure 3). On observe une baisse de la fluorescence
du piège lorsque la fréquence du laser de photoassosciation est à résonance avec un niveau
rovibrationnel excité. En effet, les atomes gagnent suffisamment d’énergie cinétique radiale
avant leur désexcitation, de sorte qu’ils possèdent assez d’énergie pour quitter le piège. Cette
méthode a permis d’améliorer les connaissances des interactions interatomiques de Li [1], Na
[133], K [128] et Rb [52, 17, 29].

Un autre type d’expérience de photoassociation concerne la photoassociation Raman (ou
photoassociation à deux couleurs) où, en plus du laser réalisant la photoassociation, un se-
cond laser provoque l’émission stimulée vers les niveaux liés du fondamental. Une baisse de
la fluorescence est observée lorsque le premier laser est à résonance avec un niveau excité.
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FIG. 3 – Principe de la photoassociation moléculaire à une couleur d’une paire d’atomes
alcalins froids ( %'&)( Li,Na,K,Rb,Cs * ), d’énergie de collision + . L’excitation a lieu au
point tournant classique externe � ô du niveau moléculaire excité, c’est-à-dire là où le
recouvrement des fonctions d’onde radiales initiale et finale est important. La proba-
bilité d’émission spontanée est, elle aussi, importante à grande distance internucléaire.
Après désexcitation radiative, l’énergie cinétique des atomes est augmentée. Sur cette
figure sont représentées la fonction d’onde radiale initiale de la paire d’atomes en col-
lision (a), ainsi que le module au carré de la fonction d’onde rovibrationnelle de l’état
excité (b).
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Cependant, cette baisse de fluorescence diminue lorsque le second laser est à résonance sur
une transition lié-lié. Cela se traduit par un creux dans le spectre de photoassociation à une
couleur. Puisque l’énergie de l’état initial est très faible ( , B L NKO ), la différence de fréquence
 � � 
 � correspond à l’énergie du niveau lié du potentiel du fondamental. Des expériences de
ce type ont été réalisées pour Li [2], Na [62] et Rb [135].

Concernant le césium, la photoassociation à un [45] et à deux photons [86] a été réalisée
au laboratoire Aimé Cotton. Par ailleurs, un autre phénomène a été mis en évidence lors des
expériences de photoassociation à un photon avec le césium : la formation de molécules trans-
lationnellement froides de longue durée de vie [45]. En règle générale, on s’attend à ce que
la formation de molécules froides stables soit un processus assez rare. En effet, cela nécessite
une fenêtre Franck-Condon favorable à courte distance internucléaire. Or, au regard de la fi-
gure 3, on voit que le recouvrement Franck-Condon entre les fonctions d’onde (a) et (b) est
très peu favorable à courte distance internucléaire. Ainsi, l’émission spontanée se produit es-
sentiellement à grande distance internucléaire. Par contre, certains états associés à la limite de
dissociation ( , � � ,-� ��� � ) présentent une structure en double puits (cf. figure 4). Le mur du puits
externe permet d’augmenter la probabilité de présence à courte distance internucléaire, ce qui,
en retour, augmente la probabilité d’émission spontanée à la distance $ � . Cela conduit alors à
la formation de molécules froides dans l’état fondamental. Ces molécules peuvent être ensuite
ionisées afin d’être détectées, ce qui offre une autre manière d’effectuer de la spectroscopie à
haute résolution.

Plan du manuscrit

Comme nous venons de le voir, l’étude des propriétés collisionnelles des atomes alcalins
froids nécessite une connaissance précise des potentiels d’interaction. À l’inverse, avec les
sources d’atomes froids, il est possible de réaliser des expériences fournissant des données
expérimentales très précises et donc d’affiner nos connaissances concernant les interactions
entre atomes froids. Dans le chapitre 1, nous allons décrire des méthodes que nous avons
développées et qui permettent d’obtenir les propriétés collisionnelles des atomes froids en
n’utilisant que la partie asymptotique des potentiels d’interactions. Autrement dit, dans les
« méthodes asymptotiques », la partie interne à courte distance internucléaire des potentiels
n’est tout simplement pas utilisée. Celle-ci est remplacée par des conditions aux limites en
bordure de la zone asymptotique. Dans un premier temps, nous expliquerons comment nous
obtenons les courbes de potentiels adiabatiques asymptotiques. Puis, nous étudierons la ro-
tation et enfin les effets du second ordre que sont l’interaction spin-spin et l’interaction spin-
orbite du second ordre. Une fois ces potentiels obtenus, nous verrons comment il est possible
de déterminer les fonctions d’onde radiales par intégration de l’équation de Schrödinger ra-
diale dans la zone asymptotique uniquement. Deux types de problèmes sont envisagés : le
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FIG. 4 – Principe de la formation de molécules froides par photoassociation avec des
atomes alcalins lourds ( %6&"( Rb,Cs * ). L’excitation a lieu au point tournant classique ex-
terne � ô du niveau moléculaire excité, c’est-à-dire là où le recouvrement des fonctions
d’onde radiales initiale et finale est important. La probabilité d’émission spontanée vers
des niveaux liés du fondamental est importante au point � � du fait de la présence du
bord interne du puits externe de l’état excité. Sur cette figure sont représentées la fonc-
tion d’onde radiale initiale de la paire d’atomes en collision (a), ainsi que le module au
carré de la fonction d’onde rovibrationnelle de l’état excité (b) et de l’état du fondamen-
tal (c).



20 Introduction

premier concerne l’obtention des fonctions d’onde radiales dans le cas où l’approximation de
Born-Oppenheimer est valable, c’est-à-dire lorsqu’un seul potentiel asymptotique suffit à dé-
crire les interactions entre atomes. L’autre type de problème concerne la prise en compte de
couplages entre voies de collisions. Il faut alors avoir recours au formalisme des équations
couplées. Nous traiterons alors les états liés et les phénomènes de résonances (résonances de
forme et résonances de Feshbach) de ces systèmes couplés. Enfin, nous finirons ce chapitre
par une revue succincte des autres méthodes utilisées pour l’étude des collisions entre atomes
alcalins froids.

Dans les trois chapitres qui suivent, nous verrons des applications des méthodes asympto-
tiques. Nous commençons, au chapitre 2, par nous placer dans le cadre de l’approximation de
Born-Oppenheimer, ce qui signifie que les interactions entre atomes froids sont décrites par un
unique potentiel. Puis, après avoir montré le lien entre la longueur de diffusion et les derniers
nœuds de l’onde � au seuil, nous décrivons la détermination de longueurs de diffusion du
sodium et du césium en nous appuyant sur des données expérimentales issues de deux types
d’expérience. La première expérience consiste en la spectroscopie des derniers niveaux liés de
l’état � � � �	 de Na � . L’extrapolation jusqu’au seuil des lignes de nœuds nous permettra d’ob-
tenir les derniers nœuds de l’onde � au seuil et ainsi de déterminer la longueur de diffusion
de la voie de collision considérée. Quant à la seconde expérience, elle s’appuie sur un spectre
de photoassociation obtenu à partir d’atomes de césium polarisés dans le sous-niveau Zee-
man �ýB á ` ë ³ B á . Les modulations des raies de photoassosciation permettent d’accéder aux
positions des derniers nœuds de l’onde � à énergie nulle, et donc de déterminer la longueur
de diffusion triplet du césium. Par ailleurs, cette analyse permet également de déterminer le
coefficient �87 de l’interaction dominante du fondamental dans la zone asymptotique qui est
de type Van der Waals en � �97 " $ 7 .

Au chapitre 3, nous étudierons les structures complexes des raies de photoassociation vers
l’état � �  ��� � du césium. Nous verrons comment traiter simultanément les interactions hy-
perfines et la rotation, qui sont du même ordre de grandeur. Cette étude nous permettra de
caractériser entièrement l’ensemble des raies des ces structures. L’utilisation d’atomes froids
de césium polarisés dans le sous-niveau Zeeman �cBDã ` ë ³ B ã fournit des structures plus
simples. Nous les analyserons en fonction de la polarisation du laser de photoassociation.

La généralisation de la « méthode asymptotique à une voie » aux systèmes couplés sera
abordée au chapitre 4. L’analyse de données précises issues de la spectroscopie des derniers
niveaux liés du potentiel du fondamental du sodium nous permettra de montrer l’efficacité
de la « méthode asymptotique multivoie ». Puis nous utiliserons cette méthode dans le cas
du césium pour l’étude des données de spectroscopie obtenues par photoassociation à deux
couleurs. Les résultats de cette étude fourniront les éléments nécessaires à l’obtention des
paramètres collisionnels.

Par ailleurs, afin de permettre aux lecteurs non spécialistes dans le domaine des atomes
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froids et de la photoassociation de lire ce manuscrit, l’annexe A fournit les éléments de phy-
sique moléculaire nécessaires à sa compréhension. Quant à l’annexe B, elle se focalise sur la
physique des collisions, et notamment les collisions à basse température. Ces deux annexes
permettent également de définir les notations utilisées dans ce manuscrit. Enfin, l’annexe C
récapitule les données concernant les atomes et les molécules diatomiques homonucléaires de
sodium et de césium.
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Chapitre 1

Méthodes asymptotiques et interactions
entre atomes alcalins

La description des collisions entre atomes alcalins froids dans leur é́tat fondamental (et
également des états faiblement liés) nécessite une connaissance précise des potentiels d’inter-
action. En particulier, la position du dernier état lié est très importante puisqu’elle renseigne
sur la valeur de la longueur de diffusion (cf. chapitre 2). Dans l’introduction, nous avons déjà
signalé que la plupart des potentiels ab initio ne possèdent pas la précision requise. Une façon
de s’affranchir de cette limitation consiste à ne prendre en compte que la partie asymptotique
du potentiel (c’est-à-dire la partie du potentiel correspondant à des distances internucléaires$¡ió$/k ), mieux connue. L’information manquante liée à la partie interne du potentiel est rem-
placée par des conditions appliquées à la fonction d’onde radiale à la distance internucléaire$:k . Plus précisement, nous imposons à la fonction d’onde radiale d’avoir un nœud au point$:k . La détermination de la valeur de $lk est obtenue à partir de données expérimentales.

Dans ce chapitre, nous allons décrire tous les éléments constitutifs des méthodes asymp-
totiques à une voie et à plusieurs voies couplées ; des applications de ces méthodes seront
présentées dans les chapitres suivants. Dans un premier temps, en nous limitant à la zone
asymptotique ( $ iR$:k ), nous construirons l’hamiltonien électronique (sans rotation) de deux
atomes alcalins identiques en interaction. Nous écrirons alors la matrice de cet opérateur dans
une base correspondant à la configuration dans laquelle les deux atomes sont très éloignés
l’un de l’autre. Dans cette base, les interactions fine et hyperfine sont diagonales. La diago-
nalisation (numérique) de cette matrice nous permettra d’obtenir les courbes de potentiels
adiabatiques asymptotiques ainsi que les fonctions d’onde électroniques adiabatiques. Dans
un deuxième temps, la rotation des noyaux sera prise en compte. Cela nous amènera à définir
deux nouvelles bases, la base « moléculaire » et la base « atomique ». Dans la première base, les
moments angulaires sont projetés sur l’axe internucléaire (comme en physique moléculaire)
alors que dans la seconde base, ceux-ci sont projetés sur un axe fixe (comme en physique des
collisions). Enfin, nous passerons en revue les interactions spin-spin et spin-orbite du second

23



24 Chapitre 1. Méthodes asymptotiques et interactions entre atomes alcalins

ordre qui sont importantes dans la zone interne et jouent un rôle non négligeable pour les
atomes alcalins les plus lourds. Une fois les potentiels asymptotiques obtenus, nous expli-
querons comment calculer les fonctions d’onde radiales en limitant l’intégration numérique
de l’équation de Schrödinger radiale dans la zone asymptotique uniquement. Nous verrons
ainsi comment les lignes de nœuds qui, rappelons le, sont des lignes joignant les nœuds de
fonctions d’onde vibrationnelles successives, nous permettent de nous affranchir de la par-
tie interne des potentiels. Nous séparerons ensuite deux cas, selon que l’approximation de
Born-Oppenheimer est valable ou non, ces deux cas nécessitant l’utilisation de méthodes as-
sez différentes. Dans le premier cas, un unique potentiel suffit à décrire les interactions entre
les deux atomes alors que dans le second cas, des couplages entre potentiels nécessitent l’utili-
sation du formalisme des équations couplées. Ces couplages appelés couplages cinétiques ou
couplages Born-Oppenheimer sont calculés à partir des fonctions d’onde éléctroniques adia-
batiques. Nous terminerons ce chapitre par une revue succincte d’autres méthodes théoriques
similaires utilisées pour l’étude des interactions entre atomes froids : la méthode de la phase
accumulée et la théorie du défaut quantique.

1.1 Description des interactions dans la zone asymptotique :
courbes de potentiel adiabatiques

1.1.1 Construction des états électroniques (sans rotation)

Pour obtenir les courbes de potentiels électroniques, il faut diagonaliser l’hamiltonien élec-
tronique ¨ � . Pour cela, il faut préalablement choisir une base pour écrire les états électro-
niques. Dans l’annexe A, nous décrivons deux bases possibles qui dépendent des interactions
prédominantes, le cas (a) et le cas (c) de Hund (cf. sections A.6.1 et A.6.2). Dans les méthodes
asymptotiques développées au laboratoire Aimé Cotton par notre équipe, nous utilisons une
autre base pour écrire ces états électroniques. En effet, en plus de l’interaction d’échange
asymptotique (cf. section A.4.3.1) et de l’interaction multipolaire (cf. section A.4.3.2), nous
prenons en compte la structure hyperfine moléculaire (cf. section A.5.2) en considérant que
l’hamiltonien hyperfin moléculaire se réduit à la somme des deux hamiltoniens hyperfins ato-
miques : ¨ �: 2<; ) $'* B ¨ ¤ �·¦ 8[PÙô�4�¦ ) $'* � ¨ �5�;� 	 ) $'* � ¨ 2;4 � ¨ 2 �´³ d (1.1)

Du fait de la présence de l’hamiltonien hyperfin ¨ 2 �´³ dans l’hamiltonien asymptotique (1.1),
la plupart des symétries moléculaires usuelles sont brisées ( = " � , � " � , etc.).

Une base bien adaptée aux fonctions d’onde électroniques asymptotiques de notre système
(deux atomes alcalins identiques) est la base où les atomes sont initialement éloignés l’un de
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l’autre. Nous écrivons ces vecteurs de base dans le référentiel moléculaire1 ( £ X©¤ 4�¦ ^§ ) :

� ) ÿ � * � Þ �  � º » � ù ) ÿ � ou ÿ�� * � Þ_�>ç� º]» � ù » 8 J ìyÔ�&@? d (1.2)

Les moments angulaires des électrons de valence des deux atomes alcalins sont notés � Þ PA P
( B B � ` G ) ; º est le spin nucléaire. Les moments angulaires totaux de chaque atome » � et » �
sont ensuite couplés en » 8 dont la projection sur l’axe internucléaire2 est J ì Ô . Ces états sont
antisymétriques par rapport à l’échange des coordonnées orbitales et de spin électroniques
( �DC4E G ). Par ailleurs, ils sont soit symétriques ( F B � �GE � ), soit antisymétriques ( F B¡� �GE� ) par rapport à l’échange simultané des coordonnées orbitales et de spin des noyaux ( ß ` è ) et
des électrons de valence ( � ` G ) ( HV� ` ß�IJC�E H G ` è�I )3. Cela se traduit par les relations suivantes4 :

� ) ÿ � � ÿ��%* »LK � � Ø�M� »LK � � N M� ù » 8 J ì Ô &@?
B �E G N � ) � � * »OK � � Ø	M� »LK � � N M� » 8 J ì Ô & � F � ) � � * »OK � � N M� »LK � � Ø�M� » 8 J ì Ô &QP `
B �E G N � ) � � * »OK � � Ø	M� »LK � � N M� » 8 J ì Ô & � F ) � �y* ìSR � ìUT � ì Ô � ) � � * »LK � � Ø�M� »OK � � N M� » 8 J ì Ô &VP `

(1.3)� ) ÿ � � ÿ � * »OK � � Ø	M� »OK � � N M� ù » 8 J ìyÔ9&@?
B �E G N � ) ��� * »LK � � Ø�M� »LK � � N M� » 8 J ì Ô & � F ) � ��* ìSR � ìUT � ì Ô � ) ��� * »LK � � Ø�M� »LK � � N M� » 8 J ì Ô & P

si » �JWB » � `
B � ) ��� * » K � � Ø�M� » K � � N M� » 8 J ìyÔ�& si » � B » � et F ) � ��* ìSR � ìUT � ì Ô B � `
B 
 si » � B » � et F ) � �y* ì R � ì T � ìyÔ Bj� � `

(1.4)
Dans cette base, les interactions de structure fine et hyperfine5 sont diagonales et déduc-

tibles des valeurs atomiques expérimentales (cf. Annexe C). Par contre, les coefficients du
développement multipolaire sont plus difficiles à obtenir puisqu’ils sont calculés dans la lit-
térature en utilisant la base du cas (a) de Hund, c’est-à-dire en utilisant l’hypothèse que

®º est
découplé des autres moments angulaires. Pour pouvoir utiliser ces coefficients, il faut donc

1Pour les notations concernant les référentiels, on se réfèrera à la figure A.1.
2Les projections des moments angulaires sur l’axe internucléaire XZY seront notées par des lettres minuscules

(m). Quant aux projections des moments angulaires sur l’axe fixe X\[^] , elles seront notées par des lettres majus-
cules (M).

3Pour notre système, la fonction d’onde totale (qui inclut la rotation) doit bien entendu être symétrique.
4Ces relations s’obtiennent en développant les vecteurs de la base couplée sur les vecteurs de la base décou-

plée : _a`cbedSf<gihkj@l m�no g\h o l p�nj g�qsr ð òetvuxw.y{z@|}y{z}~���g o r ð | g j r ð ~ _ g o g j g�q�r ð òkt\��_a`cbVf�������g o r ð | t hkj@l m�n _�`�d�f�� j g j r ð ~ t h o l p�n
et _�`�d�b�f<g\h o l p�nj g\hej@l m	no g�q�r ð òetvu w y��z | y��z ~ ��g j rG]ð ~ g o rG]ð | _ g j g o g�qsr ð òet���_a`adSf�� j g j rD]ð ~ t h o l p�n _a`cbVf�������g o rG]ð | t hkj@l m�n , de

sorte que _a`cbkd�f<gihkj@l m�no g\h o l p�nj g�q�r ð òkt�u�`<�Z�Vf ð |k� ð ~�� ð ò _�`�dSb�fkg\h o l p�nj g\hkj@l m�no g�qsr ð òet
5Comme nous l’avons déjà fait remarquer plus haut, nous négligeons la variation de l’hamiltonien hyperfin

moléculaire avec la distance internucléaire � .
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découpler les moments angulaires [63, 137]. Pour des électrons de valence ayant des nombres
quantiques différents (comme dans la configuration ( ÿ � � ÿ�� )), on a :

� � Þ �  � º » � ù � Þ¾�}ç� º » � ù » 8 J ìyÔ�&�? B �Ñ´Ô � � Ô � � Ô � � Ô �¤^� Ô � ¤�� Ô � ¤^� Ô � ¤^  Ô¤^¡ R � ¤0¡ T
å» � å» � å¢ � å¢ � å£ 8 åº 8 å¹ 8 å¤ 8 ¥¦§ ¦¨ � Þ �  �� Þ¾�©ç�¹ 8 ¤ 8 £ 8

ª�¦«¦¬
¥¦§ ¦¨  � º » �ç� º » �£ 8 º 8 » 8

ª�¦«¦¬ � £ 8 J � Ô º 8 J � Ô�� » 8 J ìyÔ�& � ¹ 8 J Ñ·Ô ¤ 8 J � Ô�� £ 8 J � Ô�&ç�5Þ � J ¦ R Þ_� J ¦ T � ¤ 8 J � Ô±&�� º 8 J � Ô9& Ø � N � ¹ 8 J Ñ´Ô�& � � � �G N �ÙÞ � J ¦®R�& �Ø �ÙÞ_� J ¦aTÝ& �N � ) � ��* ��2 � Ñ´Ô � Þ � J ¦®R�& �Ø �ÙÞ_� J ¦aTÝ& �N
� F ) � �y* � � � � Ô � Þ � J ¦ R & �N � Þ_� J ¦ T & �Ø � F ) � ��* ��2 � Ñ Ô � � � � � Ô �ÙÞ � J ¦ R & � N �ÙÞ_� J ¦ T & �Ø P `

(1.5)

où la notation å¯ signifie E G ¯ � � et où l’indice
z

indique la composition de deux moments
cinétiques

®¯ 8 B ®¯ � � ®¯ � ( ¯ ° H � ` Þ `  ` º ` » I ). Pour des électrons de valence ayant les mêmes
nombres quantiques (comme dans la configuration ( ÿ � � ÿ � )), l’équation (1.5) se simplifie en :

� ) ÿ � � ÿ � * º]» � ù º » � ù » 8 J ì Ô &�? B �Ñ Ô � � Ô � ¤ � Ô � ¤   Ô � � F ) � ��* Ñ Ô � � � � � ÔG å» � å» � åº 8 å¹ 8
¥¦§ ¦¨ � º » �� º » �¹ 8 º 8 » 8

ª�¦«¦¬ � ¹ 8 J Ñ Ô º 8 J � Ô � » 8 J ì Ô &�� º 8 J � Ô & Ø � N � ¹ 8 J Ñ Ô & � � �  �E G N �Ù
#
#& �Ø �Ù
#
F& �N � ) � ��* Ñ´Ô � 
#
F& �Ø �Ù
�
F& �N P d
(1.6)

Cette décomposition fait clairement apparaître le lien entre ces états électroniques et ceux
du cas (a) de Hund construits à partir de la méthode LCAO (cf. équations (A.53) et (A.54)).
Nous utilisons ensuite cette base pour écrire la matrice de l’hamiltonien électronique asymp-
totique (1.1). Concernant l’interaction multipolaire, nous nous limitons aux termes en � " $ 7 ,� " $G± et � " $ � k pour les états corrélés à la limite de dissociation ( ÿ � � ÿ � ) et aux termes en� " $ � , � " $ 7 et � " $G± pour la limite de dissociation ( ÿ � � ÿ�� ). Nous incluons également l’énergie
d’échange asymptotique. En résumé, la matrice de l’hamiltonien électronique s’écrit :

) ÿ � � ÿ � * â �: 2k; ) $'* B â ¤ �´¦ 8[PÙô�4�¦ ) $'* � â �9� � 	  � �5�;� 	 ) $'* �³² 2 �·³ ` (1.7)

) ÿ � � ÿ��%* â �: 2k; ) $'* B â ¤ �´¦ 8[PÙô�4�¦ ) $'* � â �9� � 	  � �9� � 	 ) $'* ��² 254 ��² 2 �´³ ` (1.8)

où ² symbolise une matrice diagonale et â une matrice bloc-diagonale par valeurs de J ìyÔ
et F données. Mentionnons également que dans le cas de la limite ( ÿ � � ÿ � ), » 8 est un bon
nombre quantique et que les éléments de matrice ne dépendent pas de J ì Ô . Suivant le modèle
de la référence [57], la fonction � �9� � 	 ) $'* a pour forme ² �9� � 	 $2´IS � � ! Z . Par ailleurs, � �5�;� 	 ) $'* a la
même forme que la fonction � �5�;� 	 ) $'* , les valeurs des coefficients étant différentes [90]. Quant
aux coefficients du développement multipolaire pour les alcalins, ils sont issus des références
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[87, 91, 109, 110, 34] pour la limite de dissociation ( ÿ � � ÿ � ) et de la référence [89] pour la limite
de dissociation ( ÿ � � ÿ�� ). Enfin, les matrices de structures fine et hyperfine utilisent les valeurs
atomiques (cf. Annexe C).

Il est en principe possible de tenir compte des effets de retard pour les deux asymptotes
( ÿ � � ÿ � ) et ( ÿ � � ÿ�� ). Pour l’asymptote ( ÿ � � ÿ � ), il nous faut considérer de nouveaux coefficients
pour le développement multipolaire [88] :

� 7±� 8� ) $'* B � �  � � ) $'* ` (1.9)

où la fonction � � ) $'* traduit les effets de retard. Quant à l’asymptote ( ÿ � � ÿ�� ), la démarche
est similaire : en se plaçant dans le cas (a) de Hund (cf. section A.6.1), les effets de retard sont
introduits à l’aide de facteurs correctifs ��µ �>¶� ) $'* appliqués aux coefficients � µ �>¶� [93, 126, 94].
Néanmoins, lors des différentes analyses menées dans les prochains chapitres, les effets de
retard seront négligés. En effet, concernant par exemple l’asymptote ( , � � , � ) pour le césium,� 7 ) $'* vaut 
 `¸·�·�·º¹ á ¹ à la distance $ B �y
�
D�Vk et 
 `�·�·�·�·�· 
 à la distance $ B � ¹ �Vk [88].

La diagonalisation (numérique) de la matrice â �: 2k; ) $'* pour des distances internucléaires
appartenant à la zone asymptotique fournit l’ensemble des courbes de potentiel adiabatiques
incluant la structure hyperfine. La figure (1.1) montre un exemple de diagonalisation dans le
cas du sodium.

1.1.2 Traitement de la rotation et symétrisation

Jusqu’ici, nous avons négligé l’effet de la rotation des noyaux. Cependant, il peut parfois
arriver des situations où la structure hyperfine et la rotation sont du même ordre de grandeur
(cf. chapitre 3). Il faut alors traiter les deux interactions simultanément.

Pour prendre en compte la rotation, il faut tout d’abord construire une fonction d’onde
incluant le mouvement relatif des deux noyaux. De telles fonctions d’onde peuvent être écrites
dans le référentiel moléculaire ( £ X©¤ 4�¦ ^§ ) (cf. figure A.1 ; on parle alors de base « moléculaire »)

� � Þ �  � º » � ù � Þ_�}ç� º » � ù » 8 J ì Ô F ù » ëîì�& ¤ 4�¦� 2k; ¤» � ø » 8 J ì Ô F ù » ëîìe& ¤ 4�¦� 2<; ¤B � � Þ �  � º » � ù � Þ_�>ç� º]» � ù » 8 J ìyÔ�&@?¼ ½¿¾ ÀÁ ´ ì Ô ¤^Â Ô>ÃÅÄÇÆ ¡È  £ ì¤�Â ÔÊÉ Â )kË `�Ì * ` (1.10)

où £ ì¤^Â ÔÊÉ Â )eË `�Ì * désigne une fonction d’onde rotationnelle (cf. section A.3.1), simultanément
état propre de

®» � et des projections de
®» (

®» B ®» 8 � ®ú ) sur l’axe fixe ( ëîì ) et sur l’axe moléculaire
( J ì Ô ). L’indice ÿ �$Í J indique que les vecteurs de base ne sont pas symétrisés. Cependant,
dans cette base, l’action de

®ú � est difficile à évaluer. On utilise donc une base où
®ú est un bon

nombre quantique, c’est-à-dire la base des ondes partielles (cf. Annexe B). Dans le référentiel
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FIG. 1.1 – Courbes de potentiel adiabatiques du fondamental de Na � obtenues après
diagonalisation de l’Hamiltonien Î �: 2k; écrit dans la base des états (1.2). Les deux
graphes représentent les mêmes courbes de potentiels, à la différence que, pour le
graphe inférieur, l’énergie de la plus haute courbe de potentiel a été retranchée à l’en-
semble des courbes des potentiel. Les asymptotes sont repérées par les nombres quan-
tiques Ï � et Ï � . Quant aux courbes de potentiel, elles sont étiquetées par les nombres
quantiques Ï 8 et Ð ( Ð1Íó�\ÑÓÒ et Ð�ÍÕÔ?�iÑ×Ö ).
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fixe ( £ X ³ P®Ø ��^§ ) (cf. figure A.1 ; on parle alors de base « atomique »), ces fonctions d’onde ont pour
expression :

� � Þ �  � º » � ù � Þ_�>ç� º]» � ù » 8�F ú/ù » ëîì�& : 8� 2k; ¤» � ø » 8�F ú3ù » ëîì�& : 8� 2k; ¤B �É Â Ô � É�Ù � » 85ëîìyÔ ú ëüûy� » ë ìK&  � ø » 8 ëîìyÔ�& : 8? ÛÚ É Ùû )eË `�Ì * ` (1.11)

où les fonctions � ø » 85ë ìyÔ�& : 8? sont reliées aux fonctions � ø » 8 J ìyÔ�& ¤ 4�¦? par une matrice de Wigner
[51] (relation (9)) : � ø » 8;ëîì Ô & : 8? BR� ¤ Â Ô ² ìyÔÉ Â Ô ¤^Â Ô ) Ì ` Ë ` 
#*�� ø » 8 J ì Ô & ¤ 4�¦? d (1.12)

Les systèmes que nous étudions (deux atomes alcalins identiques en interaction) étant for-
més de bosons, la fonction d’onde totale doit être symétrique. Dans la base « atomique », il
suffit simplement pour cela d’utiliser les états (1.11) avec F B ) � �y* û ; nous notons ces états
comme suit : � ø » 8 ú/ù » ëîì�& : 82<; ¤ B � ø » 8 × F B ) � ��* û Ú ú/ù » ëîì�& : 8� 2k; ¤ d (1.13)

Dans la base « moléculaire », la symétrisation donne une superposition de valeurs de J ìyÔ
positive et négative ; on pose alors :

� ø » 8 J ìyÔ<F ù » ëîìK& ¤ 4�¦2<; ¤ B �E G/Ü � ø » 8 J ìyÔ<F ù » ëîì�& ¤ 4�¦� 2k; ¤ � F ) � ��* ì Ô � ì � ø » 8 × � J ìyÔ Ú F ù » ëîìK& ¤ 49¦� 2<; ¤JÝ `
(1.14)

si J ì Ô i¢
 et : � ø » 8�
ÞF ù » ë ì�& ¤ 4�¦2k; ¤ B � ø » 8¬
 × F B ) � ��* ìyÔ � ì Ú ù » ëîì�& ¤ 4�¦� 2k; ¤ ` (1.15)

si J ì Ô B 
 . Le passage de la base « atomique » à la base « moléculaire » est donné, pourJ ì ÔZß 
 , par la relation (avec cependant F B ) � ��* ì Ô � ì si J ì Ô B 
 ) :

� ø » 8 J ìyÔ<F ù » ëîìK& ¤ 4�¦2<; ¤ B � û× ?± X½� � ^ Ù Ú
à ) » 8 ` ú ` » ` J ìyÔ5*  � ø » 8 ú3ù » ëîì�& : 82<; ¤ ` (1.16)

et réciproquement, le passage de la base « moléculaire » à la base « atomique » est donné par
la relation :

� ø » 8 ú/ù » ëîì�& : 82k; ¤ B �¤ Â Ô}á k à ) » 8 ` ú ` » ` J ì Ô *  � ø » 8 J ì Ô F ù » ëîìK& ¤ 4�¦2<; ¤ ` (1.17)

avec F B ) � ��* û si J ì Ô i¢
 et F B ) � ��* ì Ô � ì si J ì Ô B 
 . Quant au coefficient à , il a pour valeur :
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à ) » 8 ` ú ` » ` J ìyÔ5* Bãâ G �³ä ¤^Â Ô � k åúå» � » 8 J ìyÔ ú 
�� » J ìyÔ5&6d (1.18)

où, rappelons le, la notation å¯ signifie E G ¯ � � .
Les éléments de matrice de l’interaction asymptotique ¨ �: 2k; ) $'* (premiers termes du dé-

veloppement multipolaire, interaction d’échange asymptotique, structures fine et hyperfine)
dans la base « moléculaire » sont diagonaux en J ì Ô , F , » et ëîì :

¤ 49¦2k; ¤ �;ø » 8 J ì Ô F ù » ëîì � ¨ �: 2k; ) $'*y��åø å» Ò J ì Ô F ù » ëîì�& ¤ 4�¦2<; ¤B ?ç� � Þ �  � º » � ù � Þ_��ç� º]» � ù » 8 J ì Ô � ¨ �: 2k; ) $'*�� � Þ � å¢ � º å» � ù � Þ_�Þå¢ � º å» � ù å» Ò J ì Ô &@? ` (1.19)

avec, pour J ìyÔ B 
 , F B ) � ��* ì Ô � ì B ) � �y*Çæì Ô � ì ( » 8 et å» 8 doivent avoir la même parité). Les
éléments de matrices de l’opérateur

®ú � B ) ®» � ®» 85* � se calculent alors facilement dans la base
« moléculaire » ; ils sont diagonaux en ø , » 8 , F et » , et l’on a :

¤ 4�¦2<; ¤ �;ø » 8 J ì Ô F ù » ëîì � ®ú � � ø » 8�åJ ì Ô F ù » ëîì�& ¤ 4�¦2<; ¤ B � û× ?± X½� � ^ Ù Ú
à ) » 8 ` ú ` » ` J ì Ô * à ) » 8 ` ú ` » ` åJ ì Ô * ` (1.20)

avec la règle de sélection J ì Ô � åJ ì Ô B 
 ` ¼ � . Pour les éléments diagonaux, cette somme prend
la forme :

¤ 4�¦2<; ¤ �;ø » 8 J ìyÔkF ù » ëîì6� ®ú � � ø » 8 J ìyÔkF ù » ëîìK& ¤ 49¦2k; ¤ B ª �
N » 8 ) » 8 � ��* � » ) » � �y* � G ) J ìyÔ9* � P d (1.21)

1.1.3 Interactions spin-spin directe et spin-orbite du second ordre

Deux termes de l’équation (3) contribuent à l’hamiltonien effectif décrivant l’interaction
spin-spin : l’interaction spin-spin directe ( µ ) $'* » ( 252Á � Á ) $'* [127, 5] variant en � " $ � :

( 252Á � Á �k ) $'* Bj� G ( 252Á � Á  � ) $'* B ö �$ � en u.a. ` (1.22)

où öjé�� " � ãºç est la constante de structure fine, et l’interaction spin-orbite du second ordre( 254 ) $'* , qui une interaction spin-spin indirecte. Cette interaction apparaît au second ordre6

lorsque les nuages électroniques atomiques se recouvrent [119, 100]. Les états fondamentaux
se couplent alors avec les états excités � ÿK& B � ��Ñ Ô ��� � A@� Á � Á � � � 	 & par les degrés de liberté orbitaux :
l’excitation se produit par couplage spin-orbite du spin d’un électron et la désexcitation se fait
par couplage spin-orbite du spin de l’autre électron. Cela génère, pour le potentiel triplet du

6Pour les atomes alcalins dans leur état fondamental, il n’y a pas d’interaction spin-orbite diagonale puisqueè uêé (cf. section A.5.1).
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fondamental, un décalage en énergie dépendant de la valeur de � Ü � [98] :

+-, 254Á � Á ) $'* B=� � �[�5ÿ6�Ù( 2 ³ � � � �� ` � Ü � &I� �(ÓÒ ) $'* � ( � ) $'* d (1.23)

Les auteurs de la référence [98] ont montré par des calculs ab initio que l’interaction spin-
orbite du second ordre peut être mise sous la forme :

( 254Á � Á �k ) $'* B¡� G ( 254Á � Á  � ) $'*Zë � � 254 ö � S � !¿ì Æ X[Z\�]Z ì Æ ^ ` (1.24)

où ö est la constante de structure fine et � 254 , þ 254 et $ 2;4 sont des paramètres utilisés pour
l’ajustement des résultats ab initio. L’équation (1.24) montre que, par rapport à l’interaction
spin-spin (cf. équation (1.22)), l’interaction spin-orbite du second ordre est de signe opposé.
Par ailleurs, afin de pouvoir rendre compte des résultats observés concernant le césium, le
paramètre � 254 s’est avéré être quatre fois supérieur à la valeur prédite [120].

Puisqu’un décalage commun aux états � Ü � B 
 ` � peut être inclus au potentiel triplet adia-
batique Born-Oppenheimer, seule la dépendance en $ de la séparation en � Ü � joue ici un rôle.
L’interaction spin-spin directe sépare également de façon similaire les composantes � Ü � B 
 ` �
du potentiel triplet du fondamental [78] mais avec une dépendance en $ différente ( � " $ � ).
Autrement dit, les deux interactions ont la même forme :

� ) $'* ) ®� � d ®� � �Ïã ) ®� � d å Sçæ´* ) ®� �çdÙå Sçæ´*�* ` (1.25)

mais avec un facteur radial � ) $'* (en u.a.) différent (cf. équations (1.22) et (1.24)) :

� 292 ) $'* B ö �$ � et � 2;4 ) $'* Bj� � 254 ö � S � !¿ì Æ X[Z\�]Z ì Æ ^ d (1.26)

Cette similitude reflète une origine semblable : l’interaction spin-spin directe ( µ ) $'* a lieu par
l’intermédiaire des modes du champ électromagnétique et l’interaction indirecte ( 254 ) $'* a lieu
par l’intermédiare des modes du mouvement orbital électronique. Pour les atomes alcalins les
plus légers, l’interaction spin-orbite du second ordre est négligeable. Par contre, pour Rb et
Cs, celle-ci peut être plus importante à courte distance internucléaire que l’interaction spin-
spin directe ( µ [98, 75]. Ainsi, pour le césium, cette interaction domine tous les processus
inélastiques.

Terminons cette section en mentionnant le fait que l’interaction spin-orbite du second ordre
est une interaction agissant essentiellement dans la zone interne. Néanmoins, dans la zone
asymptotique, ses effets, ainsi que ceux de l’interaction spin-spin, pourront être pris en compte
pour les atomes alcalins les plus lourds en considérant des lignes de nœuds différentes pour
les composantes ( � Ü � B 
 ` � ) du potentiel triplet du fondamental (cf. section 4.2.2.1).
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1.2 Calculs des fonctions d’onde radiales asymptotiques

Après avoir obtenu les courbes de potentiels adiabatiques asymptotiques, dans le cadre
de l’approximation de Born-Oppenheimer, nous nous intéressons dans cette section au pro-
blème nucléaire. Plus particulièrement, nous indiquons comment obtenir les fonctions d’onde
radiales dans la zone asymptotique à partir d’un potentiel incomplet.

1.2.1 Problèmes à une voie

Nous commençons par ne considérer qu’un seul potentiel adiabatique. Il s’agit alors de
résoudre l’équation de Schrödinger radiale (cf. équation (A.27)) :í � ª �G àïî

�
î $

� � ú ) ú � ��* ª �G à $ �
� ¸ : 2<;� ) $'* � ,Oðòñ ) $'* B 
 d (1.27)

où ¸ : 2<;� ) $'* B ?ç�5ö » 8 J ì Ô � ¨ �: 2k; ) $'*y�Ùö » 8 J ì Ô &@? a la forme suivante (cf. équation (1.1)) :

$¡ió$/kDó ¸ : 2k;� ) $'* Bj� �87$ 7 � � ±$ ± � � � k$ � k ¼ ² �9� � 	 $ ´ S � � ! Z ` (1.28)

en démarrant l’intégration numérique dans la région externe (c’est-à-dire à partir de $ B$Gô ( $Dô B õ )) jusqu’à la distance $lk . Deux cas se présentent alors, correspondant à des
conditions aux limites différentes : le premier cas concerne le calcul des états liés ( , ac
 ) et le
second cas, des états collisionnels ( , ß 
 ).

1.2.1.1 Détermination des fonctions d’onde vibrationnelles asymptotiques

Pour calculer les fonctions d’onde liées d’un potentiel asymptotique, il faut soit connaître
les énergies de ces états liés (issues de l’expérience), soit les déterminer. Dans tous les cas,
la fonction d’onde radiale est obtenue par intégration de l’équation (1.27) pour une énergie
donnée en utilisant les conditions aux limites suivantes :

) $Gô Bxõ *©ó ¥¦§ ¦¨ ñ ) $Dô'* B 

î ñ ) $'*î $ öööö Z  Z�÷ B � (1.29)

où �9ø � . Ces conditions permettent de sélectionner, lors de l’intégration numérique, la solu-
tion qui possède une décroissance exponentielle à grande distance.

Deux cas se présentent alors : soit l’énergie , � du niveau lié est connue, soit la position$:k d’un nœud de la fonction d’onde radiale est connue. La connaissance de l’un permet de
déterminer l’autre et vice-versa. Ainsi, si l’énergie , � est connue, la fonction d’onde radiale
de l’état lié correspondant est calculée par intégration de l’équation (1.27). Les positions des
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nœuds de cette fonction d’onde radiale sont alors facilement déterminées. À l’inverse, si la
position d’un nœud de la fonction d’onde radiale d’un état lié est connue, l’énergie du niveau
lié correspondant est obtenue par itération sur le paramètre , . Il s’agit en effet de calculer la
fonction d’onde vibrationnelle associée à une énergie , , puis de calculer la valeur que prend
la fonction d’onde radiale au point $lk . Si la valeur ñ ) $:k�* vaut zéro (la fonction d’onde a alors
un nœud à la distance $:k ) alors l’énergie considérée est celle de l’état lié ( , B , � ). Si ce n’est
pas le cas, il faut reprendre les calculs précédents avec une autre valeur de , .

1.2.1.2 Détermination des fonctions d’onde collisionnelles asymptotiques

La méthode est similaire au cas précédent, sauf que maintenant, il s’agit d’un problème de
collision. Les conditions aux limites utilisées sont donc7 :

) $Gô B6õ *©ó
¥¦¦¦¦§ ¦¦¦¦¨
ñ ) $Gô'* Bãù $Dô × ¯ û ��� � � ) L $Gô'* �ûú�üSývä û ) L *@þ û ��� � � ) L $Gô'* Ú
î ñ ) $'*î $ öööö Z  ZÇ÷ B î

N E $ × ¯ û ��� � � ) L $'* �ÿú¸üSývä û ) L *�þ û ��� � � ) L $'* Ú P
î $

öööööö Z  Z�÷
d

(1.30)
Également ici, deux cas se présentent : soit le déphasage ä û ) L * est connu, soit la position d’un
nœud de la fonction d’onde radiale est connue. Le premier cas est immédiat : si le déphasage
est connu, la fonction d’onde radiale peut être obtenue par la méthode décrite ci-dessus et par
conséquent, les positions de ses nœuds aussi. À l’inverse, si un nœud de la fonction d’onde
radiale est connu, la valeur du déphasage ä û ) L * est déterminée par itération : pour une énergie
de collision , B ª � L � "#G à donnée, plusieurs fonctions d’onde radiales correspondant à des
valeurs différentes de la phase ä û ) L * sont calculées. Le déphasage recherché correspond à la
valeur de ä û ) L * qui conduit à une fonction d’onde ayant un nœud en $ B $lk .

Un cas particulier concerne le calcul de l’onde � ( ú B 
 ) pour une énergie nulle ( L B 
 ).
En effet, en théorie des collisions (cf. Annexe B), on montre que la longueur de diffusion � et
le déphasage ä k ) 
F* sont équivalents, de sorte que les conditions aux limites (1.30) deviennent
dans ce cas particulier :

) $Gô Bxõ *©ó ¥¦§ ¦¨ ñ ) $Gô'* B ) $Gô � �1*
î ñ ) $'*î $ öööö Z  ZÇ÷ B � d (1.31)

Le fait que la longueur de diffusion � apparaisse dans les conditions aux limites implique
qu’il existe une relation entre la valeur de � et la position des derniers nœuds de l’onde � à
énergie nulle. Nous reviendrons plus en détail sur ce point à la section 2.1.

7Par rapport à la condition (B.12), l’utilisation des fonctions de Bessel � et � [3] permet de démarrer l’inté-
gration avec des valeurs de ��� plus petites. Par ailleurs, puisque dans la suite nous ne nous intéresserons qu’au
déphasage ���Q`	�Uf , la normalisation des fonctions d’onde radiales ne nous importent pas.
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1.2.2 Problèmes multivoies : équations couplées

L’approximation de Born-Oppenheimer consiste en fait à traiter le mouvement des noyaux
dans une courbe de potentiel ¸ � ) $'* supposée bien isolée des autres. Le mouvement de vibra-
tion des noyaux s’adapte à la forme du potentiel en raison de la conservation de l’énergie
totale, et ceci de manière adiabatique. Cette approximation est souvent valide. Cependant,
lorsque l’écart entre les courbes de potentiel est trop faible, cette approximation peut être
mise en défaut. Il convient alors de prendre en compte les termes qui ont été négligés.

De manière plus précise, si l’on considère un système impliquant 
 � voies couplées, il nous
faut résoudre un système de 
 � équations différentielles (cf. section A.2.1). La fonction d’onde
totale couplée s’écrit : � ) $ ` Ë `�Ì6` H ®� PeI¬* B �$

��
� !  � ñ ! ) $'*�£ ! )eË `�Ì * � �! ) H ®� PeI ` $'* ` (1.32)

où les composantes radiales ñ ! ) $'* des 
 � voies couplées sont solutions des 
 � équations cou-
plées ( ö ° HV� ` d¾d½d ` 
 � I ) (cf. équation (A.15) avec ¤ B ¹ B 
 )8 :í � ª �G à

� ��%$ � � ú ) ú � ��* ª �G à $ �
� ¸ � ) $'* � ,Oðòñ �%) $'* B � 

� !  �
í ª �à �9� ���� ��� �!� $ & ��%$ � ª �G à ��� ����

� � � �!�%$ � &Vð ñ ! ) $'* d
(1.33)

1.2.2.1 Couplages cinétiques et fonctions d’onde électroniques adiabatiques

Pour les problèmes que nous aurons à traiter (cf. chapitre 4), les seuls couplages interve-
nant dans la zone asymptotique sont les couplages cinétiques d’ordre un (cf. section A.2.3.1)
et d’ordre deux (cf. section A.2.3.2). Pour calculer ces couplages, il faut connaître les fonctions
d’onde électroniques.

Ces fonctions d’onde électroniques sont obtenues après diagonalisation de â �: 2k; ) $'* . Cette
matrice étant écrite dans la base des états (1.2), les états électroniques adiabatiques �K�! ) H ®� PkI ` $'*
issus de cette diagonalisation sont des combinaisons linéaires de ces états, les coefficients de
ces combinaisons dépendant de la distance internucléaire $ (cf. figure (1.2)) :

� �! ) H ®� PÊI ` $'* B � 
� ´  � � !´ ) $'*6�@H ®� PÊI\� ø » 8 J ìyÔ9& ¤ 4�¦? ` (1.34)

où 
 � est le nombre de voies couplées considérées. Une fois connus les états électroniques,

8Dans la suite, nous ne nous intéresserons qu’aux potentiels hyperfins corrélés à la limite de dissociation
( ��b�����b ).
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nous obtenons la valeur de ces couplages en calculant le produit scalaire (cf. figure 1.3) :

��� ���� �
� �%�!�%$ � & B

��
� ´  � � �´ ) $'*

� � � � !´ ) $'*�%$ � � ` (1.35)

où ÿ prend la valeur un ou deux.

1.2.2.2 Détermination des fonctions d’onde vibrationnelles asymptotiques

Plutôt que de considérer le cas général de 
 � voies couplées, nous limitons notre présenta-
tion à un cas particulier : celui de trois voies couplées fermées, dont une voie est corrélée au
potentiel singulet à courte distance internucléaire et dont les deux autres voies sont corrélées
au potentiel triplet à courte distance internucléaire.

De même que dans le cas précédent, dans notre « méthode asymptotique multivoie »,
nous n’utilisons pas la partie interne des différents potentiels couplés. Nous remplaçons donc
cette information manquante pour le calcul des composantes radiales de la fonction d’onde
couplée par des conditions appliquées aux composantes singulet et triplet à une distance in-
ternucléaire donnée. Pour ce faire, nous considérons trois lignes de nœuds (une singulet et
deux9 triplet), qui peuvent être approximées par des droites dans la région en énergie proche
du seuil (cf. figure (1.4)) :

$3Ò ) � Ü � * B $ kÒ ) � Ü �Ù* � �ÓÒ ) � Ü �Ù*  , � Ü � B 
 ` � ` (1.36)$lÑ B $ kÑ � �%Ñ  ,jd (1.37)

Les paramètres $ kÒ ) � Ü � * ` �ÓÒ ) � Ü � * ` $ kÑ et �%Ñ dépendent de la valeur de ú considérée. Ils sont
déterminés par ajustement (procédure de moindres carrés) sur des données expérimentales
(cf. chapitre 4).

Une fois ces paramètres fixés ou déterminés, nous pouvons calculer les composantes ra-
diales ñ � ) $'* ` ñ�� ) $'* , et ñ � ) $'* de la fonction d’onde couplée. Pour résoudre le système de trois
équations différentielles à trois inconnues (cf. équation (1.33)), nous procédons en plusieurs
étapes : en utilisant successivement les conditions aux limites suivantes (pour des énergies
inférieures à � G  +>2 �´³ , ce qui, par rapport à notre référence en énergie, correspond à trois
voies fermées) :

9En effet, d’après les résultats de la section 1.1.3, les interactions spin-spin et spin-orbite du second ordre
scindent le potentiel triplet en deux composantes : la composante triplet _ �Z_�uêé et la composante triplet _ �Z_�u�� .
Par conséquent, nous définissons une ligne de nœuds pour le potentiel triplet _ �Z_^u é et une autre pour le
potentiel triplet _ �Z_�u�� .
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FIG. 1.2 – Variations des composantes � !´�� ��� en fonction de la distance internucléaire
pour un système faisant intervenir les trois potentiels couplés � 2 de Na � .
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FIG. 1.3 – Exemples de couplages cinétiques dans le cas des trois voies couplées � 2 de
Na � . Ces couplages sont très localisés.
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FIG. 1.4 – Système de trois voies couplées. La voie (1) est corrélée au potentiel singulet
à courte distance internucléaire alors que les voies (2) et (3) sont corrélées aux potentiels
triplet 5 6�5IÍí� et 5 6�5yÍc� à courte distance internucléaire. Nous associons donc une ligne
de nœud singulet à la voie (1) et deux lignes de nœud triplet aux voies (2) et (3). Par
ailleurs, la référence en énergie est prise au seuil le plus élevé de sorte que les niveaux
liés du système couplé correspondent à des énergies inférieures à Ô7�0879-2 �´³ , où 9'2 �´³ est
l’écart entre chaque voie à grande distance internucléaire due à la structure hyperfine.
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Solutions E I II III
Voies:
) �y*

¥¦§ ¦¨ ñ I� ) $Gô'* B 

î ñ

I� ) $'*
î $ öööö Z  Z ÷ B �

¥¦§ ¦¨ ñ II� ) $Gô'* B 

î ñ

II� ) $'*
î $ öööö Z  Z ÷ B 


¥¦§ ¦¨ ñ III� ) $Gô'* B 

î ñ

III� ) $'*
î $ öööö Z  Z ÷ B 


) G *
¥¦§ ¦¨ ñ I� ) $Gô'* B 

î ñ

I� ) $'*
î $ öööö Z  ZÇ÷ B 


¥¦§ ¦¨ ñ II� ) $Gô'* B 

î ñ

II� ) $'*
î $ öööö Z  ZÇ÷ B �

¥¦§ ¦¨ ñ III� ) $Gô'* B 

î ñ

III� ) $'*
î $ öööö Z  Z�÷ B 


) ã *
¥¦§ ¦¨ ñ I� ) $Gô'* B 

î ñ

I� ) $'*
î $ öööö Z  ZÇ÷ B 


¥¦§ ¦¨ ñ II� ) $Gô'* B 

î ñ

II� ) $'*
î $ öööö Z  ZÇ÷ B 


¥¦§ ¦¨ ñ III� ) $Gô'* B 

î ñ

III� ) $'*
î $ öööö Z  Z�÷ B �

(1.38)

nous obtenons trois solutions H I ` II ` III I linéairement indépendantes, chaque solution ayant
trois composantes H ) ��* ` ) G * ` ) ã *¸I , une sur chaque voie. Un exemple de solutions est représenté
sur la figure (1.5), dans le cas du césium.

À partir de ces trois solutions linéairement indépendantes, nous cherchons à obtenir les
composantes radiales ñ � ) $'* B a ñ I� ) $'* � b ñ II� ) $'* � c ñ III� ) $'* ( ö B � ` G ` ã ) de la fonction d’onde
couplée telles que la composante singulet (voie (1)) ait un nœud à la distance $@Ñ et les com-
posantes triplet (voies (2) et (3)) aient un nœud à la distance $:Ò ) � Ü � * :;<= ñ � ) $lÑ *ñ�� ) $3Ò ) 
F* *ñ � ) $3Ò ) ��* *

>@?A B
;<= 




>@?A B
;<= ñ I� ) $lÑ * ñ II� ) $lÑ * ñ III� ) $lÑ *ñ I� ) $3Ò ) 
#* * ñ II� ) $3Ò ) 
F* * ñ III� ) $3Ò ) 
F* *ñ I� ) $3Ò ) �y* * ñ II� ) $3Ò ) ��* * ñ III� ) $3Ò ) ��* *

>@?A¼ ½¿¾ Àµ : 8 X,B ^
 ;<=

a
b
c

>@?A d (1.39)

La résolution de ce système homogène d’équations linéaires nous permet, si possible10, de
déterminer les valeurs des coefficients a ` b et c et donc de connaître les composantes radiales
recherchées (cf. figure (1.5)).

Jusqu’ici, nous n’avons pas discuté de la façon dont intervient l’énergie , . Nous avons sup-
posé que les paramètres des lignes de nœud étaient connus (soit déterminés, soit fixés) et que
pour obtenir les fonctions ñ � ) $'* ` ñ�� ) $'* , et ñ � ) $'* , nous avons choisi une valeur de l’énergie.
En réalité, le système homogène (1.39) n’admet de solutions différentes de la solution triviale
a B b B c B 
 que si ² S z × â � z ) ,¶* Ú B 
 , ce qui signifie que l’énergie , choisie correspond
à celle d’un état propre du système étudié. En effet, nous avons supposé que la composante

10S’agissant d’un système homogène, celui-ci n’a de solutions autres que la solution triviale a u b u c u.é que
si CEDGFIHKJML@F�`ON\fQP�u.é . Dans ce cas, a R b et c sont définis à une constante près.
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FIG. 1.5 – Exemple de composantes radiales UWV� � ��� ( X¡Í��ç�Y���YZ et [ Í I,II,III) cor-
respondant à un système couplé de trois voies du césium, obtenues en appliquant les
conditions aux limites (1.38). Sur le graphe du bas sont représentées les « véritables »
composantes radiales U � � ��� ( X Í=�ç�Y���YZ ), obtenues en résolvant le système (1.39). Sont
également indiqués sur ce graphe les nombres quantiques ( Ï � ��Ï � ) caractérisant la voieX . La distance internucléaire � varie de ��Ð à Îç�8Ö k .
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singulet avait un nœud à la distance $fÑ ( ñ � ) $lÑ * B 
 ) et que les composantes triplet avaient
un nœud à la distance $/Ò ) � Ü � * ( ñ�� ) $3Ò ) 
F* * B ñ � ) $3Ò ) ��*�* B 
 ). Or, ceci n’est vrai que si l’énergie
considérée correspond à l’énergie d’un état lié.

À l’inverse, nous pouvons considérer le problème sous un autre angle : la détermination
des énergies des états liés. Pour ce faire, nous procédons comme précédemment, le point de
départ étant l’obtention de la matrice â � z ) ,¶* . Rappelons que cette matrice dépend de l’éner-
gie par l’intermédiaire des lignes de nœud $'Ñ et $3Ò ) � Ü � * (cf. équations (1.36) et (1.37)) et de
l’équation de Schrödinger (1.33). Pour déterminer les états liés, nous calculons le détermi-
nant de cette matrice en fonction de , . Lorsque ce dernier vaut zéro, l’énergie associée est
donc l’énergie d’un état lié (cf. figure (1.6)). Rappelons néanmoins que les valeurs (discrètes)
de l’énergie ainsi obtenues dépendent des paramètres de la méthode, les principaux étantH �87 ` ² �9� � 	 I pour la définition des potentiels et HI$ kÒ ) � Ü �Ù* ` �ÓÒ ) � Ü �Ù*�I et HI$ kÑ ` �%ÑÇI pour la définition
des lignes de nœuds. On aboutit ainsi à des fonctions , � × �87 ` ² �9� � 	 ` $ kÒ ) � Ü �Ù* ` �ÓÒ ) � Ü �Ù* ` $ kÑ ` �%Ñ Úqui, par ajustement sur des données expérimentales (procédure de moindres carrés), per-
mettent d’obtenir les valeurs « physiques » de ces paramètres (cf. chapitre 4).

1.2.2.3 Résonances

Pour un système couplé, les résonances correspondent aux niveaux quasi-liés dont les
énergies sont situées au dessus du seuil de dissociation le plus bas, ce qui signifie qu’au moins
une voie de collision est ouverte. Par ailleurs, d’après les résultats de la section B.3, le traite-
ment des résonances est facilité par l’utilisation d’énergies complexes \, B , Z � B ª^] "#G (cf.
équation B.45).

Afin de ne pas alourdir la présentation du traitement des résonances, nous reprenons le
même système couplé que celui utilisé à la section précédente : il s’agit de trois voies couplées.
La fonction d’onde radiale est maintenant complexe ; ses composantes \ñ �%) $'* B ) ñW_ � * �%) $'* �B ) ña` ¤ * �%) $'* ont pour expression :\ñ �\) $'* B \a \ñ I� � \b \ñ II� � \c \ñ III� ö B � ` G ` ã ` (1.40)

B a _ � ) ñ _ � * I� ) $'* � a ` ¤ ) ña` ¤ * I� ) $'* � B N a _ � ) ña` ¤ * I� ) $'* � a ` ¤ ) ñ _ � * I� ) $'*@P� b _ � ) ñ _ � * II� ) $'* � b ` ¤ ) ña` ¤ * II� ) $'* � B N b _ � ) ñb` ¤ * II� ) $'* � b ` ¤ ) ñ _ � * II� ) $'*@P� c _ � ) ñ _ � * III� ) $'* � c ` ¤ ) ña` ¤ * III� ) $'* � B N c _ � ) ña` ¤ * III� ) $'* � c ` ¤ ) ñ _ � * III� ) $'*@P d (1.41)

Elles sont obtenues après intégration d’un système couplé de six ( G  
 � ) équations différen-
tielles ( ö B � ` G ` ã ) :
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FIG. 1.6 – Variation de r"sItluwv Ö$t � +x�zy en fonction de l’énergie, pour des valeurs de+ {'Ô7�|8}9'2 �´³ . Lorsque ce déterminant vaut zéro, l’énergie associée correspond à
l’énergie d’un état lié du système couplé.

¥¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦§ ¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¨

í � ª �G à
� �� $ � � ú ) ú � ��* ª �G à $ �

� ¸ � ) $'* � , Z ð ) ñ _ � * �\) $'* � ª^]G ) ña` ¤ * � ) $'*
B �� !  �

í ª �à ��� �� � � � �!�%$ & ��%$ � ª �G à ��� �� �
� � �%�!� $ � & ð ) ñ _ � * ! ) $'*í � ª �G à

� �� $ � � ú ) ú � ��* ª �G à $ �
� ¸ � ) $'* � , Z ð ) ñ ` ¤ * � ) $'* � ª~]G ) ñW_ � * �\) $'*

B �� !  �
í ª �à ��� ���� � � �!�%$ & ��%$ � ª �G à ��� ����

� � �%�!� $ � &Qð ) ñ ` ¤ * ! ) $'*
`

(1.42)
avec les conditions aux limites suivantes (en supposant qu’une seule voie est ouverte (la voie� )) :
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Solutions E I
Voies:

) ��*

¥¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦§ ¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¨

) ñW_ � * I� ) $Dô'* B �E L $Gô ¯ û ��� � � ) L $Gô'*
î ) ñW_ � * I� ) $'*î $ ööööö Z  Z�÷

B î
N �� � Z ¯ û ��� � � ) L $'*QP

î $
öööööö Z  ZÇ÷) ña` ¤ * I� ) $Dô'* B �E L $Dô þhû ��� � � ) L $Gô'*

î ) ñ ` ¤ * I� ) $'*î $ ööööö Z  Z�÷
B î

N �� � Z þ û ��� � � ) L $'*QP
î $

öööööö Z  Z�÷
) G *

¥¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦§ ¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¨

) ñ _ � * I� ) $Dô'* B 

î ) ñ _ � * I� ) $'*î $ ööööö Z  Z ÷

B 

) ñ ` ¤ * I� ) $Dô'* B 

î ) ñ ` ¤ * I� ) $'*î $ ööööö Z  Z�÷

B 


) ã *

¥¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦§ ¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¨

) ñW_ � * I� ) $Dô'* B 

î ) ñ _ � * I� ) $'*î $ ööööö Z  Z�÷

B 

) ña` ¤ * I� ) $Dô'* B 

î ) ñ ` ¤ * I� ) $'*î $ ööööö Z  Z ÷

B 


` (1.43)

pour la première solution (I). Les fonctions ¯ û ��� � � ) L $'* et þhû ��� � � ) L $'* sont les fonctions de Bes-
sel sphériques [3], solutions de l’équation de Schrödinger radiale (B.11) pour une particule
libre ( ( ) � * B 
 ).
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Les deux autres solutions (II,III) utilisent les conditions aux limites suivantes :

Solutions E II III
Voies:
) ��*

¥¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦§ ¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¨

) ña_ � * II� ) $Gô'* B 

î ) ñ _ � * II� ) $'*î $ ööööö Z  ZÇ÷

B 

) ñb` ¤ * II� ) $Gô'* B 

î ) ñ ` ¤ * II� ) $'*î $ ööööö Z  Z ÷

B 


¥¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦§ ¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¨

) ñW_ � * III� ) $Gô'* B 

î ) ñ _ � * III� ) $'*î $ ööööö Z  ZÇ÷

B 

) ña` ¤ * III� ) $Gô'* B 

î ) ñ ` ¤ * III� ) $'*î $ ööööö Z  Z ÷

B 


) G *

¥¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦§ ¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¨

) ña_ � * II� ) $Gô'* B 

î ) ñW_ � * II� ) $'*î $ ööööö Z  ZÇ÷

B �
) ñb` ¤ * II� ) $Gô'* B 

î ) ña` ¤ * II� ) $'*î $ ööööö Z  Z ÷

B 


¥¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦§ ¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¨

) ñW_ � * III� ) $Gô'* B 

î ) ñW_ � * III� ) $'*î $ ööööö Z  ZÇ÷

B 

) ña` ¤ * III� ) $Gô'* B 

î ) ña` ¤ * III� ) $'*î $ ööööö Z  Z ÷

B 


) ã *

¥¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦§ ¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¨

) ña_ � * II� ) $Gô'* B 

î ) ñW_ � * II� ) $'*î $ ööööö Z  ZÇ÷

B 

) ñ ` ¤ * II� ) $Gô'* B 

î ) ña` ¤ * II� ) $'*î $ ööööö Z  ZÇ÷

B 


¥¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦§ ¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¦¨

) ñW_ � * III� ) $Gô'* B 

î ) ñW_ � * III� ) $'*î $ ööööö Z  ZÇ÷

B �
) ñ ` ¤ * III� ) $Gô'* B 

î ) ña` ¤ * III� ) $'*î $ ööööö Z  ZÇ÷

B 


d (1.44)

L’équation (1.39) devient alors :;<<<<<<<<<=
) ñ _ � * � ) $lÑ *) ñ ` ¤ * � ) $lÑ *) ñW_ � * � ) $3Ò ) 
#* *) ñ ` ¤ * � ) $3Ò ) 
F* *) ñW_ � * � ) $3Ò ) �y* *) ñ ` ¤ * � ) $3Ò ) ��* *

>@?????????A B

;<<<<<<<<<=








>@?????????A B â � z ) \, * 
;<<<<<<<<<=

a _ �
a ` ¤
b _ �
b ` ¤
c _ �
c ` ¤

>@?????????A ` (1.45)
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où â � z ) \,¶* est une matrice ,  , qui a pour expression :;<<<<<<<<<=
) ñ _ � * I� ) $:Ñ]* � ) ña` ¤ * I� ) $lÑ * ) ñ _ � * II� ) $lÑ * dçd d) ña` ¤ * I� ) $:Ñ]* ) ñ _ � * I� ) $:Ñ]* ) ña` ¤ * II� ) $lÑ * dçd d) ñ _ � * I� ) $?Ò ) 
F*�* � ) ña` ¤ * I� ) $3Ò ) 
F*�* ) ñ _ � * II� ) $3Ò ) 
F* * dçd d) ñ ` ¤ * I� ) $?Ò ) 
F*�* ) ñW_ � * I� ) $?Ò ) 
F*�* ) ñ ` ¤ * II� ) $3Ò ) 
F* *�dçd d) ñ _ � * I� ) $?Ò ) ��*�* � ) ña` ¤ * I� ) $3Ò ) ��*�* ) ñ _ � * II� ) $3Ò ) ��* * dçd d) ñ ` ¤ * I� ) $?Ò ) ��*�* ) ñW_ � * I� ) $?Ò ) ��*�* ) ñ ` ¤ * II� ) $3Ò ) ��* *�dçd d

dçdçd � ) ñ ` ¤ * II� ) $lÑ * ) ñ _ � * III� ) $:Ñ]* � ) ñ ` ¤ * III� ) $lÑ *dçdçd ) ñW_ � * II� ) $lÑ * ) ñ ` ¤ * III� ) $:Ñ]* ) ñW_ � * III� ) $lÑ *dçdçd � ) ñ ` ¤ * II� ) $3Ò ) 
F* * ) ña_ � * III� ) $?Ò ) 
F* * � ) ñ ` ¤ * III� ) $3Ò ) 
F* *dçdçd ) ñW_ � * II� ) $3Ò ) 
F* * ) ñ ` ¤ * III� ) $?Ò ) 
F*�* ) ñW_ � * III� ) $3Ò ) 
F* *dçdçd � ) ñ ` ¤ * II� ) $3Ò ) ��* * ) ña_ � * III� ) $?Ò ) ��* * � ) ñ ` ¤ * III� ) $3Ò ) ��* *dçdçd ) ñ _ � * II� ) $3Ò ) ��* * ) ñ ` ¤ * III� ) $?Ò�* ) ñ _ � * III� ) $3Ò ) ��* *

>@?????????A d

(1.46)
Afin de déterminer les positions des résonances, nous commençons par supposer que] B 
 , de sorte que \, B , Z . Puis nous calculons le déterminant de la matrice â � z ) , Z *

en fonction du paramètre , Z . Bien entendu, de même qu’à la section précédente, les para-
mètres définissant les lignes de nœuds singulet et triplet ont préalablement été fixés. Le calcul
peut être mené pour différentes valeurs de ] . Pour chacune de ces valeurs, ² S z × â � z ) , Z * Ú
atteint un minimum. Pour des résonances étroites, la position de de ce minimum varie peu
avec ] ; seule la valeur de ² S z × â � z ) , Z * Ú à l’énergie du minimum est modifiée. Lorsque la
valeur de ] choisie correspond à la véritable largeur de la résonance, la valeur du minimum
de ² S z × â � z ) , Z * Ú vaut zéro (cf. figure 1.7). La position du minimum de ² S z × â � z ) , Z * Ú pour] B 
 fournit donc une bonne approximation de la position de la résonance.

De même qu’à la section précédente concernant l’étude des états liés du système couplé,
le calcul présenté ici peut aboutir à deux résultats : premièrement, après avoir fixé les para-
mètres des lignes de nœuds, nous obtenons les positions des résonances en recherchant les
minima de ² S z × â � z ) , Z * Ú . Deuxièment, en faisant varier les paramètres des lignes de nœuds,
il est possible de déterminer les positions des résonances en fonction de ces paramètres. On
aboutit alors à des fonctions ) , Z * � × �87 ` ² �5� � 	 ` $ kÒ ) � Ü � * ` �ÓÒ ) � Ü � * ` $ kÑ ` �%Ñ Ú qui, par ajustement sur
des données expérimentales, permettent d’obtenir les paramètres « physiques » du problème
(cf. chapitre 4).
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FIG. 1.7 – Variation de r"sItlu�v Ö$t � + Z �zy autour de la position d’une résonance pour
différentes valeurs de � (en cm � � ) : � � Íb� , � � Íb�#���y�y�F� , � � Íb�#���y�y�F��Ð , ���ÕÍ �#���y�y�l�
et ��� Í �#���y�y�l�yÐ . La véritable largeur de la résonance est obtenue pour une valeur de �
pour laquelle le minimum du déterminant vaut zéro.
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1.3 Autres méthodes théoriques pour l’étude des collisions
froides

1.3.1 Méthode de la phase accumulée

L’équipe du professeur VERHAAR de l’université d’Eindhoven utilise une méthode simi-
laire à la nôtre. De même que pour les méthodes asymptotiques, seuls les potentiels dans la
zone asymptotique sont utilisés. La différence vient du choix de la condition aux limites à la
distance $:k séparant la zone interne de la zone asymptotique : il s’agit en effet d’une phase ac-
cumulée qui résume l’histoire de la collision pour $¡a¢$fk [138, 101, 102, 52, 139]. La valeur $fk
est choisie de manière à ce que deux conditions soient remplies : tout d’abord, pour $ua=$'k ,
le mouvement de l’atome est adiabatique et ¹ 8 est un bon nombre quantique. Les états de spin
singulet et triplet sont suffisamment séparés pour que l’on puisse négliger les couplages dus à
la somme des interactions hyperfines atomiques. Deuxièmement, pour $ i $'k , les potentiels
peuvent être décrits de façon précise par leurs formes asymptotiques (cf. équation (1.28)).

Le concept de phase accumulée est issu des idées développées dans l’approximation JWKB
et plus précisément de la valeur de la phase locale à la distance $'k d’une fonction d’onde ra-
diale oscillant rapidement. Leurs valeurs ��Ñ ) , ` ú * et �\Ò ) , ` ú * à la distance $:k pour les fonctions
d’onde singulet et triplet sot reliées à l’expression JWKB :� Ñ � Ò ) $:k´* B Q���� ý N�� Z^��� ) $'* î $ Pù � ) $:k´* » Q ��� ý × � Ñ � Ò ) , ` ú * Úù � ) $:k´* ` (1.47)

et sa dérivée par rapport à $ . Dans cette expression, � ) $'* est le vecteur d’onde local :� � ) $'* B G àª �
í , � (%Ñ � Ò ) $'* � ú ) ú � �y* ª �G à $ � ð d (1.48)

Différentiant l’équation (1.47), on trouve que la phase �eÑ � Ò ) , ` ú * est reliée à la dérivée loga-
rithmique locale par : �'�@  ú ��Ñ � Ò B �¢¡Ñ � Ò� Ñ � Ò � � ¡G � d (1.49)

La validité de l’approximation JWKB n’est en réalité pas nécessaire puisque la condition aux
limites aurait pu être formulée à partir de la dérivée logarithmique de la fonction d’onde
radiale.

Se limitant aux faibles valeurs de , et ú intervenant dans les collisions ultra froides, ainsi
qu’aux niveaux faiblement liés proches du seuil de dissociation, les phases peuvent être déve-
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loppées au premier ordre en , et ú ) ú � ��* :

� Ñ � Ò ) , ` ú * B � Ñ � Ò ) 
 ` 
F* � ��� Ñ � Ò�%, , � � � Ñ � Ò� ) ú ) ú � ��* * ú ) ú � ��* d (1.50)

Les termes d’ordre zéro � Ñ � Ò ) 
 ` 
F* sont directement reliés aux nombres quantiques £¥¤KÑ et £$¤�Ò ,
qui sont les nombres quantiques vibrationnels (fractionnaires) au seuil. Ils sont ajustés sur
des données expérimentales. La dérivée en énergie correspond au temps de séjour classique¦ B G ª � ��Ñ � Ò " �%, des atomes dans la zone $jac$lk . La dérivée par rapport à ú ) ú � ��* est reliée au
mouvement angulaire orbital du système de deux atomes en rotation. Les valeurs des termes
du premier ordre sont généralement déterminées à partir des meilleurs potentiels ab initio.

1.3.2 Théorie du défaut quantique

À l’origine, la théorie du défaut quantique (TDQ) a été développée dans le but d’obtenir
une description des niveaux d’énergie d’un potentiel coulombien perturbé à courte distance.
Cette théorie est basée sur l’idée physique suivante : le décalage en énergie des niveaux liés du
potentiel perturbé par rapport au potentiel de Coulomb peut être décrit par un seul paramètre
qui varie peu en fonction de l’énergie des niveaux. Cette théorie a néanmoins été généralisée
à beaucoup d’autres types de potentiels [108, 74].

Notre propos n’étant pas de faire une présentation exhaustive de la TDQ, nous nous li-
mitons pour l’instant au cas d’un électron dans un potentiel coulombien modifié. Pour une
présentation plus complète de la TDQ, on pourra consulter les références [49, 121, 12]. Com-
mençons donc par considérer un électron de moment angulaire orbital Þ soumis à un potentiel
coulombien : (\k ) $'* B¨§��ª© S �$ � Þ ) Þ � ��* ª �G à $ � d (1.51)

Les niveaux d’énergie d’un tel potentiel s’écrivent :

, k� B«§Ï� £ÿ � ` ÿ B Þ � � ` Þ � G ` d¾d½d ` (1.52)

où £ est la constante de Rydberg et § l’énergie du seuil de dissociation. Si le potentiel ( ) $'*
diffère du potentiel coulombien (1.51) uniquement à courte distance :

( ) $'* B (\k ) $'* �¬( ) $'* ` ® �K¯Z±° ô $ � ¬( ) $'* B 
 ` (1.53)

alors les états liés de ce potentiel peuvent être écrits sous la forme (1.52), à condition de rem-
placer le nombre quantique ÿ par le nombre quantique effectif ÿ³² B ÿ � à � :

, � B«§�� £) ÿ ² * � B¨§Ï� £) ÿ � à � * � ` (1.54)
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Les corrections à � sont appelées défauts quantiques et les énergies (1.54) forment une série de
Rydberg.

L’utilité de la formule de Rydberg (1.54) vient du fait que les défauts quantiques à � dé-
pendent faiblement de ÿ et que, lorsque ÿ E õ , ils convergent vers une valeur. Il est in-
téressant d’élargir la définition des défauts quantiques à � B à ) , � * définis pour des énergies
discrètes , � à une fonction11 défaut quantique à ) ,¶* décrivant l’influence du potentiel à courte
portée ¬( ) $'* [121].

Dans la région des états liés ,êa § , nous pouvons introduire la variable ´ définie par :´ ) , * B¶µ £§Ï� , ` , B«§í� £´ � d (1.55)

Cette variable ´ est appelée nombre quantique effectif continu. Pour un potentiel de Coulomb,
la condition pour qu’une valeur de ´ corresponde à une valeur propre (1.52) de l’équation de
Schrödinger s’écrit : ´ ) ,¶* B ÿ B Þ � � ` Þ � G ` d¾d½dVd (1.56)

Pour un potentiel coulombien modifié de la forme (1.53), la condition pour avoir un niveau
lié, d’après (1.54), est ´ ) ,¶* � à � B ÿ ou, en l’exprimant à l’aide de la fonction défaut quantique,´ ) , * � à ) , * B ÿ .

Comme nous venons de le voir, sous le seuil de dissociation, la perturbation à courte portée
du potentiel de Coulomb est décrite par les défauts quantiques ou la fonction défaut quan-
tique. Au-dessus du seuil, cette perturbation se manifeste dans le déphasage de la fonction
d’onde radiale asymptotique. Au seuil, les défauts quantiques sont reliés à ce déphasages
puisque les solutions normées de l’équation de Schrödinger radiale dans la limite ÿ E õ
(c’est-à-dire , E § par dessous) et dans la limite , E § (par dessus) convergent vers la
même solution correspondant à , B«§ . Ce lien entre les défauts quantiques et les déphasages
est donnée par le théorème de Seaton :® �	¯� ° ô à � B à ) , B«§ * B �H ® �K¯B�°¢· ä ) ,¶*Ëd (1.57)

Ces deux situations qui sont mathématiquement similaires mais physiquement différentes
peuvent être résumées en une seule équation de la théorie du défaut quantique à une voie :

ú¸ü ý × H ) ´ � à * Ú B 
Õd (1.58)

Ici, à ) , * est une fonction qui décrit les effets du potentiel additionnel à courte distance ¬( ) $'* :
sous le seuil, à ) ,¶* est la fonction défaut quantique et, au-dessus du seuil, à ) ,¶* correspond au
déphasage asymptotique ä ) ,¶* divisé par H . Sous le seuil, ´ ) ,¶* correspond au nombre quan-

11En pratique, il est coutumier d’approximer la fonction ¸3`ON\f par un développement polynomial en N �º¹
s’appuyant sur les valeurs discrètes données par les défauts quantiques ¸T» u¼¸3`ONW» f .
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tique effectif continu. Au-dessus du seuil, ´ est défini par le déphasage asymptotique divisé
par � H : ´ ) , * B¶µ £§Ï� , pour ,êa § ` ´ ) ,¶* Bb� �H ä ) , * pour , ß § d (1.59)

Avec la définition (1.59), l’équation (1.58) de la TDQ à une voie correspond à l’identité trivialeä ) ,¶* B ä ) ,¶* pour une énergie au-dessus du seuil. Sous le seuil, l’équation (1.58) signifie sim-
plement que ´ ) ,¶* � à ) ,¶* doit être un entier, ce qui correspond à la condition d’existence d’un
état lié.

Le fait que les déphasages ä ) ,¶* soient définis à H près implique que les défauts quantiques
et la fonction défaut quantique sont définis modulo � .

Les résultats précédents peuvent être généralisés aux cas d’autres potentiels longue portée.
En effet, soient (%k ) $'* et ( ) $'* deux potentiels ayant le même comportement à grande distance
mais des comportements différents à courte distance. Le potentiel ( ) $'* est considéré comme
un potentiel (%k ) $'* perturbé. Soient maintenant , k ) ÿe* les énergies des états liés de (%k ) $'* et´ k ) , * le nombre quantique effectif associé à ces niveaux. Quant au potentiel ( ) $'* , il définit
une autre progression , ) ÿe* ou ´ ) , * . Nous pouvons alors définir les défauts quantiques à �résumant la différence de comportement à courte distance entre ( ) $'* et (�k ) $'* . En considérant
la variation de , k ) ÿ0²�* en fonction de la variable continue ÿ³² , les niveaux d’énergie , ) ÿe* de( ) $'* peuvent être exprimés en fonction du nombre quantique effectif ÿW² :

, ) ÿK* B , k ) ÿ ² *Ëd (1.60)

En définissant le défaut quantique par à � B ÿ � ÿ0² , les énergies des états liés du potentiel ( ) $'*
s’écrivent : , ) ÿe* B , k ) ÿ � à � * ` (1.61)

où :

à � B ÿ � ÿ ² B ÿ � ´ k × , ) ÿe* Ú d (1.62)

Ces deux dernières équations sont générales. Cependant, elles ne sont utiles que si les défauts
quantiques à � changent peu en fonction de l’énergie.

Terminons cette section en indiquant que la TDQ a par la suite été généralisée aux systèmes
couplés : on parle alors de théorie du défaut quantique multivoie (TDQM). Afin d’illustrer
quelques résultats de la TDQM, considérons le cas de deux potentiels couplés dont le com-
portement asymptotique n’est pas nécessairement coulombien12 [73, 72]. Si le couplage entre
les voies est nul, les séries de Rydberg de chacune des voies sont données par la formule de

12La théorie du défaut quantique multivoie pour deux potentiels ayant un comportement coulombien à grande
distance peut être trouvée dans la référence [49].
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Rydberg : , ) ÿ�P * B�§ P � £) ÿ ²P * � B«§ P � £
× ÿ�P � à P ) ÿ P;* Ú �

` B B � ` G d (1.63)

Du fait du couplage, les séries de Rydberg sont maintenant données par la relation :¬, ) ÿ P * B«§ P � £) ¬ÿ ²P * � B�§ P � £
× ÿ�P � ¬à P ) ÿ�P * Ú � ` (1.64)

où ¬ÿ0²P est le nombre quantique effectif de la voie B . Quant aux défauts quantiques ¬à P ) ÿ P;* , ils
s’expriment en fonction des nombres quantiques effectifs ´¬P des voies non couplées :¬à P ) ÿ�P * B ÿ�P � ¬ÿ ²P B ÿ P � ´�P × ¬, ) ÿ�P * Ú d (1.65)

En général, du fait du couplage, les défauts quantiques ¬à P ) ÿ�P * varient fortement avec ÿ�P .
Enfin, dans le cas de séries couplées, la TDQM donne le lien entre les nombres quantiques
effectifs ´ � et ´I� : ú�üSý × H ) ´ � � à � * Ú B $ � � �ú¸ü ý × H ) ´I� � à ��* Ú (1.66)

où les paramètres $ � � , à � et à � varient lentement avec l’énergie [49, 54], à l’image du paramètre

à � de la TDQ à une voie.

1.4 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons présenté les différentes étapes des méthodes asymptotiques.
Plus particulièrement, notre choix de ne pas utiliser la partie interne des potentiels et donc
de nous limiter aux interactions dans la zone asymptotique nous a amené à définir la notion
importante de lignes de nœuds. Ainsi, la connaissance des potentiels adiabatiques asympto-
tiques incluant la structure hyperfine et l’utilisation des lignes de nœuds permettent de calcu-
ler les fonctions d’onde radiales « physiques » du problème à traiter. Les méthodes asympto-
tiques développées ici nous permettent d’analyser diverses expériences plus ou moins com-
plexes, nécessitant l’utilisation ou non du formalisme des équations couplées.

Dans les chapitres qui suivent, nous allons mettre en œuvre ces méthodes asymptotiques
afin d’étudier les propriétés collisionnelles de deux atomes alcalins pour lesquels nous avons
des données expérimentales : le sodium et le césium. Au chapitre 2, dans le cadre de l’approxi-
mation de Born-Oppenheimer, nous allons utiliser la « méthode asymptotique à une voie »
afin de déterminer des longueurs de diffusion soit à partir des niveaux liés proches du seuil
de dissociation du potentiel dans le cas du sodium, soit à partir des modulations d’intensité
d’un spectre de photoassociation réalisé avec des atomes polarisés de césium. Puis, au cha-
pitre 3, ce sera pour nous l’occasion de montrer la précision que les méthodes asymptotiques
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permettent d’atteindre dans la description des processus ayant lieu dans la zone asymptotique
au travers de l’étude des structures complexes des niveaux vibrationnels du puits externe de
l’état � �  ��� � du césium. Enfin, nous terminerons au chapitre 4 par l’étude de systèmes couplés
nécessitant l’utilisation de la « méthode asymptotique multivoie ». L’utilisation de données
spectroscopiques concernant les niveaux d’énergies proches des seuils de dissociation hyper-
fins des potentiels du fondamental nous permettront de déterminer les paramètres définissant
les lignes de nœuds. À l’aide de ces paramètres, nous pourrons alors déterminer les propriétés
collisionnelles du sodium et du césium.
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Chapitre 2

Méthodes asymptotiques de détermination
de longueurs de diffusion dans le cas d’une
seule voie

Dans tout ce chapitre, nous supposons que l’approximation de Born-Oppenheimer est va-
lable et que, par conséquent, les interactions entre les deux atomes alcalins peuvent être résu-
mées par un unique potentiel électronique ¸ ) $'* . Dans ce cas, le calcul de la fonction d’onde
radiale du fondamental utilise la « méthode asymptotique à une voie » exposée au chapitre 1.
Il s’agit dans ce chapitre de présenter des applications de cette méthode, dont la principale est
la détermination de longueurs de diffusion.

La connaissance des longueurs de diffusion est déterminante pour la modélisation des con-
densats d’atomes alcalins. Par exemple, la stabilité d’un condensat est contrôlé par le signe de
ce paramètre collisionnel [32]. Par ailleurs, ces longueurs de diffusions ne peuvent être calcu-
lées a priori, puisqu’elles dépendent fortement des potentiels d’interaction, qui eux ne peuvent
généralement pas être obtenus avec une précision suffisante à courte distance internucléaire.
Par conséquent, l’utilisation de résultats expérimentaux est presque toujours nécessaire.

Nous utilisons deux approches pour déterminer des longueurs de diffusion à partir de
données expérimentales. L’une d’elles utilise les données spectroscopiques concernant les ni-
veaux vibrationnels du potentiel du fondamental (singulet ou triplet) de la molécule diato-
mique. Ces données permettent d’obtenir des potentiels asymptotiques aussi précis que pos-
sible, de calculer les positions des nœuds des fonctions d’onde radiales associées aux derniers
niveaux et de les extrapoler vers la limite de dissociation. Pour être précise, cette extrapolation
requiert que la différence d’énergie entre le dernier niveau mesuré et la limite de dissociation
soit la plus faible possible. Nous utiliserons à la section 2.2 les mesures des énergies des der-
niers états liés de potentiel � � � �	 de Na � pour mettre en œuvre cette seconde méthode.

L’autre méthode consiste à utiliser les minima d’intensité des raies de photoassociation.
Ces minima d’intensité peuvent être reliés aux nœuds de la fonction d’onde décrivant la col-
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lision de deux atomes ultrafroids. Les données sont extrapolées d’une énergie de collision
faible à une énergie de collision nulle. Afin de déterminer la longeur de diffusion triplet du
césium, nous appliquerons cette méthode au cas d’atomes froids polarisés dans l’état Zeeman�îB á ` ë ³ B á à la section 2.3. Notre étude nous permettra également de trouver une valeur
du coefficient �87 décrivant l’interaction de Van der Waals du fondamental. Le désaccord que
nous observons entre nos résultats et ceux du NIST qui sont basés sur l’analyse de résonances
de Feshbach, nous conduira, pour tenter de l’expliquer, à explorer de nombreuses voies de
réflexion.

Dans tous les cas, l’idée principale utilisée pour déterminer les longueurs de diffusion est
la relation biunivoque existant entre les nœuds de l’onde � à énergie nulle et la longueur de
diffusion associée au potentiel caractérisant les interactions entre les deux atomes alcalins.

2.1 Lien entre la longueur de diffusion et les positions des
derniers nœuds de l’onde

�
à énergie nulle

L’équation de Schrödinger radiale (1.27) décrivant le mouvement relatif radial de deux
atomes peut être intégrée soit vers l’extérieur ( $ croissant), soit vers l’intérieur ( $ décrois-
sant) : seules les conditions aux limites diffèrent. En démarrant l’intégration de l’intérieur, la
même condition aux limites s’applique aux états liés et aux états du continuum : la fonction
d’onde s’annule exponentiellement lorsque la distance internucléaire devient plus petite que
la position du mur répulsif à l’énergie considérée. Cependant, lorsque l’intégration démarre
de la région externe, la condition aux limites exponentielle n’est valable que pour les états liés.
Pour les états du continuum, correspondant à un mouvement relatif avec une énergie , ß 
 et
un moment angulaire ú , le comportement asymptotique de la fonction d’onde radiale dans la
région externe est contrôlé par le déphasage ä û ) ,¶* (cf. section B.1.2). Pour les fonctions d’onde
proches du seuil, associées à des énergies positives faibles et un moment angulaire nul ( ú B 
 ,
onde � ), et dans le cas d’un unique potentiel ¸ ) $'* 1, le déphasage est simplement relié à la
longueur de diffusion � (cf. section B.1.4), définie par :� Bj� ® �K¯� ° k ú¸ü ý × ä k ) L * ÚL ` (2.1)

où L est relié à l’énergie , de la collision par la relation :

, B ª � L �G à ` (2.2)

1en supposant que ce potentiel décroît asymptotiquement plus rapidement que � �+½ [107].
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et où à est la masse réduite des deux noyaux. Pour ú B 
 , le comportement à grande distance
internucléaire est donc complètement déterminé par la longueur de diffusion � . Démarrant
l’intégration à grande distance internucléaire ( $ B $Jô B6õ ), il faut résoudre l’équation :í �îª �G à î

�
î $

� � ¸ ) $'* � ,Oðòñ�k ) $'* B 
 ` (2.3)

où ñ�k ) $'* est proportionnel à �G� ý × L ) $ � �?* Ú pour $ E õ et L E 
 (cf. équation (B.26)). Utili-
sant cette condition aux limites, l’onde � est obtenue pour toutes distances internucléaires par
intégration vers l’intérieur de l’équation (2.3). Par ailleurs, nous limitons cette intégration à la
zone asymptotique puisque ni la partie interne de la fonction d’onde radiale, ni sa normalisa-
tion ne nous intéressent. Nous obtenons ainsi les positions des derniers nœuds de ñ÷k ) $'* pourä k ou � donné.

Pour des raisons de simplicité, nous commençons par limiter le potentiel à son terme domi-
nant à grande distance internucléaire : � �97 " $ 7 . L’équation (2.3) prend alors la forme générale :í

î
�

î¿¾ �
� �
¾ 7

�ÁÀ � ðÃÂ k ) ¾ * B 
 ` (2.4)

où les longueurs ont été divisées par le facteur d’échelle :

ö�2 �;³ B
í G à �87ª � ð � � � ` (2.5)

qui dépend de la masse réduite à et du coefficient asymptotique �v7 . Quant aux vecteurs
d’onde, ils sont multipliés par le même facteur : À B L  ö÷2 �;³ . Pour le calcul de la fonction
d’onde au seuil ( À B 
 ), les conditions aux limites sont (cf. équation (1.31)) :

) ¾ ô Bxõ *©ó ¥¦§ ¦¨ Â k ) ¾ ô'* B ) ¾ ô ��Ä *
î Â k ) ¾ *î¿¾ ööööÆÅ  Å ÷ B � ` (2.6)

où nous avons introduit une longueur de diffusion réduite Ä B � " ö÷2 �;³ . L’équation (2.4) est
alors résolue numériquement, ce qui nous permet par la suite d’avoir accès aux positions ¾ �des derniers nœuds de Â k ) ¾ * . Pour terminer, faisons remarquer que la longueur de diffusion
joue, de par son implication dans les conditions aux limites (2.6), le rôle d’un paramètre ajus-
table. Par conséquent, les positions ¾ � dépendent de trois paramètres : à , �97 et � .

Par ailleurs, il est également possible, pour À B 
 , de résoudre analytiquement l’équation
(2.4) [107, 55], et d’obtenir une relation analytique entre la position ¾ � du ÿ -ième nœud deÂ k ) ¾ * (pour toutes les valeurs de ÿ ) et la longueur de diffusion réduite Ä . Cela est en realité
possible pour n’importe quel potentiel de la forme ¾ � ô , avec �Mi ã . La solution est :
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Ä|B ] í � ��ã� � G ð £ � RÇGÈ T � G) � � G * ¾ X ô � � ^ � �� �
) � � G * � � X ô � � ^ ] í � � �� � G ð £ RÇ�È T � G) � � G * ¾ X ô � � ^ � �� � ` (2.7)

où £ ¤ est la fonction de Bessel sphérique d’ordre fractionnaire J [3].
Quelle que soit la méthode d’intégration (numérique ou analytique), il apparaît donc qu’il

existe une relation biunivoque simple entre la longueur de diffusion et n’importe quelle po-
sition de nœud de l’onde � au seuil. En particulier, n’importe quelle valeur de ¾ � est associée
à une seule valeur de Ä . C’est ce que montre clairement la figure 2.1, où sont représentées
les positions des six derniers nœuds (en comptant à partir de ¾ ô B õ (ou de $Gô B õ )), de
l’onde � au seuil (obtenue par intégration numérique de l’infini vers l’intérieur) en fonction
de Ä . Nous avons également représenté sur cette figure deux lignes verticales afin d’illustrer
nos propos par deux exemples, le premier correspondant à une longueur de diffusion néga-
tive (ronds noirs) et le second à une longueur de diffusion positive (ronds blancs). Il apparaît
clairement sur cette figure que la postion du nœud le plus externe ( ÿ B � ), est la plus sensible
à la valeur de la longueur de diffusion, notamment dans la région où Ä i 
 . On remarque
également que la limite pour les positions des nœuds correspondant à une valeur de Ä infinie
et positive et une valeur de Ä infinie et négative est la même. Cette propriété devient encore
plus évidente si l’on regarde la figure 2.2, où est représentée sur un graphe polaire la postion
des nœuds en fonction de l’angle Ë défini par ÄüB ú¸üSý )eË * . L’angle Ë a été choisi afin d’assurer
la continuité du graphe : les quadrants I et III (respectivement II et IV) correspondent à des
valeurs positives (respectivement négatives) de Ä . Les deux exemples de la figure 2.1 ont été
reportés pour comparaison.

Ces résultats peuvent être utilisés pour déterminer une longueur de diffusion à partir de
la position d’un nœud de l’onde � à énergie nulle. Ce nœud peut être déduit de l’analyse des
intensités des progressions vibrationnelles d’un spectre de photoassociation. On peut égale-
ment utiliser les positions (en énergie) des derniers niveaux liés du fondamental (soit � � � �	 ,
soit � � � �� ).

Les résultats présentés sur les figures 2.1 et 2.2, qui correspondent à un potentiel en $-� 7 ,
peuvent être étendus à un potentiel ayant un comportement asymptotique « quelconque »
(en s’assurant néanmoins que ce potentiel décroît plus rapidement que $¶� � ) : la procédure
numérique fournit des graphes similaires (la solution analytique n’est valable que pour des
potentiels uniquement en $ � ô ).
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FIG. 2.1 – Position (en unités réduites) des nœuds les plus externes de l’onde Ò au
seuil ( + Í � , Í Í � ) en fonction de la longueur de diffusion réduite Î . Les asymp-
totes horizontales (lignes pointillées) correspondent aux positions de nœuds associées
à une longueur de diffusion (positive ou négative) infinie. Les deux lignes pointillées
verticales correspondent à deux exemples de positions de nœuds de l’onde Ò à énergie
nulle, le premier correspondant au cas particulier Î-Í Ô7���GÏçÐ (ronds noirs) et le second
à Î¶Í��#� ÐÑÐ (ronds blancs).
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FIG. 2.2 – Équivalent de la figure 2.1, mais en coordonnées polaires ( Õ ��Ö ). Le rayon Õ
correspond à la position des nœuds, en unités réduites, et l’angle Ö est relié à la longueur
de diffusion réduite par la relation ÎÕÍ'×�ØÑÙ � Ö$� . Les deux lignes en pointillés représentent
les mêmes exemples que ceux de la figure précédente, à savoir ÎMÍ Ô7���GÏçÐ ( Ö>Í ÔÚÏ � 4 ,
ronds noirs) et ÎÕÍ��#� ÐÑÐ ( Ö/Í¨Zç� 4 , ronds blancs).
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2.2 Détermination de longueurs de diffusion de Na G à partir
des derniers niveaux liés du potentiel Û �^Ü ��

2.2.1 Spectroscopie des derniers niveaux liés de l’état Ý �ÑÞ|�ß de Na �
Les expériences décrites ci-après ont été réalisées par l’équipe du professeur TIEMANN de

l’université d’Hanovre, en Allemagne. Il s’agissait dans ces expériences de spectroscopie d’ob-
tenir les énergies des derniers niveaux liés de l’etat � � �	 du fondamental de Na � . Pour ce faire,
le schéma suivant a été appliqué [30, 42] : le point de départ est un faisceau de molécules dont
seuls les niveaux vibrationnels les plus bas en énergie de � � � �	 sont peuplés ( £�à B 
 ` � ` G ). Ces
niveaux ne peuvent pas être « connectés » aux derniers niveaux liés ( £¥à i),#
 ) par une simple
transition laser, même si l’on utilise comme étape intermédiaire les niveaux de ß � � �� ou deè �Gá � , à cause d’un recouvrement Franck-Condon faible. Par conséquent, le schéma suivant,
en deux étapes, a été utilisé (cf. figure 2.3) : tout d’abord, des niveaux intermédiaires (par
exemple £�à B G · ) du potentiel � � � �	 sont peuplés par un pompage Franck-Condon réalisé
par le laser L1. À partir de ces niveaux, il existe un recouvrement Franck-Condon raisonnable
pour la transition ) £�à B G · * � ) £ ¡Ø B �y
#
 � � á 
F* � ) £ ¡ ¡à B ,]� � , ¹ * . Pour la détection, la fluorescence
est collectée lorsque la fréquence du laser L3 est balayée alors que le laser L2 est maintenu en
résonance avec la transition ) £$à � £ ¡Ø * . La fluorescence décroît lorsque le laser L3 arrive en ré-
sonance avec la transition ) £ ¡Ø � £ ¡ ¡à * , complétant ainsi le cycle. Un enregistrement est présenté
figure 2.4, où nous pouvons voir les résonances ) £ ¡Ø B � G 
 ` £ ¡ B ��* � ) £ ¡ ¡à B , á ` £ ¡ ¡ B 
 ` G * , alors
que le laser L2 est en résonance avec la transition ) £+à B G ·Ó` £ B 
F* � ) £ ¡Ø B � G 
 ` £ ¡ B ��* .

Cette expérience a permis d’obtenir les énergies des derniers niveaux liés du potentiel� � � �	 de Na � . La largeur des raies de fluorescence pour £ ¡ ¡ B 
 est de l’ordre de G 
 MHz, ce
qui permet d’obtenir une précision expérimentale excellente. Par ailleurs, afin d’obtenir les
énergies des niveaux par rapport à la limite de dissociation, la mesure de la différence d’éner-
gie entre )�) ã � * �Y¹ � � � ) » � B ��* � ) ã � * �_¹ � � � ) » � B �y* * et ) ß � � �� ` £ ¡ B ��, ¹]` £ ¡ B ��* a été utilisée. Cette
différence vaut �$, ·º¹ á `ãâ¥â G â ) �y
F* cm � � [61]. Les résultats et leurs incertitudes expérimentales
sont regroupés dans la table 2.1.

Comme les niveaux considérés sont faiblement liés, la fonction d’onde est principalement
localisée dans la région asymptotique où le moment angulaire

®ú associé au mouvement des
noyaux peut être considéré comme découplé du moment angulaire total

®» 8 B ®» � � ®» � des
deux atomes. Dans ce qui suit, nous utiliserons donc le symbole2 ú plutôt que la convention
spectroscopique £ ¡ ¡ .

2Mentionnons par ailleurs que äå ] ]Su äæ dans le cas particulier du potentiel ç oGè �é .
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niveaux liés du potentiel ê ��ëh�	 de Na � .

200

250

300

350

0 500 1000 1500 2000

v'' =64
X

J''=2
F=2

J''=2
F=0

J''=0
F=0

J''=0
F=2

PSfrag replacements

fréquence relative (MHz)

in
te

ns
ité

(u
ni

t.
ar

b.
)
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2.2 Détermination de longueurs de diffusion de Na � 61£ ¡ ¡à Énergie ,�ï (cm � � )
61 -8,9710(25)
62 -4,2932(25)
63 -1,6238(25)
64 ( » 8 B 
 ) -0,3744(9)
64 ( » 8 B G ) -0,3696(9)
65 ( » 8 B 
 ) -0,0131(7)
65 ( » 8 B G ) -0,0106(7)

TAB. 2.1 – Énergies des derniers niveaux liés du potentiel ��ëh�	 du fondamental de Na � ,
avec ð ¡ ¡ ÍñÍ Í�� . Le zéro d’énergie correspond à la limite de dissociation ��� Z�Ò4� � � � � � ��Ï � Í� î � Z�Ò4� �Y� � � � ��Ï � Íó�g� .

2.2.2 Obtention de longueurs de diffusion de Na � : détermination
de la position des derniers nœuds de l’onde ò à énergie nulle

2.2.2.1 Positions des derniers nœuds des fonctions d’onde radiales associées aux derniers
niveaux liés

Considérons les derniers nœuds de quelques états faiblement liés d’un puits de potentiel
profond. Pour n’importe quel état, la phase accumulée du nœud le plus interne jusqu’au B -
ème nœud vaut ) B � ��* H . Maintenant, si l’on considère nos états faiblement liés, pour lesquels
la différence d’énergie d’un état à l’autre est petite en comparaison de la profondeur du puits,
la phase accumulée sera pratiquement identique. La position des B -ème nœuds sera donc qua-
siment la même pour les niveaux que nous considérons ici. Plus précisément, la ligne joignant
ces positions de nœud en fonction de l’énergie des niveaux (que nous appelerons dans la suite
« la ligne de nœud B ») décroît lentement lorsque l’énergie augmente. Le même argument peut
être employé pour les états du continuum correspondant à des énergies de collision faibles.
Finalement, si nous considérons des niveaux associés à des énergies de liaison petites en com-
paraison de la profondeur du puits de potentiel, les positions des B -ème nœuds peuvent être
extrapolées jusqu’au seuil , B 
 , et même légèrement au-dessus.

La partie asymptotique des fonctions d’onde radiale peut être calculée en utilisant la « mé-
thode asymptotique à une voie » (cf. section 1.2.1.1). La figure 2.5 montre le résultat de tels
calculs pour les niveaux vibrationnels £ B ,]� à £ B , ¹ . Ces calculs utilisent les courbes de
potentiels adiabatiques » � B » � B � ` » 8 B 
 et » 8 B G (et non un potentiel uniquement en $ � 7 ).
Les valeurs utilisées pour les énergies de ces états liés sont celles de la table 2.1 (nous avons
choisi » 8 B G pour les deux derniers états). La dénomination de ces états à l’aide du nombre
quantique vibrationnel £ permet d’identifier facilement le numéro des nœuds : utilisant la
convention usuelle selon laquelle les nœuds sont numérotés suivant les valeurs croissantes de
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$ (ce qui correspond aux valeurs de B et non aux valeurs de ÿ , qui correspondent à une numé-
rotation des nœuds suivant les valeurs décroissantes de $ ), le dernier nœud d’une fonction
d’onde vibrationnelle correspond à B B £ (alors qu’il correspond à ÿ B � ), l’avant dernier àB B £ � � ( ÿ B G ), etc. Nous avons tracé sur la figure 2.5 les lignes joignant les positions des
nœuds ayant la même valeur de B (ligne de nœud B ), pour B variant de ,]� à , ¹ . Il apparaît clai-
rement, comme attendu, que ces lignes sont des droites. L’échelle d’énergie (environ · cm � �
pour £ B ,Ó� à £ B , ¹ ) est en effet très faible en comparaison de la profondeur du puits de
potentiel (environ ,#
 G#G cm � � ). Comme nous l’avons déjà remarqué, les nœuds des fonctions
d’onde vibrationnelles peuvent être numérotés (à l’aide du nombre ÿ ) à partir des grande dis-
tance internucléaire vers des distances internucléaires plus petites. La relation entre les deux
nombres servant à numéroter les nœuds ( B et ÿ ) est simple :

B � ÿ B £ � � (2.8)

Les lignes continues de la figure 2.6 correspondent à la numérotation des nœuds par le nombreÿ . Nous les appelerons les lignes de nœuds ÿ afin de les distinguer des lignes de nœuds B .
Aussi, les lignes de nœuds B peuvent être obtenues à partir des intersections des lignes de
nœuds ÿ avec les traits horizontaux tracés aux valeurs des énergies expérimentales : la figure
2.6 montre des exemples de lignes de nœuds B avec B B , ã ` , á ` , ¹ . On peut voir également sur
cette figure que ces lignes varient lentement en fonction de l’énergie de sorte qu’elles peuvent
être extrapolées jusqu’au seuil , B 
 , fournissant ainsi les positions des nœuds de la fonction
d’onde au seuil. Les résultats de la section 2.1 permettent alors de déterminer, à partir de
chaque ligne de nœuds B , une valeur de la longueur de diffusion. Néanmoins, l’ensemble des
lignes de nœuds B sera utilisé afin de vérifier la fiabilité des résultats obtenus.

2.2.2.2 Derniers nœuds des fonctions d’onde radiales d’états virtuels

Dans la région du continuum, les états ayant un déphasage ä û égal à H�"#G , parfois appe-
lés états virtuels, forment une continuation naturelle des séries d’états liés. Les positions des
nœuds de ces fonctions d’onde pour une énergie quelconque (positive) peuvent également
être obtenues en utilisant la « méthode asymptotique à une voie » avec les conditions aux
limites (1.30), correspondant aux états du continuum. La figure 2.6 montre les positions de
quelques nœuds de tels états du continuum en fonction de l’énergie (lignes continues de la
région , ic
 ).

À cause de leur comportement oscillant, les états du continuum ont un nombre infini de
nœuds, qui peuvent être numérotés de l’intérieur vers l’extérieur mais pas inversement. Néan-
moins, comme le montre la figure 2.6, n’importe quelle ligne de nœuds ÿ correspondant à des
états liés peut être continuée par une ligne de nœuds d’états virtuels, que nous appellerons des
« ligne de nœud ÿ0² ». Aussi, les états virtuels forment des lignes de nœuds supplémentaires,
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FIG. 2.5 – Partie asymptotique des fonctions d’onde radiales correspondant aux cinq
derniers niveaux liés du potentiel du fondamental de Na � (avec Ï � Í Ï � Í �ç��Ï 8 Íõ� ).
Ces fonctions d’onde ne sont pas normalisées ; elles sont ajustées de sorte que la partie
interne soit environ la même pour toutes les fonctions d’onde. Les lignes en pointillés
joignent les nœuds successifs ayant la même valeur de Ì , pour Ì Í Î#� à ÎyÐ . La fonction
d’onde en pointillés correspond à l’onde Ò à énergie nulle obtenue en utilisant la valeur
de la longueur de diffusion déterminée au paragraphe 2.2.2.4.
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qui peuvent être numérotées ÿ³² B 
 , ÿ0² BD� � , etc. Par ailleurs, les états virtuels eux-mêmes
peuvent être étiquettés comme £ ² B ,�, ` , ç ` etc. et l’équation (2.8) peut finalement être généra-
lisée au cas des états virtuels par £ ² B ÿ ² � B . Les nœuds des états virtuels pour une valeur deB donnée forment une extension naturelle des lignes de nœuds B des états liés. Nous verrons
dans la suite que cette extension est très utile.

2.2.2.3 Procédure d’extrapolation : obtention des derniers nœuds de l’onde � à énergie
nulle

Maintenant, la procédure d’extrapolation est évidente : nous choisissons une série d’éner-
gies expérimentales ,�ï (dans notre cas, £ ° HÞ,Ó� ` d¾d½d ` , ¹ I ) avec ú B 
 , associée à une limite de
dissociation, c’est-à-dire ayant un jeu de nombres quantiques fixé (dans notre cas, » 8 B 
 ou» 8 B G pour ) ã � * � ¹ � � � ` » � B � et ) ã � * � ¹ � � � ` » � B � ). Ensuite nous calculons les premières lignes
de nœuds ÿ pour les états liés et leurs analogues pour les états virtuels : cinq lignes pour les
états liés ( ÿ B � à ¹ ) et six pour les états virtuels ( ÿ ² B � à ¹ et ÿ ² B 
 ) sont représentées sur
la figure 2.6. Puis nous traçons les lignes horizontales correspondant aux énergies ,xï (pour£ ° HÞ,Ó� ` d¾d½d ` , ¹ I dans notre cas) : leurs intersections avec les lignes de nœuds ÿ donnent les
positions des derniers nœuds des fonctions d’onde radiales vibrationnelles correspondantes.

En utilisant l’équation (2.8), nous obtenons les valeurs de B . Puis nous utilisons une inter-
polation polynomiale afin de relier les nœuds ayant la même valeur de B (lignes en pointillés
de la figure 2.6). La ligne de nœuds B ayant la valeur de B la plus petite (61 dans notre cas) est
la ligne de nœuds B définie par le plus grand nombre de points. Elle peut donc être extrapolée
au delà du seuil afin de déterminer la position , �� du premier état virtuel. En traçant la droite
horizontale à la valeur , �� , nous obtenons les positions des nœuds de l’état virtuel correspon-
dant. Ces positions permettent d’améliorer la procédure d’interpolation des lignes de nœudsB définies par un nombre réduit de points. Un cas particulier concerne la dernière ligne de
nœuds B ( B B , ¹ dans notre cas), qui sans les positions des nœuds des états virtuels n’existerait
pas.

L’intersection des lignes de nœuds B ainsi obtenues avec la droite horizontale , B 
 défi-
nissant le seuil fournit des positions de nœuds de l’onde � à énergie nulle. De ces positions de
nœuds, en utilisant les résultats de la figure 2.1 ou de la figure 2.2, nous obtenons les valeurs
des longueurs de diffusions.

2.2.2.4 Résultats

En utilisant cette procédure avec les données de la table 2.1 concernant les niveaux d’éner-
gies des potentiels adiabatiques » � B » � B � ` » 8 B 
 et » 8 B G , nous avons déterminé
les longueurs de diffusion correspondantes, que nous notons respectivement � k Ñ et � � Ñ . Les
cinq lignes de nœuds B fournissent la même valeur (avec une différence relative de l’ordre de
 ` 
Ó�÷ö ), ce qui montre la consistance interne de la procédure d’extrapolation.
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Réf. � 7 (u.a.)
[87] 1540
[123] 1527
[91] 1472
[109] 1500
[69] 1539
[69] 1561

TAB. 2.2 – Différentes déterminations du coefficient � 7 pour l’interaction Na-Na, avec
la référence donnée dans la première colonne. L’avant dernière valeur utilise une valeur
de la polarisabilité de l’atome de sodium récemment mesurée [41].

Réf. �87 (u.a.) » � B » � B � ` » 8 B 
 » � B » � B � ` » 8 B G
[91] 1472 49,95 (49,58) 54,99 (54,68)
[69] 1539 49,98 (49,64) 55,10 (54,80)

TAB. 2.3 – Valeurs calculées des longueurs de diffusion (en rayon de Bohr Ö k ) avec Ï 8 Í� et Ï 8 Í�� , en utilisant deux valeurs du coefficient � 7 , dont la référence est mentionnée
dans la première colonne. Les valeurs indiquées entre parenthèses correspondent à un
potentiel en � � 7 . L’incertitude estimée est de �ç� ÎiÖ k .

Les résultats finals dépendent de la valeur du facteur d’échelle ö 2 �;³ , c’est-à-dire de à et
de �87 . Plusieurs valeurs récentes du coefficient �97 existent dans la littérature (cf. table 2.2).
Parmi toutes ces valeurs, nous avons choisi la valeur � ¹ ã · u.a. [69], qui reste cohérente avec
les valeurs de � ± et � � k [91] que nous avons utilisées dans la « méthode asymptotique à une
voie », afin d’obtenir les courbes de potentiels adiabatiques » � B » � B � ` » 8 B 
 et » 8 B G
(cf. section 1.1.1). Mentionnons également que le spin nucléaire du sodium vaut º B ã "#G et
que l’écart hyperfin ) ã � * � ¹ � � � ` » B � � ) ã � * � ¹ � � � ` » B G vaut � ç�ç � ` , Mhz [14]. Les valeurs des
longueurs de diffusion que nous avons obtenues pour deux valeurs de �97 sont indiquées dans
la table 2.3. L’incertitude issue de la mesure de l’énergie des niveaux vibrationnels est estimée
à � ` ,i�Vk . Cette incertitude est essentiellement liée à l’erreur sur la valeur de l’énergie du dernier
état lié ( £ B , ¹ ). En effet, la différence d’énergie entre les niveaux £ B , á et £ B , ¹ est connue
avec une meilleure précision ( 
 ` 
#
#
 ¹ cm � � ) que l’énergie des deux niveaux pris séparément.

Les valeurs de � k Ñ et � � Ñ correspondant aux deux voies de dissociation » � B » � B � ` » 8 B 

et » 8 B G , diffèrent de ¹ �Vk (environ �y
ºö ), ce qui est supérieur à l’incertitude de détermina-
tion. De plus, la précision de la différence entre � k Ñ et � � Ñ est certainement meilleure que celle
de chacune des deux valeurs, puisque les différences d’énergie entre les paires de niveaux
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» � B » � B � ` » 8 B 
 et » 8 B G pour £ B , á et £ B , ¹ ont été directement mesurées avec une
précision de l’ordre de 
 ` 
#
#
 ã cm � � .

L’influence du �87 dans cette détermination est en réalité assez faible. Une variation de la
valeur de �87 de l’ordre de á ö résulte en une variation de la valeur de la longueur de diffusion
de l’ordre de 
 ` �÷ö
2.2.3 Conclusion

Dans cette section, nous avons montré comment, à partir de mesures spectroscopiques
précises des niveaux vibrationnels associés à l’asymptote » � B » � B � du fondamental de
Na � , il était possible de déterminer les valeurs de deux longueurs de diffusion. En effet, la
haute résolution de l’expérience (de l’ordre de G 
 MHz) a permis pour les valeurs de £ les
plus élevées ( £ B , á et £ B , ¹ ) de résoudre la structure hyperfine et de mesurer la différence
d’énergie entre des niveaux ayant des valeurs du moment angulaire total » 8 différentes (et
qui correspondent à deux voies de dissociation différentes). Nous avons également montré
que de telles mesures spectroscopiques fournissent une détermination très précise des deux
longueurs de diffusion correspondantes.

Cette détermination a été réalisée ici d’une façon simple et générale. Nous n’utilisons que
la partie asymptotique des courbes de potentiel et nous effectuons des intégrations numé-
riques simples en comparaison des autres méthodes qui utilisent des potentiels complets et
résolvent des équations couplées. Notre méthode s’applique aux états du fondamental ( � � � �	
ou � � � �� ) de n’importe quel dimère d’alcalins. Le point clé de la méthode est la caractérisation
de la phase d’une fonction d’onde (d’un état lié comme d’un état du continuum) par les posi-
tions de ses nœuds, qui sont faciles à calculer et qui permettent des représentations graphiques
simples. Dans le cas que nous avons considéré ici (les états de � � � �	 de Na � ), les résultats dé-
pendent peu des potentiels asymptotiques choisis et la précision peut être directement reliée
à la précision des mesures des énergies des états liés.

La valeur � � Ñ B ¹�¹ ` � ¼ � ` ,G�Fk trouvée pour la voie de dissociation » � B » � B � ` » 8 B G , qui
est habituellement nommée � � � � � lorsqu’elle est obtenue à partir de données collisionnelles, est
en bon accord avec les calculs élaborés d’ajustement d’un spectre de photoassociation [133].
Pour l’autre voie de dissociation pour laquelle il y a des données expérimentales, » � B » � B� ` » 8 B 
 , nous avons trouvé � k Ñ B ¹ 
 ` 
 ¼ � ` ,D�Fk .



2.3 Détermination de la longueur de diffusion de l’état triplet du fondamental de Cs � 69

2.3 Détermination de la longueur de diffusion de l’état
triplet du fondamental de Cs G à partir des minima
d’intensité d’un spectre de photoassociation

2.3.1 Obtention de nœuds de l’onde ò à partir de la modulation d’intensité
d’un spectre de photoassociation : principe de la méthode

De même que précédemment, l’idée principale pour déterminer la longueur de diffusion
d’une voie de collision est d’obtenir un ou plusieurs nœuds de l’onde � à énergie nulle de
ce potentiel diffuseur. Dans cette section, nous allons montrer comment nous pouvons ob-
tenir cette information à partir de la modulation des intensités apparaissant sur les spectres
de photoassociation de l’état 
 �	  ��� � du césium (cf. figure 2.10). Par ailleurs, afin d’obtenir la
longueur de diffusion de l’état triplet du fondamental de Cs � , il a fallu réaliser la photoassocia-
tion d’atomes froids polarisés dans le sous niveau Zeeman � B á ` ë ³ B á . Avant de détailler
ces différents points, exposons tout d’abord les idées qui vont nous permettre d’accéder aux
données que nous recherchons, à savoir, des nœuds de l’onde � à énergie nulle.

La photoassociation (PA) consiste à créer avec un laser de photoassociation une molécule
excitée à partir d’une paire d’atomes en collision. Dans les expériences qui vont nous intéresser
ci-après, la réaction de photoassociation s’écrit :

� �±� Cs ) , � ¹ � � � ` �ýB á * � � �±� Cs ) , � ¹ � � � ` �ýB á * � C ´�� Ø � E Cs ²� ) 
 �	  ��� � ) £ ` £ *�*Ëd (2.9)

À l’aide d’un raisonnement qualitatif, nous allons voir comment nous pouvons obtenir les
nœuds de l’onde � . Pour cela, nous nous servons de la théorie de la photoassociation [37, 39,
76] : en champ fiable, le taux de photoassociation ] � Ø est proportionnel au facteur Franck-
Condon de la transition « état libre-état lié » induite par le laser de photoassociation :

] � Ø
	 öööö
� � ô
k � � 4�¦ ¦P ) $'* � ¤ 49¦³ ) $'* î $ öööö

� d (2.10)

Ensuite, nous poursuivons notre raisonnement qualitatif en exploitant l’idée suivante [130,
31, 64, 114] (cf. figure 2.8) : en raison des fréquences d’oscillation différentes entre la fonction
d’onde du fondamental � � 4�¦ ¦P ) $'* décrivant deux atomes en collision (oscillation lente) et la
fonction d’onde de l’état lié �%¤ 4�¦³ ) $'* décrivant la molécule excitée (oscillation rapide), le facteur
Franck-Condon de la transition est proportionnel au carré du module de la fonction d’onde
du fondamental évaluée au point de Condon externe du potentiel excité $ � ØÝ8ï , qui est le point
tournant classique (approximation delta) :

] � Ø
	 öö
� � 4�¦ ¦P ) $ � ØÝ8ï * öö

� ù � ¤ 49¦³ ) $'* B ä ) $ � $ � ØÝ8ï *Ëd (2.11)
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Cela permet d’expliquer les modulations d’intensité que nous observons sur les spectres de
photoassociation de la figure 2.10, ces modulations traduisant la structure nodale de la fonc-
tion d’onde des deux atomes en collision.

L’approximation delta est d’autant meilleure que le niveau vibrationnel peuplé du puits
externe de l’état 
 �	  ��� � est élevé. Par ailleurs, la différence de fréquence d’oscillation entre les
fonctions d’onde initiale et finale est d’autant plus grande dans notre cas que l’état final a un
comportement asymptotique en � � " $ � alors que l’état initial a un comportement asympto-
tique en � 7 " $ 7 .

D’après ce que nous venons de dire, nous voyons donc que si la fonction d’onde du fon-
damental � � 4�¦ ¦P ) $'* possède un nœud au point $l� ØÝ8ï , le facteur Franck-Condon de la transition
est nul et celle-ci n’a pas lieu. Par conséquent, en étudiant les minima du spectre de photoas-
sociation, il est possible de déterminer des positions de nœuds de cette fonction d’onde et
donc d’obtenir la valeur de la longueur de diffusion (cf. section 2.1). Par ailleurs, les positions
des nœuds de l’onde � à énergie nulle dépendent de la longueur de diffusion, mais aussi des
coefficients ( �87 ` � ± ` � � k , échange asymptotique) définissant le potentiel du fondamental.

Comme nous venons de l’expliquer, les modulations en intensité d’un spectre de photoas-
sociation donnent des renseignements sur le recouvrement entre la fonction d’onde des deux
atomes en collision et de la fonction d’onde de la molécule excitée. De manière à en tirer des
informations sur la fonction d’onde des atomes en collision elle-même, il est nécessaire de
connaître les fonctions d’onde décrivant les différents états vibrationnels de la molécule exci-
tée. La spectroscopie de photoassociation de l’état 
 �	  ��� � permet de reconstruire le puits de
potentiel externe de cet état, et donc d’en déduire les fonctions d’onde des niveaux rovibra-
tionnels de ce puits. C’est ce que nous verrons dans la section suivante.

D’autre part, le spectre de photoassociation présenté sur la figure 2.10 (a) a été réalisé
avec des atomes non polarisés. Il fait par conséquent intervenir plusieurs voies de collision.
Afin de déterminer la longueur de diffusion de l’état triplet du fondamental de Cs � , notée ��Ò ,
une expérience de photoassociation analogue à la précédente a été réalisée avec cette fois-ci
des atomes froids polarisés dans l’état hyperfin � B á ` ë ³ B á . La projection du moment
angulaire total est alors maximale ( ë�ìyÔ B â ). De ce fait, la projection du spin électronique total
doit aussi être maximale, ce qui implique que l’état moléculaire est purement triplet. Il s’agit
donc d’un problème à une voie non couplée. Dans la section 2.3.3, nous décrivons brièvement
l’expérience de photoassociation réalisée avec des atomes froids polarisés.

2.3.2 Détermination expérimentale du puits externe de l’état - �ß� � ��� :
analyse des progressions rovibrationnelles

Dans cette section, nous allons voir que la spectroscopie de photoassociation de l’état
 �	  ��� � permet de déterminer, à l’aide de méthodes d’analyse s’appuyant sur l’approxima-
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tion JWKB, les points tournants classiques interne et externe du puits externe de cet état, et
donc de reconstruire ce puits. Notre propos n’est pas ici de décrire précisément les méthodes
de spectroscopie utilisées (traitements RKR (Rydberg-Klein-Rees) et NDE (Near Dissociation
Expansion)). Pour une étude détaillée, le lecteur pourra consulter les références [46, 28, 39, 76].
Nous nous contentons ici de donner les principaux résultats de ces études.

Sur le spectre de la figure 2.10 (a), les niveaux vibrationnels allant de £ B 
 à £ B � ã G
du puits externe du potentiel longue-portée de la molécule Cs � ont pu être identifiés et leur
structure rotationnelle est bien résolue jusqu’à £ B â pour les niveaux inférieurs à £ B6ç á [46].
Ce spectre a été obtenu à partir de la réaction de photoassociation suivante :

) Cs � Cs * � C ´ � � E Cs ²�) , � � , � *Q� � � �� ù ) , ` ú * ) , � � ,-� �  ��� � * 
 �	 ù ) £ ` £ * (2.12)

Deux atomes de césium dans leur état fondamental ( , � � ¹ � � � ) entrent en collision en présence
d’un laser de photoassociation de fréquence ´ � différente de celle du laser de refroidissement
ou de piégeage d’une part, et décalée vers le rouge par rapport à la limite de dissociation, � � ¹ � � � � ,-� �  ��� � d’autre part (cf. figure 2.9). Ces atomes peuvent alors absorber un photon ´ �
et peupler un niveau rovibrationnel ( £ ` £ ) du puits externe de l’état 
Ó�	e���� � de la molécule ex-
citée Cs ²� . Une fraction significative de ces molécules retombe par émission spontanée sur des
niveaux liés du potentiel � � � �� du fondamental, du fait de la présence d’une fenêtre Franck-
Condon favorable à courte distance internucléaire. Ces molécules forment ainsi des molécules
translationnellement froides de longue durée de vie. Leur détection s’effectue en dénombrant
les ions moléculaires Cs

�� obtenus par ionisation à deux photons ´¬� . Le spectre de photoasso-
ciation représente le nombre d’ions moléculaires Cs

�� détectés en fonction de la fréquence ´ � .
Les raies correspondent à des transitions résonnantes avec les niveaux liés du puits externe
de l’état 
 �	e���� � .

Une fois en possession des valeurs des énergies rovibrationnelles ,�ï � � fournies par le
spectre de photoassociation, il est possible de déterminer les constantes rotationnelles è ) £]*
et les énergies sans rotation � ) £]* associés à ces niveaux à l’aide des procédures suivantes : dé-
veloppement de Dunham et procédure NDE (Near Dissociation Expansion) pour les niveaux
proches du seuil de dissociation (le développement de Dunham cesse d’être valable pour ces
énergies). Ensuite, à l’aide de ces données, il est possible de déterminer les points tournants
classiques internes et externes du puits externe de l’état 
 �	 ���� � , ainsi que les valeurs des éne-
gies des états liés de ce puits. Ces informations sont obtenues à l’aide d’un traitement RKR
(Rydberg, Klein et Rees), basé sur les formules suivantes :
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$ � ØÝ8ï � $ P � 8ï B G ªE G à
� ïï Ä W�� î =ù � ) £]* � � ) =�* (2.13)

�$ � ØÝ8ï � �$ P � 8ï B G E G àª
� ïï Ä W�� è ) =�* î =ù � ) £]* � � ) =�* (2.14)

où £ ¤ P � correspond à la valeur extrapolée du nombre quantique de vibration (non entier)
au minimum du potentiel. Cette analyse n’est valable que pour les niveaux tels que £ a ç á
puisqu’au-delà, nous n’avons pas accès aux constantes rotationnelles. Par conséquent, le point
tournant classique interne a été extrapolé à partir des valeurs obtenues à l’aide des niveaux
rovibrationnels inférieurs, en supposant sa variation douce et régulière. De cette manière, les
points tournants classiques externes ont pu être obtenus. Pour de plus amples détails, on
pourra consulter la référence [46].

Une fois le potentiel construit, les énergies propres de vibration et de rotation sont calcu-
lées et comparées aux données expérimentales : la différence entre les niveaux expérimentaux
et les niveaux calculés (par la méthode de Numérov [16]) est inférieure à 
 ` 
Ó� cm � � , et les
constantes de rotation sont calculées avec une précision meilleure que 
 ` � ö . Indiquons par
ailleurs que cette étude a permis de déterminer la valeur de la position du minimum de ce
puits ( G ã ` ã , ¼ 
 ` 
 · �Fk ) ainsi que sa profondeur ( ç�ç `�· á ¼ 
 ` 
]� cm � � ).
2.3.3 Photoassociation d’atomes froids polarisés

Comme nous l’avons déjà fait remarquer à plusieurs reprises, le spectre de la figure 2.10
(a) présente une modulation de l’intensité des raies de photoasociation. Cependant, il est dif-
ficile d’analyser les données fournies par ce spectre car elles correspondent à une limite de
dissociation dégénérée et donc à plusieurs, a priori distinctes, longueurs de diffusion. C’est
pourquoi, afin de déterminer la longueur de diffusion triplet du césium, une autre expérience
de photoassociation a été réalisée au laboratoire Aimé Cotton, utilisant cette fois-ci des atomes
de césium polarisés dans le sous niveau Zeeman �ýB á ` ë ³ B á .

Le principe de l’expérience de photoassoaciation avec des atomes froids de césium ainsi
que le détail concernant l’expérience elle-même peuvent être trouvés dans les références [46,
45, 26]. Brièvement, l’expérience consiste tout d’abord à charger un piège magnéto-optique
(PMO) d’une vapeur composée d’atomes de césium. Les atomes froids ainsi obtenus sont
ensuite polarisés en suivant la séquence temporelle suivante [38] : au temps

z B 
 , les lasers
de refroidissement du PMO et le gradient de champ magnétique sont éteints durant â ms etá ms respectivement, et un champ magnétique de , G, orienté selon la direction du laser de
photoassociation, est appliqué simultanément. Au temps

z B � ms, qui correspond environ au
temps de montée du champ magnétique, un laser fonctionnant en mode pulsé est appliqué
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FIG. 2.10 – Intensité du signal de photoassociation relatif aux raies ð Í � des états
vibrationnels du puits externe du potentiel � �	 � ��� � en fonction du décalage en fréquence
du laser de photoassociation. La courbe (a) (ronds noirs) a été obtenue avec des atomes
froids non polarisés dans l’état !-Í#" alors que la courbe (b) (ronds blancs) a été obtenue
avec des atomes froids polarisés dans le sous niveau Zeeman !ñÍ$"F�&% ³ Í'" . Sur cette
seconde courbe apparaissent neuf minima d’intensité.
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(le « pulse » dure ã ms et son intensité est d’environ G 
 à W/cm � ), se propageant le long du
même axe que celui du laser de photoassociation avec une polarisation ( � et accordé sur la
transition atomique , � � � � ` � B á E ,�� ��� � ` � ¡ B á . Après ¹ 
#
 à s et durant G `�¹ ms, le laser de
photoassociation est appliqué (il s’agit d’un laser saphir-titane pompé par un laser à argon).
À cet instant, le taux de polarisation est de l’ordre de · 
�ö . Les molécules ainsi formées, après
s’être désexcitées vers le fondamental, sont ionisées par un laser à colorant fonctionnant en
mode pulsé (la longueur d’onde est Ä �*) ç ��, nm, la durée du « pulse » vaut ç ns et l’énergie
du « pulse » est d’environ � mJ), pompée par un laser Nd-YAG ayant un taux de répétition
de �y
 Hz. Les ions sont extraits de la région d’interaction vers une zone sans champ, réalisant
ainsi un spectromètre de masse à temps de vol qui sépare les ions Cs � des ions Cs �� . Les ions
sont enfin détectés sur une paire de galettes de microcanaux.

L’utilisation d’atomes froids polarisés est intéressante pour plusieurs raisons : tout d’abord,
le potentiel d’interaction de ces atomes est « indépendant » du champ magnétique, alors que
celui-ci est indispensable dans l’expérience pour les polariser. Un faible champ magnétique
translate simplement le potentiel triplet » 8 B âÓ` ëîìyÔ B â et la paire d’atomes polarisés en
collision subit la même correction à l’énergie. La situation est différente pour les autres poten-
tiels. En effet, du fait des interactions hyperfines, ils sont des mélanges « singulet-triplet ». La
présence d’un champ magnétique modifie différemment les états singulet et triplet par effet
Zeeman. Ainsi, les potentiels d’interaction entre les deux atomes peuvent être changés par
un champ magnétique. Dans certains cas, cette modification des potentiels peut conduire à
une résonance de Feshbach (cf. section B.3). Par ailleurs, du fait de la symétrie de la fonction
d’onde associée à cet état polarisé, seules les ondes partielles paires participent au proces-
sus de photoassociation [43]. Par conséquent, les raies vibrationnelles de l’état 
 �	  ��� � pré-
sentent une structure rotationnelle simplifiée, comme le montre la figure 2.11. De plus, les
règles de sélection dipolaire électrique pour la réaction de photoassociation vers l’état 
��	 ���� �
sont £ B ú ` ú ¼ G [39, 76]. La figure 2.11 prouve donc, du fait de l’absence de signal pour £ B á ,
que seule l’onde � participe au processus de photoassociation.

2.3.4 Analyse des minima d’intensité : détermination de la longueur
de diffusion triplet du césium et du coefficient de Van der Waals
du fondamental

2.3.4.1 Détermination des zéros d’intensité

Le spectre de photoassociation obtenu avec des atomes froids polarisés (cf. figure 2.10 (b))
présente neuf minima d’intensité. Afin de pouvoir mettre en œuvre les idées développées au
paragraphe 2.3.1, il nous faut déterminer les positions des zéros d’intensité. Sur les figures
2.10 (b) et 2.12, nous voyons que quatre zéros correspondent à des valeurs entières du nombre
quantique de vibration : £ B , ç (minimum 2), £ B ¹ 
 (minimum 3), £ B G â (minimum 5) et
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FIG. 2.11 – Structure rotationnelle du niveau + ÍjÎ de l’état � �	 � ��� � pour des atomes
non polarisés (a) et pour des atomes polarisés dans l’état !ÏÍ,"F�-% ³ Í." (b). On re-
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la seule onde partielle impliquée dans la réaction de photoassociation avec des atomes
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ÿ Position +-� Ø�ô� (cm � � ) ( � (cm � � ) $l� ØÝ8ï ( �Fk )
2 £ B , ç � �y
 ` á � ¹ 
 ` 
 ç 59,2
3 £ B ¹ 
 � � ·Ó` � á G 
 ` 
 ¹ 47,6
4 ãºç43 £ 3 ã â � G âÓ` ã ¹+â 
 ` � 40,8 - 41,3
5 £ B G â �/ãºç ` ç G ã 
 ` 
 ¹ 36,8
6 G 
 3 £ 3 G � � á , `¸¹�¹ á 
 ` � 33,5 - 33,9
7 � á 3 £ 3 � ¹ � ¹ á ` ã#ã � 
 ` � 31,2 - 31,6
8 £ B �y
 � , G ` ç G á 
 ` � 29,6
9 £ B ¹ � , âÓ` ,#
 á 
 ` 
 ¹ 27,4

TAB. 2.4 – Position en énergie 9 � Ø�ô� 5 [ � des zéros d’intensité du spectre de photoasso-
ciation de l’état � �	 � ��� � (cf. figures 2.10 (b) et 2.12). À titre indicatif, la position du point
tournant classique externe � � ØÝ8ï correspondant aux niveaux vibrationnels associés aux
minima est donnée.

£ B ¹ (minimum 9). Pour déterminer les autres zéros d’intensité, nous procédons comme suit :
nous commençons par choisir plusieurs valeurs de £ autour du minimum ÿ . À l’aide de ces
points, nous effectuons une interpolation quadratique du minimum d’intensité (cf. figure 2.13
(a)). Puis nous traçons la racine carrée du signal de photoassociation en affectant d’un signe
plus les points situés à droite du minimum défini par l’interpolation quadratique, et d’un
signe moins les points situés à gauche de ce minimum (cf. figure 2.13 (b)). Après quoi, nous
interpolons la courbe obtenue et nous déterminons la valeur + � Ø�ô� du zéro d’intensité (cf. table
2.4). L’incertitude ( � sur cette valeur est essentiellement due à l’incertitude sur les intensités
mesurées, qui est de l’ordre de �y
xö .

La procédure présentée ci-dessus est redondante. En fait, nous avons choisi la racine carrée
du signal de photoassociation pour la raison suivante : comme nous le verrons dans la suite,
la procédure que nous avons utilisé lors des calculs théoriques utilise la même méthodologie.

Enfin, mentionnons que, du fait de l’utilisation d’atomes froids polarisés, il est difficile
d’obtenir la position + � Ø�ô� du premier nœud. En effet, le processus de photoassociation s’effec-
tue pour cette expérience sans les lasers pièges. À faible désaccord, le laser de photoassociation
perturbe fortement les atomes en raison de la pression de radiation. C’est pourquoi il n’a pas
été possible d’obtenir l’intensité des raies autour de cette position, trop proche de la limite de
dissociation.

2.3.4.2 Procédure d’analyse des minima d’intensité

L’analyse des données est basée sur le principe exposé à la section 2.3.1 (approximation
delta). Cependant, l’approche théorique décrite ci-dessous correspond au calcul exact de l’in-
tégrale de recouvrement où, contrairement à l’équation (2.10), la variation en fonction de $ du
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Réf. �87 (u.a.) �y
 � �  � ± (u.a.) �y
 ��±  � � k (u.a.)
[87] 6855 9,025 1,301
[91] 6331 9,630 1,520
[109] 6652 9,546 1,358
[110] 6408 9,091 1,303
[34] 6851

TAB. 2.5 – Différentes déterminations des coefficients � 7 �6� ± et � � k pour l’interaction
Cs-Cs, avec la référence donnée dans la première colonne.

moment dipolaire de transition à ) $'* a été prise en compte :

] � Ø
	 öööö
� � ô
k � � 4�¦ ¦P ) $'* à ) $'* � ¤ 49¦³ ) $'* î $ öööö

� d (2.15)

Comme dans la référence [27], cette variation est obtenue à partir du calcul de l’intensité to-
tale, c’est-à-dire de la somme des carrés des transitions de l’état hyperfin initial vers les vingts
composantes hyperfines du potentiel 
Ó�	ñ���� � . Pour le calcul de la fonction d’onde initiale (que
nous approximons à l’onde � à énergie nulle), nous utilisons la « méthode asymptotique à une
voie » avec les conditions aux limites (1.31). À l’exception du coefficient �v7 (que nous allons
déterminer), les coefficients � ± et � � k du développement multipolaire sont issus de la littéra-
ture (cf. table 2.5). Une valeur centrale pour ces coefficients (celle de la référence [109]) a été
utilisée, car, comme nous le verrons plus loin, l’influence de ces coefficients est moindre com-
parée à celle du coefficient � 7 . La contribution de l’échange asymptotique a aussi été incluse
d’après les références [57] et [90]. Pour ce qui est de l’état final, nous calculons la fonction
d’onde vibrationnelle par la méthode de Numérov [16] en utilisant la courbe de potentiel de
l’état 
 �	  ��� � , obtenue à partir de l’analyse RKR (cf. section 2.3.2).

Après avoir fixé les valeurs des paramètres de la méthode asymptotique ( �VÒ ` �87 ), nous ob-
tenons la fonction d’onde initiale (onde � à énergie nulle). Puis, pour chaque minimum, nous
calculons l’intégrale de recouvrement (2.15) pour plusieurs fonctions d’onde vibrationnelles
de part et d’autre du minimum. En interpolant la courbe du recouvrement calculé en fonction
du décalage, nous obtenons la valeur du décalage + 8 ��� 4 7� ) ��Ò ` �87 * correspondant à un recou-
vrement nul (cf. figure 2.14 (a)). Ensuite, en répétant cette opération pour différentes valeurs
de la longueur de diffusion �#Ò (ou de Ë Ò , définit par Ä Ò B ��Ò " ö�2 �;³ B ú¸üSý )kË Ò�* - cf. paragraphe
2.1), nous obtenons la courbe « + 8 ��� 4 7� ) ��Ò ` �87 * vs Ë Ò ». De cette courbe, nous pouvons déduire
la valeur Ë ²Ò � � ) �87 * correspondant au décalage expérimental + � Ø�ô� (cf. figure 2.14 (b)). Enfin, en
faisant varier le coefficient � 7 , nous aboutissons à la figure 2.15 sur laquelle est représentée la
variation de Ë ²Ò � � ) �87 * en fonction de �87 pour les minima G à , . Ce choix sera justifié ci-après.
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FIG. 2.13 – Principe de la détermination des zéros d’intensité lorsque ceux-ci ne cor-
respondent pas à des valeurs entières du nombre quantique de vibration + .
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FIG. 2.14 – Procédure d’analyse des minima d’intensité. (a) Calculs de l’intégrale de re-
couvrement (2.15) pour une fonction d’onde initiale asymptotique obtenue après avoir
fixé les paramètres i ` et � e et plusieurs fonctions d’onde vibrationnelles « entourant »
le minimum. (b) Détermination de la valeur de Ö ` correspondant à la position expéri-
mentale du minimum, à � e fixé.
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Pour déterminer la valeur du couple �6�dfe�� �_ `�� compatible avec l’ensemble des minima,
nous utilisons une procédure de moindres carrés. Dans un premier temps, à valeur de de
fixée, nous calculons : � � cXdfe�� _ ` g�� e� [�\ ��� T UXWZY[ � T4��� U � ¡[ cX¢ ` �hdfe}g£ [ ¤ � (2.16)

puis nous déterminons la valeur ¥_ ` c�dfe}g qui minimise � � c�dfeb� _ ` g . Ensuite, en effectuant les
calculs pour différentes valeurs de d1e , nous pouvons tracer deux courbes : la première courbe,
« � �§¦ dfeb� ¥_ ` c�dfe¨gM© vs dfe », nous permet d’obtenir la valeur �dfe du minimum (cf. figure 2.16 (a)).
La deuxième courbe est la courbe « ¥_ ` cXdfe}g vs dfe », qui nous permet, à partir de la valeur �dfe
de déterminer de �_ ` (cf. figure 2.16 (b)).

2.3.4.3 Résultats et discussion

L’utilisation de la procédure décrite ci-dessus avec les données de la table 2.4, nous a per-
mis de déterminer la longueur de diffusion triplet ¢ ` du césium ainsi que le coefficient de Van
der Waals dfe (cf. figure 2.17) :dfe�� �dfeª� «;¬@�®1¯±°²®�³&´�¢z´_ ` � �_ ` � ²�®µ�}° o ¯±°��}¬ o �·¶ ¢ ` �¸�*¬�¹;®�¯ { e»º�»¼»½ ¢§º (2.15)

Ces résultats nécessitent plusieurs remarques :
– la fonction d’onde initiale a été calculée à énergie nulle alors que l’échantillon d’atomes

froids polarisés est à environ �¹;®�¾ K. Cependant, si l’on tient compte de la température,
on montre que la variation de la position du premier nœud, qui est théoriquement la
plus sensible, n’est que de À¿ . En ce qui concerne les autres nœuds, la variation est
infime. Par ailleurs, comme nous l’avons déjà fait remarqué (cf. paragraphe 2.3.4.1), le
premier nœud étant mal déterminé expérimentalement, il a été exclu de l’analyse ;

– les trois derniers minima ( ° , Á et Â ), qui correspondent à des niveaux vibrationnels ÃuÄ±Å ®
ont aussi été exclus de l’analyse. En effet, pour ces minima, le nombres de point expé-
rimentaux est réduit du fait de l’espacement grandissant entre les niveaux vibration-
nels. Par conséquent, la détermination des zéros d’intensité est incertaine. De plus, pourÃÇÆÈÅ ® , des phénomènes de saturation dynamique sont attendus aux énergies laser utili-
sées. Par exemple, pour Ã �É�° (le point tournant externe Ê U�W �{XË se situe à ¹�Ì^� Å ¢Íº ), le taux
de photoassociation par atome est de l’ordre de ®µ�b s yz{ [39]. Pour un atome donné, le
taux de passage d’un autre atome à la distance Ê U�W �{XË à laquelle la réaction de photoasso-
ciation se produit est de l’ordre de ®µ�Î®;¹ s yz{ si l’on considère une densité de l’ordre de�® { º cm y ] et une vitesse relative moyenne de ®µ�� m/s. Le taux de remplissage du volume
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FIG. 2.17 – Superposition du spectre expérimental de la figure 2.10 (b) (ronds blancs)
et du spectre théorique (ronds noirs) obtenu en multipliant les carrés des recouvre-
ments (2.15) par les rapports de branchement avec les états liés du potentiel triplet
du fondamental. Ce calcul utilise le potentiel RKR � yÜÞÝ ]Zß � de la référence [46]. Quant
au calcul de la fonction d’onde radiale du fondamental, il utilise les paramètres sui-
vants : � e t ��à;áh� u.a., �6â t ��à�ã��b��� u.a., � { º t á}ä�à�åb��������� u.a., æ U � � Ü t � Ù ��������ç eti `Çt±è à�äb�fi º .
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Réf. ¢ ` ( ¢Íº ) Méthode
[138] �Û;�®²® Ä ¢ ` Ä � Å ®;® Déplacement collisionnel dans les horloges
[9] é ¢ ` é§êëÅ «;® Relaxation d’un piège anisotrope
[71] �¹ Á ® Ä ¢ ` Ä �ì¹µ�¬ Synthèse de résultats expérimentaux
[80] é ¢ ` é§ê «;®;® Traitement théorique de [9] et [120]
[79] ¢ `îí ÌÍ®²® Collisision de deux « balles » d’atomes
[38] �¹Í°²® Ä ¢ ` Ä � Á °²¬ Photoassocition d’atomes froids polarisés
[82, 20] Å ¹;®²® Ä ¢ ` Ä±Å ¬²®;® Résonances de Feshbach

TAB. 2.6 – Différentes déterminations de la longueur de diffusion triplet du césium.

dans lequel la photoassociation a lieu est donc inférieur au taux de photoassociation, de
sorte que le modèle perturbatif de la photoassociation sur lequel s’appuie notre analyse
pourrait ne plus être totalement valable ;

– nous avons choisi, pour les coefficients d â et d { º , les valeurs de la référence [109], si
bien que ces coefficients (tout comme ceux de l’interaction d’échange asymptotique), ne
jouent pas le rôle de paramètre dans la procédure que nous avons utilisée. Néanmoins,
nous avons vérifié, en utilisant les différentes valeurs de la table 2.5 qu’un changement
de la valeur de ces coefficients n’affectait pas de façon sensible les résultats. Une modifi-
cation de l’ordre de �®Û¿ de la valeur de d â change la valeur de �dfe d’environ ®µ�h¹Û¿ . En
effet, aux distances où se produit la réaction de photoassociation, l’interaction en de¨ï Ê e
est dominante, même s’il est à noter que plus le numéro du minimum est élevé, plus
l’influence du d â augmente ;

– concernant l’énergie d’échange asymptotique, les valeurs de la référence [57] ont été pré-
férées à celles de la référence [90], car elles permettent d’obtenir une valeur de � � c�dfeb� _ ` g
deux fois plus faible. Par ailleurs, notre étude du chapitre 4 a montré que la meilleure
valeur pour l’échange asymptotique correspond à ;� Å ¬ fois la valeur donnée dans la
référence [57] ;

– nous avons également vérifié que les effets de retard pour les deux asymptotes «Íð2ñ±«Íð
et «Íð�ñ'«óò ]Zß � sont négligeables ;

– enfin, l’effet de l’intensité du laser de photoassociation lui-même sur la détermination
des minima de photoassociation a été testé. C’est ainsi qu’il a été vérifié que le rapport
de l’intensité des raies de photoassociation au voisinage d’un minimum de photoasso-
ciation ( Ã �.�°@�b Á � Å ® ) variait peu en fonction de l’intensité du laser [39, 76].

Par ailleurs, dans la table 2.6, nous avons regroupé les différentes déterminations de la
longueur de diffusion triplet du césium existant dans la littérature. Nos résultats sont com-
patibles avec l’ensemble des déterminations obtenues antérieurement à la nôtre. Cependant,
nous voyons également que nous sommes en désaccord avec la détermination la plus récente,
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obtenue au NIST en analysant des expériences de résonances de Feshbach au sein d’un piège
dipolaire de césium réalisées par l’équipe expérimentale de Steven Chu à Stanford [20]. L’ana-
lyse du NIST a également fourni une valeur du coefficient d�e : dfeô�É« Á;Â ®*¯õ¹;¬ u.a. [82]. Nos
résultats et ceux du NIST, bien qu’en désaccord sur les valeurs obtenues, sont en accord sur
le fait que le césium est au voisinage d’une résonance de diffusion pour l’état triplet, comme
ont pu l’observer les auteurs de la référence [9]. La détermination de la valeur et du signe de
la longueur de diffusion triplet est donc extrêmement délicate. D’autre part, si l’on utilise les
valeurs du NIST dans notre modèle, l’accord n’est pas satisfaisant ; en particulier, nous abou-
tissons à un taux de photoassociation nul pour la raie vibrationnelle Ã �ö¹ Á alors qu’un signal
faible mais non nul est détecté.

Les expériences de S. Chu et l’analyse du NIST semblent très solides. Le seul effet systéma-
tique qui semble pouvoir fausser leur détermination est l’effet du laser Nd :YAG utilisé pour
piéger les atomes de césium. Les auteurs ont cependant modifié son intensité d’un facteur
deux sans que cela n’aboutisse à une modification majeure de la longueur de diffusion. Dans
l’expérience de photoassociation que nous avons analysée, nous nous sommes basés sur une
théorie perturbative de la photoassociation et sur la détermination du puits externe de l’état® yÜÞ÷ ]Zß � par des analyses de type RKR et NDE. En ce qui concerne la théorie de la photoasso-
ciation utilisée, celle-ci reproduit bien les données expérimentales [37, 39, 76]. Pour ce qui est
des analyses RKR et NDE, il s’agit de méthodes qui ont montré leur grande efficacité pour la
détermination précise de courbes de potentiel à partir de données de spectroscopie molécu-
laire. C’est pourquoi, dans un premier temps, ces méthodes ont été utilisées pour ajuster le
potentiel à double puits de l’état électronique excité ® yÜ ÷ ]Zß � . Néanmoins, le problème est qu’il
s’agit d’une molécule à longue portée, où l’interaction est dominée par le terme dipôle-dipôle
en Ê y ] . La branche répulsive du puits externe n’a donc pas le comportement exponentiel
rapidement décroissant des courbes moléculaires habituelles, où l’interaction d’échange est
dominante.

Une nouvelle méthode a donc par la suite été développée au laboratoire Aimé Cotton :
les courbes de potentiel ® yÜ ÷ { ß � et ® yÜ ÷ ]Zß � sont calculées comme un mélange de deux courbes
asymptotiques couplées par une interaction de structure fine dépendant de la distance in-
ternuléaire. Les coefficients du développement multipolaire, comme la dépendance de l’in-
teraction de structure fine en fonction de la distance internucléaire, sont alors ajustés sur les
résultats expérimentaux par une méthode de minimisation appelée « stimulated annealing »
[56, 7]. La méthode donne pour la première fois une très bonne précision ( b® y ] ) sur la durée de
vie atomique, reproduisant en particulier la différence entre les niveaux ÷ { ß � et ÷ ]Zß � . L’analyse
par la méthode décrite au paragraphe 2.3.4.2 du spectre de photoassociation de la figure 2.10
(b) a donc été refaite en utilisant le nouveau potentiel3 ® yÜ ÷ ]Zß � déterminé par cette méthode
(cf. figure 2.18). Les résultats obtenus sont : d1eø�ù«Í°�¹;®�¯ö°�® et

_ ` � Á;Â �h¹ o ¯ö°@�}¬ o. Dans cette

3Pour ce potentiel, le minimum du puits externe ce situe à ú}û�üXýU�·þbÿ et sa profondeur est de �}ý�ü���ú Ð cm ��� .
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nouvelle analyse, le signe de ¢ ` n’a pu être déterminé. Ces nouveaux résultats sont certes plus
proches de ceux du NIST mais ne sont toujours pas compatibles.

Depuis la publication des articles [38] et [82], plusieurs travaux concernant la détermina-
tion du coefficient d2e du césium ont été publiés : d2e2� « Á «;®�¯ «;® u.a. [75], dfe1� « ÁÍÅ²Á ¯ö Â u.a.
[35], d2e��ö« Á ¬ Â ¯ Å ¬ u.a. [81] et d2e��ö« Á ¹;« ¯î�®²® u.a. [6]. De plus, les analyses des données issues
des expériences de photoassociation à deux couleurs réalisées au laboratoire Aimé Cotton (cf.
section 4.2) nous ont permis d’aboutir à la valeur préliminaire d1e��ö« Á ¹;® a.u. Il apparaît donc
que ce coefficient à une valeur supérieure à « Á ®;® u.a. Regardons à présent ce que cela implique
pour l’analyse du spectre de photoassociation de la figure 2.10 (b). Nous avons vu précédem-
ment qu’un élément important intervenant dans notre analyse est le potentiel ® yÜî÷ ]Zß � . En uti-
lisant les paramètres que nous avons déterminé à la section 4.2.2.3, nous pouvons calculer les
recouvrements (2.15). Les carrés de ces recouvrements multipliés par les rapports de branche-
ment avec les états liés du potentiel triplet du fondamental permettent d’obtenir un spectre
théorique. La figure 2.20 présente la superposition du spectre expérimental de la figure 2.10
(b) et des spectres théoriques obtenus en utilisant les deux potentiels ® yÜu÷ ]Zß � disponibles dans
la littérature : le potentiel RKR [46] et le potentiel obtenu par la procédure dite de « stimula-
ted annealing » [7]. Qu’observe-t-on ? Pour les décalages les plus grands ( Ã Ä �® ), le spectre
théorique de la figure 2.20 (a) et le spectre expérimentale sont décalés de deux niveaux vibra-
tionnels. Par contre, les deux spectres de la figure 2.20 (b) ne sont décalés l’un par rapport à
l’autre que d’un seul niveau vibrationnel. Cela tient aux différences entre les deux potentiels® yÜ ÷ ]Zß � , notamment autour de la position d’équilibre (cf. figure 2.19). Maintenant, si l’on ajoute
un, puis deux niveaux vibrationnels supplémentaires au potentiel RKR, nous voyons que la
différence aux grands décalages entre le spectre expérimental et le spectre théorique disparaît
dans le dernier cas (cf. figure 2.21). Cela tend à prouver qu’il manquerait deux niveaux au
puits externe de l’état ® yÜ ÷ ]Zß � . Cette hypothèse reste à être validée expérimentalement même
si la détermination expérimentale des positions des premiers niveaux du puits externe du po-
tentiel ® yÜ ÷ ]Zß � est difficile. En effet, le recouvrement des fonctions d’onde est faible, de sorte
que l’extraction d’un signal de photoassociation en dehors du bruit est rendue difficile. Ce-
pendant, afin de modifier ces recouvrements, d’autres perspectives expérimentales s’offrent à
nous : la première serait d’utiliser des atomes froids de césium dans l’état � �õ¹ . Une autre pos-
sibilité consiterait à utiliser des atomes polarisés dans le sous niveau Zeeman � �õ¹µ��� � �õ¹ et
à se servir des résonances de Feshbach induites par un champ magnétique [76]. Par ailleurs, la
possibilité de modification du taux de photoassociation par des effets perturbatifs d’ordre su-
périeur est en cours d’étude. Aux intensités lumineuses utilisées dans l’expérience, ces effets
semblent très faibles.
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FIG. 2.18 – Superposition du spectre expérimental de la figure 2.10 (b) (ronds blancs)
et du spectre théorique (ronds noirs) obtenu en multipliant les carrés des recouvre-
ments (2.15) par les rapports de branchement avec les états liés du potentiel triplet du
fondamental. Ce calcul utilise le potentiel � yÜ$Ý ]Zß � de la référence [7]. Quant au cal-
cul de la fonction d’onde radiale du fondamental, il utilise les paramètres suivants :� e t ��çbäb� u.a., � â t ��à�ã��b��� u.a., � { º t á}ä�à�åb��������� u.a., æ U � � Ü t � Ù ��������ç et i `ut
	 .
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FIG. 2.19 – Puits externe du potentiel � yÜ Ý ]Zß � des référence [46] (ronds blancs) et [7]
(trait continu). Les différences entre ces deux potentiels à grande distance (a) et autour
de la distance d’équilibre (b) sont également représentées.
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FIG. 2.20 – Superposition du spectre expérimental de la figure 2.10 (b) (ronds blancs)
et des spectres théoriques (ronds noirs) obtenus en utilisant (a) le potentiel RKR � yÜ=Ý ]Zß �
de la référence [46] et (b) le potentiel � yÜ Ý ]Zß � de la référence [7]. Le calcul de la fonction
d’onde radiale du fondamental utilise les paramètres suivants : � e t ��å�äb� u.a., � â t��à�ã��b��� u.a., � { º t á}ä�à�åb��������� u.a., æ U � � Ü t � Ù ��������å�çbà u.a. et i `Çt ��ã�çb�fi º .
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FIG. 2.21 – Superposition du spectre expérimental de la figure 2.10 (b) (ronds blancs)
et des spectres théoriques (ronds noirs) obtenus en utilisant le potentiel RKR de la réfé-
rence [46] avec un niveau vibrationnel supplémentaitre (a) et ce même potentiel auquel
deux niveaux vibrationnels ont été ajoutés (b). Le calcul de la fonction d’onde radiale
du fondamental utilise les paramètres suivants : � e t ��å�äb� u.a., � â t ��à�ã��b��� u.a.,� { º t á}ä�à�åb��������� u.a., æ U � � Ü t � Ù ��������å�çbà u.a. et i `Çt ��ã�çb�fi º .



92 Chapitre 2. Méthodes asymptotiques à une voie et longueurs de diffusion

2.3.5 Conclusion

Dans cette section, nous avons montré comment, à partir de la modulation des intensités
d’un spectre de photoassociation réalisé avec des atomes froids polarisés de césium, il était
possible de déterminer la longueur de diffusion triplet ¢ ` du césium. Nous avons également
montré comment la compatibilité des résultats obtenus pour les différents minima nous a
permis de déterminer le coefficient asymptotique de l’interaction de Van der Waals du fonda-
mental ( dfe ).

Les résultas obtenus s’appuient quasiment entièrement sur l’expérience. En effet, nous
avons exploité une propriété fondamentale de la théorie de la photoassociation : l’efficacité du
processus est proportionnelle au carré du module du recouvrement entre la fonction d’onde
radiale des deux atomes en collision et celle du niveau rovibrationnel excité atteint par le
laser de photoassociation. Cela nous a permis de comprendre pourquoi les modulations en
intensité du signal de photoassociation donne accès à la structure nodale de la fonction d’onde
radiale initiale des deux atomes en collision : les minima de cette modulation correspondent
aux nœuds de cette fonction d’onde. Nous avons donc focalisé notre attention sur ceux-ci,
d’autant plus qu’ils sont peu sensibles aux conditions expérimentales (température, intensité
des lasers, longueur d’onde du laser d’ionisation,...). Pour effectuer les calculs de recouvre-
ment, nous avons utilisé le puits externe du potentiel ® yÜ ÷ ]Zß � obtenu par une analyse RKR d’un
spectre de photoassociation. Quant à l’état fondamental, il est traité de manière asymptotique.
Le paramètre prédominant de la méthode asymptotique est déterminé par une condition de
compatibilité entre des divers résultats.

Par ailleurs, la détermination de la longueur de diffusion triplet a nécessité d’utiliser des
atomes froids de césium polarisés dans le sous niveau Zeeman � � Ìµ��� � �ÉÌ , de sorte que
les deux atomes en collision sont corrélés adiabatiquement à l’état triplet. De plus, nous avons
vu que l’utilisation d’atomes polarisés assure que seule l’onde ð participe à la collision.

Enfin, notons que la détermination de la longueur de diffusion triplet du césium est un
problème rendu difficile du fait de la proximité d’une résonance de diffusion. Ainsi, une très
faible incertitude sur le paramètre d2e se traduit par une grande incertitude sur la longueur de
diffusion. Le désaccord que nous observons avec les valeurs obtenues au NIST ne remet pas
en cause la méthode que nous avons décrite ici. Celle-ci est en effet générale et s’applique à
n’importe quel alcalin, dès lors que la photoassociation a pu être réalisée. Cependant, nous
avons également vu que notre analyse, dans le cas particulier du césium, dépend de manière
cruciale de l’analyse RKR du potentiel ® yÜ ÷ ]Zß � .



Chapitre 3

Spectroscopie de l’état moléculaire
purement longue distance ��� � ����� du
césium

Lorsqu’on considère les niveaux vibrationnels élevés d’un puits de potentiel, c’est-à-dire
ceux dont l’énergie est proche de la limite asymptotique, on remarque que le mouvement
(semi- classique) de vibration de ces molécules a lieu entre un point tournant classique interne
situé à quelques rayons de Bohr (typiquement Å �#¬¢�º ) et un point tournant classique externe
compris entre Å ® et Å ®;®�¢§º . On parle alors de molécules de grande élongation. Pour ces molé-
cules, l’amplitude de la fonction d’onde radiale est la plus importante dans la partie longue
distance, qui est bien décrite par sa forme asymptotique. Parmi ces molécules de grande élon-
gation, il en existe d’un type particulier : celles dont les deux points tournants classiques sont
situés dans la région asymptotique. Cela provient de l’existence d’un extremum local du po-
tentiel à très grande distance, résultant du couplage (par interaction spin-orbite) de deux états
moléculaires. Ces molécules sont appelées des molécules purement longue distance. Dans la
section précédente (cf. paragraphe 2.3), nous avons déjà rencontré un état moléculaire de ce
type : l’état ® yÜ ÷ ]Zß � . Dans cette section, nous allons analyser un autre état moléculaire pure-
ment longue distance du césium : l’état �� ÷ ]Zß � .

Plus précisément, nous allons analyser les spectres de photoassociation obtenus en pho-
toassociant vers le puits externe de l’état �� ÷ ]Zß � . Dans un premier temps, nous décrirons les
expériences réalisées au laboratoire Aimé Cotton. Puis nous verrons comment les méthodes
asymptotiques utilisées pour décrire à la fois l’état initial (deux atomes de césium en colli-
sion) et l’état final (une molécule purement longue distance) permettent d’interpréter avec un
excellent accord les spectres obtenus.

Par ailleurs, à l’occasion des expériences de photoassociation à deux couleurs exposées au
chapitre 4, les calculs présentés ici ont été repris afin de prédire, à partir de la décomposition
du niveau relais, les nombres quantiques des niveaux du fondamental observés.
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3.1 Description des expériences de photoassociation : PMO et

Dark SPOT

Comme nous l’avons déjà mentionné au paragraphe 2.3.3, le principe des expériences de
photoassociation avec des atomes froids de césium réalisées au laboratoire Aimé Cotton peut
être trouvé dans plusieurs références ([46, 45, 26]). En ce qui concerne la photoassociation vers
l’état �� ÷ ]Zß � , la principale différence avec les précédentes expériences est la source d’atomes
froids utilisée, qui est fournie par l’utilisation d’un piège magnéto-optique (PMO) [103] d’une
part et par un « dark SPOT » (dark SPontaneous-force Optical Trap) [67] d’autre part. L’utilisa-
tion du montage configuré en dark SPOT permet d’obtenir des atomes froids de césium dans
l’état hyperfin «Íð { ß � � � � ¹ plutôt que � �öÌ . Dans le PMO, la réaction de photoassociation est
la suivante :

Cs cX«Íð { ß � � � �õÌ§g ñ Cs c�«Íð { ß � � � �õÌ§g ñ �"! { �·¶ Cs ��$# �� ¦ «Íðmñ «¨ò � ÷ ]Zß ��% c Ã�& ��' & gM©)( � (3.1)

et dans le dark SPOT :

Cs cX«Íð { ß � � � �ö¹Íg ñ Cs c�«Íð { ß � � � �ö¹Íg ñ �"! { �·¶ Cs �� # �� ¦ «Íðmñ «¨ò � ÷ ]Zß � % c Ã & ��' & g ©)( ´ (3.2)

Le PMO est transformé en dark SPOT en modifiant la séquence de repompage (le laser
repompeur effectue la transition «Íð { ß � � � � ¹ ¶ «óò ]Zß � � � & � Ì ) afin de transférer la plupart
des atomes ( ê Â ®î¿ ) dans l’état � � ¹ au centre du piège. En effet, en l’absence du laser
repompeur, les atomes dans l’état «Íð { ß � � � � Ì peuvent atteindre l’état «Íð { ß � � � � ¹ . De plus, la
zone sombre créée au centre du piège implique que l’état «;ð { ß � � � � ¹ est un état noir puisque
les atomes piégés dans cette zone n’absorbent pas de lumière. Ce « point sombre » (dark spot)
d’un diamètre de 3 mm est imagé au centre du PMO par une lentille de focale � � ÌÍ®²® mm.
Par ailleurs, il a été montré que le dark SPOT est plus difficile à mettre en œuvre pour le
césium que pour les autres atomes alcalins, du fait du plus grand écart hyperfin pour cet
atome [134]. Le temps de dépompage vers l’état «Íð { ß � � � �È¹ est donc grand et l’ajout d’un laser
dépompeur (qui effectue la transition «Íð { ß � � � �ÈÌø¶ «óò ]Zß � � � & �ö¹ ) est nécessaire pour obtenir
un fonctionnement efficace. Ainsi, plus de Â ® ¿ des atomes au centre de la zone de piégeage
sont dans l’état noir «Íð { ß � � � � ¹ . Enfin, les atomes du PMO ou du dark SPOT peuvent être
refroidis en dessous de la limite Doppler ( *,+ ¹;® ¾ K) en décalant les lasers piège de neuf
largeurs naturelles durant ° ms et en réduisant simultanément l’intensité des faisceaux par un
facteur deux grâce à une cellule de Pockels.

En ce qui concerne la photoassociation, celle-ci est réalisée en illuminant de façon conti-
nue les atomes froids de césium avec le faisceau d’une diode laser (de puissance �®²® mW et
de longueur d’onde - {�. Á ¬ Å nm) ou d’un laser saphir-titane pompé par un laser à argon.
La puissance maximale disponible dans la zone de réaction est de «;®;® mW focalisée sur un
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point d’un diamètre environ égal à Å ®;®Û¾ m, aboutissant à une intensité maximale disponible
de  kW/cm � . Cependant, l’intensité du laser de photoassociation est graduellement réduite
pour des décalages proches de la fréquence !0/21 ½ afin d’éviter des perturbations avec les opé-
rations du PMO. L’échelle des fréquences est calibrée à l’aide d’un interféromètre Fabry-Perot
et des raies d’absorption de l’iode. L’incertitude absolue maximale est estimée à ¯V�¬²® MHz,
essentiellement due aux incertitudes concernant la position des raies de l’iode. L’utilisation
d’un interféromètre de Fabry-Perot (qui un intervalle spectral libre de °;¬²® MHz) permet de
réduire l’incertitude locale à environ ¯V�® MHz.

En général, deux types de détection peuvent être utilisés pour observer le processus de
photoassociation. On peut collecter la fluorescence provenant du piège à l’aide d’une photo-
diode, ce qui permet d’analyser les pertes du piège et d’obtenir des progressions vibration-
nelles. Cependant, seules les progressions vibrationnelles des états  Ü , ®43� et ® yÜ sont clairement
identifiées sur le spectre de fluorescence de la référence [26]. Pour les progressions vibration-
nelles de l’état �� (comme pour celles de l’état ® yÜ , cf. paragraphe 2.3.3), leur détection s’effectue
en dénombrant le nombre d’ions Cs 3� obtenus en photoionisant les molécules translationnel-
lement froides issues de la désexcitation vers le fondamental des molécules excitées produites
par photoassociation. L’ionisation est réalisée par un laser à colorant fonctionnant en mode
pulsé (la longueur d’onde est -65 . °@b« nm, la durée du « pulse » vaut ° ns et l’énergie du
« pulse » est d’environ  mJ), pompée par un laser Nd-YAG ayant un taux de répétition de 0 Hz. La séquence temporelle de détection est alors la suivante : à la position du piège, un
champ électrique est appliqué ( ²�}° kV) grâce à une paire de grilles espacées de �¬��h« mm de
part et d’autre. Les ions Cs 3 et Cs 3� sont extraits de la zone d’interaction vers une zone sans
champ de « cm qui constitue un spectromètre de masse à temps de vol, ce qui permet de sé-
parer en temps les ions Cs 3 ( ;�Î¹4¾ s) et Cs 3� ( ;� Â ¾ s). Les ions sont détectés sur une paire de
galettes de microcanaux. L’amplitude relative du signal Cs 3 et Cs 3� dépend fortement de la
longueur d’onde du laser pulsé et de son intensité. La procédure de détection peut donc être
optimisée, que ce soit pour l’état ® yÜ ou l’état �� , en ajustant la longueur d’onde du laser pulsé
utilisé pour ioniser.

3.2 Résultats expérimentaux : PMO et Dark SPOT

Le spectre d’ions Cs 3� enregistré en fonction du décalage en fréquence du laser de photoas-
sociation est présenté sur la figure 3.1. L’origine de l’échelle d’énergie est fixée sur la transition
atomique «Íð { ß � � � � Ì ¶ «óò ]Zß � � � & � ¬ , ce qui correspond à une énergie de ;�°²¹ Å �b Á ¹ cm yz{
[11] au dessus de l’asymptote «;ð { ß � � � � ÌVñ «Íð { ß � � � � Ì . Le spectre obtenu avec le PMO
montre à la fois les progressions vibrationnelles des états ® yÜ et �� alors que les progressions
du 7� dominent dans le spectre enregistré avec le dark SPOT. Les intensités correspondant
aux mêmes niveaux vibrationnels sont différentes pour le PMO et le dark SPOT, ces dernières
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FIG. 3.1 – Signal d’ions Cs 3� en fonction de la fréquence du laser de photoassociation,
le piège étant configuré en PMO ou en dark SPOT. L’origine de l’échelle des fréquences
est prise à la limite de dissociation ��; { ß �=< t ã?> �A@ ]Zß �=< & t à . Par ailleurs, la calibration
en fréquence du spectre en dark SPOT est décalée de deux fois la structure hyperfine
afin de faire correspondre les raies vibrationnelles des deux spectres.
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étant en moyenne dix fois supérieures. On remarque également sur la figure 3.1, que le niveau
vibrationnel fondamental Ã & �È® n’apparaît que sur le spectre obtenu avec le dark SPOT et pas
sur celui du PMO. Par ailleurs, les niveaux vibrationnels les plus élevés (jusqu’à Ã & �  Å ) ne
sont observés que dans le spectre du PMO. Rappelons que ces deux spectres sont obtenus à
partir d’atomes qui sont dans des états initiaux différents (cf. équations (3.1) et (3.2)), où les
deux atomes en collision sont dans l’état � � ¹ ou � � Ì . Aussi, la modulation des raies d’in-
tensité, qui est sensiblement différente dans les deux cas, est due aux variations des facteurs
Franck-Condon entre l’état initial et les niveaux rovibrationnels finals de l’état )� .

Les spectres de la figure 3.2 consistent en des zooms des niveaux vibrationnels Ã & � ®µ�b
et Å obtenus en configuration dark SPOT. La structure complexe est résolue et ne fait pas
apparaître de progressions simples, hyperfines ou rotationnelles.

3.3 Calculs asymptotiques : structure hyperfine et rotation

3.3.1 Courbes de potentiel adiabatiques asymptotiques

Nous avons déjà donné les éléments permettant le calcul des courbes de potentiels adia-
batiques asymptotiques corrélées aux limites de dissociation ( «Íð2ñ «Íð ) et ( «Íð2ñ «óò ) (cf. section
1.1.1). Précisons simplement ici que les valeurs des coefficients du développement multipo-
laire sont issues de la référence [91] pour la limite ( «Íð�ñ «;ð ) et de la référence [89] pour la limite
( «Íð1ñ±«óò ). L’énérgie d’échange asymptotique pour l’asymptote ( «Íð1ñ±«Íð ) utilise les valeurs de
la référence [57]. En ce qui concerne l’asymptote ( «Íð2ñ±«óò ), l’énergie d’échange asymptotique
n’a pas été incluse dans les calculs puisqu’elle-ci demeure faible à la position du mur du puits
externe �� ÷ ]Zß � (environ Å ¬1¢Íº ). Par ailleurs, pour l’asymptote ( «Íð&ñ «óò ), la valeur du coefficientd ] utilisée n’est pas celle indiquée dans la référence [89] ( d ] � �®@�ÎÌ§° u.a.) mais une valeur
issue de mesures plus récentes ( d ] �¸�®µ�h®²¹Í¬ u.a.) [140].

Pour les états du fondamental, la diagonalisation de la matrice (1.7) fournit l’ensemble
des courbes de potentiel (cf. figure 3.3). Pour les états excités, les ( °@ distinctes1) courbes de
potentiels �� corrélées à l’asymptote «Íð-ñ «óò ]Zß � sont présentées sur la figure 3.4.

Dans une large région autour du fond du puits, seules quinze courbes également espacées
sont observées (cf. figure 3.4). Les moments nucléaires BC &D et BC &E des deux noyaux sont, dans
cette région, presque complètement découplés des moments électroniques BF { & et BF � & . Ils sont par
ailleurs couplés ensemble pour donner le moment angulaire BC &� � BC &D ñ BC &E dont la projection
sur l’axe moléculaire vaut G & 5IH . Le terme principal de l’hamiltonien hyperfin est proportionnel
à BC &� ´ B' &� , où B' &� � BF { & ñ BF � & est le moment angulaire total des deux électrons. L’énergie est propor-
tionnelle à � G & 5 HKJ & , où J & est la projection de B' &� sur l’axe moléculaire. Par conséquent, puisqueC &� peut prendre toutes les valeurs entre ® et ° et que J & � ¯= pour l’état �� , on obtient bien

1En réalité, il y a �Îú}ý états différents, mais l’énergie est la même pour LNMPOQSR et TUMVOQSR .
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FIG. 3.2 – Zoom du signal d’ions Cs 3� en fonction de la fréquence du laser de photoas-
sociation, le piège étant configuré en dark SPOT. Le balayage lent du laser de photoas-
sociation permet d’exhiber la structure des niveaux vibrationels (a) [ & t � , (b) [ & t á et
(c) [ & t � du potentiel á � Ý ]Zß � .
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les quinze courbes équidistantes. De plus, la dégérescence s’évalue facilement puisque, pour
chaque valeur de C &� , il existe ( Å C &� ñ  ) états possibles et que J & � ¯V de sorte que nous aboutis-
sons à  Å²Á états. Enfin, mentionnons que l’écart entre deux niveaux hyperfins successifs cor-
respondant à une même valeur du nombre quantique vibrationnel Ã & est d’environ ®µ�ÎÌ^ GHz,
tandis que l’écart total est de l’ordre de ¬@�h« Â GHz, ce qui est du même ordre de grandeur que
la largeur des structures observées.

3.3.2 Traitement de la rotation

D’après les spectres complexes que l’on observe (cf. figure 3.2), il semble que l’énergie
de rotation soit du même ordre de grandeur que les interactions hyperfines. Une situation
analogue a été rencontrée par l’équipe de STWALLEY pour un autre atome alcalin, le potas-
sium, dans l’état �� ÷ ]Zß � [142], le changement d’interaction dominante se faisant dans un
même niveau vibrationnel. Ainsi, vers le rouge de la raie vibrationnelle, les interactions hy-
perfines sont prépondérantes alors que vers le bleu, l’énergie se rapproche de ` &a)' & cb' & ñ.�g ,
où ` &a �dcfe � ï Å ¾ Ê �hg . Dans le cas présent, il n’est pas possible de traiter une de ces deux in-
teractions de manière perturbative. Dans ce qui suit, nous allons focaliser notre analyse sur
les spectres des niveaux vibrationnels Ã & � ® et Ã & �  . À titre indicatif, mentionnons que` &º �õ®µ�h® Å « Å;Å GHz et ` &{ �õ®µ�h® Å ¬ Å;Å GHz.

Pour prendre en compte la rotation dans nos calculs, il faut évaluer l’opérateur ` &a Bi & � . Or,
jusqu’ici, nous avons utilisé les vecteurs de base (1.2) afin de calculer les éléments de matrice
de l’opérateur j Uk �ml (cf. équation (1.1)). Afin d’inclure la rotation des noyaux, on construit une
nouvelle base à partir de la précédente en considérant le moment angulaire total Bn & � Bn &� ñ Bi & ,
qui est un bon nombre quantique (cf. équation (1.10)). Cependant, dans cette base, l’action
de Bi & � est difficile à évaluer. Comme intermédiaire de calcul, on utilise donc une base oùBi & est un bon nombre quantique, c’est-à-dire une base « collisionnelle » (également appelée
base « atomique »). En développant sur la base des ondes partielles, on aboutit à l’équa-
tion (1.11). Après symétrisation des fonctions d’onde dans les bases « atomique » et « mo-
léculaire » (cf. equations (1.13) et (1.14)), l’hamiltonien électronique asymptotique j Uk �ml est
évalué dans la base « moléculaire » é o & n &� G & p HIq & % n & � &p g2r �ts�ml r et la rotation dans la base « ato-
mique » é o & n &� i & % n & � &p g k ��ml r . Mentionnons par ailleurs que les relations qui relient ces deux
bases sont données par les équations (1.16) et (1.17). Finalement, la diagonalisation de la ma-
trice u � j Uk �ml c Ê � ¹ Å ¢Íº¨g�ñ ` &a Bi & � à la valeur Ê � ¹ Å ¢§º , correspondant à la position du
minimum du puits externe de l’état �� ÷ ]Zß � , fournit les niveaux d’énergie.

Le résultat du calcul numérique, pour le niveau vibrationnel Ã & �ö® , se trouve sur la figure
3.5. Les positions des niveaux théoriques sont indiquées en dessous du spectre expérimental.
Pour ce calcul, nous avons supposé que tous les atomes étaient initialement dans le niveau
hyperfin n { � n � � ¹ . Nous avons également supposé que dans l’état initial, seules les ondes
partielles i �.®µ�b;� Å �h¹ et Ì étaient peuplées. On remarque un excellent accord entre la théorie
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FIG. 3.5 – Détail de la structure du niveau vibrationnel [ & t � de l’état á � Ý ]Zß � . La
position des raies calculées en suivant la méthode exposée dans le texte est représentée
en dessous. La valeur de w & est noté sur les raies bleues du spectre, dans la situation où
ce nombre quantique est approximativement bon. La fréquence de la première raie est
prise arbitrairement comme zéro.
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et l’expérience dans la partie rouge de la structure. Par contre, dans la partie bleue, les raies
calculées n’apparaissent pas sur le spectre expérimental. Comme dans la référence [142], la
structure hyperfine commence par dominer puis vers la fin de la structure, la rotation devient
plus importante et fait apparaître une progression rotationnelle de la forme ` &a)' & cf' & ñ �g . Or,
seules quelques valeurs de ' & ( B' & � B' &� ñ Bi & ) peuvent être peuplées à partir des états initiaux
formés des premières ondes partielles, de sorte que toute la fin de la structure n’est pas ob-
servée. En effet, si l’on considère les règles de sélection dipolaire électrique2 vers l’état �� ÷ ]Zß � ,
on remarque que pour obtenir des transitions vers des états correspondant à des valeurs de ' &
égales à  Å �bb¹µ�bbÌ et �¬ , il faudrait avoir dans l’état initial des valeurs de i égales au minimum
à �®µ�b²;�b Å et �¹ , ce qui n’est pas compatible avec les conditions expérimentales [47].

Le désaccord qui subsiste entre la théorie et les spectres obtenus va être levé par le calcul
complet de l’intensité des raies.

3.3.3 Calculs de l’intensité des raies

Afin de calculer de manière systématique les intensités des raies de photoassociation de
l’état �� ÷ ]Zß � : x y D c �� ÷ ]Zß � g�� �zb{�|zb{Azf}~|zf} ¢·cI� U gM¢ c7�� U g7c�� U é�B� ´ B¾ é � Ü g c�� Ü é � cX®;g é �� Ü g c��� Ü é�B� ´ B¾ é �� U g � (3.3)

nous définissons la matrice u UXW ��� � par :c�� U é u U�W ��� � é �� U g � �zb{�|zb{ c�� U é�B� ´ B¾ é � Ü g c�� Ü é � c�®Íg é �� Ü g c��� Ü é�B� ´ B¾ é �� U g � (3.4)

où B� est la polarisation du laser de photoassociation, supposée linéaire, et B¾ est le moment
dipolaire de la molécule. é � Ü g � é c�«Íð { ß � g n { cX«Íð { ß � g n � n � G p H g2� et é � U g � é c�«Íð { ß � g n &{ cX«óò ]Zß � g n &� n &� G & p H g2���
représente respectivement l’état initial et l’état final et � c�®Íg est la matrice densité initiale des
deux atomes. La matrice u UXW ��� � n’est pas diagonale en n & . Cependant, seuls les éléments dia-
gonaux sont utiles puisque nous ne nous intéressons qu’aux états propres de j Uk �Il ñ ` &a Bi & � , qui
commute avec Bn & � .

Dans le cas d’atomes non polarisés, les atomes sont supposés être dans un état ( ðøñ.ð )
avec une valeur de n { et n � donnée mais avec toutes les valeurs possibles de n � et G p H . En
ce qui concerne la rotation des noyaux, seules les premières ondes partielles sont supposées
peuplées, soit i � ®µ�b;� Å �h¹ et Ì . La matrice de l’état initial, � c�®Íg , est supposé être diagonale
dans la base « atomique » découplée avec un poids égal pour les différentes valeurs de n � etG p H mais un poids inconnu � c i g pour les différentes ondes partielles. Néanmoins, la trace de

2 ����� O ; on a par ailleurs ��O��<�������K�K�h� ��� O����óü � O��uú puisque ���O � �� O�L��/ O�L �� O et l’état �A�����t��� se décompose
sur les états �f� � , � � � et ������ [39].



3.3 Calculs asymptotiques : structure hyperfine et rotation 103

la matrice densité doit être égale à un, ce qui se traduit par la relation :� p H a   c Å n � ñë�g�c Å i ñë�g � c i g �.*´ (3.5)

Pour une polarisation linéaire de la lumière, l’équation (3.4) devient (en excluant l’inté-
grale de recouvrement des fonctions d’onde vibrationnelles ainsi que celle des orbitales élec-
troniques) :cÎc�«Íð�g�¡ &{ C & n &{ % cX«óò g�¡ &� C & n &� % n &� G & p H q & % n & � &p é u UXW ��� � é c�«Íð�g�¡ &{ C & �n &{ % cX«¨ò g �¡ &� C & �n &� % �n &� �G & p H q & % n & � &p g�£¢ p �H a |p �H � p H a  ¦ � � \¥¤ yz{�¦¨§ © Á ¹ # -ñ q & c �Û�g p H ( � c i gV© n &� i n &G & p H ®2� G & p H=ª © �n &� i n &�G & p H ®f�«�G &p H=ª¬® c¯¡ &� � n &{ � n &� � n &� � G & p H � n { � n � � n � g  ch�F & � � �n &{ � �n &� � �n &� �°�G &p H � n { � n � � n � g��

(3.6)
où :  c¯¡ &� � n &{ � n &� � n &� � G & p H � n { � n � � n � g ��¢ p �± a p ±t² c n &� � G & p H � q & � n & g�cZ� �g ]I³ �´ 3 { ß � 3 r � µ H¬ �F & � �n &{ �n &� �n � ï�¶ ¹:© n &� i n &G & p H ®2� G & p H=ª¸· n &�  n �n � n { n &�º¹ · n &�  n ��ï Å C & ¡ &�»¹ � (3.7)

et où : ² c n &� � G & p H � q & � n & g1� �ï ¶ Å si G & p H ê ®� �ï Å si c G & p H �ö® et q & � cZ� �g p �H 3 p � g� ® si G & p H Ä ® ou c G & p H �ö® et q &�¼�,c �Û�g p �H 3 p � g�´ (3.8)

La figure 3.6 montre le résultat du calcul où le poids des différentes ondes partielles, � c i g ,
a été choisi afin de représenter au mieux le spectre expérimental. L’intensité des raies, prove-
nant du calcul, est schématisé par la hauteur des différents traits. Cette fois-ci, on constate le
remarquable accord entre théorie et expérience, ce qui confirme notre hypothèse de départ, à
savoir que seules quelques ondes partielles sont peuplées.

3.3.4 Identification des différentes raies des structures et nombres
quantiques

La diagonalisation de la matrice u présentée à la section 3.3.2 permet de connaître les
valeurs de n & et de q & des composantes de chaque structure, du moins dans la partie rouge de
la structure où ces composantes sont suffisamment espacées les unes des autres (cf. figure 3.7).
Plus précisément, cette diagonalisation fournit, en même temps que la position de chacune des
raies (valeurs propres), la décomposition complète des états é cI½»g Ã & % n & q & g de chaque raie sur la



104Chapitre 3. Spectroscopie de l’état moléculaire purement longue distance �� ÷ ]Zß � de Cs �

−0.1 0.4 0.9 1.4 1.9 2.4 2.9 3.4 3.9 4.4 4.9
−0.04

−0.03

−0.02

−0.01

0.00

0.01

0.02

0.03

0.04

PSfrag
replacem

ents

fréquence relative (GHz)

sig
na

ld
’io

ns
Cs

8�9 (unit.
ar

b.
)

FIG. 3.6 – Détail de la structure [ & t � de l’état á � Ý ]Zß � . Les résultats du calcul donnant
la position et l’intensité des raies sont représentés en miroir. Les valeurs de < |¯¾}� sont
respectivement < | � ��t á , < | á � t á Ù ä , < | � ��t � Ù ä , < | ä � t � Ù á et < | ã ��t � Ù ��à .
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FIG. 3.7 – Détail de la partie rouge de la structure du niveau [ & t á . Les valeurs de _ &
de chacune des raies sont indiquées en dessous du spectre. Pour les états symétriques
( È & t á ), les valeurs de _ & varient de � à � . Quant aux états antisymétriques ( È & t¸è á ),
les valeurs de _ & vont de ç à � .
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0.013492 3/2 4 3 7 7
0.014923 1/2 4 4 7 7
0.017735 3/2 4 4 8 7
0.019268 3/2 4 5 8 6
0.029175 3/2 4 5 7 7
0.044954 3/2 3 5 7 6
0.067189 3/2 4 4 7 7
0.067415 3/2 3 4 7 7
0.093179 3/2 4 5 8 7
0.559384 3/2 3 5 7 7

TAB. 3.1 – Décomposition du premier état Í | á � �4ÎMç�;�Ï du niveau [ & t � sur la baseÍ Ð &� _ &{ _ &� _ &�fÑ &p H È & Îf_ &¨Ò
&p Ï r �ts�ml r . Seuls les carrés des dix premières composantes sont don-
nés.

base des états utilisés (vecteurs propres) :é cI½»g Ã�& % n & q & g � � É°Ê ¤ � ¦ a � Ë³ �´ p �± p �´ p �H r � µ H � � Ì p �ÔÓ �µ é ¡ &� n &{ n &� n &� G�&p H q & % n & � &p g r �Ks�ml r ´ (3.9)

Nous avons fait ce calcul pour la première raie du niveau Ã & �È® ( n & � °@� q & �¸ ) et pour les
quatre premières raies les plus intenses du niveau Ã & �  ( n & � °@� q & �  ; n & � «@� q & � �  (2
raies) et n & �ö¬�� q & �. ) (cf. tables 3.1 et 3.2). Ce calcul offre donc une connaissance précise des
différents nombres quantiques associés à chacune des raies. Cette connaissance est très utile
lorsque, par exemple, on souhaite effectuer de la spectroscopie en utilisant comme relais les
raies de l’état �� ÷ ]Zß � , comme c’est le cas dans l’expérience de photoassociation à deux couleurs
discutée au chapitre 4. Par ailleurs, on peut voir dans les tables 3.1 et 3.2 qu’à chaque niveau
relais utilisé correspond rigoureusement une seule valeur de n & et de q & et pratiquement une
seule valeur de n &� et G & p H . L’examen des règles de sélection permet donc de prédire les nombres
quantiques des niveaux du fondamental observés.

3.4 Photoassociation avec des atomes froids polarisés

3.4.1 Description de l’expérience de photoassociation

Afin d’obtenir un échantillon d’atomes froids polarisés dans le sous niveau Zeeman � �¹µ�Ã� � �ö¹ , la séquence temporelle suivante a été appliquée [27] : tout d’abord, au temps Õ �È® ,
les lasers du PMO et le gradient de champ magnétique sont éteints durant Á ms et Ì ms res-
pectivement. Simultanément, un champ magnétique de Ì G est appliqué dans la direction de
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é É Ê ¤ {�¦ { Ë³ �´ p �± p �´ p �H r � µ HfÌ ½ � é � ¡ &� n &{ n &� n &� G & p H
0.013464 3/2 3 5 5 4
0.019935 3/2 3 3 5 5
0.023096 3/2 3 5 6 5
0.043852 3/2 4 3 5 5
0.047478 3/2 4 4 6 5
0.050979 3/2 4 5 5 5
0.076688 3/2 4 5 6 5
0.086257 3/2 4 4 5 5
0.144729 3/2 3 4 5 5
0.378612 3/2 3 5 5 5

é É Ê ¤ {�¦ { Ë³ �´ p �± p �´ p �H r � µ HfÌ e k é � ¡ &� n &{ n &� n &� G & p H
0.014287 3/2 4 5 7 5
0.014958 3/2 3 5 7 6
0.027251 3/2 3 5 6 5
0.028527 3/2 4 3 6 6
0.033415 3/2 4 4 7 6
0.040532 3/2 4 5 6 6
0.077682 3/2 4 4 6 6
0.084231 3/2 4 5 7 6
0.115154 3/2 3 4 6 6
0.464289 3/2 3 5 6 6é É°Ê ¤ � ¦ { Ë³ �´ p �± p �´ p �H r � µ HfÌ e k é � ¡ &� n &{ n &� n &� G & p H

0.017903 3/2 3 3 6 5
0.018817 3/2 3 3 6 6
0.023116 3/2 4 5 8 6
0.026339 3/2 3 5 7 6
0.057626 3/2 3 5 8 5
0.066678 3/2 4 5 9 5
0.069201 3/2 3 4 7 5
0.161538 3/2 4 5 9 6
0.164044 3/2 3 4 7 6
0.236915 3/2 3 5 8 6

é É°Ê ¤ {�¦ { Ë³ �´ p �± p �´ p �H r � µ HbÌ Ë � é � ¡ &� n &{ n &� n &� G & p H
0.013566 3/2 4 3 7 7
0.015004 1/2 4 4 7 7
0.017832 3/2 4 4 8 7
0.018647 3/2 4 5 8 6
0.029334 3/2 4 5 7 7
0.043505 3/2 3 5 7 6
0.067556 3/2 4 4 7 7
0.067783 3/2 3 4 7 7
0.093687 3/2 4 5 8 7
0.562437 3/2 3 5 7 7

TAB. 3.2 – Décomposition des état Í | á � á�ÎMç�;�Ï , Í | á � á�Î �bi�Ï , Í | � � á�Î �bi�Ï et Í | á � á�Î à�;�Ï du niveau[ & t á sur la base Í Ð &� _ &{ _ &� _ &�fÑ &p H È & Îf_ & Ò &p Ï r �Ks�ml r . Pour chacun de ces états, seuls les carrés
des dix premières composantes sont donnés.
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propagation du laser de photoassociation. Au temps Õ �  , correspondant au temps de mon-
tée du champ magnétique, un laser polarisé fonctionnant en mode pulsé (durée du « pulse »
de ¹ ms, intensité du « pulse » d’environ Å ®Û¾ W/cm � ) est appliqué suivant le même axe que
le laser de photoassociation avec une polarisation £ 3 . Ce laser est accordé sur la transition
atomique «Íð { ß � � � �õÌ ¶ «óò ]Zß � � � & �ÈÌ . À ce moment, les atomes froids sont dans le sous niveau
Zeeman � �ëÌ^�Ö� � �ÈÌ . Après un délai supplémentaire de ¬²®;®1¾ s ( Õ �.;�h¬ ms), le laser repom-
peur du PMO est éteint. Comme la direction de propagation du laser polarisé fait un angle
faible (environ ¹ o) avec le champ magnétique, ce dernier possède une faible polarisation ×
qui permet le pompage optique du sous niveau Zeeman � � Ì^�Ø� � � Ì vers le sous niveau
Zeeman � �ö¹µ�Ö� � �ö¹ . Simultanément ( Õ � ²�}¬ ms), le laser de photoassociation est appliqué
durant Å �}¬ ms. La détection des molécules froides se fait alors à la fin du pulse de photoasso-
ciation. La polarisation atomique ainsi obtenue est supérieure à Á ¬Û¿ . Dans cette expérience,
la température est suffisamment faible pour n’avoir à considérer que les ondes partielles ð etò . De plus, s’agissant d’atomes polarisés de césium, la symétrie de la fonction d’onde impose
que les seules valeurs possibles de i sont les valeurs paires. Par conséquent, l’onde ð fournit
la principale contribution à l’intensité des raies.

3.4.2 Analyse de l’expérience de photoassociation

Les figures 3.8 et 3.9 montrent les structures du niveau vibrationnel Ã �É de l’état )� ÷ ]Zß �
obtenues avec une source d’atomes froids polarisés dans le sous niveau Zeeman � �õ¹µ��� � �¹ . Le spectre (a) de la figure 3.8 a été réalisé avec des photons du laser de photoassociation
polarisés £ 3 et le spectre (b) avec des photons polarisés £ s � [ où £ s � [ désigne une polarisation
linéaire mais perpendiculaire au champ magnétique, l’état de polarisation pouvant s’écrire
dans ce cas £ s � [ � c £ 3 ñ £ y g ï Å . Quant au spectre de la figure 3.9, il a été obtenu avec des
photons polarisés £ y .

En ce qui concerne le calcul de la position et de l’intensité des raies, nous avons utilisé
les mêmes méthodes que celles développées à la section 3.3. Cependant, dans le cas d’atomes
polarisés, la matrice densité initiale est restreinte à un seul état Zeeman � �Ù� � , de sorte que
l’on a n { � n � � � , n � � Å4� et la projection de n � sur l’axe de quantification est Ú�Ûp H � Å4� . On a
également q �É . De plus, puisque l’onde ð fournit la principale contribution à l’intensité des
raies, nous avons supposé que i & �õ® . Nous aboutissons alors à :cÎcX«Íð�gI¡ &{ C & n &{ % cX«óò g�¡ &� C & n &� % n &� G & p HIq & % n & � &p é u UXW ��� � é c�«Íð�g�¡ &{ C & �n &{ % cX«¨ò g �¡ &� C & �n &� % �n &� �G & p HIq & % �n & � &p g� Á ¢ p � a p �H ¢ |p � a |p �H �Y \ º a Ü {0Ý cÞ¡ &� � n &{ � n &� � n &� � G�&p H � n & � n { � n � � n � � ò g Ý c �¡ &� � �n &{ � �n &� � �n &� �°�G�&p H � �n & � n { � n � � n � � ò gm�

(3.10)
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FIG. 3.8 – Détail de la structure du niveau vibrationnel [ & t á de l’état á � Ý ]Zß � . La
position des raies calculées en suivant la méthode exposée dans le texte est représentée
en dessous. Les contributions des différentes valeurs de _ & sont indiquées séparément.
Le spectre (a) a été réalisé avec le laser de photoassociation polarisé å 3 et le spectre
(b) avec une polarisation å s � [ (linéaire et orthogonale au champ magnétique servant à
polariser les atomes froids). La fréquence de la première raie est prise arbitrairement
comme zéro.
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où :

Ý c¯¡ &� � n &{ � n &� � n &� � G & p H � n & � n { � n � � n � � ò g � cZ� �g Y � y Y © n &  n ��4c Ú�Ûp H ñ ò g�ò Ú�Ûp H ª¬ ¢ p �± a p ± ² c n &� � G & p H � q & � n & g�cZ� �g ]I³ �´ 3 ½ ß � 3 p ± 3 p � 3 p �H 3 r � µ H �F & � �n { �n &� c �n � g � �n &� �n & ï�¶ ¹¬ © n &� ® n &G & p H ®f� G & p H ªæ· n &� ® n &n �  n � ¹ · n &�  n �n � n { n &��¹ · n &�  n ��ï Å C & ¡ &��¹ ´ (3.11)

Revenons sur la position des raies et plus précisément sur les valeurs possibles de n & .
Puisque seule l’onde ð participe à la collision, nous avons n & � n &� , � &p �ç� &p H et G & p � G & p H .
De plus, les atomes sont polarisés dans l’état � �É¹µ�è� � � ¹ . En considérant que l’excitation
optique ne se fait que sur un seul des deux atomes, on montre que la probabilité de transition
est proportionnelle au carré de l’élément de matrice cX«Íð { ß � � � � � éêé Bë é «Íð { ß � � Ú�ìÚ� � g qui, d’après le
théorème de Wigner-Eckart, devient :c «;ð { ß � � � � � éêé Bë é «Íð { ß � � Ú�íÚ� � g�î © �  Ú��V� � ò Ú� � ª (3.12)

où ò est la polarisation des photons. Ainsi, lorsque la polarisation du photon est £ 3 (ò �õñV ), le
coefficient ¹�¡ impose que Ú� � �õÌ , soit Ú� �ÈÌ . Il résulte que l’interaction entre les deux atomes,
l’un dans l’états ð et l’autre dans l’état ò , avec � �.¹@�ï� � �¸¹ et Ú� � Ì^� Ú� � �¸Ì , conduit à des
états moléculaires avec � &p �ö° , c’est-à-dire n & �ö° . C’est ce que nous observons sur le spectre
de la figure 3.8 (a). En ce qui concerne les polarisations £ y et £ s � [ , des états atomiques tels que� � � Å et Ì sont excités. Les valeurs de � &p pourront donc être égales à ¬ et ° , de sorte que n &
pourra prendre les valeurs ¬@�h« et ° . Ceci est également confirmé par les spectres des figures
3.8 (b) et 3.9.

Concernant l’accord théorie-expérience, nous voyons que celui-ci est bon si l’on considère
les polarisations £ 3 et £ s � [ (cf. figure 3.8), à l’exception de quelques différences probablement
explicables par des défauts de polarisation. Cependant, on s’aperçoit que l’intensité des raies
est mal reproduite en ce qui concerne le spectre de la figure 3.9 obtenu avec une polarisation£ y . En effet, la hauteur des barres, symbolisant l’intensité des raies, ne correspond pas aux
amplitudes expérimentales. L’intensité des raies semble par ailleurs identique à celle obtenue
avec une polarisation £ s � [ . Ce désaccord est probablement dû à une polarisation £ y imparfaite.
En effet, le rapport3 entre les carrés du premier coefficient ¹�¡ de l’équation (3.11) (qui intervient
dans le calcul des intensités) est de Â  , de sorte qu’une faible polarisation £ 3 suffit à changer
l’allure des spectres. Une erreur d’un degré sur l’orientation de la lame - ï�Ì est suffisante pour
expliquer les résultats obtenus.

3 ð ñ O ò ñôóT��Nõö Q R LP÷ø�S÷ùõö Q R�ú � �ûð �Ûò ÐTN�üò Ð ú � � òò�ý et ð ñ ò ñ OóT���õö Q R LP÷ø�7÷þõö Q Rhú � �ÿð �dò ÐT�ý°T�ò Ð ú � � òòMû Ð ý .
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3.5 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons présenté les résultats de la spectroscopie photoassociative

du puits externe de l’état �� � ÷ ]Zß � . Deux sources d’atomes froids de césium différentes ont été
utilisées pour réaliser ces spectres de photoassoaciation : un piège magnéto-optique où les
atomes sont dans l’état � � Ì et un montage dark SPOT où les atomes sont dans l’autre état
hyperfin, à savoir � �.¹ . La photoassociation a également été réalisée avec des atomes froids
de césium polarisés dans le sous niveau Zeeman � �ö¹µ�Ã� � �õ¹ .

Le progressions vibrationnelles du puits externe de l’état �� � ÷ ]Zß � montrent des structures
complexes, ne présentant pas de progressions rotationnelles simples. Ces structures com-
plexes sont en réalité dues au couplage entre la structure hyperfine et la rotation. Pour analyser
ces structures complexes, nous avons mis en œuvre les méthodes asymptotiques du chapitre
1, aussi bien pour les potentiels du fondamental corrélés à la limite asymptotique ( «Íð�ñö«;ð )
que pour le puits externe de l’état �� � ÷ ]Zß � corrélé à la limite de dissociation ( «Íðfñ'«óò ]Zß � ). Dans
une première approche, nous avons traité la rotation en définissant une nouvelle base, la base
« atomique ». La diagonalisation de la matrice u � j Uk �ml c Ê � ¹ Å ¢Íº¨g ñ ` a Bi � nous a permis
d’obtenir les niveaux d’énergie. Cependant, il est apparu lors de cette analyse que les raies
calculées de la partie bleue de la structure du niveau vibrationnel Ã & � ® n’apparaissaient pas
sur le spectre. Ce désaccord entre théorie et expérience a pu être levé par le calcul de l’inten-
sité des raies, la seule hypothèse que nous ayons faite est que seules quelques ondes partielles
sont initialement peuplées. L’excellent accord auquel nous avons abouti (cf. figure 3.6) nous a
permis de valider notre hypothèse.

Cet accord théorie-expérience prouve que les molécules )� ÷ ]Zß � sont des molécules pure-
ment longue distance. Aux distances internucléaires du puits externe de l’état )� ÷ ]Zß � , l’inter-
action d’échange asymptotique est complètement négligeable. La cohésion de l’édifice molé-
culaire est assurée par les forces électrostatiques entre les deux atomes. Ce système apparaît
donc comme une paire d’atomes échangeant leur excitation par interaction multipolaire.
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FIG. 3.9 – Détail de la structure du niveau vibrationnel [ & t á de l’état á � Ý ]Zß � . La
position des raies calculées en suivant la méthode exposée dans le texte est représentée
en dessous. Les contributions des différentes valeurs de _ & sont indiquées séparément.
Ce spectre a été réalisé avec le laser de photoassociation polarisé å y . La fréquence de la
première raie est prise arbitrairement comme zéro.



Chapitre 4

Méthodes asymptotiques de détermination
des propriétés collisionnelles dans le cas de
plusieurs voies couplées

Au chapitre 2, nous avons montré comment, à l’aide de données expérimentales concer-
nant le sodium et le césium, nous avons pu déterminer des longueurs de diffusion pour ces
atomes alcalins. Pour ce faire, nous avons utilisé la « méthode asymptotique à une voie »
qui est basée sur l’approximation de Born-Oppenheimer. Il arrive des situations où cette ap-
proximation n’est plus valable. C’est le cas lorsque les courbes de potentiels adiabatiques sont
proches les unes des autres, puisque les couplages non-adiabatiques ne peuvent alors plus
être négligés. Dans ce chapitre, nous allons mettre en œuvre la « méthode asymptotique mul-
tivoie » discutée à la section 1.2.2 afin de déterminer les propriétés collisionnelles du césium
et du sodium.

De même que précédemment, dans le cas d’une seule voie, l’utilisation de données expé-
rimentales est ici incontournable. Concernant le sodium, nous utiliserons les données spec-
troscopiques obtenues par l’équipe du professeur TIEMANN de l’université d’Hanovre. Pour
ce qui est du césium, nous utiliserons les données obtenues par photoassociation à deux cou-
leurs à Orsay au laboratoire Aimé Cotton. Ces données vont nous permettre de déterminer
les principaux paramètres de la « méthode asymptotique multivoie ». Une fois ces paramètres
connus, nous pourrons obtenir les propriétés collisionnelles de ces alcalins.
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4.1 Spectroscopie moléculaire et détermination des propriétés
collisionnelles du sodium

4.1.1 Spectroscopie Raman de Na ú
Les détails concernant le dispositif expérimental peuvent être trouvés dans la référence

[42]. Par ailleurs, le principe de l’expérience a déjà été décrit au paragraphe 2.2.1. Pour une
illustration schématique du mode opératoire de l’expérience, on pourra se reporter à la figure
2.3.

Dans une première zone d’interaction, une diode laser L1 (de longueur d’onde - { �õ«µ�® nm)
croise perpendiculairement un faisceau bien collimaté de molécules de sodium. Dans cette
zone d’interaction, certaines molécules subissent un pompage Franck-Condon : ces molécules,
qui sont initialement dans le niveau vibrationnel le plus bas de l’état � {�� 3Ü , absorbent un pho-
ton L1 et sont transférées vers un niveau vibrationnel de l’état moléculaire excité � {�� 3� . Après
émission spontanée, ces molécules peuplent les niveaux vibrationnels Ã���� ¹;® de � {�� 3Ü .

Dans une seconde zone d’interaction, séparée de ¹Í¬ cm de la première, les niveaux proches
des seuils de dissociation hyperfins des potentiels du fondamental (appelés niveaux « asymp-
totiques ») sont atteints par un processus de type STIRAP (STImulated Raman scattering in-
volving Adiabatic Passage) [53], en partant d’un niveau rovibrationnel Ã���� ¹;®µ�7' � . La sé-
quence STIRAP est réalisée par deux lasers continus, L2 et L3 (de longueur d’onde respective- � � ¬²¹;® nm et - ] � ¬ Â ® nm), ayant un recouvrement spatial partiel et perpendiculaires au
faisceau moléculaire. La polarisation des deux lasers est linéaire et parallèle au faisceau de
molécules.

La fluorescence émise à partir du niveau intermédiaire c � � Ã &D ��' &D g peuplé par le laser L2
(maintenu à une fréquence fixe), est collectée par un photomultiplicateur. Cette fluorescence
décroît lorsque le laser de fréquence accordable L3 est à résonance avec le niveau intermé-
diaire et un niveau « asymptotique » du fondamental. Cette décroissance peut atteindre jus-
qu’à °²®À¿ . Les largeurs de raies inférieures à Å ® MHz ne sont pas déterminées par la durée
de vie de l’état intermédiaire, mais par un élargissement Doppler résiduel dû au non aligne-
ment des lasers L2 et L3, un élargissement par saturation ainsi qu’un élargissement Zemann
dû aux champs magnétiques résiduels. Les fréquences des niveaux « asymptotiques » du fon-
damental sont calibrées à l’aide d’une cavité stabilisée en température oscillant à �¬²® MHz.
Cela permet de déterminer les différences de fréquence par rapport aux raies « singulets »
bien calibrées de la référence [42] avec une incertitude inférieure à b® MHz.

Par ailleurs, l’onde partielle i pour deux atomes �
	 { ß � en interaction est un bon nombre
quantique. En conséquence, les valeurs de i des niveaux « asymptotiques » du fondamental
pouvant être atteints par émission stimulée à partir du niveau intermédiaire ' &D sont limitées.
Par exemple, pour un niveau intermédiaire tel que ' &D �, , seuls les niveaux tels que i � ® ou
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Au voisinage des asymptotes du fondamental, les potentiels � {�� 3Ü et ¢ ] � 3� sont fortement

mélangés par l’interaction hyperfine. En l’absence de ce mélange, seuls les niveaux du po-
tentiel � { � 3Ü pourraient être atteints lors de cette expérience puisque les règles de sélection
dipolaire électrique imposent des transitions ³ ¶ � . Au voisinage des limites de dissocia-
tion, les niveaux du potentiel ¢ ] � 3� deviennent accessibles grâce au mélange hyperfin avec les
niveaux du potentiel � {�� 3Ü .

La quasi-totalité des raies et des résonances (avec i Æ ¬ ) dans une région en énergie allant
de ®@�h¹;« cm yz{ sous la limite de dissociation n { � ;� n � �  jusqu’à la limite de dissociationn { � Å � n � � Å ont été mesurées. Les raies ayant un fort caractère singulet sont celles déjà
obtenues dans la référence [42]. Les faibles résonances ayant un fort caractère triplet ne sont
observables qu’en choisissant soigneusement le niveau vibrationnel intermédiaire afin d’as-
surer un recouvrement Franck-Condon maximal. Pour les niveaux vibrationnels Ã & &kô�¸bÌ et �¬
de l’état ¢ ] � 3� , les niveaux vibrationnels Ã &D �  Å ® et bÌÍ® de l’état � ont été respectivement uti-
lisés. Afin d’augmenter le rapport signal/bruit, plusieurs enregistrements sont moyennés. De
plus, l’intensité du laser L3 est portée jusqu’à �®;® W/cm � . L’incertitude liée à la détermination
des fréquences des raies faibles, due à l’élargissement par puissance des fortes raies singulets
utilisées comme référence, est inférieure à ¬ MHz.

Un exemple de spectre montrant des niveaux faiblement liés des potentiels � {�� 3Ü et ¢ ] � 3�
est présenté sur la figure 4.1. Cette figure montre un spectre Raman obtenu en faisant varier
la fréquence du laser L3. L’état initial est le niveau rovibrationnel Ã�� � Å²Â ��' � �õÌ de � {�� 3Ü et
l’état intermédiaire correspond au niveau Ã &D �  Å ®µ��' &D �õ¹ de l’état � . Les niveaux faiblement
liés du fondamental correspondent à une diminution dans le signal de fluorescence. Deux
pics sont également visibles sur ce spectre mais ils sont dus à des excitations accidentelles des
raies � � � par le laser accordable L3. Si l’on choisit un autre niveau intermédiaire Ã &D , ces pics
de fluorescence disparaissent mais d’autres pics apparaissent à d’autres fréquences. De cette
façon, des recouvrements non désirables entre ces pics et des creux de fluorescence peuvent
être évités.

Les règles de sélection dipolaire assurent que seules les raies i � Å et i �ÈÌ peuvent être ob-
servées sur la figure 4.1. Les doublets correspondent à des structures hyperfines des niveaux
rovibrationnels Ã & &� � «²Ì^� i � Å �ÎÌ de � {�� 3Ü . Ces deux composantes peuvent être caractérisées
par le bon nombre quantique n � ( Bn � � Bn { ñ Bn � ). Les creux marqués par des flèches corres-
pondent à des niveaux ayant principalement un caractère triplet. L’attribution des niveaux
faiblement liés de l’état � {�� 3Ü est issu de la référence [42].

La figure 4.2 montre un exemple de spectre STIRAP couvrant les trois limites de disso-
ciation hyperfines Na( n { )+Na( n � ), toutes trois représentées par des lignes pointillées. L’état
initial est le niveau rovibrationnel Ã� � Å²Â ��' � � ¹ et l’état intermédiaire utilisé est Ã &D �bÌÍ®µ��' &D � Å . La raie en dessous de la première limite de dissociation ( n { � *ñ n � �  ) est
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FIG. 4.1 – Spectre obtenu en utilisant le niveau rovibrationnel [ &D t á}�b� Ù w &D t ä de l’état� comme niveau intermédiaire. Les règles de sélection assurent que seules les niveaux
liés avec une valeur de ¾ paire sont observables. Les niveaux hyperfins [ & &� t ��ã�� {�� 3Ü
sont étiquetés par ¾ Ù _ � et les quatre raies i ] � 3� sont indiquées par des flèches. Le zéro
d’énergie correspond à la limite de dissociation Na( _ { t á )+Na( _ � t á ).
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FIG. 4.2 – Spectre obtenu en utilisant le niveau rovibrationnel [ &D t áÎã�� Ù w &D t � de
l’état � comme niveau intermédiaire. Les lignes en pointillés indiquent les trois limites
de dissociation hyperfines _ { >�_ � .
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un vrai niveau lié. Les autres raies, à l’exception des deux pics, sont des résonances. Enfin,
rappelons que la désignation des niveaux à l’aide du nombre quantique vibrationnel Ã & &� est
seulement approximative. En réalité, le mélange avec l’état ¢ ] � 3� est si fort qu’une analyse se
limitant à l’état � {�� 3Ü est insuffisante.

La liste des positions expérimentales des raies avec leurs incertitudes [118] est indiquée
dans les tables 4.1 et 4.2.

4.1.2 Analyse des niveaux proches des seuils de dissociation
du fondamental de Na ú

4.1.2.1 Étude des niveaux non couplés et estimation des valeurs des paramètres
définissant les lignes de nœuds singlet et triplet

Si on se reporte à la figure 1.1, en se rappelant que q � cZ� �g   (avec la convention q �õñVì¶ ð
et q �,� *¶ ¢ ), on s’aperçoit que l’on peut ranger la liste des niveaux précédemment cités en
trois catégories en fonction de c n � g � : les niveaux non couplés, les niveaux faisant intervenir
deux potentiels couplés et les niveaux faisant intervenir trois potentiels couplés. La première
catégorie correspond aux niveaux Ì � , ¹ � et  � (les niveaux Å k font partis de cette catégorie mais
il n’y en a pas dans la liste de la table 4.2). La seconde catégorie est composée des niveaux ® �
et ¹ k . Enfin, dans la dernière catégorie, on trouve les niveaux Å � et  k .

L’analyse des niveaux répertoriés dans les tables 4.1 et 4.2, nécessite donc d’utiliser la « mé-
thode asymptotique à une voie » pour la première catégorie de niveaux et la « méthode asymp-
totique multivoie » pour les autres niveaux. Afin de mettre en œuvre ces méthodes, il faut
commencer par obtenir les potentiels adiabatiques asymptotiques en diagonalisant la matriceu Uk �Il (cf. équation (1.7)) écrite dans la base asymptotique (1.2). Pour le sodium, les paramètres
de l’interaction d’échange asymptotique sont issus de la référence [57] et les paramètres de
l’interaction multipolaire de la référence [91]. Par ailleurs, parmi les valeurs du coefficient dìe
de la table 2.2, nous avons choisi d1e1� �¬�¹ Â u.a. (la même valeur que pour l’étude menée à la
section 2.2). La diagonalisation de la matrice u Uk �ml permet également d’obtenir les états élec-
troniques adiabatiques (cf. équation (1.34)), nécessaires au calcul des couplages cinétiques (cf.
équation (1.35)). Ces couplages sont localisés dans une zone comprise entre �¬¢µº et Å °¢Íº .

Une fois les potentiels adiabatiques obtenus, nous commençons par l’étude des niveaux
non couplés. Cette étude est importante puisqu’elle va nous permettre d’obtenir une première
estimation des valeurs des paramètres ��Ê º` �Xò `�� définissant la ligne de nœuds triplet1 (cf. équa-

1Les seules données que nous ayons concernant les niveaux non couplés sont associées aux potentiels non
couplés ��� , û�� et ò�� . Or, tous ces potentiels sont corrélés au potentiel triplet à plus courte distance interatomique.
Par ailleurs, pour cette étude, nous ne prenons pas en compte les effets de l’interaction spin-spin qui sont faibles
(de l’ordre de ��ü��S�óû7ý cm ��� à ò�ý&þ�ÿ alors que la profondeur du puits singulet est supérieure à

Ð �S�7� cm ��� ), l’inter-
action spin-orbite du second ordre étant, quant à elle, totalement négligeable. C’est la raison pour laquelle nous
ne considérons qu’un seul potentiel triplet pour chaque valeur de � ñ ó �
� (c’est-à-dire indépendant de la valeur de� ���

) et donc qu’une seule ligne de nœuds triplet.
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ß Õ�� �i � U�WZYÊ p H a   Ë (cm yz{ ) £ UXWZYÊ p H a   Ë (cm yz{ )
0 -0,37358 0,0009
0 -0,18518 0,0013
0 -0,01228 0,0007
2 -0,32188 0,0009
2 -0,14148 0,0012
4 -0,20548 0,0012
4 -0,04438 0,0012ß Õ � �i � U�WZYÊ p H a   Ë (cm yz{ ) £ UXWZYÊ p H a   Ë (cm yz{ )
0 -3,02092 0,0005
0 -1,02641 0,0005
0 -0,12215 0,0005
0 0,11150 0,0005
2 -0,95247 0,0005
2 -0,07800 0,0005

ß Õ��  i �"!$#&%Ê p H$'   Ë (cm yz{ ) £ !$#&%Ê p H$'   Ë (cm yz{ )
0 -4,29238 0,0025
0 -3,12343 0,0005
0 -1,62298 0,0025
0 -1,12881 0,0005
0 -0,36878 0,0009
0 -0,22163 0,0005
0 -0,14858 0,0012
0 -0,00978 0,0007
0 � 0,04242 0,0009
2 -8,82778 0,0025
2 -4,18058 0,0025
2 -1,54078 0,0025
2 -1,05496 0,0005
2 -0,31688 0,0009
2 -0,17772 0,0005
2 -0,10478 0,0012
2 � 0,00322 0,0009
2 � 0,05922 0,0009
4 -0,19988 0,0012
4 -0,07998 0,0012
4 -0,00818 0,0012

TAB. 4.1 – Énergies ( !)#&%Ê p H$'   Ë+* å !)#&%Ê p H$'   Ë des niveaux de _ � pair par rapport à la limite de dis-
sociation , | ä�; � �
- { ß � Ù _ { t áN> | ä�; � �.- { ß � Ù _ � t á0/ . L’astérisque � indique une résonance.
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ß Õ � 1i � !$#&%Ê p H2'   Ë (cm yz{ ) £ !)#&%Ê p H$'   Ë (cm yz{ )
1 -0,35458 0,0017
1 -0,19028 0,0017
1 -0,00568 0,0009
3 -1,46288 0,0025
3 -0,26988 0,0014
3 -0,11778 0,0014
3 -0,07748 0,0017
5 -1,22278 0,0025
5 -0,12448 0,0014
5 � 0,00052 0,0016
5 � 0,04002 0,0014
0 -1,08532 0,0005
0 -0,18125 0,0005
2 -1,01140 0,0005
2 -0,13728 0,0005

ß Õ � 1i � !$#&%Ê p H$'   Ë (cm yz{ ) £ !$#&%Ê p H$'   Ë (cm yz{ )
1 -0,34588 0,0017
1 -0,12148 0,0020
1 0,03922 0,0009
3 -8,68538 0,0025
3 -4,06818 0,0025
3 -1,46018 0,0025
3 -0,25998 0,0014
3 -0,04928 0,0017
3 � 0,06872 0,0011
5 -8,25598 0,0025
5 -3,73598 0,0025
5 -1,21978 0,0025
5 -0,11258 0,0014
0 0,05231 0,0005

TAB. 4.2 – Énergies ( !)#&%Ê p H '   Ë * å !)#&%Ê p H '   Ë des niveaux de _ � impair par rapport à la limite
de dissociation , | ä�; � � - { ß � Ù _ { t áÖ> | ä�; � � - { ß � Ù _ � t á / . L’astérisque � indique une réso-
nance.
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tion (1.36)). En effet, alors que les valeurs des paramètres nécessaires aux calculs des potentiels
dans la zone asymptotique peuvent être trouvées dans la littérature, il n’existe pas de valeurs
pour les paramètres définissant les lignes de nœuds. Il est donc important de trouver une es-
timation pour les valeurs de ces paramètres afin de limiter leurs plages de variation lors de
l’étude des niveaux couplés par la « méthode asymptotique multivoie » et donc le temps de
calcul. Cette étude des niveaux non couplés utilise la même méthodologie que celle dévelop-
pée à la section 2.2.2.1 puisque les valeurs des énergies des niveaux sont connues. Il s’agit en
effet d’intégrer depuis l’infini jusqu’à une distance Ê ºø� �¹4¢Íº l’équation de Schrödinger ra-
diale dans le potentiel adiabatique à l’énergie du niveau non couplé (cf. section 1.2.1.1). Cette
étude des niveaux non couplés fournit plusieurs valeurs possibles pour la ligne de nœuds
triplet, à l’image de ce qui est représenté sur la figure 2.5. Néanmoins, nous choisissons une
ligne de nœuds situé à la limite interne de la zone asymptotique telle que les couplages ciné-
tiques intervenant dans les équations couplées soient situés dans cette zone asymptotique. En
analysant les niveaux liés i � ® ( ° niveaux) et i � Å ( Ì niveaux) des potentiels non couplésÌ � , ¹ � et  � , nous aboutissons à ��Ê º354 i � ®76u� �¹µ� Á ;bÌu¢Íºb�Xò 3 4 i � ®76Ç� �®µ�h®²ÌÍ® ¢Íº¨ï cm yz{ � et��Ê º354 i � Å 6�� �¹@� ÁÍÅ  Á ¢Íº�� ò 3 4 i � Å 6 � �ì®µ�Î®²ÌÍ®ì¢Íº¨ï cm yz{ � .

Il nous reste maintenant à obtenir une estimation pour les valeurs des paramètres défi-
nissant la ligne de nœuds singulet (cf. équation (1.37)) : Ê º8 et ò 8 . Pour cela, il est nécessaire
de faire une analyse préliminaire des niveaux couplés liés. Notre étude va se focaliser sur
les niveaux liés i �É® des trois potentiels couplés Å � . Nous commençons par fixer les valeurs
de tous les paramètres à l’exception de Ê 8 , que nous allons faire varier de �¹µ�}¬4¢§º à �Ì^� Å ¢Íº
(nous supposons pour cette préanalyse que Ê 8 ne dépend pas de � ). Puis nous suivons la
procédure explicitée à la section 1.2.2.2 : le paramètre variable principal est ici l’énergie. Pour
chaque valeur2 de � ( Ä � Å ¬:9 � �<; ) et pour une valeur de Ê 8 fixée, nous calculons la matriceu ¢ Õ 4 � 6 (cf. équation (1.39)). Puis, nous faisons varier la valeur de l’énergie ; chaque fois que
le déterminant de la matrice u ¢ Õ 4 � 6 s’annule, l’énergie correspondante est l’énergie d’un état
lié. Nous obtenons de cette façons les niveaux liés du système de trois voies couplées. Enfin,
nous réitérons ces calculs afin de couvrir toute la plage de variation du paramètre Ê 8 . La
figure 4.3 montre le résultats de tels calculs : on observe ainsi la variation des niveaux d’éner-
gie en fonction de Ê 8 . Les lignes horizontales en pointillés correspondent aux positions des
niveaux d’énergie expérimentaux. Leurs intersections avec les niveaux calculés s’alignent se-
lon une droite, dont l’abscisse à l’origine et la pente valent respectivement Ê º8 � �¹µ� Â «ø¢Íº etò 8 �.�®µ�h® Å ¢Íº¨ï cm yz{ .

2Dans la « méthode asymptotique multivoie », le zéro d’énergie pour les potentiels du fondamental a été
choisie à la limite de dissociation la plus élevée. Dans le cas du sodium que nous traitons ici, il s’agit de
l’asymptote ñ>= � ú�L ñ � � ú . Or, les niveaux des tables 4.1 et 4.2 sont donnés par rapport à la limite de dis-
sociation la plus basse, à savoir ñ>= � òÖL ñ � � ò . Il faut donc décaler ces niveaux en leur ajoutant la valeurT&ú@?BAC�2D�E � T°��ü2òSò ý)ò ý¨ý cm � = afin qu’ils soient référencés par rapport à la limite de dissociation ñ = � ú�L ñ � � ú .
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FIG. 4.3 – Évolution des niveaux d’énergie liés ¾�t � des trois voies couplées � � en fonc-
tion de H 8 . Pour ce calcul utilisant les équations couplées, les valeurs �JI t á}à�ä�� a.u.,H 3#t á}ä Ù å;á�áÎãLK º et @ 3#t,è � Ù �bã��MK º ~ cm yz{ ont été utilisées. Les traits en pointillés in-
diquent les positions des niveaux d’énergie expérimentaux, repérés par rapport à la
limite de dissociation Na( _ { t � )+Na( _ � t � ). Leurs intersections avec les niveaux
calculés s’alignent selon une droite, dont l’abscisse à l’origine et la pente valent respec-
tivement H º8 t á}ä Ù ���CK º et @ 8 t è � Ù ���NK º ~ cm yz{ .
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4.1.2.2 Étude des niveaux liés couplés

Nous avons maintenant tous les éléments pour parfaire l’analyse des niveaux liés couplés.
Nous focalisons tout d’abord notre étude sur les niveaux n � � Å � i � ® . C’est le cas que nous
avons déjà partiellement étudié précédemment pour déterminer une première estimation des
valeurs des paramètres Ê º8 et ò 8 . Rappelons qu’il s’agit d’un système de trois voies couplées,
une voie par limite de dissociation 4 n { � n � 6�� 4 ;�bO6}� 4 ²� Å 6¨� 4 Å � Å 6 . Rappelons également que la
voie la plus basse en énergie ( n { � ;� n � � ;� n � � Å ) est corrélée au potentiel singulet à plus
courte distance internucléaire alors que les des autres voies sont corrélées au potentiel triplet à
plus courte distance internucléaire (cf. figures 1.1 et 1.4). L’analyse des autres niveaux couplés
utilisera les mêmes concepts, avec deux ou trois voies couplées selon le cas.

Ayant obtenu les potentiels adiabatiques Å � ainsi que les couplages cinétiques en suivant
la démarche décrite à la section précédente, les niveaux liés sont calculés comme suit : nous
définissons les lignes de nœud singulet (cf. équation (1.37)) et triplet (cf. équation (1.36)).
D’après l’étude précédente, nous faisons varier les paramètres caractérisant ces lignes de
nœuds sur les plages suivantes : Ê º3 4 ¢Íº<6QP � �¹µ�}° Â % �¹µ� Á ¹ � , ò 3 4 ¢Íº¨ï cm yz{ 6RP � �®µ�h®Í¬ % �ì®@�h®;¹ � ,Ê º8 4 ¢Íº<6SP � �¹µ�}¬ % bÌ^� Å � et ò 8 4 ¢Íº}ï cm yz{ 6SP � �®µ�h®;¹ % �ì®@�h®µ � , . Puis, pour chaque valeur de �
( Ä � Å ¬S9 � �<; ), nous obtenons une valeur pour Ê 8 et Ê 3 . Nous calculons alors le détermi-
nant de u ¢ Õ 4 � 6 (cf. équation (1.39)) en fonction de � . Chaque fois que celui-ci s’annule, la
valeur de � correspondante est la valeur d’un niveau lié. Le calcul est réitéré afin de couvrir
toute la plage de variation des paramètres Ê º3 , ò 3 , Ê º8 et ò 8 . Nous aboutissons finalement à des
fonctions dépendant de ces paramètres : ¦ � Ê �UT '  $V º2Ë ©�W 4 Ê º3 � ò 3 � Ê º8 � ò 8 6 , X P � ;� Á � puisque la liste� n � � Å � i � ® � contient Á niveaux liés. Ces fonctions sont connues sur une grille de points
reflétant les variations des paramètres Ê º3 , ò 3 , Ê º8 et ò 8 .

Ces calculs sont adaptés aux différentes catégories de niveaux couplés, le résultat de ces
calculs étant toujours les fonctions ¦ � Ê p H '   ËM©�W 4 Ê º3 � ò 3 � Ê º8 �Xò 8 6 . Par ailleurs, pour les niveaux non
couplés, nous obtenons des fonctions ¦ � Ê p H '   Ë ©+W 4 Ê º3 � ò 3 6 .

À ce stade de l’analyse, nous pouvons déterminer les jeux de paramètres qui reproduisent
le mieux les groupes de données expérimentales définis par � n � � i � à l’aide d’une procédure
de moindres carrés :� � 4 i � Ê º3 �Xò 3 � Ê º8 � ò 8 6�� � W © ¦ � !)#&%Ê p H '   Ë ©+W�� ¦ � Ê p H '   ËM©+W 4 Ê º3 �Xò 3 � Ê º8 � ò 8 6¦ £ !)#&%Ê p H '   Ë © W ª � ´ (4.1)

La minimisation de � � permet d’obtenir les paramètres recherchés. Cette minimisation (ainsi
que tous les calculs présentés ici) est réalisée par le logiciel Mathematica. Enfin, indiquons
que cette procédure doit être menée indépendamment pour chaque groupe de niveaux liés
couplés définis par � n � � i � ayant un nombre X de niveaux suffisant.
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4.1.3 Résultats

Il est possible dans la procédure de moindres carrés d’utiliser tous les niveaux liés. Pour
cela, nous pouvons réécrire la relation définissant les lignes de nœuds afin de tenir compte de
la variation en i : Ê 8 ß 3 � ÚÊ º8 ß 3 ñZY 8 ß 3 ¬ i 4 i ñëO6[ \�] ^_a`b�c2d ñ�ò 8 ß 3 ¬ � ´ (4.2)

De plus, nous supposons que la valeur de ÚÊ º3 est différente pour chaque valeur de � 4 n { � n � 6 % n � � ;
nous la notons ÚÊ º3fe ÚÊ º3 ¦ 4 n { � n � 6 % 4 n � 6 � © . Cette hypothèse est justifiée par l’effet de la structure
hyperfine vers �¹@� Á ¢§º qui décale les potentiels hyperfins les uns par rapport aux autres (cf.
figure 1.1). Néanmoins, comme les potentiels internes ¹ � et  � associés à la limite de dissocia-
tion ( n { � ²� n � � Å ) correspondent à une simple translation de � 9 � �<; � �®µ�h®;¬ Â ® Â Ì cm yz{
du potentiel Ì � (cf. figure 1.1), nous écrivons ÚÊ º3 ¦ 4 ;� Å 6 % ¹ � © � ÚÊ º3 ¦ 4 Å � Å 6 % Ì � © ñ ò 3 ¬ 4 � 9 � �<; 6 etÚÊ º3 ¦ 4 ;� Å 6 %  � © � ÚÊ º3 ¦ 4 Å � Å 6 % Ì � © ñ ò 3 ¬ 4 � 9 � �g; 6 , de sorte que les seuls paramètres à déterminer
pour ces deux potentiels sont ÚÊ º3 ¦ 4 Å � Å 6 % Ì � © et ò 3 . Nous aboutissons donc à douze paramètres
( h % k ¡ k r �  Å ) à déterminer : i e ÚÊ º3 ¦ 4 Å � Å 6 % Ì � © , ÚÊ º3 ¦ 4 Å � Å 6 % ¹ k © , ÚÊ º3 ¦ 4 Å � Å 6 % Å � © , ÚÊ º3 ¦ 4 Å � Å 6 %  k © ,ÚÊ º3 ¦ 4 Å � Å 6 % ® � © , ÚÊ º3 ¦ 4 ;� Å 6 %  k © , ÚÊ º3 ¦ 4 ;� Å 6 % Å � © , ÚÊ º8 , Y 3 , Y 8 , ò 3 , ò 8 . Finalement, en considérant lesh W � a �ö¬�Ì niveaux liés3 des tables 4.1 et 4.2, la minimisation de :� � ¦ i ©ì� ½ /� W V { © ¦ � !)#&%Ê p H$'   Ë ©�Wô� ¦ � Ê p H2'   Ë ©�W 4 i 6¦ £ !$#&%Ê p H$'   Ë ©+W ª � � (4.3)

fournit les valeurs suivantes :
1. ÚÊ º3 ¦ 4 Å � Å 6 % Ì � ©�� �¹@� Á �®²Ì;«2¯ ®µ�h®;®²® Å²Á ¢§º ;

2. ÚÊ º3 ¦ 4 Å � Å 6 % ¹ k ©*�.�¹@� Á ® Á «²«2¯ ®µ�h®;®@�¬ Å ¢§º ;

3. ÚÊ º3 ¦ 4 Å � Å 6 % Å � © � �¹@� Á �®µ Â ¯ ®µ�h®;®@�¬ Å ¢§º ;

4. ÚÊ º3 ¦ 4 Å � Å 6 %  k © �.�¹@� Á ®Í°²®²¹2¯ ®µ�h®;®@ Á -¢§º ;

5. ÚÊ º3 ¦ 4 Å � Å 6 % ® � ©�� �¹@� Á ® Á ¬�Ì1¯ ®µ�h®;®@�° Å ¢§º ;

6. ÚÊ º3 ¦ 4 ;� Å 6 %  k © �.�¹@� Á ®Í°²®�Ì1¯ ®µ�h®;®@�«²Ì¢§º ;

7. ÚÊ º3 ¦ 4 ;� Å 6 % Å � ©�� �¹@� Á ®;«;¹;°f¯ ®µ�h®;®²® Å²Á ¢§º ;

8. ÚÊ º8 �.�¹µ� Â ¬ Á;Â;Á ¯ ®µ�h®;®;®@�°¢Íº ;

9. Y 3 �ö®µ�h®;®@ Á;Á ®2¯ ®@�h®;®;®;® Á;Â ¢Íº ;

10. Y 8 �È®µ�h®;®@ Å «µ�¹f¯ ®µ�h®;®;®²®;®Í¬ Â ¢Íº ;

11. ò 3 �.�®µ�h®²ÌÍ®;¬²« Á ¯ ®µ�Î®;®;®;® Á °�¢Íº¨ï cm yz{ ;

12. ò 8 � �®µ�h® Å �° Á «1¯ ®µ�h®²®;®;®;¹ Á ¢Íº}ï cm yz{ .
En notant ji ce jeu de paramètres, nous obtenons £ ¦ ji ©u�lk ��� ¦ ji ©�ï 4 h W � a � h % k ¡ k r 6��ù®@�h¹ Á;Á
où � ��¦ ji ©*�ö«@�h¹ Å Ì correspond à la valeur du minimum.

La différence entre les ÚÊ º3 correspondant aux différentes voies hyperfines du fondamental
peut être interprétée simplement en supposant que la structure hyperfine moléculaire se ré-
duit à la structure hyperfine atomique (cf. figure 4.4). Ce résultat peut se comprendre si l’on

3Nous avons omis les trois niveaux situés vers T�ý cm � = puisqu’à ces énergies, les lignes de nœuds ne peuvent
plus être décrites par une simple relation linéaire en m . Par ailleurs, ces trois niveaux sont beaucoup plus bas que
les autres niveaux.



4.1 Spectroscopie moléculaire et détermination des propriétés collisionnelles de Na 125n � i �"!$#&%Ê p H '   Ë (cm yz{ ) £ !$#&%Ê p H '   Ë (cm yz{ ) j� _ (cm yz{ ) jn (cm yz{ )
1 5 0,00052 0,0016 0,00096 10 y@Ë
1 5 0,04002 0,0014 0,04006 0,00114
2 0 0,04242 0,0009 0,04288 0,00463
2 2 0,00322 0,0009 0,002862 0,00151
2 2 0,05922 0,0009 0,05957 0,00198
3 3 0,06872 0,0011 0,06813 0,00324

TAB. 4.3 – Positions o( _ et largeurs op des résonances déterminées par le calcul.

considère la faible profondeur du puits triplet et le fait que le mur répulsif de ce potentiel se
situe vers Á ¢§º .

Ces paramètres permettent de calculer directement les résonances. En effet, à l’aide de la
procédure exposée à la section 1.2.2.3, nous pouvons déterminer les positions et les largeurs
des résonances apparaissant dans les tables 4.1 et 4.2. Pour cela, nous faisons varier les valeurs
de � _ et de n jusqu’à ce que q�é�Õ ¦ u ¢ Õ 4 � _ 6M© atteigne un minimum et que la valeur de ce
minimum soit nulle. Nous aboutissons à un excellent accord entre les positions théoriques et
les positions expérimentales des résonances (cf. table 4.3 et figure 4.5).

À partir de ces valeurs, nous pouvons également obtenir la longueur de diffusion de
chaque voie4 � 4 n { � n � 6 % 4 n � 6 � � . Pour les voies non couplées, nous calculons l’onde ð au seuil
(cf. section 1.2.1.2) en faisant varier le paramètre longueur de diffusion r intervenant dans la
condition aux limites (1.31). Lorsque l’onde ð au seuil a un nœud au point Ê 3 � Ê º3 ñ ò 3 ¬� ºÊ ¤ p ± ' p ´ ¦ Ì ¤ p H ¦ T Ë où � ºÊ ¤ p ± ' p ´ ¦ Ì ¤ p H ¦ T Ë est l’énergie du seuil de la voie non couplée � 4 n { � n � 6 % 4 n � 6 � � par
rapport au seuil � 4 Å � Å 6 % Ì � � , la valeur de r correspondante est la longueur de diffusion de la
voie non couplée. Pour les voies couplées, il faut considérer différentes conditions aux limites
selon le nombre de voies ouvertes. Considérons pour cela le cas des trois voies couplées Å � :� 4 ;�bs6 % Å � � (voie (1)), � 4 ;� Å 6 % Å � � (voie (2)) et � 4 Å � Å 6 % Å � � (voie (3)). Pour le calcul de la longueur
de diffusion associée au potentiel � 4 ;�bO6 % Å � � , nous commençons par fixer la valeur de l’énergie
à la valeur du seuil de ce potentiel, � �ù� Å ¬:9 � �<; . Il s’agit donc d’un système où la voie (1)
est une voie ouverte et où les voies (2) et (3) sont des voies fermées. Il faut ensuite résoudre
un système de trois équations différentielles à trois inconnues (cf. section 1.2.2.2). Pour cela,
nous utilisons les conditions aux limites (1.38) mais en modifiant la condition de la voie (1) de
la solution I : tuv uw � I{ 4 Êyx 6�� ¦ Êyx � rf� 4 ;�bO6 ©z � I{ 4 Ê 6z Ê {{{{ _aV>_}|

�. � (4.4)

4La notion de longueur de diffusion étant reliée au déphasage de l’onde ~ ( �?� � ) au seuil, nous avons � ��mT�ò��
� � ò���~ .
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FIG. 4.5 – Variation du déphasage à grande distance de la solution de la voie ouverte en
fonction de l’énergie, à la traversée de la résonance située à � Ù �bã���å�å cm yz{ (trait plein).
La variation de la dérivée de ce déphasage par rapport à l’énergie est également repré-
sentée (trait pointillé).
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qui est la condition aux limites pour une voie ouverte à l’énergie du seuil. Le paramètrerf� 4 ²�bO6 est alors ajusté afin que la composante radiale � { 4 Ê 6 ait un nœud en Ê � Ê 8 eÚÊ º8 ñ ò 8 ¬ 4 � Å ¬�9 � �<; 6 .
Passons maintenant au calcul de la longueur de diffusion de la voie (2) dont le seuil est

situé à � � � 9 � �<; . Cette fois-ci, deux voies sont ouvertes (les voies (1) et (2)) et une voie
est fermée (la voie (3)). L’espace des solutions physiques5 est alors de dimension deux. Par
rapport aux conditions (1.38), les modifications à apporter sont donc :tuv uw � II� 4 Êyx 6 � ¦ Êyx � rf� 4 ;� Å 6 ©z � II� 4 Ê 6z Ê {{{{ _aV>_ |

�. � (4.5)

pour la voie (2) de la solution II et :tuuv uuw � I{ 4 Êyx 6 � ¶ � ��¡£¢ 4 � Êyx ñ¥¤ { 6z � I{ 4 Ê 6z Ê {{{{ _aV>_ |
� ¶ �N¦g§ � 4 � Êyx ñ�¤ { 6 � (4.6)

pour la voie (1) de la solution I. Afin d’obtenir la valeur de r1� 4 ;� Å 6 , il nous faut connaître
la valeur de ¤ { . Pour cela, commençons par considérer les solutions physiques correpondant
à une valeur de l’énergie légèrement inférieure à l’énergie du seuil � 9 � �<; . Seule la voie (1)
correspond à un continuum dans ce cas. Maintenant, en faisant tendre l’énergie vers � 9 � �<; ,
la solution physique de la voie (2) tend, par continuité, vers une solution au seuil dont la
longueur de diffusion est infinie (cf. figure 4.6). La solution physique de la voie (1) possède
alors une certaine phase ¤ { que nous notons Ú¤ { . Pour obtenir la valeur de la longueur de
diffusion de la voie (2), la solution qui nous intéresse est la solution physique orthogonale6

à celle que nous venons d’obtenir par continuité en franchissement du seuil. Cette solution
physique orthogonale a une phase ¤ { � Ú¤ { ¯ × ï Å . Ainsi, nous commençons par fixer r2� 4 ;� Å 6 �¨ et nous faisons varier la valeur de ¤ { . La valeur de Ú¤ { recherchée est obtenue lorsque la
condition q�é�Õ ¦ u ¢ Õ 4 � 9 � �<; 6M©
� ® est remplie. Ensuite, pour la détermination de la longueur
de diffusion de la voie (2), nous choisissons pour la condition (4.6) la valeur ¤ { � Ú¤ { ¯ × ï Å .
Avec cette valeur de ¤ { , le paramètre r2� 4 ;� Å 6 est alors ajusté de sorte que la composante radiale� � 4 Ê 6 ait un nœud en Ê � Ê 3 ¦ 4 ;� Å 6 % Å � © e ÚÊ º3 ¦ 4 ²� Å 6 % Å � © ñ ò 3 ¬ 4 � 9 � �g; 6 .

Enfin, le calcul de la longueur de diffusion de la voie (3) utilise les conditions aux limites
correspondant à trois voies ouvertes, ce qui signifie que l’espace des solutions physiques est
maintenant de dimension trois. Par rapport aux conditions (1.38), les changements à effectuer

5Il ne faut pas confondre les solutions physiques avec les solutions © I,II,III ª de la section 1.2.2. Une solution
physique correspond à la donnée des composantes radiales physiques « = �¬��»ü)« � �¬�� et « � �®¬�� qui sont telles que¯N°�±0²£³ þ ± �mï�)´ � � (cf. équation (1.39)).

6En effet, rappelons que l’espace des solutions physiques est de dimension deux.
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FIG. 4.6 – Exemples de solutions physiques de la voie (2) calculées dans le cas des
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sont : tuv uw � III» 4 Êyx 6�� ¦ Êyx � rf� 4 Å � Å 6 ©z � II� 4 Ê 6z Ê {{{{ _}V>_ |
�  � (4.7)

pour la voie (3) de la solution III et :tuuv uuw � I{ 4 Êyx 6 � ¶ � ��¡£¢ 4 � Êyx ñ¥¤ { 6z � I{ 4 Ê 6z Ê {{{{ _aV>_}|
� ¶ �N¦g§ � 4 � Êyx ñ�¤ { 6 � (4.8)

tuuv uuw � II� 4 Êyx 6�� ¶ � ��¡£¢ 4 � Êyx ñ¥¤ � 6z � II� 4 Ê 6z Ê {{{{ _}V>_ |
� ¶ �¼¦g§ � 4 � Êyx ñ�¤ � 6 � (4.9)

pour la voie (1) de la solution I et pour la voie (2) de la solution II. Pour déterminer les valeurs
de ¤ { et ¤ � , l’idée est la même que dans le cas précédent : nous recherchons trois solutions phy-
siques orthogonales puisque l’espace des solutions physiques est de dimension trois. Pour ce
faire, dans la condition (4.7), nous commençons par fixer r1� 4 Å � Å 6-� ¨ . Puis, pour une valeur
de ¤ { (notée ¤¾½ { ), nous déterminons la valeur de ¤ � (notée ¤¾½ � ) conduisant à q�é�Õ ¦ u ¢ Õ 4 ®76M© �.® .
Nous obtenons ainsi une première solution physique. La deuxième solution physique est obte-
nues de la même manière en choisissant une autre valeur de la phase ¤ { (notées ¤a¿ { ). Pour cette
solution, la phase ¤ � vaut ¤ ¿ � . La dernière solution physique est obtenue en choisissant deux
valeurs quelconques (mais différentes des valeurs précédentes) des phases ¤ { et ¤ � . La valeur
de rf� 4 Å � Å 6 est déterminée par la condition q�é�Õ ¦ u ¢ Õ 4 ®76M© � ® . Les trois solutions physiques
que nous obtenons ainsi ne sont en général pas orthogonales. Pour les rendre orthogonales,
nous appliquons la procédure d’orthogonalisation de Gram-Schmidt [115]. Pour cela, nous
utilisons le produit scalaire habituel des fonctions d’onde du continuum. Les phases Ú¤ { et Ú¤ �
utilisées sont finalement les phases de celle des trois solutions physiques orthogonales entre
elles qui ne correspond pas à r2� 4 Å � Å 6�� ¨ . À l’aide des valeurs de ces phases, le paramètrerf� 4 Å � Å 6 est ajusté afin que la composante radiale � » 4 Ê 6 ait un nœud en Ê 3 � ÚÊ º3 ¦ 4 Å � Å 6 % Å � ©
(puisque � �È® ).

En utilisant à chaque fois les conditions aux limites correspondant au nombre de voies
ouvertes, nous obtenons finalement les résultats suivants :

1. r / 4 Å � Å 6 �È«²Ì^�}¬²®¢Íº ;

2. rf� 4 Å � Å 6 �ëÌÍ«µ�h®;¹¢Íº ;

3. r º 4 Å � Å 6 �È¹²Ì^� Â;Á ¢Íº ;

4. r » 4 ;� Å 6 �È«²Ì^�}¬@�¢Íº ;

5. rf� 4 ;� Å 6 �õÌ^;�h®²®ì¢Íº ;

6. r { 4 ;� Å 6 �ö«²Ì^�}¬�f¢Íº ;

7. rf� 4 ;�bs6 � ¬�Ì^�}° Á ¢Íº ;

8. r º 4 ;�bs6 �õÌ Â � Å�Á ¢Íº .
Pour pouvoir comparer nos valeurs à celles de la référence [118] (qui sont données sous la
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Asymptote r 4 n { �~�Ûp ± � n � �=�Ûp ´ 6 ( ¢Íº ) r 4 n { �=�Ûp ± � n � �~�Ûp ´ 6 ( ¢Íº )n { � n � �Ûp ± �Ûp ´ (équation (4.10)) (référence [118])
1,1 1(-1) 1(-1) 54,78 52,98

1(-1) 0(0) 54,78 52,98
1(-1) -1(1) 51,12 49,23

0 0 52,94 51,12
2,2 2(-2) 2(-2) 64,50 62,51

TAB. 4.4 – Longueurs de diffusion associées aux potentiels hyperfins du fondamental
de Na � . La longueur de diffusion du potentiel triplet K 3 correspond à la valeur _ { t_ � t Ò p ± t Ò p ´ t � .

forme r 4 n { �=� p ± � n � �=�Ûp ´ 6 ), nous calculons :

r 4 n { �=� p ± � n � �=�Ûp ´ 6�� � p H ¦ c n { �Ûp ± n � �Ûp ´ é n { n � n � �Ûp H g © � r ¤ p H ¦ T 4 n { � n � 6�� (4.10)

ce qui conduit aux résultats de la table 4.4. Nos résultats sont en accord avec ceux des réfé-
rences [136] ( ¢ 3 �õ«Í¬@�Î¹1¯ ®µ� Â ¢§º et ¢ { ' yz{ � r 4 ;�}¯V;�b;�h¯=O66� ¬;¬@�ÎÌ2¯õ;� Å ¢§º ) et [97] ( ¢ 3 �õ«;¹µ� Â ¢Íº
et ¢ { ' yz{ � ¬�Ì^�h«Û¢§º ). Des différences apparaissent cependant entre les résultats précédents (ou
les nôtres) et ceux de la référence [118]. Ces différences proviennent essentiellement de la
précision moindre des données du potentiel triplet. De nouvelles mesures plus précises de
certains niveaux du potentiel triplet ont permis aux auteurs de la référence [118] de lever leur
désaccord [131]. Par ailleurs, les résultats que nous avons obtenus ici ( r�� 4 ;�bO6ô� ¬�Ì^�h° Á ¢Íº etr º 4 ²�bO6 �ÈÌ Â � Å²Á ¢§º ) en utilisant le formalisme des équations couplées sont en excellent accord
avec ceux que nous avons déterminés à la section 2.2.2.4 dans le cadre de l’approximation de
Born-Oppenheimer ( r � 8 � ¬;¬@��1¯¸²�h«ø¢Íº et r º 8 � ¬²®µ�Î®*¯ ²�h« ¢Íº ), bien que ces deux méthodes
soient sensiblement différentes l’une de l’autre.

4.1.4 Conclusion

Dans cette section, nous avons présenté une expérience de spectroscopie des derniers ni-
veaux liés et des résonances des potentiels hyperfins du fondamental. Dans cette expérience
à deux couleurs, une séquence STIRAP est utilisée pour transférer les molécules des niveaux
vibrationnels profonds du puits � { � 3Ü vers les niveaux liés ou les continuums proches des
seuils de dissociation hyperfins du fondamental. La haute résolution de cette expérience a
permis d’aboutir à des informations précises concernant les propriétés collisionnelles de deux
atomes de sodium.

Pour cela, nous avons mis au point une nouvelle méthode d’analyse où seule la partie
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asymptotique des potentiels hyperfins du fondamental est utilisée. L’information manquante
qu’implique l’utilisation de potentiels incomplets est remplacée par des conditions aux li-
mites appliquées aux fonctions d’onde radiales en bordure interne de la zone asymptotique :
les lignes de nœuds. Les paramètres définissant ces lignes de nœuds sont alors déterminés par
ajustement sur les données expérimentales issues de l’expérience de spectroscopie. La valeur
de l’écart type £ ¦ ji © �,®µ�Î¹ Á;Á entre les prédictions théoriques et les cinquante quatre niveaux
liés expérimentaux atteste de la fiabilité de la méthode. De plus, une fois ces paramètres dé-
terminés, nous pouvons obtenir la longueur de diffusion de chaque voie de collision.

4.2 Photoassociation à deux couleurs et propriétés
collisionnelles du césium

4.2.1 Spectroscopie de frustration de photoassociation par effet
Autler-Townes

4.2.1.1 Principe de l’expérience

L’expérience décrite ci-après exploite le déplacement des niveaux moléculaires dû à l’effet
Autler-Townes [10, 25]. La figure 4.7 schématise le principe de cette expérience : un premier
laser de fréquence fixe, noté À { , est à résonance avec un niveau moléculaire excité, noté éêé g .
Ce laser réalise la photoassociation. Un second laser, noté À-� , est balayé en longueur d’onde.
Ce laser a deux effets. Le premier est d’induire une réaction de photoassociation, ce qui a
pour conséquence d’augmenter le nombre de molécules froides détectées. Le second effet est
maximal chaque fois que la fréquence du laser Àm� coïncide avec la différence d’énergie entre
le niveau éêé g et un niveau lié d’un potentiel du fondamental. Du fait du couplage entre ces
deux niveaux, un déplacement lumineux du niveau photoassocié é é g s’opère, de sorte que le
taux de photoassociation dû au laser À { diminue et par la même le nombre de molécules pro-
duites. On réalise ainsi une spectroscopie des états liés des potentiels du fondamental, que
nous appelons « spectroscopie de frustration de photoassociation par effet Autler-Townes ».
Ce type de spectroscopie a déjà été utilisé pour déterminer les paramètres collisionnels du
lithium [2] et du rubidium [135]. Par ailleurs, nous verrons par la suite qu’un choix judicieux
du niveau é é g pour l’expérience permet de faire la spectroscopie des derniers niveaux liés des
potentiels du fondamental. Cette spectroscopie est très importante car elle permet de détermi-
ner les longueurs de diffusion de ces potentiels. En effet, nous avons déjà vu au paragraphe
2.2 que la position du dernier niveau lié influe de manière cruciale sur la valeur de la longueur
de diffusion.

Revenons maintenant de façon plus précise sur le niveau relais éêé g : il s’agit d’un niveau lié
du puits externe de l’état moléculaire �� ÷ » ß � du césium. Au chapitre 3, nous avons présenté
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FIG. 4.7 – Principe de l’expérience de photoassociation à deux couleurs : un premier
laser Ð { de fréquence fixe réalise la photoassociation vers le niveau excité Í Ñ�Ï . Un second
laser Ð � de fréquence accordable est ensuite appliqué. À cause du déplacement lumi-
neux engendré par Ð � , l’efficacité de la photoassociation diminue lorque la fréquence
de ce laser est à résonance entre le niveau excité Í Ñ�Ï et un niveau lié du fondamental.
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une étude détaillée des différentes structures complexes des niveaux vibrationnels, dues au
mélange des interactions hyperfine et rotationnelle. Cette étude va nous permettre ici de ca-
ractériser entièrement le niveau relais éêé g : ce niveau correspond à la première raie (c’est-à-dire
la raie la plus « rouge ») de la structure du niveau vibrationnel Ã � ® (noté é é º g ) ou Ã � 
(noté éêé { g ) (cf. figure 3.2). Ces raies ont été choisies car elles sont bien isolées. Ainsi, dans les
expériences de photoassociation à deux photons présentées ici, le premier laser est fixé à ré-
sonance avec le niveau éêé � g ( ½-�.® ou  ). Le second laser est balayé afin de sonder les niveaux
rovibrationnels des potentiels du fondamental, tels que les moments dipolaires de transition
avec le niveau é é � g soient non négligeables.

Les niveaux éêé º g e é 4 O6M® % °;ð g et éêé { g e é 4 O6} % °;ð g ont chacun un moment angulaire totaln & �ù° et correspondent à des états symétriques ( q & � 4 � O6   � �  ) (cf. section 3.3.4). De plus,
ces niveaux sont essentiellement composés d’états de n &� � ° (cf. table 3.1 et 3.2). Une transi-
tion à un photon depuis ces états permet donc d’atteindre des états tels que n � �È«µ�}° ou Á et dei pairs, asymptotiquement corrélés à 4 n { � n � 6 � 4 ¹µ�h¹76 , 4 ¹µ� Ì�6 et 4 Ìµ�ÎÌ�6 . Cependant, les niveaux
symétriques n � � °@� Á sont de symétrie ungerade, la même que celle des états éêé � g . En consé-
quence, seules les niveaux symétriques n � � « peuvent être observés. Par ailleurs, puisque
la distance interatomique moyenne pour le niveau Ã & �  est de l’ordre de ¹²® ¢§º , ces niveaux
sont des niveaux de grande élongation. À ces distances, le moment de rotation des noyaux est
découplé du moment angulaire interne n � ; i est alors un bon nombre quantique. Un niveau
du potentiel du fondamental sera donc caractérisé par son moment angulaire ( � 4 n { � n � 6 % n � � )
et par une structure rotationnelle cfe � ï Å ¾ Ê �=g i 4 i ñ O6 . Par ailleurs, puisque dans l’état initial
les valeurs de i varient de ® à Ì (par valeurs paires) (cf. section 3.3.3), les valeurs de i dans
l’état final (après deux transitions dipolaires électriques) peuvent varier de ® à « (par valeurs
paires).

4.2.1.2 Mise en œuvre expérimentale

Les expériences de spectroscopie par effet Autler-Townes ont été réalisées au laboratoire
Aimé Cotton [86]. Le dispositif expérimental est basé sur un piège magnéto-optique (PMO)
chargé par une vapeur de césium [46, 45, 26]. Les atomes froids du PMO sont tout dabord
préparé dans l’état � � ¹ en suivant la procédure décrite au paragraphe 3.1. Le laser de pho-
toassociation ( À { ) est ensuite appliqué (il s’agit d’un laser saphir-titane pompé par un laser à
argon). Ce laser est à résonance avec le niveau é é g de l’état �� ÷ » ß � ; sa puissance est d’environ¬²®;® W/cm � . Les molécules qui se désexcitent dans le fondamental après photoassociation sont
ionisées afin d’être détectées. L’ionisation à deux photons est réalisée par un laser pulsé (la lon-
gueur d’onde est -"5 . °@�« nm, la durée du pulse vaut ° ns et l’énergie du pulse est d’environ mJ), pompé par un laser Nd-YAG ayant un taux de répétition de �® Hz. Les ions ainsi ob-
tenus sont extraits de la zone d’interaction vers une zone sans champ et sont ensuite détectés
par une paire de galettes de microcanaux. Le nombre d’ions moléculaires ainsi détectés est de
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l’ordre de la centaine. Un second laser ( Àm� ) est ensuite appliqué. Il s’agit d’une diode laser dont
la fréquence est balayée aux alentours de la fréquence de résonance 4 n { � ¹µ� n � �ù¹76ô¶ éêé g .
L’intensité de ce laser est de ¹;® W/cm � . Par rapport à l’expérience présentée à la section 3.1, la
précision globale a été ici améliorée ; elle est maintenant de ¯V�® MHz.

Le choix de l’un ou de l’autre niveau relais ( éêé º g ou é é { g ) se traduit par la présence d’un
décalage 9ÓÒ fixe entre les spectres obtenus avec le laser À { en résonance avec le niveau é é º g
et ceux obtenus en utilisant le niveau éêé { g . On vérifie que la valeur de e 9ÓÒ correspond à la
différence d’énergie entre ces deux niveaux. Or, les positions des signaux résonnants (qui
correspondent à une diminution du nombre de molécules détectées) ne dépendent que de la
différence de fréquence entre les lasers À { et À � . Ceci prouve donc que le signal de décroissance
observé correspond bien à la résonance du laser Àm� entre le niveau relais é é � g ( ½*� ® ou  ) et
certains niveaux du fondamental et non à la transition vers des états doublement excités.

4.2.1.3 Résultats

Un exemple de spectre est présenté sur la figure 4.8. On observe deux phénomènes sur
un fond constant lié à la photoassociation par le laser À { . Premièrement, le signal moléculaire
augmente lorsque le laser Àm� est à résonance avec une raie de photoassociation. Il s’agit sim-
plement de la réaction de photoassociation induite par le laser À-� ; ce signal ne nous intéresse
pas. Deuxièmement, le signal décroît pour certaines valeurs de la fréquence du laser À�� . Il
s’agit de la décroissance du signal de photoassociation dû à l’effet Autler-Townes.

Les spectres obtenus présentent un bruit de fond important. Celui-ci est dû à la photoas-
sociation par le laser saphir-titane du niveau é é g ainsi qu’aux fluctuations de fréquence de
ce laser (la résonance de photoassociation est très étroite, de l’ordre de �¬ MHz). Plusieurs
spectres ont donc été effectués pour les mêmes plages de fréquence afin de s’assurer de la
reproductibilité des résultats obtenus.

Les données extraites de ces spectres sont regroupées dans la table 4.5. Il s’agit des niveaux
des trois voies couplées « � (cf. figure 3.3). Les énergies sont données en cm yz{ ; le zéro d’énergie
est fixé à la limite de dissociation n { � ¹*ñ n � � ¹ . L’incertitude expérimentale est de l’ordre
de ®µ�h®²®;®²Ì cm yz{ .
4.2.2 Analyse de l’expérience de spectroscopie de photoassociation à deux

couleurs : détermination des propriétés collisionnelles du césium

Le traitement théorique des données spectroscopiques obtenues par photoassociation à
deux couleurs fait intervenir le formalisme des équations couplées. Pour le niveau excité ( éêé º g
ou é é { g ), on a n &� � ° , de sorte que par couplage dipolaire électrique et effet Autler-Townes,
seuls les états du fondamental tels que n � � « sont détectables (cf. section 4.2.1.1). Dans la
région qui nous intéresse, l’énergie de liaison est du même ordre de grandeur que la structure
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FIG. 4.8 – Exemple de spectre obtenu par photoassociation à deux couleurs. Le zéro
d’énergie correspond à la limite de dissociation _ { t äº>�_ � t ä . Les flèches indiquent
les positions expérimentales des niveaux des potentiels du fondamental.
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ß Õ � ã i � !)#&%Ê I T '   Ë (cm yz{ )
0 -1.443379
0 -1.17422
0 -0.688897
0 -0.605220
0 -0.379894
0 -0.351438
0 -0.314872
0 -0.184533
0 -0.002404
0 � 0.110610
0 � 0.217348
0 � 0.251147
0 � 0.279480

i � !)#&%Ê I T '   Ë (cm yz{ )
2 -1.433220
2 -1.165502
2 -0.680713
2 -0.598658
2 -0.372857
2 -0.345624
2 -0.307671
2 -0.180079
2 � 0.004266
2 � 0.115078
2 � 0.220868
2 � 0.255987
2 � 0.281971

i � !$#&%Ê I T '   Ë (cm yz{ )
4 -1.413473
4 -1.146785
4 -0.664171
4 -0.584306
4 -0.357852
4 -0.333043
4 -0.293145
4 -0.170564
4 � 0.018132
4 � 0.124773
4 � 0.228747
4 � 0.267219
4 � 0.287580i � !)#&%Ê I T '   Ë (cm yz{ )

6 -0.562800
6 -0.334645
6 -0.269111
6 -0.154102
6 � 0.039949
6 � 0.241090
6 � 0.296138

TAB. 4.5 – Énergies ( !)#&%Ê I T '   Ë des niveaux _ � t � du césium par rapport à la limite de dis-
sociation , | ��; � �
- { ß � Ù _ { t äï> | ��; � �.- { ß � Ù _ � t ä / . L’astérisque � indique une résonance.
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hyperfine. Les composantes singulet et triplet sont donc fortement couplées. Ni B	 � , ni BC � ne
sont de bons nombres quantiques. Pas plus que les nombres quantiques atomiques Bn { et Bn { .
Pour les molécules du fondamental, le moment angulaire total Bn � � Bn { ñ Bn � est un bon nombre
quantique. Bi est aussi un bon nombre quantique, découplé de Bn � . Afin d’analyser ces données
spectroscopiques, nous allons donc mettre en œuvre la « méthode asymptotique multivoie »
décrite à la section 1.2.2.

4.2.2.1 Étude des niveaux liés

Les niveaux n � �ö« de la table 4.5 correspondent à un système de trois voies couplées, une
par voie de dissociation : 4 n { � n � 64� 4 ¹µ�h¹76}� 4 ¹µ� Ì�6¨� 4 Ì^�ÎÌ�6 (cf. figure 3.3). Par ailleurs, rappelons
que les états liés correspondent aux niveaux ayant une énergie inférieure à la première limite
de dissociation ( n { �ö¹@� n � �õ¹ ).

Il s’agit pour nous ici de déterminer les propriétés collisionnelles du césium en s’appuyant
sur les données expérimentales dont nous disposons. Pour cela, il nous faut répertorier les pa-
ramètres qui interviennent dans la « méthode asymptotique multivoie ». Commençons tout
d’abord par les paramètres intervenant dans le calcul des courbes de potentiels du fondamen-
tal, à savoir les paramètres du développement multipolaire ainsi que ceux de l’interaction
d’échange : Ø I � Ø â � Ø { º et q ! � � Ü � o �ÙY . Mentionnons d’ores et déjà que les paramètres prédo-
minants sont Ø I et q ! � � Ü .

D’autres paramètres interviennent pour le calcul des fonctions d’onde radiales. Il s’agit
des paramètres définissant les lignes de nœuds. Dans le cas que nous étudions dans cette
section, le calcul des fonctions d’onde radiales par la méthode exposée au paragraphe 1.2.2.2
requiert trois lignes de nœuds. En effet, l’atome de césium est un atome lourd, de sorte que
des interactions agissant dans la zone interne telles que l’interaction spin-spin et spin-orbite
du second ordre ne peuvent être négligées (cf. section 1.1.3). Leurs effets se traduisent dans la
zone interne par une levée de dégénerescence de l’état triplet : nous aurons donc une ligne de
nœuds singulet Ê 8 et deux lignes de nœuds triplet Ê 3 4 é J é �.®76 et Ê 3 4 é J é �ùO6 . Chaque ligne
de nœuds étant définie par deux paramètres (la position du nœud pour � �,® et la pente de
la ligne de nœuds), nous aurons donc six paramètres : i _ e ��Ê º354 é J é � O6}� Ê º354 é J é � ®76¨� Ê º8 �
et i % e � ò 3 4 é J é � s6¨� ò 3 4 é J é � ®76¨� ò 8 � . Par ailleurs, afin de pouvoir prendre en compte les
niveaux liés de valeurs de i différentes, nous écrivons7 :

i _ 4 i 6m� i _ 4 ®76 ñ ¢ i _ ¬ i � (4.11)

soit donc un total de neuf paramètres ( h % k ¡ k r � Â ) pour décrire les lignes de nœuds.
La procédure d’analyse des états liés est alors la suivante : nous commençons par calculer

7La loi en � a été déduite d’un calcul préliminaire par valeurs de � séparées. De plus, cette loi permet d’obtenir
un « � deux fois plus faible que la loi en � � � Lvòh� .
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les courbes de potentiels du fondamental dans la zone asymptotique. Pour ce faire, nous fixons
les valeurs des paramètres Ø â � Ø { º de l’interaction multipolaire [109] et o �¼Y de l’interaction
d’échange [57]. Nous fixons également les valeurs des deux paramètres prédominants, Ø I etq ! � � Ü . Puis nous diagonalisons la matrice u !k �Il 4 Ê 6 (cf. équation (1.7)) afin d’obtenir les courbes
de potentiels adiabatiques qui nous intéressent (dans notre cas, n � � «µ� q �  ), ainsi que les
états électroniques adiabatiques (cf. équation (1.34)), nécessaires au calcul des couplages ci-
nétiques (cf. équation (1.35)). Ces couplages sont localisés dans la zone comprise entre �°ø¢µº
et ¹;®u¢Íº . Ensuite, nous suivons la procédure de la section 1.2.2.2 : le paramètre variable est
ici l’énergie. Pour chaque valeur de � ( Ä � Å ¬Ú9 � �<; �ù�®µ�h«µb¹ Å «;«;¹;° Â;Á cm yz{ ), nous calculons
la matrice u ¢ Õ 4 � 6 (cf. équation (1.39)). Cela nécessite au préalable de fixer les valeurs des
paramètres définissant les lignes de nœuds. Puis, chaque fois que le déterminant de la ma-
trice u ¢ Õ 4 � 6 s’annule, l’énergie correspondante est l’énergie d’un état lié. Nous obtenons de
cette façon les niveaux liés du système de trois équations couplées. Ainsi, les énergies des ni-
veaux liés que nous obtenons dépendent pour l’essentiel des paramètres suivants : �Ø I � q ! � � Ü � ,i _ e ��Ê º354 O6}� Ê º354 ®Û6¨� Ê º8 � , i % e � ò 3 4 O6¨� ò 3 4 ®76}� ò 8 � et ¢ i _ e � ¢ Ê º354 O6}�~¢ Ê º354 ®76}�~¢ Ê º8 � . Il nous faut
donc réitérer toute la procédure que nous venons de décrire afin de connaître l’évolution des
énergies des niveaux liés en fonction de ces paramètres. À �Ø I � q ! � � Ü � fixés, nous obtenons
donc des fonctions ¦ � Ê I T Ë ©+W 4 i _ � i % �h¢ i _ 6 connues sur une grille de points reflétant les varia-
tions des paramètres ( i _ � i % �~¢ i _ ).

4.2.2.2 Étude des résonances

L’étude des résonances est plus complexe que celle des niveaux liés. En effet, il faut prendre
en compte le fait que l’énergie est maintenant complexe. Néanmoins, nous utilisons la mé-
thode d’analyse exposée à la section 1.2.2.3 avec n � ® 8. De plus, les résonances de la table
4.5 correspondent toutes à des énergies situées entre le premier seuil de dissociation ( n { �¹ìñ n � � ¹ ) et le deuxième seuil de dissociation ( n { �¸¹ñ n � � Ì ). Cette situation correspond
au cas d’une seule voie ouverte, de sorte que les conditions aux limites (1.43) s’appliquent
ici. De même que pour les niveaux liés, nous aboutissons, à �Ø I � q ! � � Ü � fixés, à des fonctions¦ 4 � _ 6 Ê I T ËÎ© W 4 i _ � i % �~¢ i _ 6 .
4.2.2.3 Résultats

Les études précédentes des niveaux liés et des résonances en fonctions des paramètres
( i _ � i % �~¢ i _ ) vont nous permettre de déterminer le jeu de paramètres qui reproduit le mieux
les données expérimentales de la table 4.5. Pour cela, nous utilisons une procédure de moindres

8À l’aide des résultats de la section 4.2.2.3, les dix-sept résonances ont été recalculées directement. Ces calculs
ont permis de vérifier que leurs largeurs ne dépassent pas ý ò�����Ü cm � = et de valider notre approximation (cf.
figure 1.7).
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carrés ( h W � a �õÌÍ« , correpondant à Å²Â niveaux liés et �° résonances) :� � ÊÞÝÛß ' à }£á.âb{ Ë 4 i _ � i % �h¢ i _ 6m� / I� W V { © ¦ �"!$#&%Ê I T '   Ë © W � ¦ � Ê I T ËÎ© W 4 i _ � i % �~¢ i _ 6¦ £ !)#&%Ê I T '   Ë ©+W ª � � (4.12)

l’erreur expérimentale valant ¦ £ !$#&%Ê I T�'   Ë © W#� ®@�h®;®;®²Ì cm yz{ . Nous obtenons donc les paramètres
( Úi _ � Úi % �~¢ Úi _ ) qui minimise � � ÊÞÝ ß ' à }®á
ât{ Ë à �Ø I � q ! � � Ü � fixés. Aussi, afin de déterminer les valeurs
de Ø I et q ! � � Ü , nous reprenons entièrement l’étude menée jusqu’ici en faisant varier les va-
leurs de ces deux paramètres. Lorsque le minimum des valeurs de � � ÊÞÝÛß ' à }£á
ât{ Ë 4 Úi _ � Úi % �~¢ Úi _ 6 en
fonction de Ø I et q ! � � Ü est atteint, nous obtenons les valeurs de Ø I et q ! � � Ü recherchées.

Ainsi, le minimum des minima correspond à jØ I �,« Á ¹;® u.a. et jq ! � � Ü �,®@�h®;®;®;® Á °;¬ u.a. Par
ailleurs, les valeurs des paramètres minimisant le � � sont :

1. Ê º354 O6��¸�¬@�h¹²ÌÍ¬²« Å ¯ ®µ�Î®;®;®µ�®¢Íº ;

2. Ê º354 ®76��¸�¬@�h¹;¹²«;®;®1¯ ®µ�Î®;®;®µ Å ¢Íº ;

3. Ê º8 � �¬@�h®µ�« Â «µ�¯ ®µ�Î®;®;®;®;«@�¢Íº ;

4. ò 3 4 O6��¸�ì®µ�Î®µ�¬ Â �¬2¯ ®µ�h®;®²®;®Í¬@-¢Íº¨ï cm yz{ ;

5. ò 3 4 ®76��¸�ì®µ�Î®µ�°�ÌÍ¹;¬2¯ ®µ�h®;®²®;® Â «�¢Íº¨ï cm yz{ ;

6. ò 8 � �®µ�h®²®Í°@ Å²Á ¯ ®@�h®;®;®;®²¹²Ìì¢Íº}ï cm yz{ ;

7. ¢ Ê º354 s6 �ö®µ�h®;®²®;«;® Á ¯ ®@�h®;®;®;® Å²Â ¢Íº ;

8. ¢ Ê º354 ®Û6 �ö®µ�h®;®²®Í¬;° Á ¯ ®@�h®;®;®;® Å ®¢Íº ;

9. ¢ Ê º8 �õ®µ�h®;®;® Å ° Â ¯ ®µ�Î®;®;®;®µb«¢Íº .
En notant ( ji _ � ji % �~¢ ji _ ) ce jeu de paramètres, nous obtenons � �Í¦ ji _ � ji % �~¢ ji _ © � Ìµ� Å ° Â , soit£ ¦ ji _ � ji % �~¢ ji _ © �ãk ��� ¦ ji _ � ji % �h¢ ji _ © ï 4 h W � a � h % k ¡ k r 6 �ö®µ�h¹;¬²® .

Avec ces paramètres, nous pouvons calculer les trois longueurs de diffusion associées aux
voies « � . Pour cela, nous utilisons la procédure présentée à la section 4.1.3. Les valeurs obte-
nues sont :

1. r I 4 Ì^�ÎÌ�6 �È«Í¬;°@�h¹¢Íº ;
2. r I 4 ¹µ�ÎÌ�6 �ëÌ§¬²®µ� Á ¢Íº ;
3. r I 4 ¹µ�h¹76 �¸� �°²°�Ì�¢Íº .
Enfin, il est intéressant de calculer les positions des nœuds des composantes radiales des

fonctions d’onde couplées (cf. figure 4.9). On voit ainsi que ces lignes ont une forme très régu-
lière sauf dans la zone de couplage ( �°-� ¹²®¢�º ) où il est même impossible de définir des lignes
de nœuds. On remarque aussi que le choix d’une ligne de nœuds dans la zone bÌ� b«¢@º n’est
pas critique et que l’on obtiendrait les mêmes résultats si l’on décalait de quelques unités la
ligne de nœuds dans chaque sens (cf. figure 4.10).

4.2.3 Conclusion

Dans cette section, nous avons présenté les résultats expérimentaux provenant d’une expé-
rience de photoassociation à deux couleurs avec des atomes froids de césium. Cette expérience
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FIG. 4.9 – Positions des nœuds des trois composantes radiales des fonctions d’onde
couplées ��; .
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FIG. 4.10 – Zoom de la région áÎã è á}�NK º du précédent graphe.
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a permis d’obtenir les énergies des niveaux liés et des résonances proches des seuils de dis-
sociation des potentiels hyperfins « � du fondamental de Cs � . Ces données sont importantes
pour l’obtention des propriétés collisionnelles du césium.

L’étude de ces données nécessite l’utilisation du formalisme des équations couplées. L’uti-
lisation de la méthode asymptotique multivoie développée par notre équipe au laboratoire
Aimé Cotton a permis de déterminer les principaux paramètres décrivant les interactions
dans la zone asymptotique : le coefficient de Van der Waals Ø I et le coefficient de l’inter-
action d’échange asymptotique q ! � � Ü . Les valeurs obtenues sont Ø I � « Á ¹;® u.a. et q ! � � Ü �®µ�h®;®;®²® Á °;¬ u.a. L’accord théorie-expérience auquel nous aboutissons est très remarquable. L’uti-
lisation de la méthode asymptotique multivoie a également permis de calculer les longueurs
de diffusion des trois potentiels hyperfins « � .

Contrairement au sodium, nous n’avons pas pu calculer toutes les longueurs de diffusion
associées aux potentiels hyperfins du fondamental puisque les données expérimentales dont
nous disposons se limitent au cas des trois voies couplées « � . D’autres expériences de pho-
toassociation à deux couleurs ont depuis été réalisées concernant les niveaux n � �ëÌ et n � �ö¬ .
L’analyse de l’ensemble des niveaux obtenus permettra d’obtenir davantage d’informations
concernant les propriétés collisionnelles de cet alcalin.
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Conclusion

Les études concernant les propriétés collisionnelles des atomes alcalins froids sont impor-
tantes pour la compréhension et l’interprétation des expériences ; en témoigne la toute récente
réalisation du condensat de Bose-Eintein du césium [143]. Pour ces études, la connaissance
des potentiels décrivant les interactions entre deux atomes alcalins froids est indispensable.
Ces potentiels sont des fonctions de la distance séparant les deux atomes. On distingue deux
zones : la zone interne où les atomes sont intimement liés et la zone asymptotique correspon-
dant à des distances entre atomes pour lesquelles le recouvrement des deux fonctions d’onde
atomiques est faible. Dans la zone interne, le potentiel est en général obtenu à partir de calculs
ab initio. Ces calculs peuvent atteindre une précision de l’ordre du cm yz{ . Néanmoins, cette
précision n’est pas suffisante pour la description des expériences avec des atomes froids. C’est
pourquoi nous avons cherché à développer une méthode différente de la méthode usuelle qui
consiste à utiliser l’ensemble du potentiel. Dans notre approche, nous n’utilisons que la partie
asymptotique des potentiels puisque celle-ci est mieux connue. Pour pouvoir résoudre l’équa-
tion de Schrödinger radiale avec un potentiel tronqué, il a fallu déterminer une condition aux
limites à appliquer à la fonction d’onde radiale. Nous avons fait le choix d’utiliser les lignes
de nœuds, qui sont des lignes joignant les nœuds des fonctions d’onde radiales successives
proches du seuil. Nous imposons à la fonction d’onde radiale d’avoir un nœud à une dis-
tance internucléaire déterminée. Cette condition revient à caractériser la phase de la fonction
d’onde radiale au bord interne de la zone asymptotique, ou encore à résumer l’histoire de la
collision dans la zone interne. Ces méthodes asymptotiques basées sur l’utilisation des lignes
de nœuds se sont révélées très efficaces pour déterminer des propriétés collisionnelles des
alcalins à partir de données expérimentales.

Dans le cadre de l’approximation de Born-Oppenheimer, c’est-à-dire en nous limitant à
un unique potentiel asymptotique, nous avons pu déterminer deux longueurs de diffusion
du sodium à partir de données spectroscopiques concernant les positions en énergie des der-
niers états liés du potentiel singulet du fondamental de Na � ( r � 8 � ¬²¬@�bÛ¯ ²�h«
¢§º et r � 8 �¬²®µ�h®ì¯ ;�h«Û¢Íº ). La méthode mise en œuvre dans ce cadre est simple et générale. Elle consiste
à extrapoler jusqu’au seuil les lignes de nœuds définies par les dernières fonctions d’onde
vibrationnelles proches du seuil, obtenant de la sorte les nœuds de l’onde ð au seuil et donc
la valeur de la longeur de diffusion. Malgré sa simplicité, la méthode peut rivaliser avec des
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méthodes plus sophistiquées.

L’analyse des minima d’intensité d’un spectre de photoassociation réalisé avec des atomes
froids de césium polarisés dans le sous niveau Zeeman � � Ì^� � ; � Ì nous a également
permis d’accéder aux positions des derniers nœuds de l’onde ð à énérgie nulle pour cet alcalin.
De cette analyse, nous avons pu extraire la valeur de la longueur de diffusion triplet ( ¢ 3 ��*¬²¹²® ¯ { I º�»¼»½ ¢Íº ) ainsi que la valeur du coefficient décrivant l’interaction de Van der Waals du
fondamental ( Ø I �ö«Í¬@�®�¯$°²® u.a.). Nous avons montré que ces résultats dépendent fortement
de la détermination du potentiel ® yÜ ÷ » ß � , ce qui explique probablement le désaccord que nous
observons entre nos valeurs et celles du NIST. Néanmoins, ce désaccord ne remet pas en cause
la méthodologie que nous avons suivie, qui est générale et s’applique à n’importe quel alcalin.

Nous avons aussi effectué l’analyse des structures complexes des niveaux vibrationnels
du puits externe de l’état �� ÷ » ß � . Ces structures complexes ne montrent pas de progressions
rotationnelles simples et correspondent à un mélange inextricable entre la structure hyper-
fine et la rotation. Pour les analyser, nous nous sommes servis des méthodes asymptotiques
pour décrire le puits externe de l’état �� corrélé à la limite de dissociation ( «;ðÛñ «óò » ß � ), qui
est entièrement situé dans la zone asymptotique. L’excellent accord théorie-expérience auquel
nous sommes parvenus montre la précision à laquelle les calculs asymptotiques permettent
d’aboutir. Il prouve aussi que dans cet état moléculaire, la cohésion entre les deux atomes est
entièrement due à l’interaction multipolaire. Même les effets d’échange peuvent être négligés.

L’étude de niveaux situés entre les asymptotes hyperfines du fondamental nous a conduit
à utiliser le formalisme des équations couplées. Nous avons fait l’analyse de niveaux obtenus
lors d’une expérience à deux couleurs avec des atomes froids de sodium. Dans cette expé-
rience, une séquence STIRAP permet de transférer les molécules des niveaux vibrationnels
profonds du puits � {�� 3Ü vers les niveaux liés ou les continuums proches des seuils de disso-
ciation hyperfins du fondamental. De même que dans le cadre de l’approximation de Born-
Oppenheimer, la méthode d’analyse que nous employons dans le cas de potentiels couplés
repose uniquement sur les potentiels adiabatiques hyperfins de la zone asymptotique. L’infor-
mation manquante due à la zone interne ignorée est remplacée par des conditions aux limites
appliquées aux fonctions d’onde radiales en bordure interne de la zone asymptotique : les
lignes de nœuds. Les paramètres définissant ces lignes de nœud sont ajustés sur les données
expérimentales. L’excellent accord théorie-expérience auquel nous sommes parvenus nous a
permis de déterminer toutes les longueurs de diffusion du sodium. Ces valeurs sont en accord
avec celles obtenues par d’autres méthodes, ce qui montre l’efficacité des méthodes asympto-
tiques même dans le cas de plusieurs voies couplées.

Les positions en énergie des niveaux liés et des résonances des trois potentiels hyperfins
couplés « � du fondamental de Cs � ont pu être obtenues par photoassociation à deux couleurs.
Leur analyse nous a permis de déterminer les valeurs du coefficient de Van der Waals du
fondamental ( Ø I � « Á ¹;® u.a.) et de l’interaction d’échange asymptotique ( q ! � � Ü � ®µ�Î®;®;® Á °²¬ ).
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Le remarquable accord théorie-expérience auquel nous avons abouti justifie a posteriori notre
choix d’utiliser des droites pour définir les lignes de nœuds. Enfin, nous avons pu déterminer
les valeurs des trois longueurs de diffusion associées à ces trois potentiels hyperfins. L’ex-
périence a été poursuivie et de nombreux niveaux des potentiels hyperfins Ì � et ¬ k ont été
observés. L’analyse de ces nouveaux niveaux est en cours et un nouveau code de calcul écrit
en C++ et utilisant un algorithme génétique a été développé par Nicolas VANHAECKE. De
nombreuses perspectives s’ouvrent aux méthodes asymptotiques parmi lesquelles on trouve
l’étude des résonances de Feshbach induites par un champ magnétique et les possibilités de
contrôle de la longueur de diffusion ou de la formation de molécules froides qu’elles offrent.

Au travers des différentes études menées ici, nous avons pu montrer que les méthodes
asymptotiques sont particulièrement bien adaptées à la description des expériences mettant
en jeu des atomes froids. Ceci est dû au fait que dans ces expériences, les phénomènes impor-
tants ont lieu dans la zone asymptotique. Les fonctions d’onde radiales des états faiblement
liés ou celles des états du continuum correspondent en effet à une probabilité de présence
dans la zone interne très faible. L’utilisation des lignes de nœuds pour remplacer l’informa-
tion manquante conduit à un formalisme simple et souple, facile à mettre en œuvre dans les
calculs. Celui-ci permet de traiter les niveaux liés et les états du continuum proches des seuils
de dissociation, aussi bien dans le cadre de l’approximation de Born-Oppenheimer que dans
le cas de plusieurs voies fortement couplées. L’excellent accord dans toutes les études réalisées
à ce jour est encourageant pour l’avenir de la méthode.
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Annexe A

Éléments de physique moléculaire

Cette annexe a pour but de donner les principaux résultats utiles en physique moléculaire.
Notre propos n’étant pas de faire une revue complète, nous nous limitons à la description
des molécules diatomiques homonucléaires, même si certains paragraphes ont en réalité une por-
tée plus générale. Lorsque nous illustrerons la théorie par des exemples, il s’agira toujours
d’applications aux molécules Na � ou Cs � . Enfin, cette annexe permet également de fixer les
notations employées dans ce manuscrit.

Mentionnons par ailleurs que ces rappels peuvent être trouvés dans différents cours ou
livres dont les références sont indiquées dans la bibliographie [78, 100, 15, 77].

A.1 L’hamiltonien « interne » d’une molécule diatomique

A.1.1 L’hamiltonien dans le référentiel du laboratoire

Une molécule diatomique est un état lié formé par la réunion de deux noyaux � et ` de
masse � D et � E et de charge ä D é et ä E é , autour desquels évoluent X électrons de masse G !
et de charge � é . Dans une description quantique non relativiste ( X ë ), l’hamiltonien d’un tel
système isolé s’écrit :j r �tsW ¡ 42å ¤ ; � #0! ¦æ 6 �.� e �Å � D Bç �è ¡Uéê � e �Å � E Bç �è ¡&éë[ \�] ^3�ì ¤îíðïòñUóîô }
õé ¦ � e �Å0G ! W� � V { Bç �è ¡&éó[ \�] ^3 } ¤îí ïòñUóîô }.õé ¦ ñLö¸� (A.1)

où : Bç �è ¡Uéó � ÷ �÷ 42ø æ� 6 � ñ ÷ �÷ 42ù æ� 6 � ñ ÷ �÷ 4)ú æ� 6 � � (A.2)

etc., et où � ø æ� � ù æ� � ú æ� � , � ø æD � ù æD � ú æD � , � ø æE � ù æE � ú æE � sont les coordonnées cartésiennes de B ë æ� , B ë æD
et B ë æE évaluées dans le référentiel fixe 4
å ¤ ; � #0! ¦æ 6 du laboratoire. *üû représente l’énergie cinétique
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FIG. A.1 – Détail des différents référentiels utilisés pour repérer la molécule diato-
mique. On passe du repère fixe |�� ¤ ; � #0! ¦æ � au repère du centre de masse des noyaux|�� ¤ ; � #0! ¦ � par une translation. Pour passer de ce nouveau repère au repère moléculaire
tournant |�� ¤ r �ts ¦ � , on effectue une rotation d’un angle � & autour de ��� & , suivie d’une
rotation d’un angle s & autour de ��� & . L’axe ��� est ainsi confondu avec l’axe moléculaire
dirigé de � vers � par �H t �� � . Signalons que �H & t �H est marqué d’un prime pour in-
diquer que ses coordonnées sont repérées dans |�� ¤ ; � #0! ¦ � , alors que les coordonnées de�H sont repérées dans |�� ¤ r �ts ¦ � . Enfin, indiquons que les projections des moments angu-
laires sur l’axe internucléaire ��� sont notées par des lettres minuscules ( Ñ ) alors que
les projections sur l’axe fixe ��� & sont notées par des lettres majuscules ( Ò ).

des noyaux et * ! l’énergie cinétique des électrons. Quant au potentiel d’interaction, il s’écrit :

ö � ä D ä E � é �ë æD E[ \�] ^����� � � � ' � ä � � é �ë æ� �[ \�] ^� } � ñ � ��� ³ � é �ë æ� ³[ \�] ^� } } � (A.3)

où nous avons posé � é � � é � ï 4 Ì ×�� º06 . Dans cette expression, ö WgW représente la répulsion cou-
lombienne entre les noyaux, ö ! W l’interaction coulombienne attractive entre les électrons et les
noyaux et ö !)! la répulsion coulombienne entre les électrons.

Par son écriture, cet hamiltonien est adapté à une description d’un ensemble de particules
indépendantes plutôt que d’une molécule telle qu’on se la représente intuitivement. En parti-
culier, les éléments suivants n’apparaissent pas dans les équations précédentes :

– les noyaux se repoussent mais la présence des électrons peut conduire à une liaison chi-
mique de sorte qu’une molécule plus ou moins stable est formée ;
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– en même temps, la masse des électrons est petite devant celle des noyaux, ce qui entraîne
que le mouvement des électrons est beaucoup plus rapide que celui des noyaux. On
est donc conduit à l’image d’un édifice moléculaire qui tourne et vibre lentement, le
mouvement rapide des électrons s’ajustant à chaque instant à la position des noyaux.

C’est pour tenir compte de cette image intuitive que nous allons réécrire l’hamiltonien (A.1) :
nous allons repérer les électrons dans un référentiel lié à la molécule, l’orientation de celle-ci
étant alors définie uniquement par l’orientation de l’axe internucléaire ��`Ó� � dans l’espace.
On appelle ce système de référence le référentiel « tournant » ou référentiel « moléculaire ».

A.1.2 Élimination du mouvement du centre de masse

Avant de définir le référentiel moléculaire, nous allons séparer le mouvement du centre de
masse. En effet, dans l’étude de notre système moléculaire, nous ne nous intéressons pas à la
translation globale de la molécule. À cet effet, on passe à un système de coordonnées 42å ¤ ; � #0! ¦ 6
dans lequel le centre de masse � est au repos.

Par ailleurs, nous faisons l’approximation suivante : étant donné que la masse des électrons
est très inférieure à celle des noyaux, nous assimilons1 le centre de masse � de la molécule au
centre de masse des noyaux ; ceci permet de traiter plus facilement le problème électronique.
On étudie alors le mouvement des noyaux en coordonnées réduites [24] (chapitre VII). Pour
cela, on définit la masse réduite ¾õ� � D � E ï 4 � D ñ � E 6 et la masse totale � � � D ñ�� E
des noyaux et on introduit le vecteur position du centre de masse B ë æ ainsi qu’une coordonnée
interne BÊ & qui est le vecteur distance entre les noyaux ( BÊ & � B ë & D � B ë & E � B ë æD � B ë æE ). L’éner-
gie cinétique des noyaux * û 42å ¤ ; � #0! ¦ 6 devient pour la particule « relative » équivalente Bò � ï Å ¾ ,
l’énergie cinétique du centre de masse B÷ � ï Å � étant nulle dans notre cas puisque � est au
repos dans 4
å ¤ ; � #0! ¦ 6 ( B÷  �õ® ). On définit ensuite l’hamiltonien interne de la molécule obtenu à
partir de l’hamiltonien (A.1) en repérant2 les noyaux et les électrons par rapport au centre de
masse des noyaux � :j r �KsW ¡ 4
å ¤ ; � #0! ¦ 6m�¸� e �Å ¾ Bç � è_ � � e �Å0G ! W� � V { Bç �è ¡ � ó ñ ä D ä E � é �Ê & � � � ' � ä � � é �ë &� � ñ � ��� ³ � é �ë &� ³[ \�] ^� ¤ Ê è ¡ � ó Ë ' _ � ¦ ´ (A.4)

Il est utile pour la suite d’utiliser pour BÊ & , non pas ses composantes cartésiennes �s� & � � & � � & � ,
mais ses composantes en coordonnées sphériques ��Ê & �� & �"! & � . À l’aide de ces nouvelles va-

1Lorsqu’on fait cette approximation, le mouvement du centre de masse ne se sépare pas complètement. Ceci
se traduit par des couplages (terme de polarisation de masse + oscillation du centre de masse des noyaux due
aux mouvements des électrons). Ces couplages sont cependant très faibles du fait de la présence d’un facteurò�# ö , c’est pourquoi nous les négligeons.

2On effectue pour cela la transformation � $ O % � � $"&% T � $"&' ü)( � ©�*mü È ü+� ª .
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riables, l’énergie cinétique relative des noyaux prend la forme :*üû 42å ¤ ; � #0! ¦ 6�� � e �Å ¾ Ê & ÷ �÷ Ê & � Ê & ñ Bi �Å ¾ Ê & � � (A.5)

où l’opérateur Bi correspond au moment cinétique des noyaux :Bi � BÊ &-, e ½ Bç è_ � ´ (A.6)

A.1.3 Passage au référentiel moléculaire

L’image intuitive d’une molécule diatomique développée précédemment suggère que l’axe
selon BÊ & va jouer un rôle priviliégé dans le problème. C’est pourquoi nous allons repérer les
électrons non pas pas rapport à un système à orientation fixe comme 42å ¤ ; � #0! ¦ 6 , mais par rap-
port à un système qui suit le mouvement de rotation des noyaux : le référentiel 42å ¤ r �Ks ¦ 6 où
l’axe internucléaire ��`Ó� � est toujours selon la direction BÊ & .

Il existe une infinité de manière de déduire 42å ¤ r �ts ¦ 6 de 4
å ¤ ; � #0! ¦ 6 . En effet, une rotation
générale d’un système de référence s’obtient par trois rotations et donc par trois angles (angles
d’Euler). Nous pouvons ici choisir les deux premiers angles d’Euler égaux à ! & et  & de façon
à positionner l’axe � ú dans la direction de BÊ & , et il nous reste une liberté complète pour le
troisième angle d’Euler � qui correspond à la rotation autour de � ú . Nous choisissons � � ® ,
ce qui fixe l’axe � ù perpendiculaire au plan � & � ú .

Dans ce nouveau repère, l’hamiltonien interne non relativiste (A.4) devient :j r �KsW ¡ 4
å ¤ r �ts ¦ 6��¸� e �Å ¾ Ê ÷ �÷ Ê � Ê ñ Bi �Å ¾ Ê � � e �Å0G ! W� � V { Bç �è¡ ó ñ ä D ä E � é �Ê � � � ' � ä � � é �ë � � ñ � ��� ³ � é �ë � ³[ \�] ^� ¤ Ê è¡ ó Ë ' _ ¦ ´ (A.7)

Il est utile de donner à Bi � une autre forme qui fasse apparaître explicitement le moment
cinétique total du système sans spin, Bh � Bi ñ BÀ � , où BÀ � est le moment cinétique orbital des
électrons : BÀ � � e ½ � ³ Bë ³ , Bç è¡�. � (A.8)

évalué dans le référentiel moléculaire. En réécrivant Bi � � 4 Bh � BÀ � 6 � et en utilisant la relation
(valable uniquement dans le référentiel moléculaire) Bh ´ BÀ � � BÀ � ´ Bh , on obtient :*�û 42å ¤ r �Ks ¦ 6m�¸� e �Å ¾ Ê ÷ �÷ Ê � Ê ñ Bh �Å ¾ Ê � ñ BÀ �� � Å�Bh ´ BÀ �Å ¾ Ê �[ \�] ^/ á � (A.9)

où j � dénote les termes de couplages (interaction de Coriolis) entre le moment orbital des
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électrons et le mouvement de rotation et de vibration de la molécule.
Finalement, l’hamiltonien non relativiste d’une molécule diatomique dans le référentiel

moléculaire s’écrit :j r �tsW ¡ 4
å ¤ r �ts ¦ 6 �.� e �Å ¾ Ê ÷ �÷ Ê � Ê ñ Bh �Å ¾ Ê � ñ j � � e �Å0G ! W� � V { Bç �è¡ ó ñ�ö 4 � Bë � � � Ê 6�´ (A.10)

Nous avons jusqu’ici négligé l’existence du spin électronique B	 � et du spin nucléaire BC � .
Dans le cas du couplage fort entre le spin électronique et le moment orbital des électrons, il
convient de repérer aussi les fonctions de spin par rapport au référentiel moléculaire. Dans
ce cas, on doit remplacer BÀ � par B' � � BÀ � ñ B	 � dans toutes les expressions données plus haut.
Dans tous les cas de couplage, on dénote par B' le moment cinétique B'Þ� Bi ñ B' � , tandis qu’il est
d’usage en spectroscopie moléculaire de dénoter par Bh � Bi ñ BÀ � la composition partielle de Bi
et de BÀ � . Finalement, la composition de B' et de BC � donne Bn � B'Àñ BC � , le moment cinétique total
du sytème.

A.2 Les solutions de l’équation de Schrödinger

A.2.1 Les équations différentielles couplées générales

Le problème que l’on doit résoudre est celui de la recherche des valeurs propres � et des
fonctions propres 0 4 Ê �� @��!-� � Bë � � 6 de l’hamiltonien (A.10), c’est-à-dire qu’on doit trouver les
solutions de l’équation de Schrödinger :© � e �Å ¾ Ê ÷ �÷ Ê � Ê ñ Bh �Å ¾ Ê � ñ j � � e �Å0G ! W� � V { Bç �è¡ ó ñ¥ö 4 � Bë � � � Ê 66� � ª 0 4 Ê �� ��"!-� � Bë � � 6 �ö®È´ (A.11)

Pour cela, nous nous servons de la remarque suivante : l’hamiltonien moléculaire (A.10) est
une somme sur des parties vibrationnelle, rotationnelle et électronique, c’est-à-dire,j r �KsW ¡ 4
å ¤ r �ts ¦ 6Ç� j a ñ j ¡ ñ j � ñ j !W ¡ . Par ailleurs, le fait que j r �tsW ¡ 42å ¤ r �ts ¦ 6 s’écrive, en gros,
comme la somme de trois parties indépendantes suggère la possibilité de développer la fonc-
tion d’onde totale en produits de fonctions électroniques, vibrationnelles et rotationnelles.
Nous allons donc commencer par considérer l’hamiltonien électronique non relativiste :j !W ¡ 4
å ¤ r �ts ¦ 6 � � e �Å0G ! W� � V { Bç �è¡ ó ñ�ö 4 � Bë � � � Ê 6�� (A.12)

qui est l’hamiltonien du système dans la limite ¾ ¶ ¨ (ce qui revient à négliger complètement
la contribution de l’énergie cinétique des noyaux). Il est évident, d’après la forme de j !W ¡ ,
que aussi bien ses valeurs propres que ses fonctions propres vont dépendre de Ê (la distance
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internucléaire), puisque ö dépend paramétriquement de Ê . On peut donc écrire :j !W ¡ ¤ !� 4 � Bë � � � Ê 6��21 � 4 Ê 6�¤ !� 4 � Bë � � � Ê 6 ´ (A.13)

L’ensemble des 1 � 4 Ê 6 constitue ce que l’on appelle les courbes de potentiel du problème
moléculaire. Seule la résolution de (A.13) peut nous renseigner sur la forme particulière de1 � 4 Ê 6 . Tout ce qu’on peut savoir sans faire aucun calcul, c’est que pour Ê ¶ ¨ , les 1 � 4 Ê 6
doivent s’approcher des niveaux d’énergies de deux atomes séparés, et que pour Ê ¶ ® , 1 � 4 Ê 6��ä D ä E � é � ï Ê ¶ � � , où � � sont les énergies de l’atome uni.

Les ¤ !� 4 � Bë � � � Ê 6 formant une base complète sur laquelle on peut développer n’importe
quelle fonction d’onde dépendant des variables électroniques, nous pouvons écrire la fonc-
tion d’onde totale sous la forme :0 4 Ê �� ��"!-� � Bë � � 6 � Ê � 3 n 3 4 Ê �� ��"!ð6�¤ !3 4 � Bë � � � Ê 6m� (A.14)

où on a introduit le facteur �ï Ê afin de simplifier l’expression de l’opérateur énergie cinétique
relative des noyaux. En multipliant l’équation (A.11) par ¤ !� � à gauche et en intégrant ensuite
sur les coordonnées des électrons, on obtient :

� � e �Å ¾ ÷ �÷ Ê � ñ cÞ¤ !� é Bh � é ¤ !� gÅ ¾ Ê � ñ41 � 4 Ê 66� � ¤ n � 4 Ê �� @�"!56 �� � 3 � e �¾ cÞ¤ !� é ÷ ¤ !3÷ Ê g ÷÷ Ê ñ e �Å ¾ cÞ¤ !� é ÷ � ¤ !3÷ Ê � g �ÿcÞ¤ !� éêj � é ¤ !3 g ¤ n 3 4 Ê �� ��"!ð6 � (A.15)

où nous avons utilisé le fait que Bh � est diagonal. La notation c éÇé g indique une intégration
sur les variables électroniques uniquement. Nous remarquons que les fonctions n 3 sont déter-
minées par des équations différentielles couplées en nombre infini puisqu’en principe la somme
sur Y s’étend sur tout le spectre discret et sur le spectre continu de l’hamiltonien électronique.

A.2.2 Les différents degrés d’approximation : Born-Oppenheimer,
adiabatique et couplages non-adiabatiques

Lorsqu’on tente de résoudre le système (A.15) d’équations couplées, on distingue en géné-
ral trois niveaux d’approximation :

1. approximation de « Born-Oppenheimer » (ABO) : cette approximation consiste à négli-
ger tous les termes dans le second membre de (A.15). Dans ce cas, le système se découple
et on obtient :
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© � e �Å ¾ ÷ �÷ Ê � ñ cÞ¤ !� é Bh � é ¤ !� gÅ ¾ Ê � ñ51 � 4 Ê 6 � � ª n � 4 Ê �6 @�"!ð6 �õ®ö´ (A.16)

La signification physique de cette approximation est la suivante : du fait que les électrons
sont beaucoup plus légers que les noyaux mais qu’ils subissent des forces coulombiennes
du même ordre de grandeur, ils vont effectuer un grand nombre de révolutions autour
des noyaux pendant la période d’une vibration et d’une rotation 487 ! s . b® { I �ø�® {XË ð;� 7 a �:9 .�® { / �ë�® { ½ ð;� 7 ¡»� � . b® { � �ë�® { » ð6 . L’ABO permet donc de « séparer » le mouvement des
électrons de celui des noyaux : à noyaux bloqués (ils ne vibrent pas et ne tournent pas),
on étudie le mouvement des électrons ; on étudie ensuite le mouvement des noyaux dans
le potentiel moyen 1 � 4 Ê 6�� cÞ¤ !� éêj !W ¡ é ¤ !� g créé par les électrons ;

2. approximation « adiabatique » : cette approximation est basée sur l’hypothèse suivante :
la séparation entre le mouvement des électrons et celui des noyaux. La fonction d’onde
totale se factorise alors en une fonction d’onde électronique et une fonction d’onde nu-
cléaire : 0 � 4 Ê �6 @�"!-� � Bë � � 6�� Ê n � 4 Ê �6 @�"!ð6�¤ !� 4 � Bë � � � Ê 6 ´ (A.17)

Par rapport à l’ABO, cela revient à prendre en compte les corrections diagonales 4 Y �<;56 .
On obtient ainsi une équation de la forme (A.16) avec un potentiel électronique modifié :

1 � 4 Ê 6�¶ ö � 4 Ê 6 �=1 � 4 Ê 6 � e �Å ¾ cÞ¤ !� é ÷ � ¤ !�÷ Ê � g ñ�c ¤ !� é j � é ¤ !� g % (A.18)

3. les couplages « non-adiabatiques », appelés aussi couplages rovibroniques ou couplages
Born-Oppenheimer, proviennent du second membre de l’expression générale (A.15).

Dans le cadre de l’ABO, il est à remarquer que les niveaux d’énergies dépendent unique-
ment des masses des deux noyaux ainsi que d’une seule courbe de potentiel 1 � 4 Ê 6 , celle de l’état
électronique considéré. Une connaissance détaillée des fonctions d’onde électroniques, gé-
néralement compliquées, n’est pas nécessaire. Par ailleurs, il convient de mentionner que les
équations couplées (A.15) sont incomplètes dans le sens qu’y manquent les interactions relati-
vistes. Toutefois, l’interaction spin-orbite et l’interaction spin-spin peuvent être ajoutées à j !W ¡
et donc incluses dans les courbes de potentiel 1 � 4 Ê 6 .
A.2.3 Étude des éléments de matrice des couplages non-adiabatiques

A.2.3.1 Couplages cÞ¤ !� é ÷ ¤ !3 ï ÷ Ê g
En dérivant par rapport à Ê la relation de normalisation cÞ¤ !� é ¤ !� g �. , on montre qu’il n’y a

pas d’éléments diagonaux pour ce couplage : cÞ¤ !� é ÷ ¤ !� ï ÷ Ê g �ö® .
D’autre part, en étudiant l’élément de matrice du commutateur > ÷ ï ÷ Ê � j !W ¡6? � ÷ ö-ï ÷ Ê entre
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les états é ¤ !� g et é ¤ !3 g , on obtient :c ¤ !� é ÷ ¤ !3÷ Ê g � cÞ¤ !� é 4 ÷ ö�ï ÷ Ê 6 é ¤ !3 g1 3 4 Ê 66�@1 � 4 Ê 6 Y ¼�A; ´ (A.19)

On remarque que ces éléments de matrice dépendent d’une manière critique de la diffé-
rence d’énergie potentielle 4 1 3 4 Ê 6��51 � 4 Ê 6�6 entre les deux états électroniques considérés. On
peut donc s’attendre à des erreurs importantes dans l’ABO chaque fois que deux courbes se
trouvent très près en énergie l’une de l’autre.

A.2.3.2 Couplages cÞ¤ !� é ÷ � ¤ !3 ï ÷ Ê � g
En introduisant la relation de fermeture et en utilisant les résultats du paragraphe précé-

dent, on montre que :cÞ¤ !� é ÷ � ¤ !3÷ Ê � g � 4 1�«¢ � 3 6 ÷÷ Ê � cÞ¤ !� é 4 ÷ ö�ï ÷ Ê 6 é ¤ !3 g1 3 4 Ê 66�B1 � 4 Ê 6 ¤ñ �C-DV Ê ��' 3 Ë cÞ¤ !� é 4 ÷ ö-ï ÷ Ê 6 é ¤ !C g cÞ¤ !C é 4 ÷ ö-ï ÷ Ê 6 é ¤ !3 g4 1 3 4 Ê 66�@1 C 4 Ê 6�6 4 1 C 4 Ê 66�@1 � 4 Ê 6�6 ´ (A.20)

Encore une fois, ces éléments de matrice seront importants si deux courbes se trouvent presque
dégénérées. On note aussi qu’il existe maintenant aussi bien des éléments diagonaux que non-
diagonaux.

A.2.3.3 Couplages de Coriolis

Puisque l’opérateur ÀFE commute avec l’hamiltonien électronique 4 > ÀGE � j !W ¡ ? �È®76 , nous pou-
vons choisir les fonctions é ¤ !� g fonctions propres de j !W ¡ et ÀFE simultanément :

ÀHE;é ¤ !� g �¸eJI é ¤ !� g ´ (A.21)

On peut montrer aussi que BÀ �� ne commute pas avec j !W ¡ 4 >~BÀ �� � j !W ¡K? ¼� ®76 , à cause du terme
d’attraction entre électrons et noyaux qui détruit la symétrie sphérique du problème. Donc BÀ ��
aura des éléments de matrice diagonaux et non-diagonaux.

En tenant compte des considérations précédentes, on peut montrer que les éléments dia-
gonaux de j � sont : cÞ¤ !� é j � é ¤ !� g � cÞ¤ !� é�BÀ �� é ¤ !� g � Å e � I �Å ¾ Ê � ´ (A.22)

Il existe aussi pour ce couplage des éléments de matrice non-diagonaux que nous n’explicitons
pas ici.



A.3 Les niveaux d’énergie associés à une courbe de potentiel ö � 4 Ê 6 157

A.3 Les niveaux d’énergie associés à une courbe de potentielL ; ÌNM Î : rotation et vibration

A.3.1 Fonctions d’onde rotationnelles

Dans cette section, on s’intéresse à l’étude du mouvement des noyaux dans un potentiel
adiabatique ö � 4 Ê 6 . Les électrons sont décrits par une fonction d’onde électronique ¤ !O qui est
aussi fonction propre de l’opérateur ÀGE avec la valeur propre eJI . D’après (A.16) et (A.18),
l’équation pour le mouvement des noyaux s’écrit :© � e �Å ¾ ÷ �÷ Ê � ñ c ¤ !O é�Bh � é ¤ !O gÅ ¾ Ê � ñ�ö O 4 Ê 66� � ª n O 4 Ê �� @��!ð6 �ö®ø� (A.23)

où : ö O 4 Ê 6��=1 O 4 Ê 66� e �Å ¾ c ¤ !O é ÷ � ¤ !O÷ Ê � g ñ cÞ¤ !O é�BÀ �� é ¤ !O g � Å e � I �Å ¾ Ê � (A.24)

est le potentiel d’interaction dans l’approximation adiabatique. Ce potentiel étant central, on
peut séparer les variables angulaires  et ! de rotation de la variable radiale Ê de vibration :n O 4 Ê �� @�"!56 � � 4 Ê 6 å 4  @��!ð6 ´ (A.25)

Par ailleurs, cÞ¤ !O é Bh � é ¤ !O g commute avec c ¤ !O é hQP � é ¤ !O g et tous les deux commutent avec l’hamil-
tonien (A.23). On peut donc construire des fonctions3 å qui soient fonctions propres simul-
tanément de cÞ¤ !O é�Bh � é ¤ !O g avec la valeur propre e � h 4 h ñ,O6 et de c ¤ !O é�BhRP � é ¤ !O g avec la valeur
propre eô� û . Ces fonctions s’écrivent :

å ûÓ ì O 4  ��"!ð6 � S Å h ñëÌ × q ûUTÓ ì O 4 !m�� @�h®Û6�� (A.26)

où les fonctions q ûÓ ì O sont les éléments de matrice de l’opérateur rotation, encore appelées
matrices de Wigner.

A.3.2 Fonctions d’onde vibrationnelles

Il reste maintenant à étudier l’équation radiale vérifiée par � 4 Ê 6 :

� � e �Å ¾ ÷ �÷ Ê � ñ e � h 4 h ñÈO6Å ¾ Ê � ñ�ö O 4 Ê 66� � ¤ � 4 Ê 6m�È®ö´ (A.27)

3Nous avons écrit ici V et non ñ)W du fait que les opérateurs X�Y[ZW � �\ � � Y�ZW^] et X�Y_ZW � \a`-b � Y_ZW^] n’agissent que sur les
variables angulaires c et d .
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Cette équation n’a pas de solution analytique dans le cas d’un potentiel ö 4 Ê 6 quelconque.
On doit donc procéder par intégration numérique ou par des approximations. Pour l’étude
des états liés, les deux approximations les plus couramment utilisées sont l’approximation
harmonique et celle du rotateur rigide.

A.3.2.1 Approximation harmonique et approximation du rotateur rigide

Si on développe ö O 4 Ê 6 en série de Taylor autour de son minimum jusqu’au terme de se-
cond ordre, on aura : ö O 4 Ê 6 � �fe ! ñ Å � 4 Ê � Ê ! 6 � � (A.28)

où on a dénoté par Ê ! la position d’équilibre, c’est-à-dire telle que ÷ ö�ï ÷ Ê �ö® , par e ! � ö 4 Ê ! 6
l’énergie électronique de dissociation de la molécule dans l’état électronique considéré et par� la constante de force : � � � ÷ � ö O÷ Ê � ¤ _ } ´ (A.29)

Les énergies sont mesurées par rapport au seuil de dissociation. Si en outre on remplace dans
(A.27) le potential centrifuge par sa valeur en Ê � Ê ! (approximation du rotateur rigide), on
obtient l’équation de Schrödinger suivante :

� � e �Å ¾ ÷ �÷ Ê � ñ Å � 4 Ê � Ê ! 6 � ¤ � 4 Ê 6�� � � ñBe ! � e � h 4 h ñÈO6Å ¾ Ê �! ¤ � 4 Ê 6m� (A.30)

qui est l’équation d’un oscillateur harmonique. On aura alors :

� a û �.�fe ! ñ ` ! h 4 h ñëO6 ñùe Ò ! � Ã ñ Å ¤ � (A.31)

avec : ` ! � e �Å ¾ Ê �! � Ò ! � �¾ � (A.32)

qu’on appelle respectivement la constante de rotation et la fréquence de vibration.
Dans le cadre du modèle du rotateur rigide, les fonctions d’onde radiales ne dépendent

pas de h et la fonction d’onde totale s’écrit donc :

0 a û Ó ì O 4 Ê �� ��"!-� � Bë � � 6 � Ê � a 4 Ê 6 S Å�h ñÈÌ × q ûUTÓ ì O 4 !-�� ��h®76�¤ !O 4 � Bë � � � Ê 6�� (A.33)

avec : � a 4 Ê 6 � � Y �× ¤ { ß / ¶ Å a Ãhg é y 3 ´ ¤ _ y _ } ¦ ´ j a # Y 4 Ê � Ê ! 6 ( � (A.34)

où Y �4i ¾ Ò ! ï�e et j a désigne un polynôme d’Hermite.
En réalité, l’approximation du rotateur rigide n’est valable que pour des nombres quan-
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tiques de rotation faibles. Nous considérons donc par la suite les écarts par rapport aux deux
approximations faites ici.

A.3.2.2 Écart par rapport à l’approximation harmonique

On peut tenir compte des termes d’ordre supérieur au second dans le développement du
potentiel, en utilisant la théorie des perturbations. Le terme suivant de ce développement est :

ö » � ¹ g � ÷ » ö O÷ Ê » ¤ _ } 4 Ê � Ê ! 6 » ´ (A.35)

Si on définit : 4 Ê � Ê ! 6 � eÅ ¾ Ò ! 4 ¢�ñ'¢Jj&6m� (A.36)

où ¢ et ¢ j sont les opérateurs de création et d’annihilation tels que :¢ � a � ¶ Ã � a yz{ � ¢Jj � a �¸¶ Ã ñë � a 3 { � (A.37)

et on applique la théorie des perturbations au second ordre (la contribution du premier ordre
est nulle), on obtient :

9 � » �¸� ¹ g � ÷ » ö O÷ Ê » ¤ � _ } e �Á ¾ » Ò /! 4 ¹;® Ã � ñ ¹;® Ã ñëO6 ´ (A.38)

Très souvent, le terme suivant dans le développement du potentiel, c’est-à-dire :

ö /f� Ì g � ÷ / ö O÷ Ê / ¤ _ } 4 Ê � Ê ! 6 / (A.39)

a une contribution du même ordre de grandeur que (A.35). En effet, ce terme a un élément de
matrice diagonal non-nul et donc, au premier ordre des perturbations :

9 � /2� c � a é ö / é � a g �.� ¹Ì g � ÷ / ö O÷ Ê / ¤ _ } � eÅ ¾ Ò ! ¤ � 4 Å�Ã � ñ Å�Ã ñÈO6 ´ (A.40)

A.3.2.3 Écart par rapport à l’approximation du rotateur rigide : distortion centrifuge
et couplage vibration-rotation

Les calculs précédents reposent sur l’approximation du rotateur rigide où le potentiel cen-
trifuge était remplacé par sa valeur en Ê � Ê ! . Pour tenir compte de la variation de l’énergie
centrifuge en fonction de Ê , on procède au développement en série de Taylor de la somme :
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ölk8m 4 Ê 6 �×ö O 4 Ê 6 ñ e � h 4 h ñÈO6Å ¾ Ê � � (A.41)

qu’on connaît sous le nom de potentiel effectif. L’équation à résoudre est alors :

� � e �Å ¾ ÷ �÷ Ê � ñ�önkom 4 �Ê ! 6 ñ Å � ÷ � önkom÷ Ê � ¤qp_ } 4 Ê � �Ê ! 6 �ñ ¹ g � ÷ » ölkom÷ Ê » ¤ p_ } 4 Ê � �Ê ! 6 » ñë´b´b´ ¤ � a û 4 Ê 6 � � a û � a û 4 Ê 6�� (A.42)

où �Ê ! est déterminé par l’annulation de la dérivée première du potentiel effectif. Les niveaux
d’énergie sont donnés par :

� a û � önkom 4 �Ê ! 6 ñùe �Ò ! � Ã ñ Å ¤ �íe �Ò ! �� ! � Ã ñ Å ¤ � � (A.43)

avec : �Ò ! � ¾ � ÷ � önkom÷ Ê � ¤ p_ } � �� ! � e �Ò !Ì {{{ ölk8m 4 �Ê ! 6 {{{ ´ (A.44)

La dépendance en h des énergies se trouvent donc dans örkom et dans �Ê ! . Si on utilise (A.42)
et on garde uniquement les premiers termes d’un développement en 4 Ê � �Ê ! 6 , on obtient :

önkom 4 �Ê ! 6 �.�se ! ñ ` ! h 4 h ñÈO66� Ì ` »! h � 4 h ñÈO6 �e � Ò �! � (A.45)�Ò ! � Ò ! ñ ` ! h 4 h ñÈs6 � Å²Ê ! ` !e � ¾ Ò »! � ÷ » ö O÷ Ê » ¤ _ } ñ ¹Ê �! ¾ Ò ! ¤ � (A.46)�� ! � � Ò !�Ò ! ¤ � ! ´ (A.47)

Avec ces expressions, l’énergie des niveaux peut s’écrire :

� a û �.�se ! ñ ` a h 4 h ñëO66�ut ! h � 4 h ñÈs6 � ñùe Ò ! � Ã ñ Å ¤ �íe Ò ! � ! � Ã ñ Å ¤ � � (A.48)

avec : ` a � ` ! �u; � Ã ñ Å ¤ � (A.49)

; � ¹ôe » Ò !Å ¾ � Ê »! � Å �� � Ê ! ¤ � �=�.� ¹ g � ÷ » ö O÷ Ê » ¤ _ } � (A.50)

t ! � Ì ` »!e � Ò �! ´ (A.51)
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Dans ces expressions, nous avons défini la constante d’anharmonicité � . Comme les potentiels
moléculaires sont en général plus répulsifs pour les petits Ê que pour les grands Ê , � ê ® . Très
souvent, Å �µï � ê �ï Ê ! et alors ; ê ® . Ceci implique que la constante de rotation ` a est plus
petite pour les états vibrationnels excités. La constante ; est connue sous le nom de constante
de couplage rotation-vibration. Quant à la constante t ! qui est toujours positive, elle traduit
l’effet de la distortion centrifuge.

A.4 Les états et les énergies électroniques d’une molécule
diatomique

Dans la section précédente, nous avons étudié, dans le cadre de l’approximation adiaba-
tique, le mouvement des noyaux (rotation et vibration) dans le potentiel adiabatique ö � 4 Ê 6 .
Dans cette section, nous allons étudier, toujours dans le cadre de l’approximation adiabatique,
le spectre et les états propres de l’hamiltonien électronique j !W ¡ donné par l’équation (A.12).
Pour ce faire, nous commençons par étudier les symétries du problème électronique, ce qui
permet, entre autres, de classer les valeurs propres 1 � 4 Ê 6 de cet hamiltonien.

A.4.1 Les symétries de l’hamiltonien électronique

Examinons les opérateurs qui commutent avec j !W ¡ :
– opérateur ÀFE (rotation des électrons autour de l’axe internucléaire � ú )

En effet, la molécule possède une symétrie cylindrique autour de l’axe internucléaire� ú . La projection ÀFE du moment orbital des électrons sur cet axe se conserve donc
([ j !W ¡ � ÀHE ]=0). On note eJI les valeurs propres de cet opérateur.
Remarque : à la différence des atomes, les molécules diatomiques ne présentent pas de
symétrie sphérique. Par conséquent, [ j !W ¡ � BÀ �� ] ¼� 0 ;

– opérateur � £ ! (réflexion des électrons par rapport au plan ø � ú )j !W ¡ est invariant par réflexion à travers tout plan contenant l’axe internucléaire (comme
par exemple le plan ø � ú ). Par ailleurs, �£ �! �  , donc les valeurs propres de � £ ! sont £ �¯= . Néanmoins, rotation et réflexion ne commutent généralement pas. Lorsque I � ®
cependant, �£ ! ÀHE � ÀHE �£ ! , et £ est un bon nombre quantique (appelé parité de Krönig) ;

– opérateur �C ! (inversion des coordonnées des électrons par rapport à G)
Cette symétrie ne concerne que les molécules homonucléaires.
Les valeurs propres de �C ! sont Ò � ¯= (puisque �C �! �  ). On obtient des états dits �
(gerade) ou ³ (ungerade) selon que, respectivement, Ò � ñ4 ou Ò �¸�  ;

– opérateur B	 (rotation des spins électroniques)
Comme l’hamiltonien j !W ¡ n’agit pas sur les spins électroniques, nous pouvons écrire0 !� 4 � Bë � � � Ê �}ð ò$½ X 6 �×¤ !� 4 � Bë � � � Ê 6^v é ð ò$½ X g . Ainsi, on peut choisir B	 �� et 	 E comme opérateurs
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qui commutent entre eux et avec tous ceux qui précèdent. On note e � 	 ��4 	 � ñÈs6 et e � les
valeurs propres respectives de ces opérateurs. Par ailleurs J �wI ñ � sera aussi un bon
nombre quantique ( e J est la valeur propre de la composante selon l’axe internucléaire
de l’opérateur B' � BÀ � ñ B	 � ñ Bi ). Les atomes alcalins ayant un seul électron de valence, on
a ð { ' � � �ï Å , de sorte que l’on formera des états moléculaires de spin 0 ou 1, c’est-à-dire
des états singulets ( é 	 � �ö®µ� � �õ® g ) ou des états triplets ( é 	 � � ²� � �È®µ�}¯V g ).

Nous avons donc trouvé un jeu de bons nombres quantiques correspondant à des valeurs
propres d’opérateurs commutant entre eux et avec j !W ¡ . On écrira donc les états électroniquesé ;-��Iì� £ � Ò g v é 	 � � � g . Par ailleurs, les termes électroniques 1 � 4 Ê 6 pourront, comme en physique
atomique, être classés suivant les valeurs de ces nombres quantiques. À cet effet, on les note� 8 H 3 { é I é ¤ Ü ¦x yhx ' ¤ � ß Ü ¦ � (A.52)

avec la convention de nommer ces termes � �6z � 9 �b´P´ ´ si é I é �ö®µ�b²� Å �b´P´ ´ respectivement.

A.4.2 États électroniques : la méthode LCAO

Il existe plusieurs méthodes pour construire les états électroniques [39]. Cependant, nous
n’allons présenter ici qu’une seule méthode, la méthode LCAO (LCAO étant le sigle de Linear
Combination of Atomic Orbitals). Il s’agit de construire les états électroniques moléculaires à
partir des états atomiques caractérisant la configuration dans laquelle les deux atomes sont
très éloignés l’un de l’autre. Pour une introduction à la méthode LCAO, on pourra consulter
la référence [24] (complément GXI).

À grande distance internucléaire, les états électroniques sont construits comme des com-
binaisons linéaires d’états atomiques é|{ � G s g { v é|{ & � G & s g � v é 	 � � � g où { ( { & ) est la valeur propre
du moment orbital électronique de l’atome et G s ( G & s ) sa projection sur l’axe internucléaire.
Comme nous l’avons déjà fait remarqué, l’atome de césium ne possède qu’un seul électron de
valence et c’est la mise en commun de ces électrons de valence qui forme la liaison chimique
de la molécule Cs � . Deux contraintes sont imposées aux nouveaux états ainsi construits : tout
d’abord, il faut construire des combinaisons linéaires qui soient antisymétriques par rapport
à la permutation des deux électrons. Rappelons à cet effet que l’opérateur de symétrisation
dépend de l’opérateur de permutation ÷ { � et que ÷ { �;é { � G s g {D é { & � G & s gM� E � é { � G s g �D é { & � G & s g {E . Par
ailleurs, ces fonctions devront être aussi états propres de ÀGE , �£ ! et �C ! .

La méthode LCAO consiste donc à écrire la matrice de l’hamiltonien j !W ¡ 4 Ê 6 dans la base
des états atomiques décrits précédemment. La diagonalisation de cette matrice fournit les
potentiels adiabatiques (valeurs propres) ainsi que les états électroniques moléculaires (états
propres), qui sont des combinaisons linéaires d’orbitales atomiques. Par ailleurs, ces états mo-
léculaires (tout comme les potentiels) dépendent de Ê puisque l’opérateur j !W ¡ 4 Ê 6 , à la dif-
férence des orbitales atomiques é|{ � G s g , dépend de Ê . C’est en effet au travers des coefficients
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de la combinaison linéaire d’orbitales atomiques que les états électroniques moléculaires dé-
pendent de Ê .

Mentionnons pour exemple les états corrélés aux limites asymptotiques ( X ð2ñ X ð ) et ( X ðfñX ò ) :

4 X ðfñ X ð6 é � 8 H 3 { � 3y ' } g � ¶ Å ¦ é ®;® g {D é ®;® g � E ñ 4 � s6 8 H é ®²® g �D é ®;® g {E © v é 	 � � J g � (A.53)

4 X ð�ñ X òÉ6 é � 8 H 3 { é I é ¤ 3 ¦y ' } g � -ñ 4 � s6 8 H ÷ { �¶ Å ¦ é ®;® g {D é ~I g � E ñ Ò 4 � s6 8 H é �I g {D é ®;® g � E ©av é 	 � � J �uI g ´
(A.54)

A.4.3 Évolution des énergies électroniques dans la zone asymptotique en
fonction de la distance internucléaire �

Comme nous l’avons déjà fait remarqué au paragraphe A.2.1, les valeurs propres de l’ha-
miltonien électronique j !W ¡ dépendent de la distance internucléaire Ê . Selon les interactions
prédominantes, on distingue essentiellement deux régions.

A.4.3.1 Énergies électroniques à courte distance internucléaire

En bordure interne de la zone asymptotique (cf. introduction et figure 1), les énergies
électroniques varient fortement en fonction de Ê . En effet, les interactions prédominantes
changent avec Ê . Ainsi, le calcul de l’énergie électronique fait apparaître à courte distance
internucléaire la somme de deux termes ( 9 � Ý et 9 � ! � � Ü ) dus à l’interaction de Coulomb et
à l’interaction d’échange asymptotique. L’énergie d’échange, responsable de la liaison chi-
mique, résulte du recouvrement spatial des deux fonctions d’onde des électrons de valence
de chaque atome ; cette interaction décroît exponentiellement avec Ê (tout comme le recou-
vrement). Dans la zone asymptotique, nous pourrons approximer cette énergie par 9 � ! � � Ü �q ! � � Ü Ês��é y � 3 _ où q ! � � Ü , o et Y dépendent de l’état électronique considéré [18, 57]. Cette inter-
action est responsable de la séparation des états corrélés à la limite asymptotique ( X ð*ñ X ð ),
à savoir l’état � { � 3Ü (fondamental) et ¢ » � 3� (métastable). Quant à l’énergie de Coulomb, elle
reflète la valeur moyenne des interactions électrostatiques (interaction entre un noyau et un
électron situé autour du second noyau). Sa contribution décroît aussi exponentiellement avecÊ .

Dans la zone interne, lorsque les deux noyaux sont très proches l’un de l’autre, la répulsion
coulombienne s’exerçant entre eux est très forte et les potentiels électroniques présentent un
mur répulsif.

Il est à noter que dans la zone interne, la notion d’orbitales atomiques n’a plus guère de
sens. Le calcul des énergies électroniques est alors un problème de chimie quantique. Nous ne
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l’exposons pas ici car ce problème sort du cadre de ce manuscrit.

A.4.3.2 Énergies électroniques à grande distance internucléaire

Lorsqu’à grande distance internucléaire les fonctions d’onde électroniques ne se recouvrent
plus, c’est-à-dire lorsque l’énergie d’échange asymptotique 9 � ! � � Ü est négligeable, l’interac-
tion prépondérante est l’interaction électrostatique entre les moments dipolaires des deux
atomes neutres. Ces forces, dites forces de Van der Waals, sont de même nature que les forces
responsables de la liaison chimique ; l’hamiltonien de base est toujours électrostatique. Pour
les étudier, on se place à des distances Ê grandes devant la distance ë { ñ ë � où ë { et ë � sont les
distances moyennes de chaque électron de valence à l’atome. Pour fixer les idées, mentionnons
la borne4 fixée par LeRoy qui, dans le cas du césium, vaut 28,4 ¢�º .

L’atome  crée au niveau de l’atome Å un potentiel électrostatique avec lequel les charges
de l’atome Å interagissent, ce qui en retour donne naissance à une énergie d’interaction. Le
potentiel électrostatique créé par l’atome  peut être calculé en suivant un développement
multipolaire [24] (complément EX). Pour un atome neutre, la contribution principale est celle
du moment dipolaire électrique Bt { . L’atome Å étant également neutre, le terme prédominant
de l’énergie d’interaction provient de l’interaction entre le moment dipolaire Bt � et le champ
électrique produit par l’atome  , ce champ provenant essentiellement de Bt { . C’est pourquoi
cette interaction est nommée « interaction dipôle-dipôle », les autres termes étant plus faibles
(dipôle-quadrupôle, quadrupôle-quadrupôle, etc.). On obtient, en désignant par � é�E le vecteur
unitaire de la droite joignant les deux atomes :

öQ�ª� é �Ì ×�� º Ê » ¦ Bë { ´ Bë � � ¹ 4 Bë { ´ � é~E 6 4 Bë � ´ � é~E 6M© (A.55)� Ì ×�� º Ê » ¦ Bt { ´ Bt � �$¹ 4 Bt { ´ � é~E 6 4 Bt � ´ � é~E 6 © ´ (A.56)

Un calcul perturbatif permet de connaître l’influence de cette interaction sur deux atomes
neutres isolés [24] (complément CXI). On trouve finalement que l’on peut mettre l’énergie élec-
tronique sous la forme d’un développement en puissance inverse de la distance internucléaireÊ : 9 � � � � W Ø WÊ W � (A.57)

où les coefficients Ø W dépendent de l’état moléculaire considéré ; en particulier, la correction à
l’ordre un des perturbations de l’énergie pour les états moléculaire fondamentaux { � 3Ü et

» � 3�
est nulle. Le premier terme non nul du déveleppement est donc quadratique en ö � (comme
l’indique la théorie des perturbations au second ordre) et, poursuivant le développement, on
obtient :

4Cette borne a pour expression ú��+� = X��J� � $ � � �J� ] = L�� � X�� O � O � $ � � � O � ] � �
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9 � � 4 { � 3Ü � » � 3� 6 � � Ø IÊ I � Ø âÊ â � Ø { ºÊ { º ñë´ ´P´µ´ (A.58)

Remarque : à grande distance internucléaire, qui est le cas que nous considérons ici, les élec-
trons  et Å restent associés respectivement aux noyaux � et ` . Nous pouvons donc réécrire
l’hamiltonien (A.12) : j !W ¡ � j !W ¡ 4 � O6 ñ j !W ¡ 4 `VÅ 6 ñ j !W ¡ 4 � ;� `4Å 6�� (A.59)

où j !W ¡ 4 � s6 et j !W ¡ 4 `4Å 6 ne sont autres que les hamiltoniens de chaque atome. Quant à l’hamil-
tonien j !W ¡ 4 � ;� `4Å 6 , il représente l’interaction coulombienne due aux moments multipolaires,
c’est-à-dire l’interaction ö � que nous venons d’exposer ci-dessus.

D’autre part, il arrive souvent que la limite asymptotique associée à deux atomes dans leur
état fondamental ( �
	 { ß � ) soit choisie comme origine des énergies. Cela équivaut à remplacer la
valeur propre du fondamental de j !W ¡ 4 � O6�ñ j !W ¡ 4 `4Å 6 par zéro, de sorte que pour les courbes
de potentiel du fondamental, seul l’hamiltonien j !W ¡ 4 � ;� `VÅ 6 intervient.

A.5 Les principales corrections à l’hamiltonien non relativiste

Jusqu’ici, nous n’avons considéré que l’hamiltonien non relativiste j r �KsW ¡ . En effet, les dif-
férents opérateurs considérés n’agissaient pas sur le spin (électronique et/ou nucléaire). Dans
cette section, nous allons étudier certains effets relativistes en ne considérant que les interac-
tions dites de structure fine et de structure hyperfine.

A.5.1 Structure fine des molécules diatomiques

Dans cette section, nous n’allons traiter que la principale correction à l’énergie issue de
l’hamiltonien de structure fine : l’interaction spin-orbite. Cette interaction a pour origine l’in-
fluence des champs magnétiques créés par le mouvement des électrons sur les spins élec-
troniques. Cette interaction est importante pour les molécules lourdes comme le dimère de
césium.

Cette correction à l’énergie de la molécule dépend de la distance internucléaire du fait de
la grande variation des énergies électroniques en fonction de Ê . À courte distance internu-
cléaire, l’écart entre les courbes de potentiel moléculaire est si important que l’effet de l’inter-
action spin-orbite est très faible (cf. section A.6.1). Par contre, à grande distance internucléaire,
l’écart entre courbes de potentiel diminue fortement de sorte que l’interaction spin-orbite ne
peut plus être traitée comme une perturbation. Il faut alors recalculer les états propres et les
énergies propres en tenant compte de ce couplage (cf. section A.6.2).

À titre indicatif, mentionnons que dans le cas où l’hamiltonien spin-orbite peut être traité
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comme une perturbation (dans la base du cas (a) de Hund) et si l’on considère un même
multiplet ( 9 	 � �ö® ), on peut montrer que l’hamiltonien effectif de spin-orbite s’écrit :j � � �  � � 4 Ê 6 BÀ � ´ B	 � �  � � 4 Ê 6 � ÀFE 	 E ñ Å 4 À 3 	 y ñ À y 	 3 6 ¤ ´ (A.60)

À l’ordre un des perturbations, la correction à l’énergie électronique est donc 9 � � � �  � � 4 Ê 6 ¬I � .

A.5.2 Structure hyperfine des molécules diatomiques
L’hamiltonien hyperfin moléculaire est très complexe. Il résulte de l’interaction entre les

moments multipolaires électriques et magnétiques d’un noyau avec les champs électriques et
magnétiques d’un autre noyaux ou des électrons. On distingue alors les termes d’interactions
impliquants un seul atome ( j � �<; 4 � 6 ou j � �<; 4 ` 6 ) des termes d’interaction mettant en jeu les
deux atomes ( j � �g; 4 � � ` 6 ).

Généralement, les effets de couplage dus à cet hamiltonien sont très faibles ( j � �<;�� j � ; ).
Cependant, pour des distances internucléaires très grandes (environ ÌÍ®Ç¢@º ), ils ne sont plus
négligeables. Les mêmes remarques concernant l’interaction spin-orbite s’appliquent ici mais
pour des distances internucléaires différentes. Les états électroniques du cas (c) de Hund se-
ront donc d’autant plus sensibles à la perturbation hyperfine qu’ils sont proches. Enfin, à
grande distance internucléaire, on peut montrer que les effets perturbatifs induits par j � �<; 4 � 6
et j � �<; 4 ` 6 sont plus importants que ceux induits par j � �g; 4 � � ` 6 .

Par ailleurs, si l’on considère que l’hamiltonien hyperfin moléculaire est la somme des
deux hamiltoniens hyperfins atomiques, dont l’expression est donnée par :j � �<; 4 � 6 ��� ê� � V { · ; B{ � ´ BC Dë »D � ñSY ¹ 4 Bð � ´ � é~E 6 4 BC D ´ � é~E 66� Bð � ´ BC Dë »D � ñ o BC D ´ Bð � ¢ 4 ë D � 6 ¹ � (A.61)

il apparaît que j � �<; � j � �<; 4 � 6�ñ j � �<; 4 ` 6 ne commute pas avec l’opérateur �C ! . Du fait des
interactions hyperfines, Ò n’est plus un bon nombre quantique. On parle alors de brisure de
symétrie ³�ïO� .

Pour terminer, revenons sur la signification des différents termes de l’équation (A.61) : le
premier terme représente l’interaction du moment magnétique nucléaire Bu 5 ê � o 5 BC D avec le
champ créé par la rotation des électrons situés à une distance ë D � du noyau � ; chaque électron
ayant un moment orbital B{ � . Le deuxième terme représente l’interaction dipôle-dipôle entre les
moments magnétiques des électrons Bu � ó � o � Bð � et celui du noyau Bu 5 ê . Le troisième terme est
l’énergie d’interaction de contact de Fermi qui provient de la singularité en ë D � �ö® du champ
créée par le moment magnétique du noyau.
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A.6 Les cas (a) et (c) de Hund
En physique atomique, la classification des différentes configurations électroniques s’ap-

puie sur les opérateurs qui commutent avec l’hamiltonien (électronique). Le jeu de bons nombres
quantiques ainsi déterminé sert alors à nommer ces configurations. En physique moléculaire,
la démarche est semblable, quoique plus compliquée. En effet, l’énergie électronique varie
en fonction de la distance internucléaire, de sorte que le jeu de bons nombres quantiques in-
tervenant dans la dénomination des termes électroniques dépend lui aussi de Ê . Avant de
déterminer les opérateurs qui commutent avec l’hamiltonien électronique, il faut d’abord dé-
terminer quelles seront les principales contributions à cet hamiltonien. On distingue plusieurs
cas qui dépendent du poids relatif de j !W ¡ , de j � � (cf. section A.5.1) et de j ¡»� � (couplage BÀ � , B	 �
avec Bi )5. Ces différents cas sont appelés « cas de Hund ». Nous en détaillons deux, les cas (a)
et (c) de Hund.

A.6.1 Le cas (a) de Hund : � Å���� � Å ~�	 � � Å $ 	 ±
C’est le cas que nous avons étudié au paragraphe A.4, où l’hamiltonien électrique se réduit

à j !W ¡ . Autrement dit, nous avons supposé dans ce paragraphe que l’interaction électrique
entre les deux atomes était si forte que la séparation en énergie entre les états électroniques
(issus de la diagonalisation de j !W ¡ et caractérisés par différentes valeurs de é I é ) était plus
grande que l’écart de structure fine (dû à l’interaction spin-orbite).

Dans le cas (a) de Hund, BÀ � et B	 � sont donc faiblement couplés entre eux mais ils sont
chacun fortement couplés avec � é�E , c’est-à-dire avec l’axe internucléaire. Par conséquent, I et� sont bien définis, ainsi que J �<I ñ � .

Par ailleurs, nous avons déjà étudié les opérateurs qui commutent avec j !W ¡ (cf. section
A.4.1), de sorte que l’on nomme les termes électroniques 1 � 4 Ê 6 de la manière suivante :� 8 H 3 { é I é ¤ Ü ¦x yhx ' ¤ � ß Ü ¦ ´ (A.62)

A.6.2 Le cas (c) de Hund : � Å ~�	�� � Å���� � Å $ 	 ±
Lorsque la distance entre les noyaux Ê augmente, l’interaction des atomes s’affaiblit et peut

finalement devenir petite en comparaison de l’interaction spin-orbite dans les atomes. On ne
peut donc plus traiter j � � comme une perturbation de j !W ¡ : il faut diagonaliser simultanément
la somme j !W ¡ ñ j � � . De ce fait, seul J reste un bon nombre quantique, puisque ni À�E ni 	 E ne
commutent avec j � � .

Notons par ailleurs que dans le cas (c) de Hund, le spin électronique ne joue plus un
rôle passif comme dans le cas (a) de Hund. � £ ! ne commute plus avec le nouvel hamilto-

5 ����� ó � ��o������ � correspond à l’énergie cinétique de rotation des noyaux (cf. équation (A.5))
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nien électronique. Il faut donc maintenant considérer l’opérateur6 ¥ £ ! qui a pour valeur propre£ & � £ 4 �ÛO6 8 � ¯V .
Dans le cas (c) de Hund, les états électroniques sont donc caractérisés par J , Ò ( ³·ï� ) et

éventuellement, lorsque J �ö® , par £ & ( ¯ ). On note ces états comme suit :é J é ¤ Ü ¦¤ � ß Ü ¦ ´ (A.63)

Remarque : afin d’obtenir les états propres du cas (c), on diagonalise, à l’intérieur de chaque
sous-espace de J donné, les matrices de j !W ¡ ñ j � � (cf. équations (A.57) et (A.60)) écrites dans
la base du cas (a) de Hund. Les états du cas (c) sont donc des combinaisons linéaires d’états
du cas (a).

6  ¡ Z ��¢¡ Z ?sV �¤£¦¥¨§'^© ��c ��ª � , où V �¤£¦¥«§'^© ��c7� est l’opérateur rotation de spin d’angle c par rapport à l’axe �U¬ .



Annexe B

Collisions binaires froides. Longueurs de
diffusion

Cette annexe a pour but de donner les principaux résultats utiles en physique des colli-
sions. Plus précisément, nous limiterons ces rappels aux collisions binaires à basse énergie. De
même que dans l’annexe précédente, lorsque nous illustrerons la théorie par des exemples, il
s’agira toujours d’applications aux atomes alcalins Na ou Cs.

Mentionnons par ailleurs que ces rappels peuvent être trouvés dans différents cours ou
livres dont les références sont indiquées dans la bibliographie [60, 77, 43, 44, 24, 95].

B.1 Collisions binaires élastiques

B.1.1 Généralités

Commençons par considérer une collision entre deux particules de masse respective � { et� � interagissant par le potentiel ö 4 Bë { � Bë � 6 . L’hamiltonien du système dans le référentiel1 du
laboratoire s’écrit : j � �ts s 42å ¤ ; � #0! ¦æ 6 � Bò �{Å � { ñ Bò ��Å � � ñ¥ö 4 Bë { � Bë � 6�´ (B.1)

Plutôt que de travailler avec six degrés de liberté, nous nous plaçons dans le centre de masse
( B÷  � B® ). L’hamiltonien (B.1) s’écrit alors [24] (chapitre VII) :j � �ts s 42å ¤ ; � #0! ¦ 6 � Bò �Å ¾ ñ�ö 4 Bë 6 � (B.2)

où Bò.� Bò { � Bò � , Bë � Bë { � Bë � et ¾ � � { � � ï 4 � { ñá� � 6 est la masse réduite du système. Il
s’agit de l’hamiltonien d’une particule fictive (la particule relative) de masse ¾ , de vitesseBÃ � z Bë ï z Õ � e B� ï�¾ et d’énergie �® � e � � � ï Å ¾ .

1Pour la définition des référentiels, on pourra se reporter à l’annexe A et plus particulièrement à la figure A.1.
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Afin de déterminer les propriétés « collisionnelles » du potentiel ö 4 Bë 6 , nous nous inté-
ressons aux états stationnaires de l’hamiltonien (B.2), c’est-à-dire au problème aux valeurs
propres correspondant à une énergie positive bien définie �f � e � � � ï Å ¾ :

� Bò �Å ¾ ñ�ö 4 Bë 6 ¤ 0 è 4 Bë 6�� �� 0 è 4 Bë 6�� (B.3)

où nous supposons que ö 4 Bë 6 ¶ ® lorsque é Bë é ¶ ¨ .

Nous recherchons maintenant une solution de (B.3) ayant la forme asymptotique ( é Bë é ¶ ¨ )
suivante : 0 è 4 Bë 6 î¡ 1 x é � è°¯ è¡ ñ �  4 BX � BX & 6 é �  ¡ë � (B.4)

où BX � B� ï � et BX & � Bë ï ë . La signification physique de cet état stationnaire de diffusion est claire :
il s’agit de la superposition d’une onde plane incidente de vecteur d’onde B� (première partie
de (B.4)) et d’une onde sphérique diffusée (seconde partie de (B.4)). À un point Bë donné, l’am-
plitude de diffusion �  4 BX � BX & 6 dépend de l’énergie de la particule relative par l’intermédiaire
de � et de la direction incidente BX et de la direction d’observation BX & .

Un résultat important de la diffusion par un potentiel est l’expression suivante de l’ampli-
tude de diffusion [60, 77] :�  4 BX � BX¥& 6��¸� ¾Å�× e ��± é-² � è � ¯ è³ � ö 4 Bë & 6 0 è 4 Bë & 6 z » ë &)´ (B.5)

où B� &)µ � BX & . Cette équation relie la valeur de la fonction d’onde 0 è 4 Bë 6 (ou, autrement dit, l’am-
plitude de diffusion) loin de la région de diffusion aux valeurs de la même fonction d’onde
dans la région de diffusion.

À partir de la valeur de l’amplitude de diffusion, il est possible de déterminer les sections
efficaces de diffusion partielle et totale :z[¶z J µ é �  4 BX·´ BX¥& 6 é ¸ ¶ 4 � ´ BX 6 µ ± éê�  4 BXU´ BX6& 6 é ¸ z ¸ X¥&)´ (B.6)

Enfin, terminons cette section par l’approximation de Born : l’analyse complète d’un pro-
blème de diffusion nécessite de résoudre une équation de Schrödinger à trois dimensions, ce
qui, en règle générale, est un problème complexe. C’est pourquoi il est très utile de pouvoir
obtenir une estimation rapide des propriétés de diffusion d’un potentiel donné en utilisant
l’approximation de Born. Cette approximation consiste à évaluer l’amplitude de diffusion au
premier ordre en ö . Dans l’équation (B.5), il s’agit alors remplacer la solution exacte 0 è 4 Bë & 6
(mais inconnue) par la fonction d’onde d’ordre zéro en ö , à savoir é � è"¯ è³ � . On aboutit alors à la
relation : �  4 BX¹´ BX6& 6 µwº »¼ × e ¸ ± é � ¤ è ² è � ¦ ¯ è³ � ö 4 Bë & 6 z » ë &l´ (B.7)
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reliant ainsi l’amplitude de diffusion à la transformée de Fourier du potentiel diffuseur ö 4 Bë 6 .
B.1.2 Potentiel central et développement en ondes partielles

Considérons le cas d’un potentiel central ö 4 ë 6 ne dépendant que de la distance ë entre
les deux particules. Ce potentiel étant à symétrie sphérique, il est clair que l’amplitude de
diffusion ne dépend que de l’angle  entre les deux vecteurs unitaires BX et BX & ( ¦�§ �  µ BXU½ BX & ) ; de
sorte que nous écrirons �  4 BX¹´ BX & 6 e �  4  Û6 .

Notons à présent � & la direction de l’onde incidente. Afin de tenir compte de la symétrie du
problème, il est commode de développer l’onde incidente et l’onde diffusée sur une base de
vecteurs propres de B ji ¸ et ji P � (base des ondes partielles), où B ji µ Bë , Bò est le moment angulaire
relatif : 0 è 4 Bë 6 µ x¾|¿ $VlÀ

¿ ¾ÓÂÁ§ V ² ¿ ÄÃ  '
¿  4 ë 6ë � Ó�Á§¿  4+Å ´ !ð6 ½ (B.8)

! est l’angle azimuthal autour de l’axe � � & et les � ÓÂÁ§¿  4ÆÅ ´ !56 sont les harmoniques sphériques.
À ce stade, les fonctions radiales Ã  '

¿  4 ë 6 ne sont pas connues.
Par ailleurs, puisque la fonction d’onde incidente est un vecteur propre de ji P � avec la va-

leur propre Ç , le développement de é �  P � est indépendant de l’angle azimutal ! ( È ¿  µ Ç ), de
sorte que l’on aboutit à [77] :é �  P � .³ 1 x É¼ ½ � ë x¾ ¿ )VlÀ 4 ¼ ji�Ê É 6ÌË ¿  4 ¦g§ � Å 6 # 4 º É 6 ¿  3ÎÍ é-² �  ³ Ê é �  ³ ( ´ (B.9)

où Ë ¿  sont les polynômes de Legendre. Par conséquent, l’onde incidente est la superposition
d’ondes entrantes Ë ¿  4 ¦�§ � Å 6 é ² �  ³"Ï ë et d’ondes sortantes Ë ¿  4 ¦g§ � Å 6 é �  ³"Ï ë , avec une phase relative
égale à Ç ou × selon la parité de ji .

L’état stationnaire de diffusion 0 è 4 Bë 6 est asymptotiquement la somme de l’onde incidente
et de l’onde diffusée Ð  4+Å 6 é �  ³�Ï ë . On peut donc écrire :

0 è 4 Bë 6 .³ 1 x É¼ ½ � ë x¾Ñ¿ )VlÀ 4 ¼ ji�Ê É 6ÒË ¿  4 ¦�§ � Å 6 # 4 º É 6 ¿  3ÎÍ é ² �  ³ Ê 	 ¿  4 � 6 é �  ³ ( ´ (B.10)

où les coefficients 	 ¿  4 � 6 µ é ¸ �ÔÓ Á§ ¤  ¦ (appelés éléments de la matrice de diffusion 	 ) ont un mo-
dule égale à É ce qui, de manière équivalente, signifie que les déphasages ¢ ¿  4 � 6 (définis modulo× ) sont réels. En effet, du fait de la symétrie sphérique du potentiel, il y a conservation du flux
pour chaque onde partielle.

La résolution du problème de diffusion revient maintenant à déterminer les déphasages¢ ¿  4 � 6 . Pour cela, il suffit d’utiliser l’équation (B.8) dans l’équation (B.3), ce qui nous donne une
équation de Schrödinger pour chaque fonction radiale Ã  '

¿  4 ë 6 . En supposant que Ã  '
¿  4 ë 6 Ï ë est
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régulière à la distance ë µ Ç , cette équation s’écrit :

º e ¸¼ » z ¸ Ã  '
¿  4 ë 6z ë ¸ Ê # ji 4 jiÕÊ É 6he ¸¼ » ë ¸ Ê ö 4 ë 6[ \�] ^�

eff
¤«³ ¦ ºfÖ ( Ã  ' ¿  4 ë 6 µ ÇR½ (B.11)

Nous choisissons la forme asymptotique (normalisée en énergie) suivante pour sa solution (cf.
équation (B.10)) :

Ã  '
¿  4 ë 6 .³ 1 x S ¼ »× e ¸ �
× 4 º É 6 ¿  3ÎÍ é ² �  ³ Ê 	 ¿  4 � 6 é �  ³�Ø ´ (B.12).³ 1 x S ¼ »× e ¸ � ��¡®¢ÚÙ � ë º ji × ¼ Ê ¢ ¿  4 � 62( ½ (B.13)

On voit donc sur cette équation que, par rapport au mouvement d’une onde libre ( ö 4 ë 6 µ Ç ),
le potentiel introduit un déphasage ¢ ¿  4 � 6 .

Ainsi, pour un potentiel central ö 4 ë 6 donné, nous résolvons (numériquement ou analyti-
quement) l’équation (B.11). Puis nous extrayons ¢ ¿  4 � 6 à partir de sa dépendance asymptotique
en ë . Ensuite, nous pouvons obtenir l’amplitude de diffusion :

Ð  4ÆÅ 6 µ É¼ ½ � x¾Ñ¿ 2VlÀ 4 ¼ ji�Ê É 6ÌË ¿  4 ¦g§ � Å 6 Ù 	 ¿  4 � 6 º É ( ´ (B.14)

et la section efficace totale ¶ 4 � 6 :¶ 4 � 6 µ x¾ ¿ )VlÀ ¶ ¿  4 � 6 avec ¶ ¿  4 � 6 µÜÛ ×� ¸ 4 ¼ ji�Ê É 6 ��¡®¢ ¸ ¢ ¿  4 � 6 ½ (B.15)

B.1.3 Particules identiques

Jusqu’ici, nous avons supposé que les particules É et ¼ étaient discernables. Pour des par-
ticules identiques, il faut prendre en compte le postulat de symétrisation qui stipule queÝ 4 Bë Í ´ Bë ¸ 6 µ � Ý 4 Bë ¸ ´ Bë Í 6 avec � µ Ê É (respectivement º É ) pour des bosons (respectivement fer-
mions) identiques. En partant de : Ý 4 Bë Í ´ Bë ¸ 6 µ é � èÞ�ß ¯ è_)ß 0 è 4 Bë 6 ´ (B.16)

où Bà  µ 4 Bë Í Ê Bë ¸ 6 Ï_¼ et Bë µ Bë Í º Bë ¸ , on aboutit à 0 è 4 Bë 6 µ ��0 è 4 º Bë 6 . L’état stationnaire de diffusion
symétrisé a alors pour forme asymptotique ( � ¼µ Ç ) :

0 è 4 Bë 6 .³ 1 x é �  P � Ê ��é ² �  P �¶ ¼ Ê Ð  4+Å 6 Ê ��Ð  4 × º Å 6¶ ¼ é �  ³ë ´ (B.17)



B.1 Collisions binaires élastiques 173

de sorte que la section efficace différentielle s’écrit :z[¶z J µ4á Ð  4+Å 6 Ê ��Ð  4 × º Å 6 á ¸a´ (B.18)

où Å varie de Ç à × Ï_¼ dans ce cas.
Nous utilisons maintenant la parité 4 º É 6

¿ 
des harmoniques sphériques : les seules ondes

partielles contribuant à la section efficace de diffusion pour des bosons (respectivement fer-
mions) identiques correspondent aux valeurs paires (respectivement impaires) de ji . Le postu-
lat de symétrisation double donc la contribution des ondes partielles paires pour des bosons
(des ondes partielles impaires pour les fermions) et annulent celle des ondes partielles im-
paires (paires pour les fermions) :

Bosons : ¶ E 4 � 6 µãâ ×� ¸ ¾¿  paires

4 ¼ ji�Ê É 6 ��¡£¢ ¸ ¢ ¿  4 � 6 ´ (B.19)

Fermions : ¶ p 4 � 6 µ â ×� ¸ ¾¿  impaires

4 ¼ ji�Ê É 6 ��¡£¢ ¸ ¢ ¿  4 � 6 ½ (B.20)

B.1.4 La limite des basses énergies
B.1.4.1 Diffusion en onde ä . Longueur de diffusion

Revenons au potentiel effectif ö eff 4 ë 6 de l’équation (B.11). Ce potentiel effectif est la somme
de deux termes, le potentiel diffuseur ö 4 ë 6 d’une part et la barrière centrifuge ji 4 jiÕÊ É 6he ¸ Ï_¼ » ë ¸d’autre part. Pour la seule onde partielle ji µ Ç , le potentiel effectif se réduit au potentiel diffu-
seur. Par conséquent, pour les autres ondes partielles, la particule relative ayant une énergieÖ bien inférieure à la hauteur de la barrière centrifuge ne « sentira » pas l’effet du poten-
tiel diffuseur ö 4 ë 6 et sera simplement réfléchie par la barrière centrifuge. On s’attend donc à
basse énergie à ce que la diffusion due au potentiel ö 4 ë 6 tende vers zéro pour toutes les ondes
partielles, excepté pour l’onde ji µ Ç (onde ä ).

Plus précisément, on peut montrer que [60, 77] :¢ ¿  4 � 6 . 1 À � ¸ ¿  3ÎÍ modulo ×å´ (B.21)

de sorte que la section efficace de l’onde partielle ji est telle que :¶ ¿  DVlÀ 4 � 6 µ Û ×� ¸ 4 ¼ ji�Ê É 6 ��¡£¢ ¸ ¢ ¿  4 � 6 . 1 À � / ¿  ºÎæ6ç À ÇQ½ (B.22)

La diffusion à basse énergie est alors isotrope. La section efficace prend la forme :
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è ¡¤é�ç À ¶
¿ )VlÀ 4 � 6 µ è ¡¤é�ç À Û ×�ê ¸Ù É º Í¸ � ¸ ê ë !�ë ¸ Ê � ¸ ê ¸ µ Û ×�ê[¸�´ (B.23)

où ë ! est appelé la « portée effective » du potentiel et ê la longueur de diffusion, définie par :

ê µ è ¡¤é�ç À ºíì6î ¢®ï À 4 � 6� ½ (B.24)

Aussi, à basse énergie, la fonction d’onde radiale s’écrit asymptotiquement :

Ã  ' À 4 ë 6 î³ ç x ��¡£¢ 4 � ë Ê ï À 4 � 6�6 ´ (B.25)î³ ç x�ç À ��¡£¢�Ù � 4 ë º ê 6 ë ´ (B.26)

puisque ì�î ¢�ï À 4 � 6Hð ï À 4 � 6 lorsque � æ Ç .
Remarques :

– la diffusion à basse énergie n’est isotrope que si le potentiel décroît suffisament vite à
l’infini. Si ce dernier décroît comme ë ² » ou moins vite, toutes les ondes partielles contri-
buent à basse énergie [77] ;

– même avec des potentiels de Van der Waals variant en ë ² I , l’équation (B.21) doit être
utilisée avec prudence. En effet, pour des potentiels ö 4 ë 6 î ë ² W , l’équation (B.21) n’est
valable que si ¼ jñ�Ê�ò�ó X , c’est-à-dire jñ µ Ç et jñ µ É pour un potentiel de Van der Waals
( X µAô ). Pour les ondes partielles telles que ¼ jñ�Ê�òöõ÷ò , on a ï

¿ø 4 � 65ù�ç À � W ²^¸ modulo × [77] ;
– Pour jñ ¼µ Ç , il peut exister des états quasi-liés. Par conséquent, un phénomène de réso-

nance se produira dès lors que la particule relative incidente aura une énergie proche
de celle du niveau quasi-lié. Ces résonances dites « de forme » (cf. section B.3) peuvent
augmenter considérablement la contribution des ondes partielles jñ ¼µ Ç dans un domaine
d’énergie où l’on s’attend à n’avoir qu’une diffusion en onde ä ( jñ µ Ç ) [44].

B.1.4.2 Interprétation géométrique de la longueur de diffusion

Afin de donner une interprétation géométrique de la longueur de diffusion, commençons
par considérer la fonction ú  ' À 4 ë 6 définie pour tout ë par :ú  ' À 4 ë 6 µ ��¡£¢ 4 � ë Ê ï À 4 � 6�6 ½ (B.27)

Cette fonction prolonge le comportement asymptotique de Ã  ' À 4 ë 6 jusqu’à ë µ Ç . Considérons
alors les nœuds ë�ûW 4 � 6 de ú  ' À 4 ë 6 . Ces derniers vérifient la relation :ë ûW 4 � 6 µ º ï À 4 � 6 Ê X6×� X entier ½ (B.28)
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Ainsi, lorsque � æ Ç , tous les nœuds tendent vers ü ¨ excepté un ( X µ Ç ) qui tend vers ê (qui
peut être positive ou négative). Autrement dit, pour � µ Ç , la fonction ú À ' À 4 ë 6 est linéaire en ë
(cf. figure B.1). En effet, lorsque � æ Ç , on a :

��¡£¢ 4 � ë Ê ï À 4 � 6�6ýð � ë ¦g§ �hï À 4 � 6 Ê ��¡£¢�ï À 4 � 6 ´ (B.29)ð �C¦�§ �hï À 4 � 6®þlÿ Ê ì6î ¢®ï À 4 � 6� � ´ (B.30)ð �C¦�§ �hï À 4 � 6 4 ÿ º ê 6 ½ (B.31)

Nous n’avons considéré ici que le premier terme du développement de ï À 4 � 6 aux faibles
énergies. À l’ordre supérieur intervient la portée effective ÿ ! qui, qualitativement, donne une
estimation de la valeur de ÿ pour laquelle ú  ' À 4 ÿ�6 diffère de Ã  ' À 4 ÿ�6 . Ainsi, l’accumulation de
phase due au potentiel à énergie nulle est rigoureusement liée à la longueur de diffusion.
Par contre, à énergie non nulle (mais faible), un déphasage supplémentaire apparaît. On peut
montrer que si le potentiel décroît plus vite que ÿ ²�� , la portée effective peut être approximée
par [95] : ÿ ! µ ¼ ± xÀ × ú ¸ ' À 4 ÿ�� 6 º Ã ¸ ' À 4 ÿ�� 6 Ø z ÿ�� ´ (B.32)

de sorte que l’on a : è ¡¤é�ç À �¼¦g§ ì ï À 4 � 6 µ º Éê Ê É¼ � ¸ ÿ ! ½ (B.33)

B.1.4.3 Puits carré de potentiel. Résonance de diffusion

Afin de mieux comprendre les idées physiques relatives à la notion de longueur de dif-
fusion, nous allons résoudre le problème du puits carré. L’intérêt d’utiliser ce modèle est de
pouvoir mener les calculs à leur terme et ainsi de pouvoir faire apparaître les liens existants
entre la longueur de diffusion et les paramètres du potentiel. L’utilisation de ce potentiel mo-
dèle nous permettra également d’illustrer la notion de résonance de diffusion. Par ailleurs,
beaucoup de résultats obtenus ici pourront être généralisés à des potentiels plus réalistes.

Considérons donc un puits carré de profondeur ö À µ��J¸	� ¸À Ï_¼ » et de largeur z :

ö 4 ÿÛ6 µ�
 º ö À ÿ ó zÇ ÿ� z ½ (B.34)

La solution de l’équation (B.11) avec jñ µ Ç et Ö õ Ç est :

Ã  ' À 4 ÿÛ6 µ � ��¡£¢ 4 � ÿÛ6 ÿ ó z ´
Ã  ' À 4 ÿÛ6 µ�� ��¡£¢ × � ÿ Ê ï À 4 � 6 Ø ÿ� z ´ (B.35)

où � ¸sµ�� ¸À Ê � ¸ . La continuité de la solution ainsi que sa dérivée en tous points (et donc au
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FIG. B.1 – Exemples d’ondes � au seuil � À ' À�� ��! pour une longueur de diffusion K posi-
tive (a) et négative (b).
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FIG. B.2 – (a) représentation des paramètres définissant le puits de potentiel. (b) évo-
lution de la longueur de diffusion en fonction de ( À*),+ -/.10^À�2�3 . La longueur de diffu-
sion peut être positive ou négative. Elle diverge pour des valeurs de ( À correspondant
à l’apparition d’un niveau lié dans le puits.
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point ÿ µ�4 ) permet de trouver l’expression du déphasage :

ï À�57698 µwº 6 4 Ê î;:=<°ì6î;> þ 6� ì�î;> 5 �?4 8 � ´ (B.36)

qui, lorsque 6 æ Ç , devient : ê µ@4 þ É ºAì�îA> 5 � À 4 8� À 4 � ½ (B.37)

Ce résultat, représenté sur la figure B.2, amène les remarques suivantes :
– pour un « petit » potentiel, c’est-à-dire � À 4 óCB Ï_¼ , la longueur de diffusion ê est négative.

La condition � À 4 óDB Ï_¼ correspond au cas où E À est trop petit pour porter un état lié ;
– si l’on augmente de façon continue la profondeur E À du puits, on voit que la longeur de

diffusion devient infinie pour � À 4 µ B Ï_¼ , c’est-à-dire lorsque le potentiel est suffisam-
ment profond pour porter un état lié. Si l’on continue à accroître E À , on s’aperçoit que
ces divergences apparaissent pour toutes les valeurs de E À telles que � À 4�µ 5GF Ê É Ï�¼ 8 B(c’est-à-dire </H;I 5 � À 4 8 µ Ç ), où F est un entier. Chacune de ces valeurs particulières deE À correspond à l’apparition d’un nouveau niveau lié dans le puits de potentiel. Cette
relation entre les divergences de la longueur de diffusion et l’apparition d’un niveau lié
est générale (théorème de Levinson [60]). Ces résonances menant à la divergence de la
longueur de diffusion sont appelées résonances de diffusion ;

– lorsque E À est tel que � À 4 soit légèrement inférieur à 5JF Ê É Ï_¼ 8 B , la longueur de diffusionê est négative. Par ailleurs, lorsque � À 4 est légèrement supérieur à 5GF Ê É Ï_¼ 8 B (apparition
d’un état lié de faible énergie), ê est positive. Ce résultat est général.

B.2 Collisions élastiques en présence de processus
inélastiques. Potentiel central

Jusqu’ici, nous n’avons considéré que la collision de deux particules sans structure interne.
De manière générale, les résultats obtenus précédemment s’appliquent à des collisions n’im-
pliquant pas de changement de structure interne. Aussi, si l’on appelle á KMLON l’état interne initial
du système et á KQP�N son état interne final, on parle de collision élastique lorsque á KRP�N�µ áSKTLJN .
Dans le cas contraire, on parle de collision inélastique. C’est ce type de collisions que nous al-
lons traiter dans cette section. Par ailleurs, le jeu de nombres quantiques KTU s’appelle une voie
(ou un canal) de collision [49]. La présence de voies de collisions inélastiques, comme nous le
verrons, exerce une certaine influence sur les propriétés de la diffusion élastique.

Dans le cas général où l’on a différentes voies de collision, l’expression asymptotique de
la fonction d’onde du système de deux particules en collision est une somme où chaque voie
possible est représentée par un terme :
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á Ý NWV³ çYXDZ L/[\=] ¯ [³ áSKTLJN Ê ¾^�_�` [\ _ Ð ^ _ ` ^ ] 5�a6 P ´ a6 L 8 Z L \ _�³ÿ á KQP�N ½ (B.38)

Entre autres, on a notamment un terme décrivant les particules dans l’état initial inchangé
(voie d’entrée). C’est le produit des fonctions d’onde de l’état interne des particules ( áSKQLJN�µáSKTL 5 É 8 KTL 5 ¼ 8 N ) et de la fonction d’onde décrivant le mouvement relatif dans le référentiel du
centre de masse au repos. C’est précisément cette fonction qui nous intéresse à présent ; nous
la désignons par b et nous recherchons sa forme asymptotique.

Dans la voie d’entrée, la fonction d’onde b µ b [\=] 5 aÿ 8 est formée par une onde plane inci-
dente et une onde sphérique divergente qui correspond à la diffusion élastique. La différence
consiste en ce que l’expression des fonctions radiales Ã \c] ` ¿ø 5 ÿ 8 ne peut s’écrire sous la forme
d’une onde stationnaire. L’onde stationnaire est la somme d’une onde convergente et d’une
onde divergente de même amplitude. Du fait de la présence de processus inélastiques, l’am-
plitude de l’onde divergente est plus petite que celle de l’onde convergente. En conséquence,
l’expression asymptotique de b [\=] 5 aÿ 8 sera donnée par la formule :

b [\c] 5 aÿ 8 ù³ çYX É¼�d 6 L ÿ X¾ ¿øGe À 5 ¼gfñ�Ê É 8 Ë ¿ø 5 </H;Iih 8 Ù 5 º É 8
¿ø/j Í Z ² L \c] ³ Êlk ¿ø 5m6 L 8 Z L \=] ³ ë ´ (B.39)

avec cette différence que les éléments diagonaux de la matrice de diffusion k ¿ø 576 L 8 µ k LnL¿ø 576 L 8
sont maintenant des quantités complexes de module inférieur à un. L’amplitude de diffusion
élastique s’exprime à l’aide de ces quantités par la formule (B.14) :

Ð \c] 5 h 8 µ É¼Ad 6 L X¾ ¿øme À 5 ¼ fñ�Ê É 8 Ë ¿ø 5 </HoIih 8 Ù k ¿ø 576 L 8 º É ë ½ (B.40)

Pour la section efficace totale de la diffusion élastique ¶qprms , du fait de la présence de proces-
sus inélastique, on obtient :¶ pr7s 576 L ´ KtL ´ KTL 8 µ B6 ¸L X¾|¿øGe À 5 ¼ufñ�Ê É 8 á É º k ¿ø 5m6 L 8 á ¸�´ (B.41)

au lieu de la formule (B.15). La section efficace totale de la diffusion inélastique peut aussi
s’exprimer en fonction des éléments de la matrice de diffusion k LnL¿ø 576 L 8 . Il suffit pour cela de
remarquer que, pour chaque valeur de fñ , l’intensité de l’onde divergente est affaiblie relati-
vement à celle de l’onde convergente dans le rapport á k LnL¿ø 5m6 L 8 á ¸ . Cet affaiblissement doit être
intégralement attribué à la diffusion inélastique, de sorte que l’on a2 :

2Il peut paraître surprenant que la section efficace inélastique s’exprime en fonction de v1wxwyzQ{}| w�~ et non pas en
fonction de v w��yz {}| w�~ . En réalité, c’est bien le cas. En effet, les amplitudes des processus de diffusion élastiques et
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¶ Ln� prms 576 L ´ KTL ´ KQP 8 µ B6 ¸L X¾ ¿øme À 5 ¼ fñ�Ê É 8 × É º á k LnL¿ø 576 L 8 á ¸ Ø ½ (B.42)

Enfin, la section totale s’écrit :¶����7� 5m6 L ´ KTL ´ K�P 8 µ ¶ prms 5m6 L ´ KTL ´ KTL 8 Ê ¶ Ln� prms 576 L ´ KtL ´ K�P 8 µ B6 ¸L X¾Ñ¿øme À 5 ¼gfñ�Ê É 8 Ù É º,� Z × k L�L¿ø 576 L 8 Ø ë ½ (B.43)

Remarque : une façon phénoménologique de traiter les collisions inélastiques consiste à in-
troduire un potentiel complexe : E 5 ÿ 8 µ Ei� r 5 ÿ 8 Ê d E��o� 5 ÿ 8 ´ (B.44)

également appelé potentiel optique [60]. En effet, la section efficace de collision inélastique
peut être vu comme étant reliée au nombre de particules qui entrent dans l’état áSKMLON et qui ne
sortent pas sur la voie d’entrée car elles ont changé d’état interne. L’introduction d’une partie
complexe dans le potentiel permet de modéliser ce processus.

B.3 Niveaux quasi-liés. Résonances

En général, les déphasages (et donc les sections efficaces) sont des fonctions lentemnent
variables de l’énergie incidente et du potentiel d’interaction. Cependant, sous certaines cir-
constances, il peut arriver que le déphasage ï

¿ø 5m6�8 subisse une rapide variation pour un poten-
tiel donné et un intervalle d’énergie donné. La section efficace change de façon dramatique
sur cette plage d’énergie. Ce phénomène est appelé résonance.

Dans cette section, nous allons étudier deux types de résonance : les résonances de forme
et les résonances de Feshbach. Le premier type de résonance se produit lorsqu’une barrière de
potentiel crée des états quasi-liés dans le continuum qui, après un certain temps, se désexcitent
vers un état du continuum. Quant aux résonances de Feshbach, celles-ci se produisent lorsque

inélastiques ont pour formes :� wxw9� ���� | wg�� yz���� { �*���� � ~�� yz {��c�� ¢¡ ~/£ v w�wyz { | w�~�¤ �=¥ et � w��¦� ��§�©¨ | w | � �� yz���� { �*���� � ~�� yz {��c�� ¢¡ ~ v wn�yz { | w�~�ª
Les sections efficaces correspondantes sont :« w�w ��¬|¢w �� yzO�®� { � ���� � ~c¯ � ¤ v wxwyz {}| w ~=¯  et « wn� ��¬|¢w �� yz �®� { � ���� � ~c¯ v w��yz {}| w ~=¯  ª
La première de ces formules coïncide avec (B.41). La section totale inélastique (correspondant à la voie d’entrée� ) est la somme ° �¢±� w « w�� . Or, en vertu de l’unitarité de la matrice v , on a ° �¢±� w ¯ v²w�� ¯  � � ¤³¯ viwxw ¯  , de sorte que
l’on retrouve la formule (B.42).
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l’énergie d’un niveau lié est dégénérée avec l’énergie de la collision. Le niveau lié appartient à
un potentiel dont la limite de dissociation se trouve au dessus de l’énergie de la collision (voie
fermée).

B.3.1 Barrière centrifuge et résonance de forme

Une situation importante qui peut mener à un phénomène de résonance a lieu lorsqu’une
barrière de potentiel sépare la région interne (petites valeurs de ÿ ) de la région externe (grandes
valeurs de ÿ ). Une telle barrière peut être le résultat de la superposition d’un potentiel attrac-
tif E 5 ÿ 8 et d’une barrière centrifuge fñ 5 fñ�Ê É 8 �J¸ Ï�¼ » ÿ ¸ ( fñ�´µ Ç ). Du fait de l’existence d’une telle
barrière, il peut arriver des situations où le potentiel effectif E eff 5 ÿ 8 µ E 5 ÿ 8 Ê fñ 5 fñÕÊ É 8 �J¸ Ï_¼ » ÿ ¸puisse porter des niveaux quasi-liés, c’est-à-dire des niveaux discrets d’énergie positive ; le
zéro d’énergie correspond à la limite de dissociation du potentiel effectif. On parle alors de
résonance de forme. De tels niveaux quasi-liés de l’onde fñ se dissocient par effet tunnel ; leur
durée de vie µ ¿ø µ É Ï;¶ ¿ø est donc limitée.

En suivant la référence [77], l’effet tunnel peut être vu comme un processus de désinté-
gration. De cette façon, plutôt que de rechercher les solutions de l’équation de Schrödinger
ayant comme condition aux limites une fonction d’onde finie à l’infini (cf. équation (B.4)),
nous recherchons les solutions représentant à l’infini une onde sphérique divergente3. Ceci
correspond à une particule qui, à la longue, est éjectée hors du système lors de sa désinté-
gration. Par ailleurs, une telle condition aux limites étant complexe, les valeurs propres de
l’énergie seront complexes ; nous les écrivons sous la forme :

Ö=µAÖ¸· ¿ø º d � ¶ ¿ø¼ ´ (B.45)

Ö · ¿ø et ¶ ¿ø étant positifs [24] (complément KIII).
Aussi, la condition déterminant les valeurs propres complexes de l’énergie consiste dans

l’absence d’onde convergente dans l’expression asymptotique (B.12). Cela se traduit par la
relation : Z ² L Ó Á¹ ×©º�» Á¹ ² L½¼©¾ Á¹¿ Ø µ ÇQ½ (B.46)

Un développement au premier ordre autour de la valeur de résonance fournit :k ¿ø 576�8 µ Z ¸ L Ó Á¹½À \�Á µ × Z ² L Ó Á¹ÂÀ \�Á Ø�ÃZ ² L Ó Á¹½À \�Á µÅÄ ÉÇÆ d � ¶ ¿øÖ Æ 5 Ö · ¿ø Æ d � ¶ ¿ø Ï�¼ 8�È Z�É L Ó½ÊÌËJÍÁ¹ À \�Á�Î
(B.47)

où ï À À Á¿ø 5m6�8 est la valeur de la phase loin de la résonance. Autrement dit, lorsque á Ö Æ Ö · ¿ø áAÏ � ¶ ¿ø ,
3L’idée d’utiliser uniquement une onde divergente dans la forme asymptotique de la fonction d’onde décri-

vant le mouvement relatif dans le référentiel du centre de masse au repos a été émise par A.J.F SIEGERT [122], en
réponse à un article de P.L. KLAPUR et R. PEIERLS [70].
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la phase ï
¿ø 5m6�8 coïncide avec ï À À Á¿ø 5m6�8 . Dans le domaine de la résonance, ï

¿ø 576�8 dépend fortement
de l’énergie : ï

¿ø 576�8ÑÐ ï À À Á¿ø 5m6�8 Æ î;:=<°ì�îA> � ¶ ¿ø¼ 5 Ö Æ Ö · ¿ø 8 Î
(B.48)

de sorte qu’à la traversée du domaine de la résonance tout entier ( ÖÓÒ Ö · ¿ø à ÖÓÏ Ö · ¿ø ), la
phase varie de B .

On déduit ensuite de la formule (B.14) les expressions suivantes (en supposant qu’il n’y a
qu’une seule résonance en onde fñ ), dites formules de Breit-Wigner :

Ð \ 5 h 8ÔÐ Ð À À Á\ 5 h 8 Æ 5 ¼fñ�Ê É 8 Ë ¿ø 5 </HoIih 86 � ¶ ¿ø Ï_¼Ö Æ 5 Ö · ¿ø Æ d � ¶ ¿ø Ï_¼ 8 Z É L Ó ÊSËJÍÁ¹ À \�Á Î
(B.49)

Õ 576�8ÔÐ Õ À À Á 576�8 Ê 5 ¼gfñ�Ê É 8 B6 É <�HoI × ¼ ï À À Á¿ø 576�8 Ø � É ¶ É ¿ø Æ ¼ I=Ö > × ¼ ï À À Á¿ø 57698 Ø 5 Ö Æ Ö · ¿ø 8 � ¶ ¿ø5 Ö Æ Ö · ¿ø 8 É Ê � É ¶ É ¿ø Ï Û Î
(B.50)

Ð À À Á\ 5 h 8 étant l’amplitude de diffusion loin de la résonance, indépendante des propriétés du
niveau quasi-lié (elle est déterminée par la formule (B.14) avec ï

¿ø 5m6�8Ð ï À À Á¿ø 57698 dans tous les
termes de la somme). On remarque qu’en présence d’un niveau quasi-lié, la section efficace
diverge de façon lorentzienne pour une énergie voisine de celle du niveau quasi-lié. Ce phé-
nomène est appelé résonance de forme.
Remarque : un traitement des résonances de forme en présence de collisions inélastiques est
effectué dans la référence [77] (chapitre 145).

B.3.2 Potentiels couplés et résonance de Feshbach

Les formules (B.49) et (B.50) indiquent que les résonances de forme peuvent être vues
comme des pôles en énergie de l’amplitude de diffusion ou de la section efficace. Nous allons
utiliser cette indication pour définir des résonances pour les collisions inélastiques. Reprenant
le potentiel optique (B.44), on appelle résonance de Feshbach les pôles en énergie de E×�®� 5 ÿ 8
[60]. Les résonances de Feshbach sont donc les résonances dans la section efficace de collision
inélastique. De telles résonances apparaissent lorsque l’état initial á d N Ð áSKML Î a6 LON d’énergie 6 L se
trouve en correspondance avec un niveau á Ð N Ð áSKMP ´Ð KTL Î a6 P Ð aÇ N . Dans ce cas, les couplages
entre d et Ð permettent de créer un état á Ð N tel que a6 P Ð aÇ . Sa vitesse est nulle, sa durée de vie
est longue et sa probabilité de retourner dans l’état á d N est faible, si bien que la section efficaceÕ L�P est grande. Aussi, comme nous allons le voir, la présence de l’état á Ð N ajoute un déphasage
à ï LnL¿ø 576 L 8 et change la longueur de diffusion.

Le traitement des résonances de Feshbach requiert l’utilisation du formalisme des équa-
tions couplées. Aussi, afin de traiter l’exemple le plus simple de résonance de Feshbach, nous
commençons par considérer un système de deux voies couplées. La fonction d’onde totale du
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système s’écrit : á Ý N Ð b Í 5 ÿ 8 á É N Ê b É 5 ÿ 8 á ¼ N Î
(B.51)

ce qui correspond au développement de la fonction d’onde totale du système sur la baseØ á É N Î á ¼ N�Ù . Les coefficients du développement b Í 5 ÿ 8 et b É 5 ÿ 8 vérifient les équations couplées
suivantes : ÚÛÛÛÜ ÛÛÛÝ þ Æ � É¼�Þ 4 É4 ÿ É Ê E Í 5 ÿ 8 � b Í 5 ÿ 8 Êàß Í É 5 ÿ 8 b É 5 ÿ 8ÑÐ Ö b Í 5 ÿ 8þ Æ � É¼�Þ 4 É4 ÿ É Ê E É 5 ÿ 8 � b É 5 ÿ 8 Êàß É Í 5 ÿ 8 b Í 5 ÿ 8ÑÐ Ö b É 5 ÿ 8 Î

(B.52)

où ß Í É 5 ÿ 8 et ß É Í 5 ÿ 8 représentent les couplages qui, si les potentiels sont réels, sont tels queß Í É 5 ÿ 8 = ß É Í 5 ÿ 8 . Nous supposons maintenant que la voie É est une voie ouverte4 et que la voie¼ est une voie fermée. Par ailleurs, nous choisissons comme zéro d’énergie la limite asympto-
tique de la voie É .Considérons à présent la situation où la voie ¼ n’est plus couplée. Soit á À la fonction d’onde
d’un état lié de la voie ¼ dans cette situation :þ Æ � É¼AÞ 4 É4 ÿ É Ê E É 5 ÿ 8 Æ Ö À � á À�5 ÿ 8âÐ ÇQ½ (B.53)

L’existence d’un tel état lié á À a une grande influence sur les solutions des équations cou-
plées (B.52), pour une énergie voisine de Ö À . Pour le voir, supposons que la fonction d’ondeb É 5 ÿ 8 de la voie fermée ¼ soit simplement un multiple ãäá À de cet état lié. Les équations (B.52)
peuvent alors être réécrites comme :ÚÛÜ ÛÝ þ � É¼AÞ 4 É4 ÿ É Æ E Í 5 ÿ 8 Ê Ö � b Í 5 ÿ 8�Ð ã ß Í É 5 ÿ 8 á À�5 ÿ 8ã 5 Ö Æ Ö À�8 á À¢5 ÿ 8�Ð ß É Í 5 ÿ 8 b Í 5 ÿ 8 ½ (B.54)

La première équation (B.54) peut être résolue en utilisant la fonction de Green å 5 ÿ Î ÿ � 8 dé-
finie par la relation : þ � É¼AÞ 4 É4 ÿ É Æ E Í 5 ÿ 8 Ê Ö � å 5 ÿ Î ÿ � 8âÐ ï 5 ÿ Æ ÿ � 8 ½ (B.55)

Par conséquent, la fonction d’onde :b Í 5 ÿ 8ÑÐ bâæ rGçÍ 5 ÿ 8 Ê ãlè XÀ å 5 ÿ Î ÿ � 8 ß Í É 5 ÿ � 8 á À�5 ÿ � 8 4 ÿ � Ð b*æ rGçÍ 5 ÿ 8 Ê ã få ß Í É á À (B.56)

4Si les potentiels couplés s’annulent asymptotiquement ( éëê�ì ), on distingue alors les voies ouvertes et les
voies fermées du système. Dans une voie fermée, le mouvement est lié et la fonction d’onde s’annule asympto-
tiquement. À l’inverse, dans une voie ouverte, le mouvement est libre et la fonction d’onde oscille asymptoti-
quement. Autrement dit, pour une énergie í donnée, les voies fermées du système correspondent aux potentiels
dont la limite asymptotique est supérieure à í . Les potentiels ayant leur limite asymptotique inférieure à í sont
les voies ouvertes. Les états liés du système correspondent alors aux énergies discrètes telles que toutes les voies
soient fermées.
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est une solution de la première équation du système (B.54), si b æ rmçÍ 5 ÿ 8 est la solution régulière
( b æ rmçÍ 5 ÿ Ð Ç 8ÑÐ Ç ) de l’équation homogène :

þ Æ � ÉîAÞ 4 É4 ÿ É Ê E Í 5 ÿ 8 Æ Ö � b*æ rGçÍ 5 ÿ 8ÑÐ Ç¸ï (B.57)

La forme asymptotique de b¦æ rmçÍ 5 ÿ 8 est donné par (cf. équation (B.13) avec fñ Ð Ç ) :

b æ rGçÍ 5 ÿ 8 ùæ çYX�ð îAÞB � É 6 IñÖ >óò 6 ÿõô ï�ö 5m6�8=÷ Î
(B.58)

où ï�ö 5m6�8 est le déphasage dû au potentiel E ö 5 ÿ 8 .
Si l’on insère la solution (B.56) dans la deuxième équation du système (B.54) et que l’on

forme le produit scalaire avec le bra ø©á1ù;ú , on aboutit à l’expression suivante pour le coefficientã : ã Ð ø©á�ù�ú ß É ö ú b æ rmçö Nû Æ 5 û ù ô ø©á�ù;ú ß É ö få ß ö É úSá�ù N 8 ï (B.59)

L’élément de matrice au dénominateur est la double intégrale :ø7á�ù;ú ß É ö få ß ö É úÌáiù N Ð è Xù 4 ÿ è Xù 4 ÿ � á Ãù 5 ÿ 8 ß É ö 5 ÿ 8 å 5 ÿ Î ÿ � 8 ß ö É 5 ÿ � 8 á�ù 5 ÿ � 8 ï (B.60)

Pour un potentiel E ö 5 ÿ 8 donné, la fonction de Green å 5 ÿ Î ÿ � 8 peut être exprimée en fonction
de la fonction d’onde régulière b æ rmçö 5 ÿ 8 de l’équation homogène (B.57) et de la fonction d’onde
irrégulière associée, qui présente le comportement asymptotique suivant :

b L æ©æö 5 ÿ 8 ùæ çYX ð î�ÞB � É 6 </HoI¦ò 6 ÿõô ï�ö 5m6�8=÷ ï (B.61)

La fonction de Green s’écrit alors :

å 5 ÿ Î ÿ � 8âÐ Æ B ÚÜ Ý b*æ rmçö 5 ÿ 8 b L æ©æö 5 ÿ � 8 pour ÿgü ÿ �b æ rmçö 5 ÿ 8 b L æ©æö 5 ÿ 8 pour ÿ � ü ÿ ï (B.62)

Pour des valeurs de ÿ suffisamment grandes, nous pouvons supposer que la variable ÿ �
dans l’intégrale (B.56) est toujours plus petite que ÿ . En effet, á×ù 5 ÿ � 8 est la fonction d’onde d’un
état lié, de sorte que l’intégrant s’annule pour ÿ � grand. Par conséquent, nous pouvons insérer
la seconde ligne de (B.62) pour å 5 ÿ Î ÿ � 8 et effectuer l’intégration sur ÿ � . Avec (B.59), on aboutit
à la forme asymptotique suivante pour b ö 5 ÿ 8 :b ö 5 ÿ 8 Ð b æ rGçö 5 ÿ 8 ô ì6î;>äò ï fesh 57698=÷ b L æ©æö 5 ÿ 8 (B.63)

ùæ çYX ý</HoI ò ï fesh 5m6�8 ÷ ð î�ÞB � É 6 IñÖ}>þò 6 ÿYô ï¢ö 576�8 ô ï fesh 57698=÷ Î
(B.64)
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où la phase ï fesh 576�8 est donnée par :

ì6î;>óò ï fesh 57698=÷qÐ Æ B ú�ø7á�ùAú ß É ö ú b æ rmçö N ú Éû Æ 5 û ù ô ø©á�ù;ú ß É ö få ß ö É úÌáiù N 8 Ð Æ � ¶
fesh ÿ îû Æ 5 û ù ô�� fesh 8 ï (B.65)

Étant solutions d’un système homogène d’équations différentielles, les fonctions d’ondeb ö 5 ÿ 8 et b É 5 ÿ 8 sont déterminées à une constante multiplicative arbitraire près. Aussi, afin que
la fonction d’onde du continuum de la voie ý soit normalisée en énergie, nous multiplions la
fonction d’onde b ö 5 ÿ 8 de l’équation (B.64) (et simultanément la fonction d’onde ãäá�ù 5 ÿ 8 de la
voie î ) par </HoI ò ï fesh 5m6�8 ÷ . Ainsi, la fonction d’onde totale du système est également normalisée
en énergie puisque les intégrales de normalisation sont dominées par la contribution diver-
gente de la fonction d’onde de la voie ouverte.

Le couplage entre l’état lié á1ù 5 ÿ 8 de la voie fermée (voie î ) et la voie ouverte (voie ý ) conduit
à un déphasage ï fesh 57698 supplémentaire de la fonction d’onde asymptotique de la voie ouverte.
Ce déphasage additionnel caractérise la résonance. Le pôle de l’équation (B.65) définit la po-
sition de la résonance : û · Ð û ù ô�� fesh Ð û ù ô ø©á�ù�ú ß É ö få ß ö É úSá�ù N ï (B.66)

La position de la résonance diffère de l’énergie û ù du niveau lié non couplé de la voie î
par le décalage � fesh. Autour de l’énergie de la résonance û · , la phase ï fesh 576�8 augmente
plus ou moins soudainement de B . La largeur de la résonance est déterminée par l’énergie� ¶

fesh Ð î B ú�ø©áiùAú ß É ö ú b*æ rmçö N ú É . À û Ð û · Æ � ¶
fesh ÿ î et û Ð û · ô � ¶

fesh ÿ î , la phase a augmenté
respectivement de ý ÿ�� et ò ÿ�� de B .

La dérivée du déphasage ï fesh par rapport à l’énergie :4 ï fesh4 û Ð � ¶
fesh ÿ î5 û Æ û · 8 É ô 5 � ¶

fesh ÿ î 8 É (B.67)

est maximale à l’énergie û · de la résonance, avec :

� ¶
fesh Ð î Ä 4 ï fesh4 û ���� º e º » È � ö ï (B.68)

La dérivée du déphasage par rapport à l’énergie représente également une mesure du
poids de la composante de la voie fermée dans la solution du système d’équations couplées.
Supposant que les solutions du système (B.54) sont normalisées en énergie, la fonction d’ondeb É 5 ÿ 8 de la voie fermée s’écrit : b É 5 ÿ 8ÑÐ ã <�HoI ò ï fesh 5m6�8 ÷ áiù 5 ÿ 8 ï (B.69)
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Le poids de la voie fermée est qualitativement donné par le carré de l’amplitude ã <�HoI ò ï fesh 57698 ÷
devant la fonction d’onde lié á�ù 5 ÿ 8 , qui est normalisée à un. À l’aide des équations (B.59) et
(B.65), nous obtenons :ú ã </H;I ò ï fesh 57698 ÷ ú É Ð ýý ô ì6î;> É ò ï fesh 5m6�8=÷ � ¶

fesh ÿ î B5 û Æ û · 8 É Î
(B.70)Ð ýB 4 ï fesh4 û ï (B.71)

B.4 Collisions entre atomes alcalins

Dans la section B.1, nous avons traité les collisions élastiques en supposant les particules
démunies de structure interne. Puis, dans la section B.2, nous avons traité les collisisons élas-
tiques en présence de processus inélastiques. Pour ce faire, il a fallu considérer le cas de par-
ticules possédant une structure interne puisqu’une collision inélastique implique un change-
ment de l’état interne des particules. Dans cette section, nous allons traiter un cas particulier
de particules avec structure interne puisqu’il s’agit des atomes alcalins. Nous verrons alors
dans quelle mesure les résultats établis dans les sections précédentes s’appliquent ici. Par
ailleurs, dans l’annexe A, nous avons déjà étudié les interactions entre deux atomes alcalins
dans le cadre de la physique moléculaire. Nous verrons également dans cette section les liens
qui existent entre physique moléculaire et physique collisionnelle.

B.4.1 Collisions et potentiels moléculaires. Axes de quantification

On considère la collision entre deux atomes alcalins � et � de masse � identique inter-
agissant5 par un potentiel ß 5 Ø aÿ
	L Ù Î ÿ�	� Î ÿ�	� 8 . Dans le référentiel du laboratoire 5� À P	L�� r Á	 8 (cf. figure
A.1), l’hamiltonien de la collision s’écrit :

��� � s s 5� À P	L�� r Á	 8âÐ a� É�î � ô a� É�î � ô ß 5 Ø aÿ 	L Ù Î ÿ 	� Î ÿ 	� 8 ï (B.72)

On se ramène ensuite à l’étude de deux systèmes à un corps indépendants en distinguant
le mouvement du centre de masse (qui est celui d’une particule de masse î � ) et l’évolution
d’une particule fictive de masse réduite Þ Ð � ÿ î dans le potentiel ß . Dans le référentiel du
centre de masse, l’hamiltonien de la particule fictive s’écrit :

� � � sxs 5� À P�L�� r Á� 8*Ð a� ÉîAÞ ô ß 5 Ø a ÿ �L Ù Î�� � 8ÑÐ Æ � Éî�Þ � � � É� � � É � � ô añ ÉîAÞ � � É Æ � Éî�� r �� L e ö a� É[ æ�� ] ô E 5 Ø a ÿ �L Ù Î�� � 8 !#" $% À'& [ æ � ])( ` · � Á
Î

(B.73)

5Pour les notations employées dans cette section, on se réfèrera à la section A.1.
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où a� Ð a� � Æ a� � et où añ Ð a� �+* a� est le moment cinétique des noyaux (cf. équation (A.6)).E 5 Ø a ÿ �L Ù Î�� � 8 est donné par l’équation (A.4).
Évidemment, l’hamiltonien (B.73) et l’hamiltonien (A.4) sont identiques. En effet, les deux

atomes alcalins sont soumis aux mêmes interactions, à savoir ß 5 Ø a ÿ �L Ù Î�� � 8 . Néanmoins, il existe
des différences importantes dans la résolution de l’équation de Schrödinger indépendante du
temps, c’est-à-dire dans l’étude du mouvement relatif des noyaux dans le potentiel :

– en physique moléculaire (cf. annexe A), nous avons travaillé avec un axe priviliégé, à
savoir l’axe internucléaire

Ø � � Ù . Après avoir découplé le mouvement des électrons et
des noyaux, nous avons recherché les solutions en fonction du moment angulaire total a,
de la molécule (puisque jusqu’ici, nous n’avons pas pris en considération les effets relati-
vistes). En effet, avec ce choix d’axe de quantification, le moment angulaire añ des noyaux
ne commute pas avec l’hamiltonien total (A.10). Puis, nous avons résolu l’équation ra-
diale du mouvement (cf. équation (A.27)) pour un potentiel adiabatique donné. Nous
avons alors déterminé les niveaux d’énergie discrets û û.- (cf. équation (A.48)), dont les
valeurs sont inférieures à l’énergie de la limite asymptotique du potentiel ;

– dans le cadre de l’étude des collisions, l’axe privilégié est un axe fixe puisque l’état ini-
tial correspond à deux atomes très éloignés dont les moments angulaires sont quantifiés
sur cet axe fixe. À ces grandes distances, añ est une constante du mouvement car les in-
teractions électrostatiques sont négligeables. De plus, si le potentiel est central, nous
pouvons utiliser la base des ondes partielles pour développer la fonction d’onde des
noyaux. Nous recherchons alors les solutions du mouvement radial pour des énergies
(continues) û supérieures à la limite asymptotique du potentiel.

Remarques :

1. par la suite, nous considérerons le potentiel central E 5 � � 8 Ð ø ß 5 Ø a ÿ �L Ù Î�� � 8 N & [ æ � ])( où l’inté-
gration sur les coordonnées électroniques a été effectuée. Par ailleurs, la forme de ce po-
tentiel varie en fonction des interactions que l’on y inclut (interactions électrostatiques,
interactions d’échange, interactions relativistes, etc.) ;

2. en comparant les équations (B.11) et (B.73), nous pouvons voir que l’opérateur a fñ doit être
remplacé dans le cas de deux atomes par le moment cinétique des noyaux añ .

Par conséquent, puisque le potentiel E 5 � � 8 est central, les résultats obtenus dans les sections
B.1.2, B.1.3 et B.1.4 s’appliquent au cas présent (deux atomes en interaction) avec les corres-
pondances suivantes : fñ0/ ñ , aÿ / a� � et E 5 ÿ 8 / E 5 � � 8 . Enfin, mentionnons que les atomes
alcalins sont des bosons.

B.4.2 Base « atomique » et base « moléculaire »

Un dernier point reste à approfondir : les équations régissant le mouvement des noyaux.
Dans l’annexe A, nous avons commencé par résoudre le problème électronique puis nous



B.4 Collisions entre atomes alcalins 187

avons développé la fonction d’onde totale sur la base des états électroniques. Les fonctions
d’onde des noyaux sont alors solutions d’un système d’équations différentielles couplées (cf.
équation (A.15)). Nous appellerons la base des états électroniques choisie pour écrire la ma-
trice de l’opérateur � r� æ 5� À � � s Á� 8 la base « moléculaire », en ce sens que les moments angulaires
sont projetés sur l’axe internucléaire (lettre minuscule).

Par contre, en collision, une base électronique bien adaptée au problème est une base où
les projections des moments angulaires se font sur l’axe fixe ; l’hamiltonien (B.73) ayant été
établi dans le référentiel fixe 5� À P	L�� r Á� 8 . Nous appelerons cette base la base « atomique ». Or, la
résolution du problème électronique a déjà été réalisée dans la base « moléculaire ». Afin de
pouvoir utiliser les résultats obtenus précédemment, il nous faut établir le lien entre la base
« atomique » et la base « moléculaire ». Ce travail a déjà été effectué à la section 1.1.2, où l’on
a choisit comme vecteurs de la base « moléculaire » les vecteurs (1.10). Les relations (1.16) et
(1.17) permettent de passer d’une base à l’autre, utilisant la matrice dite de changement de
représentation 1 532 � Î ñ Î 2 Î �5476 8 [51].

Ainsi, en utilisant la base « atomique » pour écrire les états électroniques, la fonction d’onde
totale de collision peut être développée sur cette base :b \ 5 � � Î h � Î98 � Î Ø a ÿ �L Ù 8ÑÐ ý� � �
: å \ ` : 5 � � 8 ø � � Î h � Î98 � Î Ø a ÿ �L Ù ú ; 2 � 4 N.< �=?> � !#" $@BAC À · � ` D � ` E � ` & [ æ � ]F( Á ï (B.74)

Ce développement est équivalent au développement en ondes partielles de la section B.1.2,
puisque, comme le montre la formule (1.11), la partie angulaire est « cachée » dans le vecteur
de base ú ; 2 � 4 N < �=�> � . À partir de l’équation de Schrödinger (B.73), on montre que la partie
radiale å \ ` : 5 � � 8 vérifie un système d’équations différentielles couplées :G Æ � Éî�Þ � É� � � É ôIH 5 H ô ý 8 � ÉîAÞ � � É Æ ûKJ å \ ` ^ 5 � � 8âÐÐ �
: G ø?L r^ ú ß 5 Ø a ÿ �L Ù ÎM� � 8 ú L r: N ô � ÉÞ ø3L r^ ú � L r:� � � N �� � � ô � ÉîAÞ ø?L r^ ú � É L r:� � � É N J å \ ` : 5 � � 8 ï (B.75)

On remarque que par rapport à l’équation (A.15), les couplages de Coriolis ont disparu. Cela
est dû au fait que nous ayons choisi de développer la fonction d’onde totale sur les états
propres de l’opérateur de rotation des noyaux aH É .
Remarque : le jeu de nombre quantique ; ÐON Î 2 � Î H représente une voie de collision.
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Annexe C

Atomes alcalins : sodium et césium

Cette annexe a pour but de donner les principales données concernant l’atome de sodium
et l’atome de césium. Notre étude se limite à ces deux atomes alcalins puisque ce sont ces
atomes (et les molécules diatomiques homonucléaires correspondantes) qui sont étudiés dans
ce manuscrit. Ces données sont issues des références [125, 124, 132, 85, 144, 6, 57, 90]

C.1 L’atome de sodium

L’atome de sodium ÉQP Na est un métal alcalin (première colonne du tableau de Mendeleiev)
de numéro atomique R Ð ýoý et de nombre de masse � Ð î ò . Sa configuration électronique
est [Ne] òTS , de sorte que, comme tous les métaux alcalins, il ne possède qu’un seul électron de
valence. Sa masse est de ò Î�U ýWVYX �TZ î ò 5 ò Z 8\[ ý Z � ÉQ] kg, soit � ý7^ Z V Î V U X
_ î � _ u.a.

Le sodium a un spin électronique ak Ð ý ÿ î et un spin nucléaire a` Ð ò ÿ î . Sous l’effet de
la structure hyperfine, le niveau É k ö3a É du fondamental se dédouble en un niveau b Ð ý et un
niveau b Ð î . Ces deux niveaux sont séparés de ý Î VYV ý7_ î _9ý î UYU 5 ý Z 8 GHz. Par ailleurs, le premier
niveau excité se dédouble sous l’effet de la structure fine en un niveau É � ö3a É et un niveau É � P a É .
Ces niveaux sont séparés de ýWV Î îoî Z î _ î cm � ö . Enfin, sous l’effet de la structure hyperfine, le
niveau É � ö3a É se dédouble en un niveau b � Ð ý et un niveau b � Ð î , tous deux séparés deý UYU9Î�U
U 5 î _ 8 MHz. Quant au niveau É � P a É , il se scinde en quatre niveaux : b1� Ð Z , b�� Ð ý , b�� Ð î
et b � Ð ò , respectivement séparés de ý7X Î�U Z ^ 5 U Z 8 MHz, ò � Î ò �
� 5 � ^ 8 MHz et X U9Î ò î _ 5 � ò 8 MHz (cf.
figure C.1).

C.2 L’atome de césium

L’atome de césium ö PQP Cs est un métal alcalin lourd de numéro atomique R Ð XYX et de
nombre de masse � Ð ý ò_ò . Sa masse est de î Î î Z _Y^ � _TX Z 5 ýWV 8c[ ý Z � É � kg, soit î � î;î V ý Î V U Z V
^ � u.a
et sa configuration électronique est [Xe] _ S .

189
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FIG. C.1 – Diagramme des premiers niveaux d’énergie du sodium.
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Le césium a un spin électronique ak Ð ý ÿ î et un spin nucléaire a` Ð V ÿ î . Sous l’effet de la
structure hyperfine, le niveau É k ö3a É du fondamental se dédouble en un niveau b Ð ò et un
niveau b Ð � . Ces deux niveaux sont séparés de ^ Î ý7^ î _ ò ýWVYV Z GHz. Cet écart énergétique est
utilisé pour la définition de la seconde dans le système international. Par ailleurs, le premier
niveau excité se dédouble sous l’effet de la structure fine en un niveau É � ö3a É et un niveau É � P a É .
Ces niveaux sont séparés de XYX � Î Z ò U ^ �Y� î cm � ö . Enfin, sous l’effet de la structure hyperfine, le
niveau É � ö3a É se dédouble en un niveau b�� Ð ò et un niveau b�� Ð � , tous deux séparés deýoý7_TV Î _ U Z 5 V U 8 MHz. Quant au niveau É � P a É , il se scinde en quatre niveaux : b � Ð î , b � Ð ò ,b � Ð � et b � Ð X , respectivement séparés de ýWX ý Î î ý 5 î 8 MHz, î Z ý Î î � 5 î 8 MHz et î X ý Î ZYZ 5 î 8 MHz
(cf. figure C.2).

C.3 Molécules diatomiques homonucléaires Na î et Cs î
Dans cette section, nous donnons les principaux résultats concernant les deux potentiels

du fondamental (singulet et triplet) des molécules diatomiques homonucléaires Na É et Cs É :

Na î
� ö�� jç � P � j�� r (cm � ö ) 6022,1650(7) 174,45(36)� r ( � ù ) 5,817652 9,6208� r (cm � ö ) 159,10 24,47(21)� � < � 65

Cs î
� ö�� jç � P � j�� r (cm � ö ) 3649,88 � 0,45 290 � 30� r ( � ù ) � 8,8 � 12,1� r (cm � ö ) � 42 � 11� � < � 154 � 1 � 50

� r représente la profondeur du potentiel,
� r la position de son minimum et � r la fréquence

au fond du puits ( � � r Ð û 5 � Ð ý 8 Æ û 5 � Ð Z 8 ) . Quant à � � < � , il indique le nombre de niveaux
liés que peut porter le potentiel.

Dans la zone asymptotique, en se limitant à l’interaction multipolaire et à l’interaction
d’échange asymptotique, ces potentiels ont pour expression :E�� a3� 5 � 8ÑÐ Æ�� ]� ] Æj���� � Æj� ö ù� ö ù ô � r ��¡ ç �£¢ Z � É : · Î

(C.1)

les différents coefficients � � ayant pour valeurs (théoriques) :
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FIG. C.2 – Diagramme des premiers niveaux d’énergie du césium.



C.3 Molécules diatomiques homonucléaires Na É et Cs É 193

Na î
Réf. � ] (u.a.) ý Z �©¨ [ ��� (u.a.) ý Z �sª [ � ö ù (u.a.)

[87] 1540 1,098 1,036
[123] 1527
[91] 1472 1,119 1,107
[109] 1500 1,090 1,068
[69] 1539
[69] 1561

Cs î
Réf. � ] (u.a.) ý Z �©¨ [ ��� (u.a.) ý Z � � [ � ö ù (u.a.)

[87] 6855 9,025 1,301
[91] 6331 9,630 1,520
[109] 6652 9,546 1,358
[110] 6408 9,091 1,303
[34] 6851

Quant aux coefficients de l’interaction d’échange asymptotique, ils ont pour expression :û�« Ð ; Éî (énergie d’ionisation)
Î

(C.2)

� r ��¡ çù Ð ã¬î ¬ a : j ö ; è öù 5 ý Æ¯® É 8 É a : 4 ® Î
(C.3)N ù Ð �; Æ ý Î
(C.4)

� r ��¡ ç° Ð ã ¬î ö3a : j É ; ö3a É : j É è öù 5 ý ô ® 8 ö3a É : 5 ý Æ±® 8 P a É : Z À > � ö Á a : 4 ® Î
(C.5)N ° Ð Vî ; Æ ý ï (C.6)

Na î
[57] [90]û�« (cm � ö ) 41449,451(2); 0,615ã 0,74 0,76752� r ��¡ çù 0,00119 0,00138N ù 5,504� r ��¡ ç° 0,01160 0,01342N ° 4,691
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Cs î
[57] [90]û\« (cm � ö ) 31406,46766(15); 0,535ã 0,42 0,51020� r ��¡ çù 0,00007 0,000149N ù 6,477� r ��¡ ç° 0,00110 0,00239N ° 5,542

Remarque : l’expression (5.8) de la référence [90] dans le cas de deux atomes dans leur état
fondamental est identique à l’expression (9) de la référence [57].
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4 Principe de la formation de molécules froides par photoassociation avec des atomes
alcalins lourds ( ºÁ»Â½ Rb,Cs ¾ ). L’excitation a lieu au point tournant classique externe ¶ À
du niveau moléculaire excité, c’est-à-dire là où le recouvrement des fonctions d’onde
radiales initiale et finale est important. La probabilité d’émission spontanée vers des
niveaux liés du fondamental est importante au point ¶ � du fait de la présence du bord
interne du puits externe de l’état excité. Sur cette figure sont représentées la fonction
d’onde radiale initiale de la paire d’atomes en collision (a), ainsi que le module au carré
de la fonction d’onde rovibrationnelle de l’état excité (b) et de l’état du fondamental (c). 19
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�Résumé

Une connaissance précise des propriétés de collision entre atomes froids est essentielle pour l’étude
de la condensation de Bose-Einstein ou la formation de molécules froides. Dans ces expériences, les
phénomènes importants ont lieu principalement à des distances interatomiques grandes, c’est-à-dire
dans la zone asymptotique. Nous avons développé une méthode purement asymptotique qui nous
permet de décrire les propriétés collisionnelles des atomes alcalins froids sans avoir recours à la partie
interne des potentiels moléculaires, qui est connue avec une précision moindre. Le point clé de la méth-
ode est l’utilisation des lignes de nœuds, qui sont des lignes joignant les nœuds des fonctions d’onde
radiales successives proches du seuil de dissociation du fondamental. Dans le cadre de l’approximation
de Born-Oppenheimer, l’utilisation de ces lignes de nœuds, obtenues par intégration de l’équation de
Schrödinger radiale dans la zone asymptotique uniquement, fournit un moyen simple pour déterminer
des longueurs de diffusion à partir des positions expérimentales de niveaux liés. La méthode a ensuite
été étendue au cas des potentiels couplés. Elle apparaît comme une véritable méthode paramétrique
dans laquelle quelques paramètres décrivant des lignes de nœuds bien choisies remplacent la partie in-
terne des potentiels. Ces paramètres sont ajustés sur des résultats expérimentaux. Une fois ces paramètres
connus, toutes les propriétés de collision telles que les longueurs de diffusion, les décalage en fréquence
des horloges atomiques ou encore les résonnances de Feshbach induites par un champ magnétique, peu-
vent en principe être déduites. Cette méthode a été utilisée pour obtenir les propriétés de collision des
atomes de sodium et de césium ultrafroids.

�

�

�

�Abstract

Precise knowledge of cold-atom collision properties is essential for the studies of Bose-Einstein con-
densation or cold molecule formation. In such experiments, the interaction mainly occurs at rather large
interatomic distance, in the so-called asymptotic region. We have developed a purely asymptotic method
which allows us to fully describe the collision properties of cold alkali atoms without using the inner part
of the molecular potentials, which is often known with a poor precision. The key point of the method
is the nodal lines, which are the lines connecting the nodes of successive radial wavefunctions near
the ground state threshold. Within the framework of Born-Oppenheimer approximation, computing
such nodal lines, by numerical integration of the radial Schrödinger equation in the asymptotic region
only, provides a very simple way to derive scattering lengths from observed bound level positions. The
method has been extended to the multichannel case and appears now as a genuine parametric method,
in which a few parameters (some chosen nodal lines) replace the inner part of the potentials. These nodal
lines are used as fitting parameters, which are ajusted on experimental results. Once these parameters
have been determined, any collision property such as scattering lengths, clock shifts or magnetic field
induced Feshbach resonances can be deduced in principle. This method has been applied to obtain the
collision properties of ultracold sodium and cesium atoms.
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