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Introduction générale

Les atomes de Rydberg froids permettent de réaliser des systémes physiques trés riches,
dont les propriétés proviennent souvent des forces a trés longue distance. Ils offrent beau-
coup d’espoir pour la réalisation de systémes quantiques bien contrélés, avec ’exemple des
atomes de Rydberg en cavité [Brune et al., 1996, Rauschenbeutel et al., 1999|. La principale
motivation de cette thése a été I’étude du blocage dipolaire, dont 'application & 'information
quantique pour réaliser des portes quantiques & partir d’atomes froids est trés prometteuse
[Jaksch et al., 2000, Lukin et al., 2001].

La physique de la matiére froide a connu un développement rapide aprés la mise au point
des techniques de refroidissement laser et de piégeage d’atomes. Les propriétés collisionnelles
des gaz d’atomes froids sont tout & fait originales & trés basses températures car les para-
métres d'impact et les temps caractéristiques de collision sont considérablement augmentés.
On dit souvent que les collisions sont au coeur de la physique des atomes froids. Des études
passionnantes ont soulevé leur role trés important avec des effets parfois "parasites”, dans le
cas des collisions inélastiques avec changement de structure fine, ou au contraire essentiels avec
le role joué par les collisions élastiques nécessaires au refroidissement évaporatif qui permet
d’atteindre la condensation de Bose-Einstein d’'un gaz d’atomes froids.

Cette these reléve plus généralement du sujet des collisions froides, notamment des col-
lisions et des interactions entre atomes froids a trés longue portée correspondant a des in-
teractions de type dipdle-dipole. Ce type d’interaction est présent dans plusieurs exemples
physiques. Un premier exemple est donné par la photoassociation d’atomes froids. Une paire
d’atomes en collision, initialement dans I’état fondamental se retrouve aprés absorption d’un
photon dans un état de vibration d’un potentiel électroniquement excité de la molécule for-
mée par les deux atomes. Dans le cas d'une seule espéce d’atomes froids, l'efficacité de la
photoassociation est importante car les potentiels atteignables par photoassociation ont un
comportement en —1/R3 dii & l'interaction dipéle-dipole a longue distance. Des niveaux de
vibration excités présentent ainsi de grandes élongations (point tournant classique a plus de
100 unités atomiques). La figure 1 présente le cas du césium avec un potentiel fondamental
relié & la limite asymptotique |6s) ® |6s) et un potentiel moléculaire excité relié a la limite
asymptotique |6s) ® |6p). L’interaction dipole-dipole entre les deux atomes est responsable
de l'existence de la variation lente en 1/R3 du potentiel moléculaire excité a longue distance
internucléaire (R) mais aussi d’une structure de double puits qui apparait lorsqu’on prend en
compte le couplage fin pour les potentiels électroniques 1,, et 05 sous la limite [6s1/2) ®[6p3/2).
La photoassociation vers les niveaux de vibration du puits externe de ces potentiels a offert la
possibilité de former des molécules stables par désexcitation spontanée depuis 1’état photoas-
socié. La partie interne du puits externe varie aussi lentement suivant une loi en 1/R3, ce qui
a pour conséquence l’existence d’un point de Condon & distance intermédiaire permettant la
désexcitation spontanée vers des niveaux liés de I’état fondamental. Cet aspect n’est pas da-
vantage développé, mais 'interaction dipéle-dipole joue un réle important dans de nombreuses
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configurations de photoassociation et de formation de molécnles froides.

Energie

25 50 75 100 125
Distance internucléaire R

F1G. 1 — Schéma décrivant la photoassociation (a) d’une paire d’atomes de césium en collision formant ainsi
une molécule électroniquement excitée. Celle-ci peut se désexciter spontanément (b) vers un état lié stable du
potentiel fondamental.

Un deuxiéme exemple est donné par la physique des atomes de Rydberg ot 14 encore
I'interaction dipdle-dipdle joue un role primordial. Les états de Rydberg présentent en effet
une trés forte polarisabilité qui conduit dans certaines configurations & des interactions entre
atomes & trés longue portée, typiquement plusieurs micrométres. Comme nous le verrons,
les propriétés des atomes de Rydberg froids placent la physique des atomes de Rydberg a
I'intersection de plusieurs autres disciplines de la physique : physique atomique et moléculaire,
physique de I’état solide ou encore physique des plasmas.

Au démarrage de cette thése, un certain nombre de résultats avaient été obtenus dans la
thématique des atomes de Rydberg froids. Au Laboratoire Aimé Cotton par exemple, une
premiére expérience avait concerné ’étude des transferts résonants d’excitation. Pour la plu-
part des alcalins, le niveau d’énergie d’énergie |nps /2> se situe en énergie trés proche de la
position médiane entre les niveaux |ns) et |(n+1)s). Dans le cas du césium (cf Fig. 2), 'ajout
d’un petit champ électrique permet de positionner le niveau |nps /2> exactement & mi-chemin
entre les niveaux |ns) et |(n + 1)s) pour n < 42. Si on considére deux atomes de Rydberg, le
diagramme de la figure 3 montre ’évolution de I'énergie d’une paire d’atomes dans les états
[np3/2) @ [nps/2) et |ns) @|(n+1)s), dont les niveaux d’énergie se croisent pour une valeur du
champ électrique Fp. Les états de paire [nps2) ® [np3/e) et [ns) @ [(n + 1)s) sont fortement
couplés par l'interaction dipoéle-dip6le pour un champ électrique proche de Fy avec un couplage
de la forme MS%# ou fsp et pgp sont les moments dipolaires des transitions ns — npsz s et
(n +1)s — nps3/y respectivement et R est la distance internucléaire entre les deux atomes.
Pour une paire d’atomes initialement dans I'état [nps/2) ® [nps/2), on a la réaction :

np3/o +npgje — ns+ (n+1)s (1)

De telles réactions conduisent & des transferts résonants d’excitation relativement efficaces
au cours de collisions binaires dans des jets thermiques [Safinya et al., 1981|. Lorsque l'on
considére des atomes de Rydberg froids, on montre qu’a ’échelle temporelle de I’expérience,
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FIG. 2 — Schéma des niveaux d’énergie nps/2, (N —

1)ds/2, ns et (n 4+ 1)s en champ électrique. Seules les

courbes avec |m;| = 1/2 sont dessinées. La résonance FIG. 3 — Diagramme d’énergie Stark des états mo-
(1) est obtenue pour un champ électrique Fy tel que le  léculaires aux asymptotes |np)|np) et |ns)|(n + 1)s).
niveau Stark nps,, soit situé exactement & mi-chemin  La valeur du champ électrique Fp permet de mettre &
entre les niveaux ns et (n + 1)s. résonance la réaction de transfert d’énergie (1).

limitée & quelques microsecondes par la durée de vie des atomes de Rydberg, les atomes
peuvent étre considérés comme quasi immobiles. Le déplacement des atomes d'un gaz de
Rydberg & une température de quelques 100 pK n’est en effet que de 'ordre de 100 nm, a
comparer aux distances internucléaires, quelques micrométres. Ce gaz de Rydberg est gelé.
Dans ce cas, des transferts relativement importants sont reportés lorsque les deux niveaux
[np3/2)Inps a) et |ns)|(n+1)s) sont résonants [Mourachko et al., 1998, Anderson et al., 1998].
Un résultat intéressant est que le processus de transfert de ’excitation reste efficace pour de
larges variations du champ électrique et donc lorsque les deux niveaux |npg /o) |nps/2) [ns)|(n+
1)s) sont fortement hors-résonance. On verra que ce résultat est lié au couplage dipole-dipole de
chacun des deux atomes en interaction avec I’ensemble des autres atomes de I’environnement.
Ces couplages dipdle-dipole sont entre autres les réactions d’échange d’excitation électronique
Ins)|nps/2) — [npsj2)ns) et [(n+1)s)|nps2) — |nps/2)|(n+1)s) : les produits de la réaction
(1) pour une paire d’atomes proches interagissant fortement et sont rapidement disséminés
dans I'environnement des autres atomes |nps/s). Ce processus est typique d’une diffusion et
conduit & augmenter rapidement de fagon importante le transfert d’excitation vers les états
|ns) et [(n+ 1)s).

Un autre point intéressant concernait 'interface entre gaz de Rydberg et plasmas ultra-
froids. Un plasma ultra-froid peut étre réalisé par photoionisation d’un nuage d’atomes froids.
Une telle expérience réalisée pour la premiére fois au NIST a permis de caractériser les pro-
priétés de ce nouveau type de plasma [Killian et al., 1999]. En 2000, il avait été montré, au
laboratoire en collaboration avec I’Université de Virginie qu'un gaz dense d’atomes de Ryd-
berg froids peut évoluer spontanément vers un plasma ultra-froid [Robinson et al., 2000|. Le
mécanisme de la réaction est complexe et reproduit Fig. 4. Au départ, un certain nombre
d’atomes de Rydberg sont ionisés par différents mécanismes tels que la photoionisation par
le rayonnement du corps noir, les collisions avec les atomes de Rydberg chauds ou les col-
lisions froides. Le nombre d’ions augmente, et lorsque la charge d’espace devient suffisante
pour piéger les électrons libres, ceux-ci collisionnent alors avec les autres atomes de Rydberg,
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conduisant & une ionisation rapide en avalanche de ’ensemble du nuage d’atomes de Rydberg
et a la formation d’un plasma ultra-froid quasi neutre.

Ionisation spontanée

Energie
potentielle

Expansion D

FI1G. 4 — Schéma décrivant 1’évolution spontanée d’un gaz d’atomes de Rydberg vers un plasma ultra-froid.
Trois étapes d’évolution peuvent étre distinguées. Dans un premier temps se forme une charge d’espace par
photoionisation de quelques atomes par le rayonnement du corps noir, collisions avec les atomes chauds et
collisions froides. Lorsque le nombre d’ions devient suffisant pour piéger quelques électrons, un phénoméne
d’ionisation par avalanche survient, conduisant a la formation d’un plasma quasi-neutre. Enfin, le plasma ainsi
formé subit une expansion naturelle en raison de la diffusion et de la répulsion coulombienne initiale.

Lorsque cette thése a commencé, le montage expérimental sur lequel nous allions travailler
avait été modifié de maniére a focaliser sur ’échantillon d’atomes froids un laser & CO9 avec
I'objectif de parvenir au piégeage dipolaire d’atomes et molécules froids. Une premiére partie
de cette thése a ainsi été consacrée a ’étude des molécules froides formées via photoassociation
a l'intérieur du piége dipolaire atomique et & leur piégeage. Ce dispositif de piége dipolaire
utilisant un laser CO2 mis en place a permis de piéger un nombre important de molécules.
Nous avons pu caractériser des phénoménes de collisions atomes-atomes et atomes-molécules.
Bien que la durée de vie du piége, de l'ordre de la seconde pour les molécules, soit un peu
limitée, nous avons pu montrer que des collisions molécules-molécules étaient aussi présentes
dans ces expériences. Les résultats obtenus ont fait 'objet d’une étude détaillée dans la thése
de Nassim Zahzam. On retrouvera en annexe B.3 la lettre [Zahzam et al., 2006| dans laquelle
ils ont été publiés.

Le travail de ma thése a davantage porté sur ’étude des atomes de Rydberg froids, réalisée
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sur le méme montage expérimental. Il se situe dans le prolongement des différentes études ef-
fectuées sur ce théme au Laboratoire Aimé Cotton, mais avec l'introduction d’une excitation
d’atomes de Rydberg a haute résolution avec des lasers continus. Ces expériences ont emprunté
deux voies différentes. La premiére approche concerne I’étude d’une assemblée d’atomes de
Rydberg excités de maniére impulsionnelle (temps de I'excitation ~ 9 ns) a l'aide d’un laser
colorant large bande pompé par un laser Nd:YAG. Avec un champ électrique, on se place dans
des conditions ou la réaction de transfert d’énergie (1) citée plus haut, est maintenue soit a
quasi-résonance soit hors résonance. Le but de I’expérience était de réaliser une spectroscopie
des atomes de Rydberg & ’'aide d’une technique de désexcitation stimulée ou "dépompage"
du niveau de Rydberg np3/, vers le niveau 7s en utilisant un laser Ti:Sa continu offrant une
résolution de 'ordre de 1 MHz. L’idée initiale était d’analyser la largeur de raie de dépompage
ainsi obtenue au voisinage de la résonance. Cette spectroscopie de dépompage s’est avérée
mal adaptée & cette étude pour des raisons sur lesquelles nous reviendrons, mais a apporté un
résultat inattendu relié aux problémes de décohérence d’un ensemble mésoscopique d’atomes
de Rydberg. En effet, non seulement le dépompage des atomes de Rydberg nps/ a pu étre
observé mais dans certaines conditions également celui des atomes ns et (n + 1)s, apportant
la preuve de la réversibilité de la réaction (1). Dans le nuage d’atomes froids excités initiale-
ment dans P'état nps/p, considéré en premiere approximation comme un ensemble de paires
d’atomes proches dans I'état [np3 o) @ [nps/s), la probabilité qu'une paire d’atomes retourne
dans I'état [nps/9) @ [nps/e) apres qu'elle est passée dans I'état [ns) @ |[(n+1)s) a été mesurée
en fonction du temps, permettant une mesure de la cohérence du systéme. Une perte de cohé-
rence rapide a été observée, confirmant d’autres résultats obtenus par interférence de Ramsey
[Anderson et al., 2002|. Cette décohérence a pour origine notamment 'interaction de chaque
paire d’atomes avec I’ensemble des autres atomes.

La deuxiéme approche concerne la démonstration du blocage dipolaire de I'excitation. Si
on considére deux atomes proches, I'excitation d’un premier atome dans un état de Rydberg
empéche l'excitation du second atome dont la résonance est déplacée en énergie par l'inter-
action dipole-dipole entre les atomes de Rydberg : c’est la définition du blocage dipolaire.
L’observation du blocage dipolaire nécessite une excitation dont la largeur spectrale Avy, est
inférieure au déplacement d’énergie dipdle-dipdle Vyy. L'interaction dipole-dipole permet ainsi
un controle trés fin de l'excitation de deux atomes, qui peut s’avérer trés efficace dans la
réalisation de portes quantiques. Pour un ensemble d’atomes de Rydberg, 'effet du blocage
dipolaire va étre de limiter I'excitation & partir du moment ot la densité d’atomes de Rydberg
excités devient telle que le couplage dipole-dipole Vyq(Ry) o R%’ entre deux atomes séparés par
une distance égale a 'espacement internucléaire moyen Ry, vérifie Vyg(Ry) ~ Avg, i. e. que le
décalage dipdle-dipdle devient supérieur a la résolution spectrale de 'excitation. L’interaction
dipole-dipdle permettrait de cette facon le controle trés fin de I'excitation de systémes ato-
miques. Nous 'avons démontré dans deux situations différentes. Dans I’'une, nous avons utilisé
la possibilité d’obtenir une interaction dipdle-dipéle résonante et forte dans le processus de
transfert résonant (1). Dans I'autre, nous avons utilisé la possibilité de polariser les atomes
de Rydberg par un champ électrique externe. Ils possédent alors chacun un moment dipolaire
permanent trés grand. Dans ces deux cas, le blocage dipolaire a pu étre mis en évidence.

Toutes ces études ont été motivées par un souci de compréhension et de controle de 'in-
teraction dipdle-dipole. Elles nous ont aussi amenés a étudier l'effet des forces dipolaires qui
apparaissent dans les gaz de Rydberg gelés. Les forces dérivant de l'interaction dipéle-dipdle,
dites forces dipolaires, ont été identifices en 1999 [Fioretti et al., 1999] et contrdlées par ex-
citation de paires d’atomes avec des forces mutuelles attractives ou répulsives. A l'origine de
collisions froides entre atomes de Rydberg, elles sont susceptibles de conduire & des processus
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d’ionisation Penning pouvant étre & l'origine de I’évolution d’un gaz de Rydberg froid en un
plasma froid. Dans ce processus, deux atomes s’approchent suffisamment sous 'effet des forces
dipolaires pour qu’une transition autoionisante ait lieu, dans laquelle un des atomes est ionisé,
lautre étant porté dans un état de Rydberg profond. L’apparition des ions crée une charge
d’espace inhomogéne pouvant perturber la forme des raies et pouvant constituer un obstacle
pour la mise en évidence du blocage dipolaire. Le role des ions dans les formes des raies a
aussi été abordé dans ce travail.

Ce mémoire de thése s’articule comme suit. Le chapitre 1 introduit les propriétés des
atomes de Rydberg, leur spécificité dans la physique des atomes froids et leur intérét pour
I'information quantique. Le chapitre 2 décrit le montage expérimental et plus particuliérement
Iexcitation laser & haute résolution d’atomes froids vers des états de Rydberg. Le chapitre 3
décrit une étude systématique des formes de raie d’excitation d’états de Rydberg en présence
d’ions provenant de processus de photoionisation parasite par les différents lasers d’excitation.
Le chapitre 4 rapporte deux résultats importants obtenus au cours de cette thése, a savoir
la démonstration du blocage dipolaire de ’excitation en champ électrique et & résonance de
Forster. Le chapitre 5 développe 1'étude des propriétés de cohérence de l'interaction dipole-
dipdle a résonance de Forster en analysant la possibilité de réversibilité de la réaction de
transfert (1). Enfin, le chapitre 6 est dévolu aux études concernant les plasmas ultra-froids.
Nous étudierons les processus d’ignition de l'ionisation spontanée d’un gaz de Rydberg en un
plasma froid. Nous aborderons également la possibilité du refroidissement d’un plasma en y
introduisant des atomes de Rydberg susceptibles de collisionner avec les électrons libres du
plasma.



Chapitre 1

Atomes de Rydberg : Introduction et
exemple d’une application pour
I’'information quantique via le blocage
dipolaire

1.1 Introduction

Les états de Rydberg d’un atome sont les états excités de grand nombre quantique principal
n. Un atome excité dans un état de Rydberg est trés souvent dénommé atome de Rydberg
|Gallagher, 1994]. Toutes les références historiques ne sont pas toutes données dans cette
introduction, elles peuvent étre retrouvées dans 'ouvrage [Gallagher, 1994]. La spectroscopie
des états de Rydberg a la fin du XIXe siécle a joué un role pionnier dans la genése de la
mécanique quantique. Ainsi en est-il de I'observation des séries de Balmer dans le spectre
visible de I’atome d’hydrogéne en 1885, de I’établissement par Rydberg en 1890 de formules
empiriques pour décrire les spectres atomiques et du modéle proposé en 1913 par Niels Bohr
pour interpréter le spectre de ’hydrogéne.

L’éloignement important de I’électron de valence par rapport au coeur ionique confére aux
atomes de Rydberg des propriétés d’interactions et de collisions exagérées et originales. De
part leur grande taille ~ 2n2ag (point tournant externe pour I’atome d’hydrogéne) et leur
trés grande polarisabilité, les atomes de Rydberg peuvent posséder de trés grands dipoles
et l'interaction dipole-dipdle joue ainsi un réle important dans les collisions entre atomes de
Rydberg. Les propriétés intrinséques des états de Rydberg ont été étudiées a partir des années
70, en jets atomiques notamment, grace a 'avénement du laser permettant d’exciter sélec-
tivement les différents niveaux Rydberg. On citera les études en champ externe, électrique,
magnétique et microonde permettant, par une véritable loi d’échelle, de faire correspondre
les propriétés d’atomes de Rydberg placés dans des champs relativement faibles avec les pro-
priétés d’atomes dans leur état fondamental ou peu excités en présence de champs externes
extrémes pouvant exister au voisinage d’une étoile par exemple. Un des intéréts des atomes
de Rydberg tient a leur place privilégiée au sein de la physique des plasmas avec des proces-
sus comme les recombinaisons ions-électrons avec formation d’atomes de Rydberg ou encore
I'ionisation d’atomes de Rydberg, radiative ou par collisions. La composition des plasmas
stellaires peut ainsi étre déterminée par la présence de raies Rydberg spécifiques, notamment
dans le domaine des radiofréquences pour des transitions entre états de Rydberg voisins. Les
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élargissements spectraux de raies d’émission dans le domaine du visible provenant de la désex-
citation d’atomes de Rydberg plongés dans un plasma sont des indicateurs des densités d’ions
et électrons du plasma [Griem, 1974|. L’importance des atomes de Rydberg en astrophysique
a motivé en partie les nombreuses études collisionnelles qui ont été développées en paralléle.
Un grand nombre d’exemples peuvent étre donnés : collisions avec changement de moment
cinétique orbital (collisions avec I-mixing) [Chapelet et al., 1982|, collisions avec changement
de nombre quantique principal n, collisions avec attachement d’un électron provenant d’un
atome de Rydberg et formation d’un ion négatif, ionisation associative, ionisation Penning
[Barbier and Cheret, 1987], collisions avec transfert d’énergie interne, assistées radiativement
[Pillet et al., 1987] ou résonantes [Safinya et al., 1981]. L’interaction dipéle-dipole joue sou-
vent un role important dans ces collisions. Dans des nuages denses d’atomes de Rydberg,
elle peut étre responsable d’élargissements importants des raies d’excitation & forte puissance
[Raimond et al., 1981] : les niveaux d’énergie d’une paire d’atomes dans un état de Rydberg
sont déplacés par interaction dipéle-dipole, ce qui favorise des transitions & deux photons hors
résonance depuis 1’état fondamental.

Récemment, le refroidissement laser et le piégeage ont ouvert de nouvelles perspectives
avec la réalisation d’atomes de Rydberg froids. Les nuages d’atomes de Rydberg sont obtenus
aprés excitation laser d’atomes en piége magnéto-optique. Ils possédent des densités pouvant
approcher 107 — 10! at/cm™ et la température est celle des atomes avant l’excitation, de
lordre de 100 pK . Pendant les quelques microsecondes que dure 'expérience (limitée principa-
lement par la durée de vie des états de Rydberg), les déplacements induits par la distribution
thermique des atomes sont au maximum de quelques centaines de nanométres, petits en com-
paraison de la distance moyenne entre atomes de Rydberg, typiquement ~ 3 — 29 pum. On
peut donc négliger le mouvement des atomes et considérer le gaz d’atomes comme un gaz de
Rydberg gelé.

Ces gaz gelés d’atomes en interaction s’apparentent par bien des aspects de leurs pro-
priétés a des solides amorphes. Dans un tel gaz de Rydberg, le couplage dipole-dipdle
peut étre de plusieurs MHz pour ces distances internucléaires. Dans 'expérience du trans-
fert résonant d’énergie interne np + np — ns + (n + 1)s, les réactions de migration des
produits ns et (n + 1)s de cette réaction dans lenvironnement np des atomes, a sa-
voir les réactions ns + np — np + ns et ns + np — np + (n + 1)s, conduisent a des
phénomeénes de diffusion de l'excitation proches de la diffusion des spins dans le verre
[Anderson et al., 1998, Mourachko et al., 1998, Merkle and Powell, 1979]. L’'image d'un gaz
figé d’atomes en interaction est cependant limitée par le fait que l'interaction dipoéle-dipdle
s’accompagne de forces dipolaires importantes [Fioretti et al., 1999| pouvant conduire & un
phénomeéne d’ionisation Penning aprés plusieurs microsecondes. Nous reviendrons sur leur im-
portance en particulier lors de ’étude de la transition d’'un gaz de Rydberg vers un plasma
(cf chap. 6).

L’intense activité qui anime le domaine des atomes de Rydberg froids provient aussi de la
proposition d’intriquer les états quantiques de deux atomes & 2 niveaux, chacun étant consi-
déré comme un qubit. La possibilité serait donnée a terme de réaliser des portes quantiques
a deux qubits, en controlant l'interaction dipéle-dipole entre deux atomes "& travers" une
excitation vers un état de Rydberg [Jaksch et al., 2000]. En particulier, 1'utilisation du blo-
cage dipolaire de l'excitation doit rendre possible la réalisation expérimentale d’une telle porte
[Lukin et al., 2001]. Dans un volume suffisamment petit, 'excitation laser d’un premier atome
vers un état de Rydberg peut déplacer le niveau de Rydberg par interaction dipéle-dipoéle pour
chacun des atomes ’environnant et empécher 'excitation laser d’'un deuxiéme atome. Dans
cette thése, nous considérons un ensemble plus large d’atomes. L’interaction dipoéle-dipole
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ameéne alors & une limitation du nombre d’atomes excités due & un blocage dipolaire local de
I'excitation. Récemment, les expériences |Tong et al., 2004, Liebisch et al., 2005] ont mis en
évidence une saturation de 'excitation d’états de Rydberg élevés a cause de 'interaction Van
der Waals o« —Cg/R®, mais aucune expérience n’avait démontré l'effet du blocage dipolaire
avant celle que nous avons effectuée a résonance de Forster [Vogt et al., 2006].

Ce chapitre présente d’abord les propriétés physiques des atomes de Rydberg. Il est rappelé
que les atomes de Rydberg ont de fagon générale des caractéristiques proches de celles des
atomes de Rydberg de I’hydrogéne du fait du fort éloignement de I’électron de valence par rap-
port au coeur ionique. Une différence importante et faisant I’attrait des atomes alcalins lourds
provient des effets de coeur lorsque le moment cinétique de I’électron est petit, ce qui a conduit
au développement de la théorie du défaut quantique. Nous rappelons ensuite les aspects de
Iinteraction des atomes de Rydberg avec un champ électrique. Puis nous caractérisons l'inter-
action dipole-dipole entre atomes de Rydberg. Différents schémas pouvant permettre ou ayant
permis 'observation du blocage dipolaire sont répertoriés : en champ électrique statique, a
résonance de Forster ou encore dans des situations ol les atomes sont excités dans des états
n,l différents. Un accent est mis sur ’historique des études concernant le processus de trans-
fert résonant d’énergie, les analogies fortes existant entre le transfert résonant d’énergie dans
les atomes de Rydberg et le procédé Forster dans la physique moléculaire notamment. Enfin,
nous présentons les propositions d’utilisation de l'interaction dipéle-dipéle pour faire interagir
des atomes excités dans des états de Rydberg pour la réalisation de portes quantiques.



Chap 1 - Atomes de Rydberg : Introduction et exemple d’une application pour
20 Pinformation quantique via le blocage dipolaire

1.2 Propriétés générales des atomes de Rydberg

La description exacte des niveaux d’énergie et des propriétés atomiques est en principe
un probléme & N électrons, souvent non résolu exactement. Les méthodes d’approximation
peinent a décrire des systémes trés excités, notamment s’il est nécessaire de prendre en compte
les corrélations électrons-électrons lorsque plus d’un électron est excité. Ceci reste un travail
d’actualité comme en témoignent les derniers développements sur la TDDFT (time dependant
density functional theory) pour calculer correctement les probabilités de double ionisation de
I'atome d’hélium en présence de lasers intenses [Wilken and Bauer, 2006].

Pour retrouver les niveaux d’énergie et fonctions d’onde atomiques, ’électron de valence
peut souvent étre séparé du reste du systéme (ceci est trés bien vérifié pour les métaux alca-
lins), les autres électrons écrantant la charge du noyau : le potentiel vu par cet électron est
interprété comme un potentiel moyen ou effectif Vi, o f, dli aux autres électrons et au noyau.
L’établissement du potentiel effectif ne fait pas I’objet de cette introduction & la physique des
atomes de Rydberg. Différentes méthodes existent, telle la théorie semi-classique de Thomas-
Fermi, la méthode variationnelle d’Hartree-Fock ou encore la théorie de la fonctionnelle de la
densité (un résumé de ces différentes méthodes peut étre trouvé au chapitre 2 de la référence
[Friedrich, 1998]).

Pour un atome de Rydberg (non forcément alcalin), I’électron externe reste essentiellement
éloigné des autres particules chargées et voit donc un potentiel trés proche d’un potentiel
coulombien. En premiére approximation, les états de Rydberg apparaissent comme de simples
états hydrogéniques excités pour lesquels les énergies et les fonctions d’onde sont connues.

La théorie du défaut quantique permet de prendre en compte les effets de coeur, notam-
ment pour les atomes lourds comme le césium [Bates and Daamgard, 1949, Seaton, 1983].
Il est possible pour les atomes de Rydberg alcalins d’effectuer 'approximation de Coulomb
[Bates and Daamgard, 1949| consistant & ne considérer dans les calculs de moments dipolaires
de transition que les distances supérieures a une distance de coupure ry par rapport au coeur
ionique, la fonction d’onde électronique & grandes distances étant une combinaison linéaire
de fonctions réguliéres et irréguliéres solutions de I’équation de Schrodinger pour le potentiel
Coulombien. L’utilisation des données d’énergie expérimentales permet de déterminer com-
plétement cette fonction d’onde & longues distances grace aux défauts quantiques. Le calcul
correct des éléments de matrice dipolaire de transition est important pour décrire 'effet des
champs électriques sur les atomes de Rydberg, ces champs électriques étant une composante
essentielle & la fois pour 'excitation, la détection par ionisation et la manipulation des niveaux
d’énergie par effet Stark.

Dans cette section, nous rappelons d’abord le calcul des fonctions d’onde et niveaux d’éner-
gie pour 'atome de césium. Ensuite, le cas spécifique des états de Rydberg du césium est décrit
dans le cadre de la théorie du défaut quantique. Puis nous abordons le calcul des éléments
de matrice dipolaire dans 'approximation de Coulomb, essentiels pour décrire les interactions
avec les champs électriques, ce qui nous permet notamment de déterminer les durées de vie des
niveaux atomiques. Enfin, nous décrivons le comportement des atomes de Rydberg en champs
électriques.
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1.2.1 Niveaux d’énergie et fonctions d’onde du césium
1.2.1.1 Atome hydrogénoide

Commengons par la description de l'atome hydrogénoide, sans corrections relativiste.
L’équation de Schrodinger s’écrit, en unités atomiques (u. a.) :

Vi 7z
(_ T

——wW=F 1.1
e b= Eu (1)
Dans cette équation, le mouvement du centre de masse a été découplé du mouvement relatif,
Z est la charge du coeur ionique, p, = anrLrILVN est la masse réduite, p. =~ me (=1 en u.a.)
si on néglige la masse de 1'électron m, par rapport a celle du coeur my, ¥ = (r,0,¢) est la
coordonnée de la particule relative par rapport au centre de masse.

Cette solution admet une infinité d’états propres liés d’énergies E(n) =

ﬁ (au, = % est
le rayon de Bohr (ap = 1 en u. a.) modifié, tenant compte de la masse finie du coeur). Les
fonctions d’onde associées forment une base |nlm;) de 'espace des états : n, [ et m; constituent
un jeu de "bons" nombres quantiques, ces deux derniers étant associés au moment cinétique
orbital de ’électron. Ces fonctions sont le produit d’une solution angulaire et d’une solution
radiale :

Yot = )y, 0.9) (1.2)

r
Elles peuvent étre trouvées par exemple dans 'ouvrage [Bethe and Salpeter, 1957].

1.2.1.2 Les atomes alcalins : le Césium

Atomes a plusieurs électrons

Nous utilisons ici 'image du potentiel d’interaction effectif entre 1’électron de valence et
I’ensemble des autres charges. Elle est relativement bonne dans le cas des alcalins qui ne
possédent qu’un seul électron de valence et dont les énergies de liaison des autres électrons
avec le coeur ionique sont beaucoup plus grandes que pour ’électron de valence.

Le potentiel effectif utilisé Vjorefyr.(r) est & symétrie centrale mais il differe du potentiel
coulombien et la dégénérescence des niveaux d’énergie suivant la valeur de [ est levée. Des
potentiels modéles peuvent étre utilisés pour reproduire les valeurs d’énergie expérimentales.
Un exemple est le potentiel dont la forme a été proposé par Klapisch [Klapisch, 1971] :

1+ (Z—1)e ™" —r(as+aqr)e”™ 2"
- ; ~ g
Les coefficients peuvent étre trouvés dans [Marinescu et al., 1994 et peuvent étre pris dépen-
dant de ! pour une plus grande précision. Nous retrouvons bien que ce potentiel est équivalent
au potentiel coulombien & grandes distances. L’équation aux valeurs propres (1.1) devient
alors :

—_ ()6
V-pot.eff.('r) = [1 —e (’"C) ] (13)

2
(_2'[[6 + Vpot.eff.(r))¢ = Evy (1'4)
Les nouveaux niveaux d’énergie peuvent étre mis sous la forme :
-1
E(n,l) = (1.5)

20’#5 (n - 57’Ll)2

0y s'appelle le défaut quantique par analogie avec la théorie du défaut quantique [Seaton, 1983]
que nous abordons dans le paragraphe 1.2.2.2. On note en général n* = n — J,; le nombre
quantique principal effectif.
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FI1G. 1.1 — Schéma des premiers niveaux d’énergie du césium.

Premiers niveaux d’énergie du césium

Le césium est un alcalin lourd, & I’état naturel dans la configuration :23Cs. 11 s’agit d'un
isotope bosonique (spin électronique total § = 1/2 et spin nucléaire i= 7/ 2) avec 55 électrons
dont un électron de valence sur 'orbitale 6s.

Dans I'équation (1.4), il est nécessaire de prendre aussi en compte les corrections relativistes
de structure fine et de structure hyperfine. La structure fine provient du couplage spin-orbite,
entre le spin électronique s et le moment cinétique orbital l_: alors que la structure hyperfine
provient du couplage entre le spin nucléaire du césium i et le moment cinétique électronique
total j = [4 3. Une nouvelle base de vecteurs propres est définie pour la structure fine |nijM;),
a partir de 'opérateur moment cinétique électronique total j = [+ § On définit de méme
lorsqu’on rajoute la structure hyperfine une nouvelle base de vecteurs propres du hamiltonien
total |nljifMy) a partir de 'opérateur moment cinétique total f = j + 1.

La structure électronique des premiers niveaux du césium est présentée sur la Fig. 1.1.
Elle fait apparaitre les premiers niveaux définis par I’équation (1.5), auxquels sont rajoutés
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les corrections de structure fine puis de structure hyperfine.

On y reconnait les deux transitions les plus brillantes du césium reliant I’état de structure
fine 651 /o aux états 6py /o (raie D1) et 6p3 /o (raie D2), toutes deux dans l'infrarouge, de lon-
gueurs d’onde respectivement A\=894.5930 et A=852.3473 nm. Ces deux transitions sont utili-
sées pour refroidir le césium. Pour plus de détails concernant ces transitions, on pourra consul-
ter utilement la revue de Daniel Steck [Steck, 2004] et [Gilbert et al., 1983]. L’état 7sy /o que
nous avons utilisé comme état intermédiaire pour I'excitation Rydberg figure également sur ce
schéma. La longueur d’onde de la transition 6ps5(f = 5) — 7sy/o(F = 4) est A=1469.8918(3)
nm.

1.2.2 Les états de Rydberg du césium

1.2.2.1 Vision classique

Le mouvement classique de 1’électron dans le champ coulombien créé par un noyau de
2I2E
Le Z2et”

charge Z (atome hydrogénoide) décrit une ellipse d’excentricité (/1 + En remplagant

L? par R2l(1+1) et E par E,; ~ —aZO—f;, on trouve pour 'excentricité exc ~ /1 — l(ln%l) C’est
a dire que si [ est grand, 'orbite est quasi circulaire, I’électron reste & grande distance du
noyau, au contraire du cas ot [ est faible, auquel cas I’électron décrit une orbite elliptique qui
passe proche du coeur ionique. On distingue ainsi orbites pénétrantes et non pénétrantes.

Dans le cas d'un atome de Rydberg quelconque, on peut remplacer Z par Z.sy, la charge
écrantée vue par 1’électron de valence : si [ est grand, cet électron voit principalement un
potentiel coulombien (Z.fy = 1) : le défaut quantique dans la formule (1.5) est quasi-nul. Par
contre, si l'orbitale est pénétrante (Z.s¢ > 1), I'électron s’approche du coeur et I’énergie de
liaison est plus grande que celle donnée par ’approximation hydrogénoide.

1.2.2.2 Theéorie du défaut quantique

La théorie du défaut quantique permet de déterminer les fonctions d’onde & longues
distances pour les états de Rydberg et d’exprimer les niveaux d’énergie simplement a partir
des défauts quantiques. Cette méthode est tres bien adaptée au probléme des métaux alcalins
car il n’est pas nécessaire de prendre en compte ’excitation possible d'un deuxiéme électron.
Le cadre de la MQDT (théorie du défaut quantique & plusieurs voies) permet de résoudre
le probléme d’une deuxiéme excitation restant cependant faible, dans le cas notamment ot
I’atome posséde plusieurs électrons de valence [Fano, 1970, Boulmer et al., 1987].

Pour un seul électron excité, la théorie du défaut quantique repose sur le fait que le potentiel
effectif dans lexpression (1.4) est principalement coulombien pour une distance supérieure a
ro. Pour r > rg, la fonction d’onde est donc connue, elle est le produit d’'une fonction angulaire
et d’une fonction radiale, cette derniére pouvant s’exprimer a partir d’une combinaison de deux
fonctions coulombiennes réguliéres et irréguliéres f et g [Seaton, 1983, Gallagher, 1994] :

wnlm(r'?) _ Yim(e, ¢) fnl(r)cos(ﬂ-dnl) ; gnl(r)‘%n(ﬂ-énl) (16)

La fonction d’onde doit satisfaire aux conditions de raccord en r = rg avec la fonction
d’onde & courtes distances (continuité de la fonction et de sa dérivée). Ceci permet de dé-
terminer le défaut quantique §,;. La fonction d’onde a courtes distances peut étre évaluée
numériquement & partir du potentiel effectif, par exemple par une méthode d’intégration de
Numerov [Gallagher, 1994]. En général cependant, la fonction d’onde n’a pas besoin d’étre
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connue précisément a trés courtes distances, et 'expression (1.6) utilisant les défauts quan-
tiques expérimentaux permet de la connaitre pour une distance r > rg.

Pour des états relativement excités, une bonne approximation de la fonction d’onde
est obtenue par une approche semi-classique WKB (voir le chapitre 3 de la référence

|Friedrich, 1998]) :
up (1) = \/%p’”{;) cos(% / p(r)dr' — %) (1.7)

int

ol %ﬁ:mp(r’)dr’ =1 r:m V2ue(E —V'(r'))dr' est la phase accumulée entre le
point tournant interne rye et r. V(r') contient le potentiel effectif et le terme
l(lﬂ,%. On peut écrire V(r’) comme somme du potentiel coulombien et
2pter

d’une correction AVi(r"). L’expression est donnée en unités SI.

centrifuge

0, S'interpréte ainsi facilement dans le traitement semi-classique comme la différence de phase
accumulée entre les positions r et 7¢ en présence et en 'absence de la perturbation AVy(r') : a
I’extérieur de ce domaine, on a supposé le potentiel purement coulombien, les deux fonctions

d’onde oscillent en phase mais sont déphasées de la quantité d,, :

T0 2 o 2 2
5nl(r):/ dr’ﬂ—uh \/E+ < ,+AVl(r’)—\/E+ ¢ (1.8)
0

4megr 4megr!
En remarquant que AVj(r) et E sont trés petit devant 4;:0T pour r < ro (I'énergie de
liaison —F est trés faible & courte distance en comparaison de ’énergie cinétique de 1’électron
2 ) . . ..
de lordre de %), le défaut quantique est quasiment indépendant de I’énergie, il ne dépend

Ameqr
quasiment que du moment cinétique orbital :

70 2 / .
O (1) = &(r) = /0 dr,%AVl(r’) (1.9)

1.2.2.3 Expression des défauts quantiques-Inclusion de la structure fine

Une premiére correction sur la fonction d’onde & longue distance a été apportée par la
prise en compte du potentiel effectif & courte distance. A cela, il faut rajouter la correction de
structure fine.

Le principal terme de structure fine est donné par ’hamiltonien de spin-orbite (en unités
atomiques) :

. d .
H(SO) — 5(74) S = % <% ‘/pOtC,;nff(r)> s (110)

Pour un potentiel coulombien, le hamiltonien de spin-orbite varie en =3, il est donc impor-
tant aux courtes distances (il influe sur le défaut quantique) mais trés peu a longue distance,
ou 'approximation de Coulomb reste valable (pour plus de précision, le potentiel effectif peut
étre modifié pour dépendre de j. Au hamiltonien de spin-orbite doit aussi étre rajouté le terme
de Darwin n’affectant que les états s).

Pour l'atome d’hydrogéne, l'écart de structure fine varie comme 1/(n3l(l + 1))
|[Fabre and Haroche, 1983|, de méme que I’écart entre deux niveaux d’énergie consécutifs. Pour
les orbites pénétrantes des atomes alcalins, ’écart de structure fine peut s’exprimer avec une

1

série de termes en R k=3 étant le terme dominant. Finalement, I’écart de structure fine
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suivant approximativement 1’écart d’énergie entre deux niveaux consécutifs (o< (n*)~2 pour n
trés grand) , le défaut quantique d’un état nlj peut étre retrouvé par une expression simple,
la formule de Ritz |Gallagher, 1994] :

d2(15)
(n—d0(l5))*

Les paramétres dy et d9 pour I'atome de césium présentés ci-dessous ont été déterminés

expérimentalement par spectroscopie microonde par |[Goy et al., 1982]. La précision obtenue
sur la détermination des énergies de liaison est de 'ordre du MHz (1-2 MHz pour n ~ 40).

Ontj = 60(lj) + (1.11)

Série (50 (52
ns 4,049 325 | 0,246 2
npys || 3,591 556 | 0,371 4
npss || 3,559 058 | 0,374 0
ndss || 2,475 365 | 0,555 4
nds /5 || 2,466 210 | 0,067 0
nfssm || 0,033392 | -0,191
nfrr || 0,033537 | -0,191

Une meilleure précision est obtenue dans [Weber and Sansonetti, 1987] spécifiquement
pour les états nsy o, npyj2, nds/z, nfs/z et ngr/s. Les niveaux d’énergie déterminés de cette
maniére dans [Weber and Sansonetti, 1987| sont valables quel que soit le niveau d’énergie (dés
le niveau 6s).

1.2.2.4 Structure hyperfine des atomes de Rydberg

Pour les niveaux de Rydberg, la structure hyperfine représente une correction faible en
énergie, dont nous ne tenons pas compte en général, également décroissante en fonction de n
avec une variation en (n*)73.

Une étude expérimentale de la structure hyperfine du césium peut étre trouvée dans
|[Farley et al., 1977|, donnant des résultats en bon accord avec des calculs relativistes
[Rosén and Lindgren, 1972]. La constante A; de ’hamiltonien hyperfin (s’écrivant pour j fixé,
Hyps = Ajff) est mesurée pour les états ns (n = 6 a 17), tandis que les rapports As/s/A1 /2
sont mesurés pour les états np. Par ailleurs, des mesures sont disponibles pour les états npy /o
pour n = 11 — 15 [Weber and Sansonetti, 1987]. [Goy et al., 1982] ont mesuré l'intervalle de
structure hyperfine égal a 4.7 MHz pour I'état 28s; /5 et 1.1 MHz pour I'état 28p; /.

D’environ 6 MHz pour le niveau 24s, I'intervalle de structure hyperfine! (entre les états
F =3 et F' = 4) n’est déja plus que de 1.2 MHz pour le niveau 35s. Pour les niveaux np1/2,
cet intervalle est inférieur a 1 MHz pour n > 28. Pour les niveaux npg/s, il y a 4 niveaux de
structure hyperfine (3 d’entre eux seulement sont accessibles a l’excitation depuis un niveau
s). Sachant d’aprés [Farley et al., 1977] que Agjp/A;/9 ~ %, intervalle d’énergie? entre les
niveaux hyperfins F' =2 et ' =5 est ~ % de 'intervalle calculé pour les niveaux pj /o, soit a
peine 1 MHz pour 'é¢tat 23p3 /5.

1Les différentes valeurs données sont extrapolées a partir des valeurs expérimentales.
2Pour un état |nljifM;), la correction hyperfine a I’énergie est %(f(f +1)—i(i+1)—j5(G+1)).
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1.2.3 Eléments de matrice dipolaire

Les éléments de matrice dipolaire sont des paramétres importants puisqu’ils déterminent
les couplages des atomes avec les champs extérieurs : couplage avec les lasers pour ’excitation,
effet Stark résultant du couplage avec un champ statique ou interaction dipole-dipéle lorsque
le dipéle d’un atome interagit avec le champ électrique rayonné par le dipéle d’un autre atome.

En pratique, nous utilisons un programme introduit au laboratoire par T.F. Gallagher
et modifié par J.M. Lecomte puis A. Bleton au Laboratoire Aimé Cotton pour le calcul des
¢léments de matrice dipolaire (n,l, j,m;j|Ry|n/, U, j',m ). Ce calcul est basé sur les différents
résultats et approximations que nous soulevons dans les paragraphes suivants.

1.2.3.1 Définition de I’élément de matrice dipolaire réduit

Nous sommes intéressés par l'opérateur dipole électrique D =R (en u.a). L’opérateur
R est un tenseur irréductible de rang 1 dont les composantes Ry, R4 et R_ s’expriment
en fonction des harmoniques sphériques (voir par exemple [Sobel'man, 1972|, chap. II) :

Ry = \/%er =rcosf = Z, Ry = \/%rYlil. L’intérét d’utiliser ces composantes est
de pouvoir appliquer le théoréme de Wigner-Eckart : un élément de matrice dipolaire du
type® (n,l,j,m;|Ry|n’, ', 5/, mj) s’exprime en fonction de I'élément de matrice dipolaire ré-
duit (n,1,j||r||n/,', ") qui est indépendant de m; et mj :

-/

<n,l,j,mj|Rq|n',l',j',mj/> = (—1)j—mj < —"Zn‘ (1] 'mj-/ > (n,l,j||r||n',l',j') (1.12)
j j

o ”
Le facteur angulaire est contenu dans le symbole de Wigner 3j < fn q mj > Nous em-
—m; i’

pruntons les notations a [Sobel'man, 1972|. Cette définition* de I'’élément de matrice dipolaire
réduit conduit a la relation fort utile : | (n, 1, j||r||n’, ', 7") | = | (0, U, 5" ||r|In, 1, 7) |-

1.2.3.2 Reéduction des éléments de matrice dipolaire

L’élément de matrice dipolaire réduit (n,l, j||r||n’,l',7’) peut étre encore réduit et ex-
primé en fonction de I’élément de matrice dipolaire réduit par rapport & l'opérateur L,
(n,l||r]|n’,1")[Steck, 2004]. L’expression (1.12) devient (avec s=1/2) :

./ /
(bl ) = (O RO I L bk )

3Nous utilisons I'exemple des états In,l,j,m;) mais ce résultat est tout a fait général et sera appliqué
notamment aux états |n,l, 7, f, my).

“Une autre convention est de définir un élément de matrice dipolaire réduit (n, I, j||r||n’,1’,5') en fonction
des coefficients de Clebsch-Gordan (jm;|j 1m;:q) :

<n7 l7j7 mj|Rf1|n/7 llvjlv mj’> = <n7 lijan/v l/vj/><jm]'|jl1m]"Q> (1'13)

Cette convention est utilisée entre autres par [Steck, 2004] (nous ferons référence aux deux notations).

- . : T j 1 i’ .
En utilisant que (jm;|j’1m;/q) = (=1)7"™i /2 + 1 < Zn g mj ), les deux définitions de ’élément de
—m; i

matrice réduit sont relides via U'expression : (n,l, j||r||n’, ', j") = V25 + L{n, L, j||r||n", U, j).
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n/l/j/

Lélément (n,ll[r|[n’,l") est quant & lui directement relié¢ & I'intégrale radiale R,

(n i’ 1) = (~1)'10]010) V2l + 1 x R = (~1)m GO+ fmaz(L7) x RILT (1.15)

1.2.3.3 Intégrale radiale

Les intégrales radiales sont données par I’expression suivante :

RZlé" :/0 7% Ut (1) Uy o (r)dre (1.16)

o Z/{nlj('r) est la partie radiale de la fonction d’onde de ’état \Ifnljmj, solution de
l’équation de Schridinger.

En raison du facteur r3, elles sont principalement sensibles aux valeurs des fonctions d’onde
loin du coeur, ot I’hamiltonien de structure fine peut étre négligé et le potentiel supposé cou-
lombien. Pour cette raison, I’approche du défaut quantique constitue en général une bonne

approximation pour faire le calcul des intégrales radiales. Rzgj " ne dépend alors de j que

via le défaut quantique. Ce calcul d’intégrale radiale avec les fonctions de Coulomb est uti-
lisé dans le programme que nous utilisons. Il est effectué par la méthode dite de Numerov
[Gallagher, 1994].

L’intégrale radiale est donnée en trés bonne approximation [Fabre and Haroche, 1983] pour
n/l/j/ ~ 3
nlj "~ 2
oscillante dont 'amplitude décroit rapidement selon (An*)

n*2go(An*), o An* = n* —n/* et gy est une fonction
—5/3

des niveaux voisins par R

1.2.3.4 Forces d’oscillateur

La probabilité de photoabsorption d'un état |n,l,j) vers un état |n/,l’,j’) est donnée
en premiére approximation® par le coefficient d’absorption d’Einstein B(nlj,n'l’j') qu’il est
possible d’exprimer en fonction de la force d’oscillateur f(nlj,n'l'j") et de w, la fréquence de
la transition [Sobel’'man, 1972] :

- nlj, n'l'j")
Bnij, wtj) = LTI 117
(ntj. 1) = LR (117

La force d’oscillateur® est une quantité sans dimension reliée a I’élément de matrice dipo-
laire réduit (n, 1, j||r||n’, U, ') via Pexpression :

2mw

. 111 -1 . ! oql e 2
_ 1.1
f(nlj,n'l'") 3h<2j+1)!(n,l,JHTHn,l,J)! (1.19)

Dans le cas ot un des niveaux est fortement lié (ce qui est le cas en général pour la pho-
/l/ -/

toabsorption), I'intégrale radiale est donnée en premiére approximation par RZUJ ~ (n*)~3/2

SLes sous-niveaux Zeeman |n, [, j,m;) sont supposés equipeuplés au départ

6La force d’oscillateur permet de caractériser I’excitation avec une polarisation définie, & partir d’un en-
semble de sous-niveaux Zeeman nljm; équipeuplés vers I'ensemble des sous-niveaux Zeeman n'l’j’'m; d’un
niveau excité. L'expression (1.19) est obtenue aprés réduction de la définition suivante :

2mw

fnlg,n'l'j") = m2j+ 1) Z ((n, 1, jymylrqln’, U, 5" myn)|? (1.18)

mg,m s
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([Fabre and Haroche, 1983],p. 126). La probabilité de photoabsorption varie donc comme n =3

pour les atomes de Rydberg.

Cependant, en excitation depuis un état fortement lié, le recouvrement entre les deux fonc-
tions d’onde dans l'intégrale radiale s’effectue & beaucoup plus courte distance. Cela explique
qu’il est observé des rapports complétement anormaux dans I'excitation du doublet de struc-
ture fine du césium pour n > 7. Le rapport de I'intensité des raies nps /9 et np; /o en excitation

depuis I'état 6s; /5 déterminé par le rapport des forces d’oscillateur p = ;?—iz croit avec n et at-

teint déja 1170 pour n = 30 [Raimond et al., 1978, Norcross, 1973, Migdalek and Kim, 1998|
alors que ce facteur devrait étre de I'ordre de 4 (L’excitation des états np; /o diminue anormale-
ment avec n). Pour interpréter de tels résultats, deux effets importants doivent étre considéreés,
la correction de spin-orbite et la polarisation de coeur. Le potentiel effectif doit tenir compte
de ces corrections [Migdalek and Kim, 1998, et la correction due a la polarisation de coeur
doit aussi étre incluse dans I'expression du moment dipolaire électrique’.

Cette anomalie n’apparait pas lorsque l'excitation est effectuée depuis 7sy/,. Le calcul
utilisant les défauts quantiques donne un facteur de I'ordre de 4, et bien que ce calcul soit
encore "mauvais" pour n = 7 (les termes relativistes et de polarisation de coeur restent non
négligeables), cette valeur est proche de la valeur expérimentale. Nous utilisons dans nos
modéles les moments de matrice dipolaire calculés dans 'approximation de Coulomb, méme
si la valeur absolue des probabilités d’excitation n’est pas de cette maniére déterminée trés
précisément.

1.2.4 Durées de vie radiatives
La probabilité de désexcitation depuis un état |nl) vers un état |nl’) est donnée par le

coefficient d’Einstein A,y

462‘4}2[’71/1/ 'ma:z:(l, l/)
3he3 20+ 1

(R)? (1.20)

An/l’,nl - nl

Pour des états de petits I, cette désexcitation s’effectue principalement vers des états fortement
., , , , i . — , . . .

liés, la dépendance en n étant donnée par (Rgll )2, soit en n 3. La durée de vie radiative d’un
état Rydberg est l'inverse de la somme des taux de désexcitation vers les niveaux inférieurs :

-1

Tnl = ZAnl—m’l’ (121)

n'l’

Un calcul donnné par [Gounand, 1979] utilisant la méthode du défaut quantique fournit I’ex-
pression approchée :
Tt = To(n*)’ (1.22)

Les paramétres 7y et ( sont donnés pour 'atome de césium dans le tableau suivant
[Gallagher, 1994]:

"La fonction d’onde totale de ’atome de césium n’est pas une fonction d’onde monoélectronique. Rigoureuse-
ment, pour pouvoir utiliser une fonction d’onde monoélectronique mais obtenir les bonnes propriétés physiques
de l'atome, la polarisabilité du coeur de 'atome (noyau+ électrons de coeur, de charge +¢q) doit é&tre incluse.
Explicitement, la correction au potentiel d’interaction est V,, = f%aﬁg ol Fy(r) est le champ électrique créé
par ’électron de valence, et la correction au moment dipolaire est d = aFE, [Migdalek and Kim, 1998]. Le
dernier terme du potentiel de Klapisch en 1/7“4 prend déja en compte l'interaction entre I’électron et le dipole
induit du coeur de atome (interaction charge-dipdle).



1.2 Propriétés générales des atomes de Rydberg 29

s p d f
To(x 107%s) 143 442 0,96 0,69
3 2,96 294 293 294

L’expression de cette durée de vie doit étre néanmoins corrigée pour prendre en compte
les effets de relaxation induits par le rayonnement du corps noir |Gallagher and Cooke, 1979].
Son effet est d’induire des transitions entre états de Rydberg directement voisins, les éléments
de matrice dipolaire de transition étant alors trés grands. La densité d’énergie maximale des
photons du corps noir correspond & une fréquence de l'ordre de 500 cm™' & une température
du corps noir égal a 300 K [Gallagher, 1983|, l'effet du corps noir est donc maximal pour
n ~ 10, et décroit selon la loi suivante, presque indépendamment de 1 :

1 403kgT
T T 32

ol « est la constante de structure fine et T la température en degrés kelvin.

T
~ 6,79 x 1O4W (s7h (1.23)

L’expression globale de la durée de vie d'un atome de Rydberg est alors donnée par :

1 1 1
tot = + cn ( 1.2 4)
Tl Tnl Tl

Nous donnons dans le tableau suivant un exemple typique de durée de vie d’états de
Rydberg :

23p  33p 50p 100p

T|ws| 27 91,8 351 3011
T us] 18,5 42,5 106 456
rlotus] 11 29 81 396

La réduction de la durée de vie des états de Rydberg due a la radiation du corps noir
est donc dramatique, et méme plus encore pour de grands n. La décroissance du taux de
relaxation induit par le corps noir avec n est en effet légérement plus faible que celle du taux
d’émission spontanée. Les résultats précédents sont donnés pour des états avec [ petit. Pour
des états de trés grand [, [ = n — 1, la désexcitation spontanée ne peut avoir lieu que vers le
niveau adjacent. Les durées de vie sont considérablement plus longues et peuvent dépasser la
milliseconde pour des n relativement bas (30 ms pour n = 50).

1.2.5 Effet Stark sur les atomes alcalins

La structure Stark des atomes de Rydberg alcalins a été étudiée en détail par
[Zimmerman et al., 1979], expérimentalement et théoriquement. La méthode de calcul consiste
simplement & diagonaliser I’hamiltonien Stark aprés calcul des différents éléments de couplage
proportionnels aux éléments de matrice dipolaires, ceci via la technique du défaut quantique.
Nous utilisons au laboratoire Aimé Cotton un programme développée par J. M. Lecomte
reposant sur cette méthode, dont nous allons donner quelques résultats.

1.2.5.1 Structure Stark des niveaux d’énergie

L’hamiltonien du systéme en présence du champ électrique statique F' s’écrit, en unités
atomiques :
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1 L
H= _§v2 + Vipotepf(r) +&E(r)L.S + Fz (1.25)

Le dernier terme décrit 'interaction avec le champ électrique statique, dirigé suivant l’axe
z. Le hamiltonien spin-orbite £ (r)l_;g est supposé inchangé par le champ électrique statique.
Ceci est une assez bonne approximation pour le calcul du diagramme Stark des atomes de
Rydberg |[Zimmerman et al., 1979].

Cas de ’hydrogéne

Dans une premiére description, nous ne prenons pas en compte l'interaction spin-orbite et
nous intéressons simplement au cas de I’hydrogéne. Le potentiel est donc purement coulombien
et le probléme de 'effet Stark est solvable en coordonnées paraboliques & tous les ordres de
la théorie des perturbations [Silverstone, 1978|. Ces coordonnées sont en effet plus adaptées
lorsque le systéme posséde un axe de symétrie particulier. Le couplage Stark conduit & lever
la dégénérescence des niveaux d’énergie relativement aux nombres quantiques [ et m. Au
deuxiéme ordre de la théorie des perturbations, les nouvelles valeurs propres d’énergie sont :

1 3 n?
B =+ 5n(m —no)F + 2 [17n® — 3(ny — no)? — 9m? + 19] F? (1.26)
ot ny et ma sont les mombres quantiques paraboliques (I n’étant plus un bon
nombre quantique), entiers non négatifs, qui sont reliés au nombre quantique prin-

cipal n et au nombre quantique magnétique m par la relation n = ny+ng+|m|+1.

Pour des raisons de symétrie, la levée de dégénérescence n’est pas totale suivant m, elle
ne s’effectue que suivant |m| (au deuxiéme ordre). Pour n donné, il y a donc ”(”TH)
d’énergie dont la dégénérescence est levée en champ électrique. Celle-ci est principalement
linéaire, comme on peut le voir avec I'expression (1.26) ou sur le diagramme Stark de la Fig.
1.2. On voit ainsi apparaitre une série de multiplets reliés chacun a champ nul & un état
d’énergie déterminé uniquement par n.

On appelle états "bleus" les états tels que (n; — ng) > 0 car leur énergie augmente en
champ électrique, les états tels que (n; — n2) < 0 étant appelés états rouges. Une propriété
importante est que états bleus et rouges appartenant a des multiplicités différentes se croisent :
ceci est une conséquence directe des symétries du potentiel coulombien et notamment de la
dégénérescence suivant [ (le potentiel d’interaction avec le champ externe ne tient pas compte
dans cette description de l’interaction de spin-orbite dépendant trés légérement du champ
électrique appliqué). Le croisement entre les multiplicités a lieu typiquement pour un champ
de croisement F,, = exprimé en unités atomiques.

niveaux

1
3n57

Cas des alcalins

Il n’existe pas de solution analytique pour décrire le diagramme Stark des niveaux d’énergie
des atomes alcalins. La méthode consiste & calculer les éléments de matrice du hamiltonien
(1.25) puis a le diagonaliser.

Les éléments de matrice de couplage par le champ Stark peuvent s’écrire de maniére
générale sous la forme d’un produit d’un facteur radial et d’un facteur angulaire :

(n,1, j,m;|Frcos 0\n’,l’,j’,m9> = (l,j,mj| cos Hlll,j’,m;-)(n, Lijllr||n/, 1,3y x B (1.27)

L’élément de matrice dipolaire réduit (facteur radial) est évalué numériquement (cf paragraphe
1.2.3). Le facteur angulaire s’exprime simplement de fagon analytique, les états couplés par le
hamiltonien Stark vérifient forcément Al = +1, Am; = 0.
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Fi1G. 1.2 — Diagramme énergétique des états |m| = 0 de ’'atome d’hydrogéne pour les état n = 14 4 n = 16
en fonction du champ électrique £ en unitées atomiques. Il apparait que 'effet Stark sur 'atome d’hydrogéne
est principalement linéaire.

Les résultats de la diagonalisation sont présentés Fig. 1.3 pour le césium pour différents
états entre n = 36 et n = 40. Comme dans le cas de I’hydrogéne, D'effet Stark est linéaire
pour la multiplicité d’états dégénérés en champ nul, pour lesquels le défaut quantique est nul
ou quasi nul. Pour les états non dégénérés np, nd et nf, 'effet Stark est d’abord quadratique
avant de devenir linéaire en champ électrique plus élevé (cf Fig. 1.4). Les niveaux ns traversent
les multiplicités et sont trés peu modifiés en champ électrique, car ils sont situés quasiment
a mi-chemin en énergie entre les niveaux np et (n + 1)p avec lesquels ils sont couplés par le
champ électrique. En raison des valeurs importantes des défauts quantiques dans le césium,
on voit par exemple que le niveau 41s est dans la multiplicité des niveaux n = 37 (défaut
quantique proche de 4). Les niveaux |np) et |(n —1)d) se retrouvent étre extrémement proches
et se repoussent en champ électrique (exemple des niveaux [nps/s) et |(n — 1)ds/9) sur la Fig.
1.4).

Pour des champs faibles, il est possible de considérer le systéme nps o-(n — 1)ds /5 comme
un systéme a deux niveaux couplés par effet Stark, de méme que le systeme np, jo-(n — 1)ds /5.
Le couplage avec les autres états est en effet beaucoup plus faible, le couplage nps/-(n —
1)ds /2 est par exemple environ 10 fois plus faible que le couplage nps /2-(n — 1)ds /2. Cette
configuration relativement simple de couplage par champ électrique a été utilisée pour étudier
I'interaction dipole-dipdle (voir paragraphe 1.3.2.1). Pour des champs électriques trés faibles,
on peut également définir des polaribilités pour les états np, nd (accessoirement ns et nf) qui
traduisent la variation quadratique des niveaux d’énergie. L’énergie d’un atome dans un état
de moment angulaire total j et de projection m; en fonction du champ électrique F' est ainsi
donnée par :

3m? —jG+1) 2

1
AESt:—§ Qg + Qo -

i 1) 129
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Fi1G. 1.3 — Diagramme Stark du césium (|m;| = 0) faisant apparaitre les multiplicités de niveaux de nombre
quantique principal n=36 & n=40.

ol oy et g sont respectivement les polarisabilités scalaire et tensorielle, qu’on
peut retrouver par exemple dans la référence [Khadjavi et al., 1968].

Cette expression est parfois utile pour déterminer & partir de quel champ électrique les
différents sous-niveaux définis en champ électrique par |m;| sont suffisamment séparés
énergétiquement pour étre excités de maniére individuelle, par laser par exemple.

1.2.5.2 TIonisation par un champ électrique

Un faible champ électrique est suffisant pour ioniser un atome de Rydberg. L’amplitude
nécessaire dépend de 'énergie de liaison de 'état de Rydberg a détecter.

Seuil d’ionisation classique
Un calcul simple du seuil d’ionisation est possible en considérant un électron dans un
potentiel coulombien, valable & longue distance en présence d’un champ électrique statique F :

V(r,z) = _71 + Fz (1.29)

Comme on le voit sur la figure 1.5, V' admet un maximum suivant ’axe z, pour une valeur
du potentiel égale & Vg(F') = —2v/F. En appliquant un champ électrique plus élevé, 1’électron
posséde une énergie suffisante pour "sortir" du potentiel V(r) : en effet atome est ionisé
lorsque la condition Vg(F') < E,; est satisfaite. Cela améne au champ classique d’ionisation
F,, en unités atomiques :

F.= L 1.30

Cette estimation ne prend pas en compte 'effet Stark sur les niveaux d’énergie et la maniére
dont le champ électrique est appliqué. La technique de détection utilise une rampe de champ
électrique pulsée, ce qui modifie quelque peu la valeur du champ d’ionisation par rapport au
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F1G. 1.4 — Diagramme Stark du césium faisant apparaitre les multiplicités de niveaux de nombre quantique
principal n=37 & n=38. On distinguera les autres états, s, p, d, f et g ayant des défauts quantiques non nuls
(les états f et g de défauts quantiques quasi nuls sont placés juste sous la multiplicité). Les états s croisent les
multiplicités en champ électrique trés faible. Les états p et d trés proches en champ nul se repoussent par effet
Stark.
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FI1G. 1.5 — Représentation schématique du potentiel d’interaction de I’électron avec le champ externe et le
champ créé par le noyau atomique. En présence d’un champ externe F' dirigé suivant z, ce potentiel présente
un minimum Vs (F) = —2v/F conduisant & I’ionisation d’un atome d’énergie plus élevée.
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F1G. 1.6 — Représentation d’un croisement évité entre deux niveaux Stark |¢4) et |p5).

champ d’ionisation classique. En effet, les états de Rydberg passent continument d’un champ
électrique nul & un champ électrique élevé jusqu’a ce qu’ils parviennent & un niveau d’énergie
E telle que Vg(F) < E. Pendant le balayage de cette rampe, les états traversent un grand
nombre de croisements évités visibles sur le diagramme Stark 1.4. Suivant la vitesse a laquelle
est balayé le champ électrique au niveau des croisements, ceux-ci seront traversés plus ou moins
diabatiquement ou adiabatiquement, il existe en conséquence un grand nombre de chemins
d’ionisation possibles.

On rappelle que la probabilité de traverser diabatiquement un croisement évité est donnée
par la formule de Landau-Zener (considérant que E va de —oo & 400 [Rubbmark et al., 1981]) :

21(AE)?

ot AE est la séparation énergétique au niveau du croisement évité, dE /dt peut se
réécrire sous la forme dE/dF x dF/dt ou dE/dF est la variation du déplacement
Stark en fonction du champ électrique entre les deuz états et dF'/dt la pente de
la rampe de champ électrique.

A partir de I'équation (1.31), on comprend que pour des rampes de champ électrique lentes
(dE/dt < AE?) le passage du croisement évité sera adiabatique ; par contre, pour des rampes
rapides, le passage sera diabatique (voir Fig. 1.6).

Une rampe de champ électrique avec un temps de montée de 'ordre de 1 us assure que pour les
états s, p et d le chemin d’ionisation est plutot adiabatique. Autrement dit, lorsque le champ
électrique augmente, ces états s, p, d suivent les états Stark |s(F')), |p(F)) et |d(F')) avant
qu’ils ne parviennent au point de croisement des multiplicités. Du fait du grand nombre de
coisements évités, I’état de Rydberg en champ électrique conserve alors un niveau d’énergie
relativement constant (cf Fig. 1.3). Le champ d’ionisation est alors proche du champ d’ioni-
sation classique W. On congoit que si le chemin d’ionisation suivi est plutét diabatique,
les champs d’ionisation pourront étre assez différents. Pour ’hydrogéne, le champ d’ionisation
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classique F de Pétat le plus rouge de la multiplicité, dénergie E(n,n1 = 0,n; = n — 1, ),
est ~ gir (ce champ est solution de équation Vs(Fy) = E(n,n = 0,ng = n — 1, Fp)) et
~ 21.16714_ pour I'état le plus bleu®.

1.2.6 Résumé de quelques propriétés des atomes de Rydberg

Ci-dessous sont rappelées les propriétés des atomes de Rydberg que nous allons retrouver
dans les paragraphes suivants. Les valeurs ont été calculées pour I'état 40p de I'atome de

césium®.

Propriété Dépendance avec n*  40p du Cs
Energie de liaison n* =2 82.638 cm !
Intervalle énergétique entre 2 niveaux consécutifs (I=1) n* =3 ~ 4.5 cm™1
Rayon orbital n*? 127 nm
Moment dipolaire électrique n*? -971 u. a.
Durée de vie incluant le corps noir 47 us
Champ d’ionisation classique n* 4 182.4 V/cm

Les valeurs extrémes, notamment des rayons, sections efficaces et moments dipolaires élec-
triques que peuvent comporter de tels atomes de Rydberg sont au coeur des études d’inter-
actions et de collisions que nous avons menées et que nous allons introduire dans la section
suivante.

8Pour les états bleus, ce résultat n’est pas exact et une étude "quantique" du processus d’ionisation montre
en fait que les seuils sont plus élevés.
9Le moment dipolaire est calculé pour la transition |40p, j = 3/2, |m;| = 1/2) < |39d, j' = 5/2,|m; | = 1/2).
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1.3 Interaction dipole-dipole entre atomes de Rydberg

Les atomes de Rydberg, atomes trés polarisables, sont des candidats idéaux pour étudier les
effets des interactions dipole-dipéle. Leur trés grande taille, o< nag, permet d’obtenir de trés
grands dipoéles, par exemple lorsqu’ils sont soumis & un champ électrique. Dans de nombreuses
situations, le couplage dipole-dipdle entre les états "moléculaires" de deux atomes de Rydberg
est tres grand, o¢ 7z o R est la distance internucléaire. Une situation originale est donnée
par le transfert résonant d’énergie interne, tirant parti pour les atomes alcalins et notamment
le césium, des nombreuses possibilités de résonances telles que :

nl+nl —n'l' + n"0 (1.32)

obtenues lorsque une paire d’atomes dans un état |nl) ® |nl) a méme énergie qu'une paire
d’atomes dans un état |n'l') ® [n"1"”). Un exemple est donné par la réaction Cs(nps/s) +
Cs(npsss) — Cs(ns) + Cs((n + 1)s). De telles réactions peuvent conduire & des trans-
ferts d’excitation relativement efficaces entre atomes de Rydberg : ceci a ainsi été ob-
servé dans des jets thermiques d’atomes, le transfert d’excitation intervenant au cours des
collisions binaires [Safinya et al., 1981]. Une analogie profonde existe entre cette situation
de transfert résonant d’énergie entre deux atomes et les situations de transfert résonant
dans des systémes moléculaires en solution ou plus encore les transferts d’énergie élec-
tronique entre dopants au sein d’un solide inorganique. Les transferts résonants d’éner-
gie électronique dus & l’interaction dipdle-dipdle entre molécules en solution ont été ex-
pliqués pour la premiére fois par T. Forster [Forster, 1948|. Ces transferts portent géné-
ralement le nom de procédé Forster. L’explication a été ensuite étendue au cas des sys-
témes solides [Dexter, 1953| et généralisée au cas d’une interaction multipolaire électrique
ou magnétique. L’analogie est méme encore plus forte dans les gaz d’atomes froids de Ryd-
berg, car le processus de transfert inclut alors un grand nombre d’atomes en interaction,
quasi-immobiles & 1’échelle des expériences. Des processus de diffusion des produits de la
réaction (1.32) trés proches de la diffusion des excitations électroniques dans un cristal
dopé sont observés [Anderson et al., 1998, Mourachko et al., 1998, Merkle and Powell, 1979].
Pour ces raisons, la réaction de transfert 1.32 est aussi appelée résonance de Forster
[Walker and Saffman, 2005, Vogt et al., 2006].

Ce chapitre présente d’abord de maniére générale les interactions & longue portée dans
les diméres d’alcalins, 'interaction dipole-dipdle ne constituant que le premier terme du dé-
veloppement multipolaire. Ensuite 'interaction dipole-dipdle en champ électrique est étudiée
notamment en présentant le couplage trés particulier entre les états np et (n — 1)d. Enfin,
un rappel historique du transfert résonant d’énergie est développé autour des expériences
réalisées en jets thermiques d’atomes puis des expériences réalisées dans des gaz d’atomes
froids, en considérant notamment la réaction de transfert npsz/; + nps/o — ns + (n+1)s.

1.3.1 Forces de Van der Waals et interaction dipole-dipole

Développement multipolaire électrique
L’hamiltonien d’un systéme de deux atomes A et B en interaction s’écrit comme la somme
des hamiltoniens agissant sur les atomes pris séparément et du hamiltonien d’interaction Vj,,; :

H = Hoa + Hop + Vipt (1.33)
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Le terme d’interaction Van der Waals désigne usuellement ’ensemble des termes du
développement du potentiel Vj,; entre les deux systémes atomiques lorsque les deux atomes
sont suffisamment éloignés pour qu’il n’y ait pas de recouvrement des distributions de
charges [Dalgarno and Davinson, 1966]. Dans ce cas sont négligées les intégrales d’échange
et de recouvrement responsables de la liaison chimique, seule est prise en compte la partie
asymptotique du potentiel. Les forces de Van der Waals désignent les forces attractives a
longue distance [Dalgarno and Davinson, 1966| dérivant du potentiel d’interaction lorsque le
terme dominant correspond & une interaction attractive, en général en -1/RS.

Décrivons d’abord le potentiel électrostatique Ua(7) en 7 créé par la distribution de N
charges d’un atome A, positionnées en 7. Il s’écrit sous la forme :

N
Ua(i) = —— 3 — I (1.34)

dmeq — |r‘7‘l — RA|

Soit R4 positionnant le centre de masse de Patome A et R = |7 — R4l. Si R >> |Ry — 13|,
la distribution de charges en 7 est quasi nulle, la loi de Poisson donne donc AUx4(7) = 0. Le
potentiel Uy (7) peut alors 5 ‘écrire comme un développement sur les harmoniques sphériques
Y;™(6,¢) en puissance de + % (voir [Cohen-Tanoudji et al., 2000, comp. Ex) :

co m=l

47‘(‘60 Z 2

ou les Q™ sont les opérateurs multipolaires électriques :

— — — — N
Ql m(A) = Ql m("”lp "'7TTL) = anl(_l)m % dn Tiz }/lm(‘gmﬁbn) Nous
retrouvons que Q9(A) = Q4 n’est autre que la charge ici nulle et les QT (A) = uZ}
sont les composantes du dipdle électrique.

—nmer™ )Rl+1 Y/™(6,¢) (1.35)

Une simplification importante peut étre apportée dans le cas d’un alcalin, si on considére
un coeur ponctuel (polarisable) de charge +q et un seul électron externe, en ry, :

47
20+ 1

- —m - !

QM (A) = Q" (rn) = (=)™ q o Y™ (On; on) (1.36)
Le potentiel d’interaction Vj,; provient de I'interaction des charges de 'atome A et celles

de 'atome B situées en r,,, et s’écrit en fonction de Uy : Vi = 2521 qn Ua(ryr) car g Ua(T)

est le potentiel d’interaction d’une charge placée en 7 avec I’ensemble des charges de 'atome A.

Une généralisation du développement multipolaire (1.35) peut étre obtenue pour Vi, Vips
s’exprime de la fagon suivante avec ’approximation (1.36) [Bussery and Aubert-Frécon, 1985] :

i (A
Vint = ZZ }]gzﬂf (1.37)

i=1 j=1

N — (1) s~min(ig) (=17 (i45)! m
ol Vz] (Au B) ( 1) —min(i,j) \/(ier)!(l N GLm) (j—m) Q ( )Q (B); R
étant la distance internucléaire.
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Pour le cas présent de deux atomes neutres, le terme dominant est un terme en % il
correspond formellement au terme d’interaction dipéle-dipole que nous allons développer au
paragraphe suivant.

A partir du développement multipolaire (1.37), I'expression des niveaux d’énergie peut
étre obtenue par la méthode des perturbations en considérant qu’asymptotiquement, ’énergie
du dimére est celle de deux atomes. Les niveaux d’énergie sont ainsi calculés de maniére
perturbative dans [Singer et al., 2005] pour les états reliés aux asymptotes ns — ns, np — np
et nd — nd. Ces calculs sont effectués dans la base du cas (a) de Hund avec des fonctions
d’onde correctement symétrisées, combinaisons linéaires des fonctions de la base atomique. Les
états propres de la base atomique sont les états'® ng, Lo, my,, SasMs,) @ |1, lp, My, Sb, M, ),
produits des états propres des atomes A et B. Cette base d’états ne satisfait pas au postulat de
symétrisation. Cependant, les atomes sont suffisamment éloignés pour qu’il ne soit pas besoin
de le prendre en compte : 'interaction d’échange provenant de la prise en compte du postulat
n’est importante qu’a trés courtes distances. Dans la mesure ol nous sommes intéressés par
le calcul des interactions dans le référentiel du laboratoire, nous utilisons préférentiellement la
description dans la base atomique. Cette description permet par ailleurs d’étendre facilement
I’étude a des systémes a plusieurs atomes. Le calcul exact est développé dans 'annexe A.

Interaction dipodle-dipole
L’approximation (1.36) revient a exprimer V;,,; comme le potentiel d’interaction entre deux
atomes d’hydrogéne.

Vint = = — — — — + — (1.38)

avec les notations suivantes : R distance internucléaire (ﬁ = A_B), ra2 distance
de l'atome A a l’électron 2, électron externe de l’atome B, rpy distance de l'atome
B a Uélectron 1, électron externe de l'atome A, r distance entre les deux électrons.

En remarquant que rq9 = | — R+ rge| , TB1 = \E—i— rall, T = ]ﬁ—l— rB2 — TA1| et en
supposant R >> rps + 741 un développement limité en 1/R de I'expression (1.38) permet de
retrouver I’hamiltonien dipdle-dipoéle :

2
e Lo o 1
Vint = Vaa = 5 (ra1.rg2 — 3(ri1.n)(rg2.n)) = e B

R3 (tia-pin — 3(pa.m) (ip.n))  (1.39)

ol ia et pip sont les dipdles atomiques et 1 = % porte la direction internucléaire.

En prenant 'axe (Oz) parallele a 7, 'opérateur dipdle-dipole s’écrit, en reprenant les
notations de (Cohen-Tanoudji, comp. CXI)
= ﬁ(
Au premier ordre de la théorie des perturbations, la correction a I’énergie d’un état propre

|©as ©p) est donnée par la valeur moyenne de cet opérateur dans le cas ou cet état d’énergie
est non dégénéré :

Vaa XaXp+YaYp —2Z47p) (1.40)

1
Vi)' = (0 00l Via |9, o0) (1.41)

10Cette expression prend pour axe de quantification ’axe du laboratoire.
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ol |pg et |y sont des états propres relatifs aux atomes A et B. Cette approxi-
mation n’est valide que si (Ey + Ey) — (Eq + Ep) << [{@a, @v| Vad |€a, ob)| €t
ceci pour tout couple d’états @, et py d’énergies respectives Ey et Ey. Cette
correction & l’énergie fait apparaitre un terme e —%.

On remarquera que l'expression (1.40) de Vg s’exprime comme une somme de produits
d’opérateurs impairs agissant indépendamment sur ’atome A et sur 'atome B : il est donc
impair et ne couple pas des états de méme moment cinétique orbital [.

Le potentiel d’interaction dipole-dipéle ne couple donc pas a priori des atomes préparés
dans des états quantiques de moment cinétique orbital pur au premier ordre de la théorie
des perturbations. Ceci correspondrait par exemple a une excitation en champ électrique nul
d’atomes de Rydberg dans un méme état |¢,) = |pp) = |n,l,j,m;) . Pour que Vd(;) soit
non nul, il faut que les atomes soient dans une superposition d’états de 1 différents, et par
conséquent doivent posséder un moment dipolaire permanent ou induit : on peut penser & une
polarisation par champ électrique.

Dans le cas d’un couplage nul au premier ordre, on peut calculer le deuxiéme ordre de la
théorie des perturbations :

', v | Vad [9a, ob) |
v _ [{¢ars v | as (1.42)
dd y %;a b Ea + Eb — (Ea’ + Eb’)
Cette correction a ’énergie fait apparaitre un terme en _R—Cg", associé aux forces dispersives

de London. Cette correction a pour origine une interaction du type dipdle induit-dipdle
induit, qui expriment les corrélations entre les fluctuations des deux dipoles autour de leur
moyenne. Lorsque les deux atomes sont dans I’état fondamental, Cg > 0, 'interaction est
alors forcément attractive. Le terme *R—Cff est en général le terme dominant dans l'interaction
Van der Waals, nous le désignerons par extension comme étant le terme Van der Waals
dans l'interaction a longue distance, en gardant le terme moins courant =Cs pour désigner

R3
I'interaction dipole-dipole.

L’expression (1.41) n’est valable que si 'état de départ est non dégénéré, ce qui souvent
n’est pas le cas. Dans le cas ou I'état de départ est dégénéré, la correction en énergie est
donnée a 'ordre 1 par la diagonalisation de la perturbation dipole-dipéle dans le sous-espace
de dégénérescence (voir par exemple le livre [Friedrich, 1998], chap. 1).

Un premier cas est la polarisation par champ électrique d’atomes alcalins excités dans des
états p, d (accessoirement s et f) qui ne léve pas totalement la dégénérescence suivant les
états m;, puisque leur niveau d’énergie dépend de |m;|. Il convient dans ces cas de diagona-
liser I'’hamiltonien d’interaction dipéle-dipéle a l'intérieur du sous-espace de dégénérescence
comprenant les 4 états d’énergie € : |E,m;)®|E,m;), |E, —m;)®|E, —my), |E,m;) ®|E, —m;)
et | €, —m;) ®|E,my).

D’autres cas sont donnés par les cas d’interaction dipole-dipole résonante. Il est possible
par exemple d’exciter les deux atomes dans des états de [ différents |p,) et |pp). Dans ce
cas, l'excitation est perturbée par l'interaction dipole-dipdle couplant les états |¢oq)|pp) et
lon) |pa) dégénérés. Un deuxiéme exemple est fourni par les configurations de transferts ré-
sonants lorsque l'état moléculaire |pg)|@,) est de méme énergie qu'un autre état |pp)|pe) et
couplé a cet état par interaction dipole-dipole.

Plus généralement, il n’est pas possible de restreindre le systéme au sous-espace de dégé-
nérescence et le calcul perturbatif doit prendre en compte un plus grand nombre de niveaux.
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Ces différentes possibilités de mettre en évidence l'interaction dipole-dipole sont étudiées
plus en détail dans les sections 1.3.2, 1.3.3 et 1.3.4.

1.3.2 Interaction dipdle-dipole en champ électrique statique

Dans cette section, nous étudions une configuration simple d’interaction dipole-dipdle en
champ électrique. Il est notamment montré que lorsque deux atomes de césium sont excités
vers I'état Stark [nps/o(F), |m;| = 1/2), ils possédent chacun un dipole permanent p et I'in-
teraction dipole-dip6le entre ces deux atomes est directement donnée par I’expression issue de
la mécanique classique Vyg = M21,3§+2@7 oll O est 'angle entre I'axe internucléaire et 1'axe
du champ électrique et R est la distance internucléaire.

1.3.2.1 Etude du couplage np — (n — 1)d

Pour des champs faibles et en considérant les états |m;| = 1/2 uniquement!!, il est possible
de considérer le systeme npso-(n — 1)ds , comme un systéme a deux niveaux couplés par effet
Stark, de méme que le systeéme np;jo-(n — 1)ds/5. Le couplage avec les autres états est en
effet beaucoup plus faible, le couplage nps /2—(n —1)ds /2 est par exemple environ 10 fois plus
faible que le couplage npz/o-(n — 1)ds /. Comme dans le traitement classique d'un systéme a

deux niveaux, on pose tan(f) = % ol fipq est I'élément de matrice dipolaire et A est la

différence d’énergie entre les états p et d.

On appellera |np(F)) et [nd(F')) les nouveaux états propres dans un champ électrique F
reliés en champ nul aux états [nps/e) et [nds o). Les énergies et fonctions d’onde s’expriment
facilement'? en fonction du paramétre 6, en supposant —ppal’ >0

E,y+ B, A
Ejnpry) = w — —+/1+ (tan9)? (1.47)

2
By + B A
E\nd(F)) = % + 5\/ 1+ (tan (9)2 (148)
et

"Pour les états tels que |m;| = 1/2, les interactions nps jo-(n — 1)dz /2 et nps/2-(n—1)ds /2 sont comparables.
2De maniére générale, dans un systéme & deux états |¥;) et |U2) d’énergies Ey et E2 couplés par une
perturbation W, la diagonalisation du systéme conduit & deux nouveaux états propres |+) et |—)

|4+) = cos(g)e*i‘ﬁ/%pl) + sin(g)ei¢/2|\1/2> (1.43)
|-) = fsin(g)67i¢/2|‘l!1> + cos(g)eid’/ﬂ%) (1.44)
d’énergies propres Fy et E_ :
By = 2 ;EQ +% T+ (tan0)? (1.45)
B, =2 ;EQ - % 1+ (tan6)? (1.46)

Ou A =FE; — FEa, tanf = WAV}?, e = %, Wiz et Waq sont les éléments de la matrice de couplage (W11 et

Waa étant supposés nuls).
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1,0 % o 75p,, Résultats du calcul complet

Ajustement

- Modéle a 2 niveaux

o
)]

T929

F1G. 1.7 — Projection |(75ps,2|75ps/2(F))|> de D'état 75ps,o(F) sur état non perturbé 75pz,». Le résultat
du calcul complet est ajusté avec les deux premiers termes de I'expansion (1.52) en utilisant les parameétres
P1 =0,95 et P> = 0.94. Ce résultat est comparé au modéle & 2 niveaux.

np(F) = cos(2)lnp) —sin(3)nd) (1.49)

Ind(F)) = cos(g)|nd> + sin(g)|np> (1.50)

La projection de l'état |np(F')) sur I'état |np) est alors telle que :

1+ 1

0 NAEErvr]
|(nplnp(F))|* = COS2(§) = %9 (1.51)
- . . ~ 1129
En champ électrique faible, |(np|np(F))|? ~ 1 — taT,

On compare, sur la figure 1.7, les états d’énergie et fonctions d’onde dans I’approximation a
2 niveaux et ceux obtenus avec un calcul numérique complet. Le modéle & 2 niveaux constitue
une relativement bonne approximation pour (tan®(n))? < 1. Ensuite, les couplages avec les
autres états deviennent non négligeables, en premier lieu avec les états s adjacents ou 'état
dsa(voir figure 1.8). On notera que le paramétre de couplage tan? 6 utilisé dans les figures 1.7,
1.8 et 1.9 permet d’obtenir une loi de variation des fonctions d’onde valable pour tout n, et
permet donc d’établir une loi d’échelle (voir figure 1.9). De fait, la formule euristique suivante
reproduit fidélement le couplage |(np|np(F))|> en champ électrique :

0 0
|(np|np(F))|* =1 — P sin® oh P, sin’ 77 (1.52)
0w la dépendance en fonction de tan®0 est contenue dans le terme sin’ g P et
Py sont des parameétres ajustables donnés dans la légende de la figure 1.7 pour le
cas des €tats np3s.
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=75,

0.4 —— 7631/2

—A—75p,,

<nlinp(F)>|*

FIG. 1.8 — Principaux termes |(nlj|nps/»(F))|* de la décomposition de l'état nps/o(F) sur les états nlj
(hormis I’état nps/2) de la base non perturbée. On note la prépondérance de I’état nds .

|<np|np(F)>*

0,0 0,5 1,0 1,5 2,0 2,5
2

Tgo

FIG. 1.9 — Projection |(nps/a|nps/o(F))|? de I'état Stark nps o (F') sur I'état non perturbé nps,», pour n=36
et n=75. Le paramétre tan? § apparait comme un bon moyen de caractériser le comportement des différents

états Rydberg en champ électrique.
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1.3.2.2 Le couplage np—(n—1)d, une configuration modéle de I’interaction dipéle-
dipole

Un champ électrique statique couple les états nl entre eux lorsque Al = £1 et Am; = 0.
Nous avons vu qu’il est possible de préparer un état Stark en champ électrique statique
Inp;jm;(F)) avec |m;| = 1/2, s’exprimant en premiére approximation sous la forme!3 :

0 0
Inp;, m;(F)) = 003(5)|npj,mj> + Sm(g)mdj,mﬂ (1.53)

Considérons maintenant I’excitation par laser d’un atome isolé dans I'état |np;(F")) depuis
létat |7syjp,m; = £1/2) du césium (état de polarisation non connu). La polarisation du
champ excitateur est supposée linéaire paralléle au champ statique, lui-méme orienté suivant
(Oz) ('axe de quantification), ce qui sera le cas dans nos expériences.

Sans interaction dipole-dipole, les états d’excitations accessibles appartiennent au sous-
espace S comprenant les états pypy = |np;(F),m;, = 1/2)|np;(F),m;, = 1/2), p_p_ =
Inp;(F),mj, = —1/2)Inp;(F),mj, = —1/2), p_py = |np;(F),m;, = —1/2)[np;(F),m;, =
1/2) et pyp— = |npj(F),m;, = +1/2)|np;(F'),m;, = —1/2). L'interaction dipole-dipole
couple tous les états m; entre eux, soit Am;, = +1 et Am;, = —1 et inversement, Am,, = +1
et Am;j, = 0 et inversement, soit Am; = +1 pour les deux atomes, soit encore Am; = —1
ou enfin Am; = 0 pour les deux atomes. Des états avec m; = £3/2 doivent étre inclus
dans la détermination de 'opérateur dipole-dipole (tous les autres états, vérifiant par exemple
Ja # Ji sont beaucoup trop décalés énergétiquement pour qu’il soit nécessaire de les prendre
en compte).

En champ suffisamment élevé, I'écart d’énergie entre les niveaux |np;(F), |m;| = 1/2) et
|np;(F'),|m;| = 3/2) devient important et I'influence des états |np;(F'),|m;| = 3/2) est sup-
posée négligeable. Les seuls états a prendre en compte sont alors les états du sous-espace S,
Pip4, P—p—, P—p4 et pyp_. Nous montrons dans I'annexe!* A que dans ce systéme, I'interac-
tion dipole-dipdle couple chacun des états uniquement a lui-méme. La matrice d’interaction
dipodle-dipole est diagonale, et chacun des termes diagonaux a la valeur d’énergie suivante!® :

Q/de(l —3cos?0)

Elyp(F)np(Fy) = (sinf) 73 (1.55)
ol pipq est le moment dipolaire électrique de la transition |npj,|m;| = 1/2) —
Indj,|m;| = 1/2), © est langle entre Uaxe internucléaire et l'axe du champ

électrique et R est la distance internucléaire.

De ce fait, la correction & I’énergie que nous avons trouvée est la correction exacte, elle se
confond dans ce systéme avec la correction a l'ordre (1). Les fonctions propres sont quant a
elles inchangées dans le sous-espace S.

B3Pour plus de précision,il est possible de remplacer cette expression par une décomposition plus compléte sur
I'ensemble des états, a savoir principalement les états [nps/2), [np1/2), [nds/2), [nds o), [ns1/2) et |(n+1)s1/2).
On peut remplacer cos(£) et sin(£) par les valeurs plus exactes Ap(0) et Ad(6) rencontrées au chap. 1.3.2.1..
La projection de P'état Stark |nps/o(F)) sur les états |nsi o) et |(n + 1)sq,2) reste trés faible.

1Le calcul effectué dans cette annexe est basé sur une analyse tensorielle de linteraction dipéle-dipole
adaptée au cas des atomes de Rydberg dans la thése de D. Comparat [Comparat, 1999].

5Pour plus de précision, il faut remplacer (sind)? par 4Ap(0) Ad(6) (cf note 13)
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On retrouve ici le terme d’interaction dipdle-dipoéle classique, les deux moments dipolaires
étant alignés suivant un axe privilégié faisant un angle © avec I’axe internucléaire :

1 —3cos? ©)
R3

vgl(e) = Hanst (1.56)

ot pa = (np(F)|Zalnp(F)) = sinOppa = pp = (np(F)|Zp|np(F))

L’analyse de l'interaction dipole-dipole en champ électrique a été restreinte au sous-
espace S. Les corrections a lordre 2 dues a d’autres états tels que |nd(F),nd(F)),
%ﬂnp(F), nd(F))+|nd(F),np(F))) et % (Inp(F),nd(F))—|nd(F),np(F))) sont négligeables
car ces niveaux sont trés éloignés. Par contre, considérer les états avec m;, = 3/2 ou/et
m;j, = 3/2 est nécessaire en champ faible. Dans ce cas , I'interaction ne conserve plus I'expres-
sion simple (1.56) mais les termes principaux de l'interaction restent les termes diagonaux.

Interaction dans une assemblée d’atomes

L’interaction dipole-dipdle en champ électrique est trés anisotrope (cf formule (1.56)). 11
existe méme une direction donnée par © = arccos(@) = 54.74" ou cette interaction s’annule.
Dans un ensemble d’atomes nous sommes intéressés plus souvent par une valeur moyenne du
couplage possible entre deux atomes distants d’une distance R. Cette moyenne est & effectuer
suivant toutes les directions possibles © et ¢ (le couplage ne dépend pas de ¢).

Moyennée suivant toute les directions possibles, en supposant une excitation isotrope, cette

interaction devient :

2 2 .
= o pog(1 —3cos” O) sin©
Elnp(r)np(r)) = /0 (sin §)>—2= 73 540 =0 (1.57)

Dans ce cas, le décalage énergétique dii a l'interaction dipoéle-dipole est pour certaines
directions, positif, pour d’autres négatif, mais en moyenne nul.

Dans les expériences sur le blocage dipolaire de ’excitation, nous sommes sensibles &
la valeur absolue du décalage énergétique dii & l'interaction dipole-dipole : pour une paire
d’atomes, I'excitation d’un deuxiéme atome est bloquée si le décalage d’énergie est suffisant,
qu’il soit positif ou négatif. Pour faire une évaluation appropriée du couplage dipdle-dipéle, il
convient de moyenner la valeur absolue |Ej,,(my np(Fy | :

2 2 . 2
_— T 9 de(l — 3 cos @) sin © L 5 4 g
‘E|np(F)7np(F)>‘ —/0 (sin @) JE 5 dO = (sin0) PN (1.58)

Nous réalisons en général I'excitation d’atomes de Rydberg dans un piége magnéto-optique
depuis un état fortement lié. Les interactions entre atomes y sont faibles, les positions des
atomes y sont donc en premiére approximation indépendantes les unes des autres, leur dis-
tribution spatiale est stochastique. La densité d’atomes dans cet état est notée n. Lorsque
nous réalisons 'excitation d’un grand nombre d’atomes, il est souvent intéressant de connaitre
I'interaction possible entre un atome et son plus proche voisin. La distance internucléaire R,,
moyenne entre deux atomes est reliée a la densité n d’atomes :

W=

4
R, =~ 0.89 x (z7n)~

: (1.59)
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Le facteur 0.89 provient de ce que la probabilité dP(r) de trouver un plus proche voisin
entre la distance 7 et la distance r 4 dr autour d'un atome suit la loi de distribution d’Erlang'6

fr)

dP(r) = 4w f(r) = n47r’r2<3*§”3’7dr (1.61)

De ce fait, l'interation dipole-dipdle entre deux atomes séparés de la distance internucléaire
moyenne R, est trés proche de la valeur usuellement utilisée % ol Ry est relié a la densité
d

via Rq = (37n) 3. Elle vaut plus exactement!7 :
(Sin Hupd)2

Wy ~ 1.09 R?z

(1.62)

Il semble finalement possible de contréler de fagon aisée l'interaction dipéle-dipéle en
champ électrique, simplement via le facteur #. L’interaction dipole-dipole entre deux atomes
est proportionnelle a n?, et moyennant un contréle précis de I'excitation (les forces d’oscillateur
caractérisant la probabilité d’excitation varient en n~3), un effet important en fonction de n
peut étre observé. Ce controle de I'interaction dipdle-dipdle par champ électrique a permis une
étude expérimentale précise du blocage dipolaire et les résultats principaux, expérimentaux et
théoriques, sont reportés au chapitre 4.

1.3.2.3 Les forces dipolaires en champ électrique

La description utilisée jusqu’a présent est statique, nous ne prenons pas en compte un éven-
tuel couplage entre 'interaction dipdle-dipoéle et le mouvement relatif entre les deux atomes.
L’interaction dipole-dipoéle est en fait susceptible de créer une force mutuelle entre les atomes
et dans le cas d’une force attractive de produire une collision des deux atomes avec des temps
caractéristiques de I'ordre de quelques microsecondes s’ils sont initialement séparés de quelques
micrométres [Robicheaux, 2005].

En se souvenant du théoréme d’Ehrenfest, la "force" dipolaire a prendre en compte dans le
mouvement relatif des atomes A et B est égale & —(VV (R)) avec R = (R, ©,0) en coordonnées
cylindriques :

3 e papp
—
Cette expression est valable dans le cadre de I'approximation de Born Oppenheimer, le mouve-
ment des électrons étant supposé découplé du mouvement relatif des deux atomes. Le premier

—(VVu(R)) = (—(1 — 3cos? ©)up + sin(20)u ) (1.63)

16T a distribution d’Erlang se démontre pour un ensemble d’atomes indépendants et uniformément répartis
dans un volume de grandes dimensions par rapport a la distance interatomique. En pratique, cette distribution

est quasi nulle pour r > 2,2Rg ot Ry est relié a la densité atomique via Ry = (%7777)7%. Elle constitue une
trés bonne approximation dans nos systémes d’atomes n’interagissant que trés peu dans ’état fondamental.
Démontrée pour la premiére fois par Hertz en 1909 [Torquato et al., 1990b], elle est utilisée dans de nombreux
domaines, notamment en théorie de I'information. De maniére générale, la densité de probabilité de présence
47rr2f(r, k) d’un k-iéme plus proche voisin a une distance r d’une premiére entité (un atome par exemple) est
donnée par la distribution d’Erlang f(r, k) [Ji Ina, 2004] :

3 (r3)k—1 B

- \3
= o e (1.60)

fr,k)

Des lois de distribution plus sophistiquées ont été élaborées dans le cas d’atomes ou particules apparentés a
des sphéres dures mais ne s’appliquent pas forcément a notre systéme [Torquato et al., 1990a].
Plutot que de prendre la valeur
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F1G. 1.10 — Deux configurations différentes d’interaction dipole-dipéle. Les deux atomes en champ électrique
sont supposés avoir des dipdles permanents p1 et pe alignés sur le champ électrique F. L’interaction dipole-
dipole est supposée étre de la forme #:-£2(1 — 3cos? ©). Les schémas d’excitation possibles depuis un état
| f)|np) sont représentés sur la droite. (a) © = 0 ou w. L’interaction est attractive, la force radiale dérivant de
I'interaction dipole-dipole tend a rapprocher les deux atomes. (b) © = 7/2 ou 37 /2. L’interaction est répulsive,
la force radiale dérivant de I'interaction dipole-dipdle tend a éloigner les deux atomes.

terme est un terme caractérisant une force centrale. Il est égal a _d;‘zl%Elnp( F)np(F))UR- On
distinguera les deux axes particuliers © = 0 et © = 7/2 (cf Fig. 1.10). Si l'axe internucléaire
est perpendiculaire & la direction des dipoles (© = 7/2), cette force est & son maximum al-
gébrique, elle est répulsive. Par contre, si 'axe internucléaire est paralléle & ’orientation des
dipoles (© = 0), cette force est & son minimum algébrique, elle est attractive et peut conduire
4 un processus de collision.

Le deuxiéme terme conduit & une rotation des deux atomes autour du centre de masse.
Il admet deux positions d’équilibre qui sont les axes mentionnés précédemment, ® = 0 ou
© = 7/2. Cet équilibre est stable si ©® = 0, i.e quand les dipoles sont alignés suivant 'axe
internucléaire. Par contre, il est instable si © = /2. Les atomes ont donc tendance a vouloir
s’aligner suivant © = 0 au cours du temps. Le premier terme deviendrait ainsi en moyenne
attractif au cours du temps. Il est cependant nécessaire d’étudier proprement la trajectoire des
atomes sous 'effet des forces dipolaires, pour pouvoir établir quand une collision est possible.
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F1G. 1.11 — Trajectoire du mouvement relatif de deux atomes sous l’effet des forces dipolaires en champ
électrique, pour deux orientations différentes © de ’axe internucléaire par rapport a I’axe du champ électrique.
Les atomes sont supposés distants au départ de 4 pum (voir texte pour le choix exact du couplage dipole-dipole)
(a) Cas attractif : © =7/2 — /6 (b) Cas répulsif : © = 7/2 — /7

La trajectoire est calculée dans deux cas particuliers'® sur la figure 1.11(a) pour deux atomes
initialement distants de rg=4 pm et une interaction dipdle-dipéle en champ électrique calculée

en supposant vggg = ”ﬁ‘qé‘B = 6 MHz. Pour © > 7/2 — 71/6, les deux atomes se repoussent

alors que pour © < 7/2 — 7/6, la trajectoire est attractive et peut étre assez compliquée. La
trajectoire conduit dans le cas © = 7/2 — /6 (cf Fig. 1.11(a)) & une collision aprés un temps
d’environ 110 ps. Le temps minimum de collision, inférieur & 10 us est obtenu pour © = 0.

Cette description est bien stir trés succincte, mais elle met en évidence I'importance des
forces dipolaires dans les systémes d’atomes de Rydberg. Une description moléculaire plus
compléte ferait intervenir les coefficients de dispersion & des ordres supérieurs (interaction
dipole-dipdle incluant d’autres états, interaction dipéle-quadrupdle...). La possibilité de
former des systémes moléculaire stables (avec la combinaison d’une interaction attractive
a longue portée et d’une interaction répulsive a courte portée) sera plus particuliérement
étudiée dans la section 2.4.

1.3.3 Meélange d’atomes dans des états de moments cinétiques [ différents

Un autre moyen d’obtenir une interaction du type dipéle-dipole résonante est de mettre en
présence deux atomes dans des états de [ différents (Al = £1). Pratiquement, il est nécessaire
d’utiliser deux voies d’excitation différentes. Pour fixer les idées, considérons ’exemple ott un
des atomes est excité (en champ électrique nul) dans un état |ns) et 'autre dans un état |n'p).

La détermination du hamiltonien d’interaction dipdle-dipole exact devrait tenir compte des
sous-niveaux |nsy o, m; = £1/2), [np3jo,m; = £1/2) et [npsgjp, m; = £3/2). 1l est supposé

181 76quation de la trajectoire 7= (r(t), O(t)) est donnée par :

ﬁ' | #—re? Vddo 3 1—3cos’O

dtz2 | 270 + 10 T mes/2 14 /rd —sin 20
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pour simplifier que le systéme peut se ramener dans une bonne approximation & un systéme
a 2 états notés |sp) = |ns) @ |np) et |ps) = [np) ® |ns). Ces deux états (dégénérés en 1'ab-
sence d’interaction entre les atomes) sont couplés par ’hamiltonien d’interaction dipole-dipole

H— ( V(OR) V(OR) ) (1.64)

2
ot V(R) = ‘;;;37’ est I’élément de matrice du couplage dipole-dipole entre les états |ns) et |n'p),

Wsp Etant le moment dipolaire de transition. L’espace est ici restreint auz états |sp) et |ps).

suivant :

Ce couplage permet de réaliser la réaction d’échange sp < ps. Les deux états propres sont
les états |+) = %(\sm + |ps)) d’énergie l;{ié’ et |—) = %(\sp) — |ps)) d’énergie —ﬁ%’. L état
|+) est un état répulsif (idem au cas b de la Fig. 1.10). Les deux atomes d’une paire d’atomes
excitée dans cet état exercent mutuellement une force répulsive. Au contraire I’état |—) est
attractif.

Cette configuration d’interaction dipodle-dipdle intervient de maniére indirecte dans les pro-
cessus de transferts résonants entre atomes froids décrits dans la section 1.3.4.2. Plus directe-
ment, elle a permis récemment de mettre en évidence un élargissement des raies d’excitation
microonde!® & partir d'un nuage composé initialement d’un mélange d’atomes de rubidium
dans des états de Rydberg np et n’d [Afrousheh et al., 2004].

1.3.4 Interaction dipo6le-dipdle a résonance collisionnelle : le transfert ré-
sonant d’excitation ou procédé Forster

L’étude de 'interaction dipole-dipdle en champ électrique a été volontairement restreinte
aux multiplets d’états np; et (n — 1)d;. La prise en compte d’autres états |[n'l’j) fait ce-
pendant apparaitre I'état |ns;/o(F),(n + 1)sq/2(F)), lui-méme quasi-résonant avec I'état
[np3 /2 (F), npsg/o(F')). Pour une évaluation plus exacte de I'interaction dipole-dipole en champ
électrique, il est nécessaire d’en tenir compte. Le niveau d’énergie npsz/; est en effet situé
presque & "mi-chemin" entre les niveaux d’énergie ns;, et (n + 1)s;/5. La Fig. 1.12 montre
Iécart énergétique entre les niveaux [nsy g, (n+1)s;/2) et [np3 o, np3/s) en champ nul. 11 part
d’une valeur négative pour n < 42 et croit pour atteindre un maximum pour n ~ 55 qui
cependant reste toujours inférieur a 250 MHz. Il passe par une valeur quasi nulle pour n = 42
(~ —9.6 MHz).

Deux atomes dans l'état np3/2(F ) ont donc une énergie trés proche de celle de deux
atomes, I'un dans I'état ns;/(F) et Pautre dans I'état (n + 1)si/o(F). Du fait du com-
portement différent des niveaux d’énergie nsi/o(F) et nps/o(F) en champ électrique, des
conditions de résonance & deux corps peuvent étre obtenues : pour un champ électrique
particulier, I'état |npso(F),nps/o(F)) peut avoir exactement la méme énergie que I'état
[ns1/2(F), (n+1)s1/2(F)) (voir Fig. 1.13). Nous allons voir qu’a cette résonance, la dégénéres-
cence de ces deux niveaux d’énergie est levée par 'interaction dipole-dipole. Nous appellerons
cette résonance, résonance de Forster en référence au procédé Forster, désignant de fagon gé-
nérale tout échange résonnant d’énergie électronique. Ce procédé est utilisé notamment dans
la technique FRET (Forster ou Fluorescence Resonance Energy Transfer).

La technique FRET est usuellement utilisée en biologie pour déterminer de faibles dis-
tances entre des molécules et observer leur dynamique (voir [Rajesh and Periasamy, 2003]

191 excitation par microonde vers un autre état Rydberg est utilisée comme sonde de la distribution des
niveaux d’énergie.
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F1G. 1.12 — Ecart d’énergie ./, entre les niveaux |ns(n + 1)s) et |nps/2nps/2) pour le césium en champ

électrique nul, en fonction de n. Les défauts quantiques sont extraits de [Weber and Sansonetti, 1987]. On voit
que pour n > 41, le niveau d’énergie ns(n + 1)s est situé au-dessus du niveau |nps/onps/2), mais cet écart
énergétique reste toujours trés faible (< 238 MHz). Dans I’encart : écart d’énergie ¢, en MHz pour n voisin
de 42.
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F1G. 1.13 — Schéma des niveaux d’énergie nps /2, (n — 1)ds/2, ns et (n + 1)s en champ électrique. Seules les
courbes avec |m;| = 1/2 sont dessinées. La résonance de collision (1.67) est obtenue pour un champ électrique
Fp tel que le niveau Stark nps,o soit situé exactement & mi-chemin entre les niveaux ns et (n + 1)s.
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F1G. 1.14 — Description schématique du procédé Forster. Un donneur, excité au départ, transfert son exci-
tation & un accepteur (au départ non excité) par interaction dipole-dipole.

pour une revue de la technique FRET). Cette technique est basée sur le transfert résonant
d’excitation entre deux molécules via l'interaction dipole-dipole, évoqué pour la premiére fois
par Théodore Forster [Forster, 1948, Forster, 1965]. Le schéma du transfert est reproduit Fig.
1.14. Un donneur fluorescent D est Dexgité 4 une longueur d’onde spécifique. Par un couplage
dipdle-dipéle & longue portée, ~ “5{%# avec ué} et ,u‘e‘lf les moments dipolaires relatifs aux
transitions ¢ — @? et (p‘;‘ — (pf, cette excitation est transférée du donneur D & un ac-
cepteur A de maniére non radiative : le donneur retourne dans 1’état fondamental alors que
I’accepteur est porté dans un état excité. Ce mécanisme nécessite qu’il y ait une coincidence
entre des niveaux d’énergie du donneur et de 'accepteur, et que ces deux molécules soient
suffisamment proches pour interagir via 'interaction dipole-dipéle. Par la suite, 'accepteur se
désexcite spontanément et préférentiellement dans une gamme de longueur d’ondes différentes
par rapport au spectre d’émission du donneur. En pratique, donneurs et accepteurs sont "ac-
crochés" & d’autres molécules, des protéines par exemple, dont on veut observer la dynamique.
Lorsque deux molécules, I'une avec un donneur, ’autre avec un accepteur s’approchent 1'une
de l'autre, & des distances de quelques nanométres typiquement, le spectre de fluorescence
observé s’en trouve modifié.

Le transfert résonant d’énergie a eu d’importantes implications dans un autre domaine de
la physique, celui des lasers. Il joue notamment un réle important dans de nombreux lasers
a gaz. Pour le laser He-Ne, l'inversion de population pour le néon est obtenue grace aux
collisions résonantes avec I'hélium. Pour le laser CO9, les collisions avec transfert résonant
d’énergie vibrationnelle ont lieu avec Ns.

L’utilisation d’états de Rydberg a permis une étude systématique du transfert résonant
d’énergie interne, en raison du grand nombre d’états accessibles, multipliant les possibilités de
mise & résonance de niveaux d’énergie lors de collisions. Les trés grands dipdles, o n?, rendent
également trés efficaces de tels transfert par interaction dipdle-dipdle. Une des premiéres ex-
périences ayant mis en évidence ce transfert d’énergie pour des états de Rydberg atomiques a
été effectuée sur le sodium [Safinya et al., 1981]. Pour le sodium, I’état ns se situe presque a
mi-chemin entre les états np et (n+ 1)p dans le diagramme énergétique. En ajustant le champ
électrique, la réaction suivante devient résonante:

Na(ns) + Na(ns) — Na((n — 1)p) + Na(np) (1.65)

Dans cette expérience, les atomes de sodium d’un jet atomique sont excités vers I’état Rydberg
17s . En présence d’un champ électrique statique, le transfert résonant d’excitation (1.65) peut
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avoir lieu au cours des collisions binaires (d’ou le terme de résonance collisionnelle). Aprés un
temps de quelques microsecondes, un transfert de quelques pourcents vers I’état 17p était
ainsi observé. Ce processus a pu étre appliqué a ’étude des collisions résonantes assistées
radiativement par champ microoonde [Pillet et al., 1983].

Dans les paragraphes suivants, nous introduisons le transfert résonant d’excitation par
I’étude des collisions résonantes entre atomes de Rydberg. Ensuite, nous détaillons le trans-
fert résonant d’excitation dans un gaz d’atomes froids, notamment une expérience réali-
sée au laboratoire Aimé Cotton mettant en évidence la présence d’interactions a N corps
[Mourachko et al., 1998].

1.3.4.1 Collisions résonantes

L’analyse des collisions résonantes observées dans des jets thermiques d’atomes de Rydberg
est développée dans les références |Gallagher, 1992, Pillet, 2005]. Nous rappelons quelques
résultats expérimentaux relatifs au césium.

Des atomes excités dans I'état np3/, échangent de fagon résonante leur énergie interne au
cours de collisions binaires en présence d’un champ électrique statique suivant la réaction :

Cs(nps/2) + Cs(npsj2) — Cs(ns) + Cs((n +1)s) (1.66)

Lorsque l'excitation des sous-niveaux Zeeman n’est pas résolue (les niveaux d’énergie en
champ électrique statique sont caractérisés par le nombre quantique |m;|), les trois réactions
suivantes sont attendues pour trois champs différents :

1 1

A Cs(npsyo, lms| = 5) + Cs(npsy lms| = 5) — Cs(ns) + Cs((n+1)s)  (1.67)
1 3

B : Cs(npsya, Imj| = 5) + Os(npys, Imj| = 5) — Cs(ns) + Cs(n+ 1)) (1.68)

3 3
C+ Os(npsy, lms| = 5) + Os(npsy, lms| = 5) — Cs(ns) + Cs((n+1)s)  (1.69)

3)
Les résultats expérimentaux de telles résonances sont présentés sur la figure 1.15. Considérant
deux atomes 1 et 2, de vitesse relative ¥, effectuant une collision de paramétre d’impact b
(cf Fig. 1.16), la distance interatomique est donnée par R=0b+0tsila trajectoire des deux
atomes est peu modifiée par la collision (la vitesse relative ¥ est supposée peu modifiée lors
de la collision).

Les états produits a considérer pour décrire la collision sont les suivants?® :

|Wp) = |[np3j2)1 @ [np3/2)2

Wss) = —=(nsh @ [(n+ D)o +1(n+ s © ns)) (1.70)
[Was) = =(lnsh @ [0+ Ds)z = [0+ s)s @ ns)s)

V2

20Les états a prendre en compte sont en fait plus compliqués a décrire du fait de la dégénérescence en m
négligée ici. L’expression exacte est donnée dans ’annexe A.
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F1G. 1.15 — 3 résonances collisionnelles A, B et C correspondant aux réactions (1.67), (1.68) et (1.69).
L’excitation d’atomes dans ’état 23ps,o est réalisée avec un laser pulsé. Cette figure rapporte le nombre
d’atomes transférés dans ’état 24s et détectés sélectivement, en fonction du champ électrique.

F1G. 1.16 — Schéma d’une collision dans laquelle les deux atomes auraient deux dipdles permanents p; et
u2 (pour le processus de transfert résonant d’énergie, les atomes n’ont pas forcément de moment dipolaire
permanent). Les paramétres déterminant classiquement la collision sont la vitesse relative ¥ et le paramétre
d’impact b.
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Seul I'état symétrique |Wgg) est couplé lors de la collision par I’hamiltonien d’interaction
dipole-dipodle Vg car (U 45|Vgq|¥p) = 0. L’hamiltonien d’interaction s’écrit dans le systéme a
2 niveaux |Vgg) et |Up) :

Via = < Av(dlj) vgd > (1.71)

ot A(F) est l’écart d’énergie entre les niveauz |Vp) et |Wgs) (I’énergie de ce dernier niveau

varie trés peu au voisinage de la résonance de Forster). vgq = ﬂg%” est I’élément de couplage

dipdle-dipdle ot p1 = psp et p2 = pgr,, sont les moments dipolaires de transition ns < npsz,o et

(n+1)s < nps/o Le facteur V2 provient du fait que n’est considéré que létat symétrique.

En posant R = v/b% + v%t2, le temps 7 d’une collision de paramétre d’impact b & résonance
de Forster (A(Fp) = 0) est de lordre de :

b
T(b) = = 1.72
) = (1.72)
La probabilité P de transition de 1'é¢tat |¥p) vers I'état symétrique s’exprime en fonction
du paramétre d’impact b, soit :

2
P(b) = |(Wgs|W(t — 00))|? = sin? (%) (1.73)
La section efficace de collision se déduit de ’expression précédente :
oo 2 2
o= / 27bP(b)db = %@ (1.74)
0

Le paramétre d’impact by donnant la plus grande probabilité de transition, i.e P(by) = 1
est bg ~ %%, la durée d’une collision conduisant au transfert d’excitation est donc de ’ordre
de :

M2
T op3/2

En considérant v ~ (v) ~ /2kpT /M dans un jet atomique de césium avec une tempé-
rature de l'ordre de 300 K, soit (v) ~ 200 m/s, nous obtenons les paramétres de collision
suivants : bg =~ 1.5 ym et 7 = 7.5 ns.

Dans le cas ou lexcitation est réalisée en piége magnéto-optique (PMO) de césium, la
température des atomes est typiquement de l'ordre de 100 pK, reliée a la vitesse (v) des
atomes par T = ﬂgfgg, ce qui conduit a (v) de l'ordre de 10 cm/s et & un trés grand
paramétre d’impact by ~ 60 pum, proche de la taille du nuage atomique. A priori, des processus
a N corps sont donc possibles. Par ailleurs, le temps caractéristique d’une telle collision assure
7 =2 500 us, ce qui est bien plus grand que le temps de vie des niveaux de Rydberg considérés.
Durant les temps d’expérience, ~ 0 — 3 us, les déplacements attendus des atomes ~ 0 — 300
nm sont bien plus faibles que les distances internucléaires moyennes Ry ~ 3 — 19 pm avec
lesquelles nous travaillons (correspondant & des densités ~ 107 — 100 at /cm3). Le mouvement
des atomes peut donc étre a priori négligé, ce qui justifie 'appellation gaz de Rydberg gelé.
Par conséquent, il n’est plus possible d’imaginer le systéme comme étant un ensemble de
paires entrant en collisions, mais il doit se concevoir alors comme un ensemble d’atomes froids
en interaction avec des propriétés proches de celles d'un solide amorphe. Nous remplagons
désormais le terme "résonance collisionnelle" par "résonance de Forster".

(1.75)
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F1G. 1.17 — Schéma d’excitation & 2 couleurs utilisé dans 'expérience [Mourachko et al., 1998]. La transition
depuis I'é¢tat fondamental 65/, vers I'état 6p3/o est réalisée avec les lasers du piége. La transition suivante
permet d’exciter les atomes vers les états de Rydberg, elle est effectuée avec un laser colorant pulsé large bande.

1.3.4.2 Transfert résonant d’excitation dans un gaz de Rydberg gelé

Les premiéres expériences de transfert résonant & partir de gaz d’atomes froids ont été
effectuées dans des piéges magnéto-optique de césium au laboratoire Aimé Cotton et de rubi-
dium & I’Université de Virginie [Mourachko et al., 1998, Anderson et al., 1998|. L’expérience
sur le césium a consisté a caractériser le transfert résonant en piége magnéto-optique déja
abordé précédemment :

np+np ——ns+ (n+1)s (1.76)

Nous nous sommes également beaucoup intéressés a ce probléme au cours de nos derniers
travaux, c’est pourquoi nous allons développer ses principaux résultats. Partant d’un nuage
atomique de densité maximale 10! at/cm ™3 & une température de I'ordre de 100 K, I'excita-
tion est effectuée en deux étapes présentées Fig. 1.17 : 6s1/5 — 6p3/o — 23p3/. Les lasers
du PMO permettent la premiére transition alors que la deuxiéme est réalisée grace a un laser
colorant pulsé de largeur spectrale ~ 10 GHz. On remarquera que la deuxiéme transition est
autorisée en champ électrique du fait du couplage Stark entre les états p et d. Les densités
d’atomes obtenues dans I'état Rydberg sont de I'ordre de 108 — 10'° at/cm3, la situation est
typiquement celle du gaz de Rydberg gelé décrite dans le paragraphe précédent.

Une vision moléculaire de l'interaction entre deux atomes est plus adaptée au probléme.
Considérons un systéme a deux atomes a deux niveaux couplés via l'interaction dipoéle-dipdle
|Wss) et [Wp) (donnés par le systéme (1.70)). En l'absence d’interaction dipole-dipdle, ces
deux états se croisent au champ de la résonance de Forster Fy (voir Fig. 1.18). En présence
d’interaction dipdle, le croisement est évité, les nouveaux états propres |+) et |—) sont des
combinaisons linéaires des états [Ugg) et |[¥p) :

’+> :sin(g)\llp—i—cos(g)\llgg (1,77)

|-) = Cos(g)‘I’P - Sin(g)‘l’ss (1.78)
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F1c. 1.18 — Niveaux d’énergie au voisinage de la résonance collisionnelle. Le grossissement représente les
niveaux d’énergie pour le systéme de deux atomes en collision. Les niveaux |[nps/onps o) = Wp et [nsy/q(n +
1)s1/2) = s sont les niveaux non perturbés. Les états |+) et |—) sont les nouveaux états propres en présence
d’interaction dipole-dipdle.

ot tan §(F) = %, avec vgq U'élément de matrice du couplage dipdle-dipdle et

A(F) Uécart énergétique entre les deuz niveauxr non perturbés |Wgg) et |Up).

A résonance de Forster, les états prennent la forme simple : |[+) = % (|¥p) + [Pgs)) et
|—) = % (|¥p) — |¥gs)). L'expression des niveaux d’énergie en fonction du paramétre 6 peut
étre retrouvée par la formule (1.48).

L’excitation pulsée est une excitation diabatique, nous reviendrons sur ce probléme lorsque
nous comparerons différents schémas d’excitation au chapitre 2. L’état excité au départ est
I'état |V p), superposition cohérente des états |+) et |—). L’expérience consiste a mesurer le
nombre d’atomes dans 1'état 24s, c’est a dire 'un des produits de la réaction (1.66) et ceci
pour différents champs électriques autour du champ électrique de la résonance de Forster.
Dans un systéme a 2 atomes, ce transfert d’excitation prend la forme d’une oscillation de
Rabi entre I'état |Wgg) et 'état |¥p). Dans le systéme atomique complet, il n’est pas possible
d’observer d’oscillations, d’une part en raison du brouillage induit par la répartition aléatoire
des atomes excités mais aussi comme nous allons voir parce que chaque paire en interaction
constitue un systéme ouvert interagissant avec I’environnement. Le transfert apparait comme
un phénomeéne irréversible et atteint une saturation apreés 1-3 us. Les résonances observées sont
présentées sur la Fig. 1.19 et font apparaitre un fort élargissement en champ électrique AF
lorsque la densité augmente. Pour le systéme moléculaire (1.78) cette largeur & mi-hauteur AF
est reliée au couplage dipole-dipole vgq via la formule AF = diqdedO 5 [Rubbmark et al., 1981].

F
Compte tenu des largeurs en champ électrique obtenues par [Mourachko et al., 1998 pour
une densité de 10'° at/cm ™3 et de la variation des niveaux d’énergie non perturbés en champ
électrique, la valeur moyenne de 'interaction dipole-dipole dans un tel nuage serait ¢ ~ %

6
200 MHz. Une simple valeur numérique évaluée dans un modéle diatomique utilisant la distance
interatomique moyenne Ry donnerait vgg ~ % ~ 1.5 MHz, soit 2 ordres de grandeur plus
faible. De telles largeurs pourraient provenir du signal di essentiellement & des paires trés

proches en forte interaction, avec une distance entre atomes Rs < Rg(vgq/ 5)1/ 3 << R,. Mais
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Champ électrigue (V/cm)

795 8.0 805 810 8135

120 MHz

Signal 24s

-400  -200 0 200 400
Decalage (MHZ)

Fi1a. 1.19 — Résonance collisionnelle correspondant & la réaction (1.67). De méme que sur la Fig. 1.15, le
nombre d’atomes transférés dans ’état 24s est tracé en fonction du champ électrique, pour différentes densités
initiales d’atomes. Le champ électrique est converti en fréquence en utilisant ’expression du décalage Stark du
niveau 23ps,,(ce décalage est quasi linéaire a 'échelle de la résonance). Ceci permet de mesurer I’élargissement

de la raie de transfert de ’excitation vers I’état 24s.
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le nombre d’atomes contribuant au signal®!' serait alors voisin de Nde_(g_z)3 (Ny est le nombre
total d’atomes excités), soit moins de 1% du total. Ceci est en contradiction totale avec les
transferts de population observés avoisinant les 10% et méme 40% dans des expériences que
nous avons effectuées par la suite. Une approche en terme de processus & deux corps ne permet
pas de rendre compte des caractéristiques du signal obtenu.

Effets 4 N corps

Pour comprendre ces résultats, il a été nécessaire de prendre aussi en compte des effets &
N corps, et notamment ceux correspondant a des propriétés de migration des produits de la
réaction (1.76) suivant les deux réactions suivantes, dont on remarquera qu’elles sont toujours
résonantes, quel que soit le champ électrique :

ns +np «—— np + ns (1.79)
(n+1D)s+np——np+ (n+1)s (1.80)

Cette migration est interprétée comme un phénoméne de diffusion, longuement décrit dans
la these de Igor Mourachko [Mourachko, 1999|. Une explication imagée de ces processus est
donnée en Fig. 1.20. Un certains nombre de paires proches considérées comme des centres
actifs réagissent rapidement suivant la réaction (1.76) dans une premiére étape, ce qui ex-
plique les largeurs obervées expérimentalement. Cependant, chaque paire est dans un systéme
ouvert, les processus plus lents des équations (1.79) et (1.80) interviennent et permettent la
diffusion par transfert résonant d’énergie de l'excitation ns, (n + 1)s d’un centre actif vers
I’ensemble des autres atomes np. Le centre actif retourne donc plus rapidement dans 1’état
initial np, np et réagit de nouveau pour créer un "nouveau" couple (n + 1)s,ns. Au terme de
ces processus plusieurs couples d’excitation ns, (n + 1)s auront diffusé dans le milieu, ce qui
explique Defficacité du transfert d’excitation observé expérimentalement.

Nous ne développons pas ici la théorie élaborée par [Mourachko et al., 1998], notam-
ment pour la description correcte de la diffusion de I’excitation d’un état de départ |Wg) =
Ins) ® |(n + 1)s) vers un état |¥(t)) aprés couplage & une bande de niveaux d’énergie :
[Mourachko et al., 1998] ont montré que la résolution de ce probléme de diffusion découplé
du probléme de transfert d’excitation (1.76) permet dans une deuxiéme étape de déterminer
le nombre de paires ns, (n + 1)s ayant diffusé a partir du centre actif. L’approximation en
termes de bandes de niveaux d’énergie s’avére relativement correcte du fait de la répartition
initiale aléatoire des atomes autour du centre actif. La principale difficulté du traitement théo-
rique consiste & considérer la possibilité du retour de ’excitation vers le centre actif initial, il en
résulte une diminution non exponentielle de la probabilité que le systéme soit resté dans ’état
initial |¥p). La probabilité pour que le centre actif soit resté dans 1'état ss’ = |ns) @ [(n+1)s)
est mieux décrite via une loi de puissance caractéristique d’une diffusion p(t) ~ (Dt)~2.

Des résolutions numériques de ’équation de Schrodinger pour ce processus de transfert
résonant d’énergie ont été proposées par [Westermann et al., 2006|. Elles montrent notamment
que la dynamique du transfert de ’excitation implique la considération de groupements d’au
moins 6 atomes lorsque la densité atomique atteint de I'ordre de 10% at/cm 3.

Afin de bien cerner 'origine de I’élargissement, considérons seulement un petit nombre
d’atomes, par exemple 3 comme cela est proposé dans l'article [Mourachko et al., 2004]. Nous

21En supposant une excitation homogeéne, la probabilité de présence du plus proche voisin & I’intérieur d’une
)3

_(Bs
sphére de rayon R;s est e (R d’aprés le résultat de la distribution d’Erlang.
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F1c. 1.20 — Représentation physique de la migration. Au départ, les atomes sont excités dans un état de
Rydberg nps,,. Les paires proches réagissent rapidement suivant la réaction (1.76) (R). Les produits s et s’ de
la réaction (1.76) diffusent ensuite dans I'environnement via les deux réactions de migration (1.79) et (1.80)
(M). La paire d’atomes revenue a l’état initial pp peut de nouveau réagir, alors que les réactions de diffusion
dans I'environnement (1.79) et (1.80) se poursuivent. Ce processus conduit & un accroissement considérable du
nombre d’atomes transférés dans les états s et s'.
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FiGg. 1.21 — Schéma de trois atomes séparés par les distances rl2, rl3 et 123 avec rl3 =
/7122 + 7232 + 2 x 712 X 723 cos .

supposons les 3 atomes situés a des positions fixes dans l'espace données dans la Fig. 1.21.
Les états moléculaires potentiellement accessibles sont le produit direct ordonné des fonctions
individuelles de chaque atome. Les atomes sont initialement dans I’état ppp = p1pops. Aucun
couplage via l'interaction dipole-dipdle n’est possible avec des états ayant un nombre impair
d’atome dans les états s ou s’. Une base des vecteurs d’états accessibles est donc la suivante :

(ppp,pss’, ps's, sps', s'ps, ss'p, s'sp) (1.81)

Le hamiltonien d’interaction s’écrit dans cette base, en premiére approximation :

2 2 2 2 2 2
SA LF] rg33 Tg33 TT§3 rﬁlLT rﬁlLT TLILES
r5§3 [F] 0 rlf23 02 02 r/f33
rg 3 02 A[F] 0 r/f23 r/f§3 0
He| dp AR 0 A 0 w0 (182
r133 0 rlg?’ 02 A[F] 0 r233
M M M
r1%3 02 r133 r233 02 A[F] 0
o o 00 00 s 0 A[F]

ol nous avons utilisé I'approximation puy ~ ps ~ p. r12, r13, r23 sont les distances séparant
les trois atomes. A(F') est le décalage Stark de 1'état p, en premiére approximation linéaire au
voisinage de la résonance de Forster.

La Fig. 1.22 montre les énergies des nouveaux états propres en fonction du champ électrique
pour la disposition de la figure 1.21 (¢ = 7/3 et r13 = 1.42 x r12), pour deux hamiltoniens
d’interaction différents. Sur la figure 1.22 (a), les couplages d’échange (1.79) et (1.80) sont
négligeés, il n’y a que deux états propres dont 1’énergie dépend du couplage (1.76) (I'énergie de
I'état ss’p est prise comme référence pour le tracé de la figure 1.22). Par contre lorsque tous
les couplages sont pris en compte comme dans le hamiltonien (1.82), il apparait clairement
deux autres états dont 'énergie est perturbée par linteraction dipéle-dipole ( cf. Fig. 1.22
(b)) et le croisement "évité"’ est élargi (ici d’un facteur environ 1.5). Le cas de 3 atomes
en interaction peut expliquer potentiellement un élargissement spectral des résonances, mais
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F1G. 1.22 — Niveaux d’énergie de trois atomes a résonance de Forster en fonction du champ électrique F.
Les atomes sont disposés comme sur la figure 1.21. La référence des niveaux d’énergie est le niveau ss’p non
perturbé par l'interaction dipoéle-dipole. (a) Seuls le couplage (1.76) est considéré. (b) En plus du couplage
(1.76) sont aussi considérés les couplages (1.79) et (1.80) responsables de la migration.

pas une augmentation du signal (& temps fixé aprés 'excitation) par rapport aux produits des
réactions d’un systéme considéré comme simplement composé de simples paires en interaction.
Pour cela, il est nécessaire de considérer au moins 4 atomes |[Lowell, 1998]. Auquel cas le
systéme au départ dans 1’état pppp a une certaine probabilité de passer dans les états sss’s’,
s's'ss, s'ss's et ss'ss’, le transfert des états p aux états s et s’ se faisant beaucoup plus
rapidement grice aux processus de migration.

Nous reviendrons en détail sur ces problémes au chapitre (1.3.4), et notamment I'implica-
tion de tels effets sur la cohérence de systémes de deux atomes proches en interaction. Apreés
ce rappel de quelques propriétés des atomes de Rydberg "chauds" et "froids", qui seront utiles
pour comprendre la suite du manuscrit, nous allons présenté ce qui fait la motivation de cette
these, a savoir I’étude du blocage dipolaire et la possibilité de son utilisation pour réaliser une
porte quantique.

1.4 Implications pour 'information quantique

1.4.1 Introduction

L’information quantique a pris son essor dans le milieu des années 1990 avec des algo-
rithmes comme ceux de Shor et de Grover [Shor, 1994, Grover, 1996] qui permettraient a
un ordinateur ayant un comportement "quantique" de résoudre certains problémes beaucoup
plus rapidement qu’'un calculateur classique. Il s’agit par exemple pour l'algorithme de Shor
de factoriser de fagon trés efficace de trés grands nombres. Le temps de factorisation d’un
nombre entier N ne dépend plus exponentiellement du nombre de digits comme avec un cal-
culateur classique mais cubiquement??. Lutilisation d’un calculateur quantique permettrait
en particulier de casser les codes de sécurité informatique basés sur le produit de trés grands

2T xactement, le temps de factorisation d’un nombre N est en O(log(N)?), ot log(N) est le nombre de
digits.
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nombres premiers. Le gain de temps est polynomial concernant 'algorithme de recherche dé-
veloppé par Grover. Une autre classe de problémes pour lesquels les calculateurs quantiques
pourraient fournir des gains de temps exponentiels est la simulation de systémes quantiques
a plusieurs particules [Abrams and Lloyd, 1997].

Le calculateur quantique utilise non plus les bits classiques codés en langage binaire (pou-
vant prendre les valeurs 0 ou 1), mais des qubits (ou quantum bits). D’un point de vue
physique, un qubit est représenté par un systéme quantique a deux états, |0) et |1). Un qubit
est donc une superposition linéaire des états purs |0) et |1) de la forme «|0) + 5|1). Un qubit
peut donc prendre une infinité de valeurs dans 'espace de Hilbert engendré par les états |0) et
|1). L’association de plusieurs qubits construit 1’espace produit tensoriel des espaces associés
a chacun des qubits, d’otl des possibilités de parallélisation trés efficace de certains problémes.

Toute opération quantique U conservative peut étre décomposée en une séquence d’opé-
rations unitaires & un qubit et & deux qubits réalisées par des portes quantiques. La condition
d’unitarité (UTU = 1) est nécessaire et suffisante pour que tout état pur se transforme en un
autre état pur. Une opération sur un qubit peut s’exprimer comme une rotation d’un angle
« autour de l'axe 7 défini sur la sphére de Bloch, U = e!®R;(a) = cos (%) I —sin (%) n.o
avec 0 = (04, 0y,0,) désignant les matrices de Pauli. Une rotation autour de I’axe x est ainsi
donnée par cos (%) I-—sin (%) Oz

Deux exemples de portes quantiques opérant sur deux qubits sont la porte NON controlé
(Controlled-NOT) et la porte de phase conditionnelle (PPC). La premiére modifie le qubit
cible si et seulement si le qubit de controle est dans I’état |1) :

|oo) — |o0)
lo1) — |o1) (1.83)
|10) — |11)
[11) — [10)
Sa représentation matricielle est alors :
1 0 00
CNOT — 8 . 8 ; (1.84)
0010

La porte de phase conditionnelle laisse 1’état initial inchangé & moins que les deux qubits ne
soient dans ’état |1), auquel cas la phase est décalée d’une valeur ® :

la,b) — €'® %a1%1 |q p) (1.85)

De méme que la porte Controlled-NOT, la PPC est universelle : tout calcul quantique
peut étre effectué en combinant PPCs et rotations sur des qubits individuels. Pratique-
ment, quelques systémes quantiques sont pressentis pour réaliser les opérations quantiques
nécessaires pour réaliser des calculs quantiques et un certain nombre des taches avancées par
[Bennett and DiVincenzo, 2000] ont déja été réalisées.

La réalisation de portes a un qubit ne pose pas de problémes puisque les rotations nécessaires
peuvent par exemple étre obtenues simplement par couplage avec un champ électromagné-
tique : la rotation |0) — |1) correspond & une transition 7w (par exemple un couplage laser
pendant une demi-période de Rabi). Dans le cas d’atomes neutres, nous pouvons penser a des
couplages microonde ou & des transitions Raman dans le cas ou les deux états |0) et |1) sont
deux sous-niveaux hyperfins du niveau fondamental 6s; /5 du césium.
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La réalisation de portes quantiques agissant de facon conditionnelle sur deux qubits né-
cessite la présence et le controle d’une interaction entre ces deux qubits. Ceci représente
en général un défi beaucoup plus difficile a relever. La PPC a déja été réalisée notam-
ment par résonance magnétique nucléaire (RMN), en électrodynamique quantique en cavité
[Rauschenbeutel et al., 1999] ou encore & partir d’ions piégés |Leibfried et al., 2003]. La RMN
utilise les spins des noyaux d’atomes d’une molécule. Placés dans un champ magnétique ra-
diofréquence, ceux-ci ont des fréquences de résonance différentes suivant leur nature ou leur
position dans la molécule. De ce fait, ils peuvent étre adressés individuellement. D’autre part,
les spins des différents atomes étant couplés entre eux via 'interaction dipole-dipole magné-
tique, il est possible de réaliser des opérations quantiques sur plusieurs qubits. Cette technique
a permis les premiéres réalisations de 'algorithme de Shor, et la factorisation du nombre 15 a
partir d’'une molécule contenant 7 qubits, le chloroforme [Vandersypen et al., 2001]. Dans cette
technique, I'opération quantique est effectuée en paralléle sur un grand nombre de molécules
en solution, qu’il n’est donc pas possible d’adresser séparément. Cette technique a apporté
les premiers grands résultats expérimentaux mais son extension & un grand nombre de qubits
reste difficile & envisager. La RMN en phase solide est pressentie pour remplacer la technique
actuelle.
L’expérience d’électrodynamique en cavité [Rauschenbeutel et al., 1999] utilise le couplage
entre deux états atomiques a et b (|0) et |1)) et 'état du champ électromagnétique & 0 ou
1 photon (]0) ou 1)) & l'intérieur d’une cavité microonde supraconductrice. Ces expériences
utilisent des atomes excités dans des états de Rydberg circulaires.
Des expériences trés prometteuses concernent actuellement les ions piégés, par exemple
[Leibfried et al., 2003, Schmidt-Kaler et al., 2003]. Les ions sont piégés dans des piéges de
Paul (piege électromagnétique radio-fréquence). Les qubits sont stockés dans des états élec-
troniques stables de chaque ion pouvant étre couplés par laser. Le couplage entre deux qubits
s’effectue via les modes de vibration (phonons) couplant le mouvement des différents ions.
Dans le domaine des atomes neutres, il est suggéré d’utiliser des atomes piégés en réseaux
optiques afin de controler la distance entre les atomes et donc contréler I'interaction entre les
différents atomes lorsque ceux-ci sont portés dans un état excité [Brennen et al., 1999]. Dif-
férentes expériences ont déja mis en évidence un adressage d’atomes uniques dans des piéges
dipolaires microscopiques et la réalisation d’opérations a un qubit, représenté par deux états
hyperfins d’un atome. Les atomes neutres piégés sont des candidats trés attractifs pour le
stockage de l'information quantique, grace aux temps de cohérence trés longs qui peuvent
étre atteints, supérieurs a la seconde [Treutlein et al., 2004]. Par contre, il est plus diffi-
cile d’obtenir une interaction forte entre atomes neutres qui permette de réaliser des portes
quantiques rapides. Différentes propositions ont été faites concernant 'utilisation de l'inter-
action dipdle-dipdle entre atomes de Rydberg pour parvenir au couplage entre deux qubits
[Jaksch et al., 2000, Protsenko et al., 2002, Ryabtsev et al., 2005]. Les différents qubits inter-
agissent via un état relai Rydberg dans lequel les atomes ont été excités transitoirement. Ces
portes auraient I'avantage d’étre trés rapides, pouvant fonctionner & des fréquences supérieures
au MHz. Le paragraphe 1.4.2 est dédié a la proposition de réalisation d’une porte de phase
[Jaksch et al., 2000].

Un certain nombre d’autres propositions de portes quantiques a partir d’atomes
neutres sont basées sur des collisions controlées [Jaksch et al., 1999, Calarco et al., 2000,
Eckert et al., 2002]. Dans la proposition [Jaksch et al., 1999]|, deux piéges microscopiques
sont adiabatiquement rapprochés I'un de 'autre pour induire un décalage de phase lors de
la collision, différent suivant 1'état interne des deux atomes. Dans [Calarco et al., 2000], une
collision en ondes s est rendue possible en abaissant suffisamment les barriéres de potentiel
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F1G. 1.23 — Qubit atomique codé sur deux états hyperfins, dont les énergies sont séparées de Av = 9.2 GHz
pour le césium. L’excitation vers un état de Rydberg permet de faire interagir deux qubits par interaction
dipole-dipole. Elle est réalisée par laser et caractérisée par une fréquence de Rabi .

de deux micropi¢ges différents. Dans l'article [Eckert et al., 2002|, les auteurs proposent
d’encoder 'information non pas dans des états internes d’atomes, mais dans deux niveaux de
vibration différents d’un piége harmonique. Dans tous les cas, les temps d’opération de ces
portes (~ ms) seraient beaucoup plus longs qu’avec 'utilisation de I'interaction dipéle-dipole
entre atomes de Rydberg.

1.4.2 Porte de phase conditionnelle utilisant des atomes neutres

Nous décrivons dans ce paragraphe la proposition de porte de phase [Jaksch et al., 2000].
Les auteurs suggérent de stocker I'information dans deux états |g) (]0)) et |e) (|1)) d'un atome.
Les deux états |g) et |e) peuvent étre des états hyperfins fondamentaux d’un atome alcalin.
Un troisiéme état de l'atome sera utilisé comme état relai, a savoir un état de Rydberg |r)
pouvant étre excité depuis 'état |g) (cf Fig. 1.23). Considérons maintenant un systéme de deux
atomes que 'on dénommera 1 et 2. Les différents états possibles du systéme sont les suivants :
lg192), |g1e2), le1g2) et |erea) sans excitation Rydberg, |g172), |riez2), [rig2) et |eira) avec une
excitation Rydberg, et enfin I’état |riry) avec une double excitation Rydberg. Il est proposé
d’utiliser 'effet Stark pour induire une forte interaction dipole-dipole entre les deux atomes
comme nous ’avons vu au paragraphe 1.3.2 : le césium serait un bon candidat puisqu’il suffit
d’un faible champ électrique pour coupler les états np et (n — 1)d.

L’objectif est donc de réaliser la porte de phase (1.85). La transition |g) — |r) est choi-
sie résonante, de pulsation de Rabi ). Différentes méthodes sont proposées dans l'article
[Jaksch et al., 2000].

La premiére méthode considére le cas ot il n’est pas nécessaire d’adresser séparément les
deux atomes. Elle suppose € >> vg44, 00 vgq est le décalage du niveau d’énergie |rr) donné
par l'expression (1.55) en présence de l'interaction dipoéle-dipole. L’excitation est donc large
bande, une impulsion 7 conduit a un transfert total de population depuis I'état |g) vers I’état
Rydberg, méme si le niveau Rydberg est légérement décalé par interaction dipole-dipole 23.
Les trois étapes suivantes doivent étre appliquées pour réaliser la porte de phase (voir Fig.
1.24) :

2Nous aborderons le probléme de I’excitation large bande au paragraphe 2.3.1
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F1a. 1.24 — Modéle A proposé dans [Jaksch et al., 2000] pour réaliser une porte quantique de phase. Chaque
qubit est codé sur les deux états hyperfins d’'un atome alcalin et 1’état de Rydberg est utilisé comme état
relai entre les deux qubits (cf Fig. 1.23). 3 étapes sont nécessaires dans ce modéle (cf texte) : une impulsion 7
appliquée sur les deux atomes, un délai tel que le déphasage de la fonction d’onde soit ¢ = v4qAt, une nouvelle
impulsion 7.

1. Impulsion 7 appliquée aux deux atomes; toute la population initialement dans 1’état
lg) est portée dans I'état Rydberg |r). Cette impulsion produit les transformations?*
|ge) — i|re) et réciproquement |eg) — iler) et laisse inchangé l'état |gg). Si les deux
atomes sont dans I’état |g), la transformation est |gg) — —|rr).

2. Evolution libre pendant At tel que le décalage de phase accumulé par la fonction d’onde
si état des deux atomes est?® |rr) soit ¢ = vgqAt. L'interaction dipdle-dipole donne en
effet dans ce cas uniquement un terme de décalage de I'énergie (cf formule (1.55)).

3. Impulsion 7 appliquée aux deux atomes pour qu’ils retournent dans 1’état fondamental
lg). De méme que pour la premiére étape®®, |re) — i|ge), |er) — ileg).

Finalement, ’opération effectuée est la suivante :

lee) — lee)
lge) — —lge) (1.86)
leg) — —leg)

lgg) — €|gg)

Cette porte est un facteur -1 prés la porte de phase si ¢ = 7.
Une deuxiéme méthode proposée considére le cas ol il est nécessaire d’adresser séparément
les deux atomes 1 et 2. On suppose de maniére générale Q0 # 9527, On se place d’autre part

24Nous sommes intéressés par la différence de phase accumulée en présence de la séquence d’impulsion et
sans cette séquence. En toute rigueur, |eg) — eiiE"'”/(hQ)ﬂer) avec I, I'énergie de ’état Rydberg par rapport
a l’énergie de l'état |g) (voir par exemple [Orvil Scully and Zubairy, 1997]). Cependant le terme de phase
supplémentaire est compensé par 1’évolution en paralléle de la phase du champ électrique, ceci est expliqué
dans la note 26.

25L’¢évolution libre du systéme est donnée par ¥(t) = e ler) si le systéme était au départ dans 1'état
leg) et par W(t) = e i2ErFvaa)At/h|pry g Je systéme était au départ dans l'état |gg).

26Le laser doit rester cohérent durant la séquence de fagon a ce que 1’évolution de la phase du champ a prendre
en compte, soit le terme &7/ (M) gilfrAt/h Weompense” directement pour un atome dans Iétat Rydberg la
phase accumulée lors de la premiére impulsion et I’évolution libre de la deuxiéme séquence.

27{l serait possible non plus d’utiliser des états Stark, mais des états purs différents pour 1 et 2 conduisant a

—iE,At/h
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Fi1G. 1.25 — Modéle B proposé dans [Jaksch et al., 2000] pour réaliser une porte quantique de phase. Ce
modéle nécessite adressage particulier des atomes. De méme que pour le modéle A (cf Fig. 1.24), cette porte
est réalisée en trois étapes : une impulsion 7 appliquée au premier atome, une impulsion 27 appliquée au
deuxiéme atome et enfin une nouvelle impulsion 7 au premier atome.

dans une situation d’interaction forte 21 << v4q, ce qui va permettre 1'utilisation du blocage
dipolaire de ’excitation Rydberg. Dans ce cas, les trois étapes suivantes (cf Fig. 1.25)
doivent étre appliquées pour réaliser la porte de phase :

1. Impulsion 7 appliquée au premier atome 1, induisant la transformation |g;) — i|r1).

2. Impulsion 27 appliquée sur la transition |g2) <> |re). Si 'atome 1 n’est pas excité au
préalable dans I'état de Rydberg , ceci conduit a |e1g2) — —|e1g2). Sil’atome se trouvait
au préalable dans I’état de Rydberg, la transition |r1gs) < |rire) est décalée énergéti-
quement de vgg par rapport a la transition |ejge) — |ejra). L'excitation du deuxiéme
atome est quasiment bloquée puisqu’on a supposé ) << wvgg. La phase accumulée lors
de cette impulsion?® (soit aprés un temps At = 27 /€s) est ¢ = —7Qs /2049 << 7.

3. Impulsion 7 appliquée au premier atome pour qu'il retourne dans I’état fondamental |g).
De méme que pour la premiére étape, i|ries) — —|gies), et e |r1ga) — —i e7¥?|g1g).

L’opération effectuée est finalement :

lee) — |ee)

lge) — —|ge) (1.87)
leg) — —leg) 1.88
l99) — €™ 9)|gg) ~ —ilgg)

Cette deuxiéme méthode posséde différents avantages détaillés par [Jaksch et al., 2000]. La
durée de la porte dans le deuxiéme modéle est en effet de 'ordre de At = 27 /Q; +27 /. Cette
durée peut étre trés courte, moins de 100 ns si la fréquence de Rabi de chaque transition est
de l'ordre de 20 MHz (expérimentalement, cette valeur est facilement accessible). Si le blocage
dipolaire est suffisamment grand, le résultat de cette porte dépend peu des fluctuations du

une forte interaction dipole-dipole. Une des deux excitations pourrait étre & 2-photons pour exciter des états
de [ adjacents.

28 Celle-ci se déduit directement de évolution du systéme a deux niveaux [r1ge) < |rir2), avec un décalage
v4q du niveau d’énergie |rir2) par rapport a la fréquence laser.
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couplage dipodle-dipodle. Les pertes par émission spontanée vAt pendant ce temps trés court
sont tres faibles. [Jaksch et al., 2000] proposent d’utiliser I'état n = 18 du sodium (y ~ 27 x 100
kHz) avec deux atomes distants de 300 nm, ce qui donnerait vy = 27 x 1.8 GHz. pour un champ
statique F' = 100 V/cm. Une solution pour l'adressage individuel des atomes est le piégeage
optique. Il apparait cependant difficile d’obtenir une distance de 300 nm expérimentalement,
les piéges optiques étant limités par la diffraction®?. Le premier modéle quant & lui donne
At = m/vg4q. Avec 'hypothése Q >> vg4, si vgg ~ 1 MHz, la durée serait plutot de ordre de la
microseconde. D’autre part, dans ce premier modéle, les atomes passent un certain temps tous
les deux dans I’état Rydberg. De ce fait peut intervenir un mouvement induit par les forces
dipolaires, potentiellement responsables de collisions déphasantes, ou de décalages d’énergie
non désirés.

L’implémentation de cette porte a partir d’atomes uniques piégés en picge FORT (Far-Off-
Resonance Trap) est discutée dans I'article [Saffman and Walker, 2005|, notamment du point
de vue des problémes de décohérence. Plusieurs points pouvant altérer les performances d’une
telle porte doivent étre considérés : fluctuations de la distance internucléaire, collisions avec
le gaz résiduel, émission spontanée, bruit d’intensité sur le laser, mais également le fait que la
polarisabilité dans le piege FORT n’est pas la méme pour les états |g) et |r) (ceci induisant un
déphasage dépendant de la position des atomes dans le piége et donc du temps). Pourraient
également intervenir des collisions entre atomes de Rydberg si ceux-ci sont trop proches. Selon
[Ryabtsev et al., 2005], si on admet que la distance internucléaire R doit étre au moins 10 fois
plus grande que le rayon des atomes r = “2—0(3712 —1(I+1)), alors pour des atomes distants de
R =5 um,?° cela conduit & ne pas exciter des atomes de Rydberg trop élevés : 1,4, = 80.

[Jaksch et al., 2000] propose de modifier leur deuxiéme modéle en utilisant des impulsions
chirpées, de facon a réaliser des transferts adiabatiques rapides pour chacune des transitions.
Cette méthode est intéressante car elle permet de ne plus adresser séparément les deux atomes
mais dans ce cas la porte est plus lente.

D’autres propositions ont été faites sur la base de celles-ci [Protsenko et al., 2002,
Ryabtsev et al., 2005]. Dans [Protsenko et al., 2002|, les auteurs suggérent d’utiliser leur
montage permettant de piéger deux atomes uniques dans deux piéges FORT microscopiques
situés a des distances de l'ordre de 1,5-2 pm [Schlosser et al., 2001]. La porte de phase
conditionnelle est trés proche du modéle B de [Jaksch et al., 2000], chaque qubit serait
représenté par deux niveaux hyperfins du Rubidium et cette porte utiliserait également le
phénomeéne de blocage dipolaire empéchant l’excitation des deux atomes simultanément
dans l’état Rydberg. Les principales différences proviendraient du fait que seraient utilisés
le couplage®! np,np < ns,(n + 1)s plutét qu'un couplage par champ électrique et que
I'excitation des état np serait réalisée a deux photons depuis l'é¢tat fondamental 5sy/o.
De ce fait, I'excitation pourrait étre réalisée simultanément sur les deux atomes mais des
impulsions supplémentaires agissant sur chacun des qubits seraient nécessaires pour réaliser
une vraie PPC |Protsenko et al., 2002]. Dans [Ryabtsev et al., 2005], la séquence est assez
différente. Elle fait intervenir I'excitation & un photon d’un état np Rydberg et I'excitation
a deux photons d’'un état ns. Ceux-ci interagissent alors trés fortement via une interaction
dipole-dipoéle résonante. Des portes de phase d’une durée de 50 ns pourraient étre obtenues
avec une distance internucléaire de 5 pm et n ~ 50.

La tache d’Airy a pour diamétre 1.22)/ sin o ol sin « est ’ouverture numérique du faisceau focalisé. On
peut faire au mieux ~ A en focalisant un faisceau laser.

305 um correspondrait au pas d’une onde stationnaire d’un laser & COs.

31Nous avons vu que ce couplage peut étre quasi-résonant en champ nul pour certains états nps /2 du césium,
c’est également le cas pour le Rubidium pour n ~ 38.
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Mentionnons enfin la possibilité d’utiliser les forces dipolaires lorsque les atomes sont excités
dans I’état de Rydberg [Cozzini et al., 2005]. Les deux atomes d’un piége harmonique sont
excités dans un état de Rydberg (le blocage dipolaire n’est pas utilisé ici), ils subissent une
brusque accélération de leur mouvement relatif sous l'effet des forces dipolaires. La phase
des atomes aprés leur retour dans I’état fondamental provient alors de la modification de
I'impulsion du mouvement relatif des deux atomes dans le piége harmonique. Cependant,
cette phase dépendrait beaucoup de la position des atomes, du temps pendant lequel les
atomes restent dans I’état excité et bien siir de la force de l'interaction dipolaire.

La proposition de porte quantique utilisant le deuxiéme modeéle de [Jaksch et al., 2000]

est assez prometteuse parce qu’elle est rapide et dépend peu des fluctuations de la force de
I'interaction dipolaire. Mais elle est d’autant plus intéressante qu’il est a priori possible d’en-
coder l'information dans un ensemble mésoscopique d’atomes en utilisant le blocage dipolaire
[Lukin et al., 2001].
Un réseau optique permettant de piéger les atomes dans des volumes de l'ordre de 10 pm?
pouvant contenir un petit nombre d’atomes pourrait étre créé (il serait nécessaire que les fluc-
tuations du nombre d’atomes AN soient faibles en comparaison du nombre d’atomes par site).
Ce piége pourrait étre obtenu par exemple comme dans [Dumke et al., 2002] ou un faisceau
laser est focalisé au foyer d’un réseau de microlentilles. Un réseau de micromiroirs comme
ceux utilisés dans les projecteurs DLP seraient encore plus adaptés car ils sont fabriqués pour
effectuer un adressage pixelisé.

Pour un ensemble mésoscopique d’atomes contenant N atomes, I'état collectif fondamental
est représenté par le produit tensoriel de I’état fondamental de chacun des N atomes :

19™) = l91) © ... ® |gn) (1.89)

Lorsqu’une excitation collective des atomes de cet ensemble est effectuée depuis un état
|g) vers un état |e)3?, les états collectifs & considérer sont une somme correctement symétrisée
sur toutes les excitations individuelles possibles, ou états de Dicke. L’état avec n atomes dans
I'état |e) et N —n dans I'état fondamental s’écrit ainsi en I’absence d’interactions entre atomes :

|6ngN—n> = \/(N - n)'/(Nln') Z |60(1)> ®...® |60(n)> ® |ga(n+1)> ®...0 |gU(N)> (190)

La somme est effectuée sur toutes les permutations possibles d’avoir n atomes
dans létat |e) et N-n dans l’état fondamental. Nous supposons évidemment que
les particules n’interagissent pas entre elles ce qui permet d’utiliser le fait que les
différents termes de l’état produit [e,(1)) @ ... @ |es(n)) @ |go(n41)) @ -+ @ |go(n))
commutent entre eux (la position de lindice relatif a la iéme particule n’a pas
d’importance).

On peut écrire ’état contenant un atome excité dans ’état Rydberg de la fagon suivante :

|rlgN—1>=%N S ) © olga) © - ® lgw) (1.91)
=1..N

Par contre, l'expression des états accessibles different de (1.90) si les atomes peuvent
interagir. Supposons que les conditions utilisées soient telles que l'interaction dipoéle-dipdle

32Nous rappelons qu’une transition Raman peut étre utilisée



Chap 1 - Atomes de Rydberg : Introduction et exemple d’une application pour
68 Pinformation quantique via le blocage dipolaire

de deux atomes dans I'état Rydberg est importante (en champ électrique ou a résonance de
Forster). A résonance de Forster, 'excitation d’un deuxiéme atome vers I'état de Rydberg est
beaucoup moins efficace. L’état (1.91) est en effet peu couplé par laser (car hors résonance) a
I'ensemble des états doublement excités s’écrivant sous la forme33 :

\:I:?j> = %Hgl...ri...rj...gjﬂ + (lg1...86..55...9N) + G185 85..98)) / V2] (1.92)

ot 1 et § sont deux atomes dans l’état Rydberg supposés interagissant via le procédé
Forster np 4+ np < ns + (n+ 1)s. On note s = (ns) et s = (n + 1)s faisant
apparaitre les deuxr nouveaux états propres |+) et |—). Les produits tensoriels ont
été omis pour simplifier l’expression.

Il est maintenant possible d’imaginer I'implémentation de la porte de phase (1.88) a partir
de deux ensembles mésoscopiques d’atomes séparés seulement de quelques microns. L’exci-
tation d’'un atome dans un des ensembles peut bloquer I'excitation dans ’autre ensemble si
I'interaction dipole-dipole est suffisante. L’état collectif des deux nuages est décrit comme un
état produit pouvant prendre les valeurs |¢"V) ® |g") (deux nuages dans 1’état collectif fon-
damental), |g™) @ [elgV 1), [elgN 1) @ |gV) et etgV ) @ el gV ~1). Comme pour le modéle
(1.88), le blocage dipolaire de l'excitation empéche I'excitation d’états collectifs doublement
excités.

Les séquences d’impulsions non plus appliquées a deux atomes adressés séparément mais
a deux ensembles mésoscopiques d’atomes distincts pour obtenir le modele (1.88) conduisent
a la méme table de vérité :

9™) @ 1g™) — Ig™) @ 1g™)

g™) @ letgV ) — —lg™) @ le'g™ ) (1.93)
letg" ) @ 1g") — —lelg" ) @ [g™))
|€1N 1>®|€1N 1>—>6( |61N 1>®|€1N 1>

Finalement, le blocage dipolaire pourrait permettre également de manipuler des registres
quantiques de qubits de dimensions plus accessibles & ’expérience.

D’autres applications du blocage dipolaire de 1’excitation dans des ensembles d’atomes,
notamment spectroscopiques, basées sur la possibilité de controler totalement 1’état collectif
|s"g™N ") ou Détat |s) est un état de stockage. Grace au blocage dipolaire il est en effet
possible de réaliser toute combinaison linéaire des états |s"g™¥~") avec des impulsions laser
bien choisies®* [Lukin et al., 2001]. La connaissance du nombre exact d’atomes dans un état
donné permettra de réaliser des études interférométriques particuliérement précises.

330n remarquera que la presence de l'interaction dipdle-dipole permet a priori spectroscopiquement de
distinguer les états |+f yet|—; ) parmi les autres états collectifs doublement excités. La mesure spectroscopique
permet alors de discerner les atomeb deux a deux. La fonction d’onde d’un état collectif doublement excité
n’est plus un état de Dicke (elle n’appartient plus au sous-espace des fonctions d’onde symétrisées).

34La réalisation d’un état |s"gN ™) est la suivante, en considérant un volume d’excitation suffisamment petit
pour que le blocage dipolaire soit effectif. Un premier atome est excité vers un état de Rydberg, et un seul a
cause de l'interaction dipdle-dipéle entre atomes de Rydberg. Il est ensuite transféré dans un état de stockage
de longue durée de vie et dans lequel les atomes n’interagissent pas. Cette étape peut étre reproduite un grand
nombre de fois, chacun des atomes étant excité vers 1’état de Rydberg puis transféré dans I’état de stockage.
Cette technique est relativement puissante car elle ne nécessite pas d’adressage des atomes. Pour préciser,
supposons que (n — 1) atomes sont déja dans I’état de stockage et qu’un atome vient d’étre excité dans 'état
Rydberg. Le systéme se réduit a un systéme & deux niveaux possibles, I'un comprenant une excitation Rydberg
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De fagon pratique, il n’y a effectivement blocage de I'excitation que si la résolution spec-
trale de I'excitation®® Awv est inférieure au décalage causé par I'interaction dipéle-dipéle, soit
Av < vgq. Ceci impose que le volume & l'intérieur duquel on souhaite que le blocage dipolaire
soit effectif soit suffisamment petit. D’autre part, I'interaction dipole-dipole peut dépendre for-
tement de la disposition des atomes. C’est notamment le cas en champ électrique & cause de
la dépendance angulaire de I'interaction, et ceci peut conduire & un blocage seulement partiel
de I'excitation. Dans un nuage atomique de volume plus important, I’excitation est seulement
localement bloquée : I'excitation est limitée par le blocage dipolaire & partir du moment ot la
densité d’atomes de Rydberg excités est telle que ’espacement internucléaire moyen Ry vérifie
vgq(Rgq) ~ Av. Il en résulte une saturation de l’excitation dans ’ensemble du nuage atomique.
Des expériences ont déja mis en évidence une saturation de l'excitation due a I'interaction Van
der Waals [Tong et al., 2004]. Dans ce cas, l'interaction est a plus proche portée (en 1/RS)
mais suffit déja a décaler suffisamment les niveaux d’énergie pour empécher 'excitation des
plus proches voisins d’'un atome de Rydberg. Plus récemment encore, le blocage dipolaire di
a l'interaction dipole-dipole résonante (interaction dominante en 1/R3) a été mis en évidence
au laboratoire Aimé Cotton [Vogt et al., 2006].

Dans cette introduction, la plupart des éléments qui seront utiles & l'interprétation des
études d’interactions entre atomes de Rydberg froids réalisées dans cette thése ont été pré-
sentés. Nous avons notamment exposé la possibilité originale de contréler ’excitation vers des
états de Rydberg via l'interaction dipole-dipole entre atomes de Rydberg, conduisant a la
possibilité du blocage dipolaire. Nous reviendrons en détails sur la problématique du blocage
dipolaire au chapitre 4. La conclusion de cette thése discutera dans quelle mesure les méca-
nismes physiques mis au jour confirment la possibilité de I'utiliser en information quantique.

délocalisée et ’autre aucune excitation Rydberg mais n atomes dans 1’état de stockage. Aprés un temps Tp tel
que /nQTy = m, les n atomes se retrouvent dans 'état de stockage. Il suffit donc d’utiliser des impulsions de
durée définies pour réaliser le transfert d’un nombre d’atomes fixés dans I’état de stockage.

351a résolution spectrale de ’excitation est en premiére approximation égale & la somme Avpgser + % ouT
est la durée de I'impulsion laser.
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Chapitre 2

Excitation laser haute résolution d’un
gaz d’atomes de Rydberg froids

2.1 Introduction

Ce chapitre décrit succinctement le montage expérimental basé sur I'utilisation d’un piége
magnéto-optique de césium et aborde plus en détail différentes techniques d’excitation vers
des états de Rydberg. Le montage a été réalisé en 1996 et a subi depuis plusieurs modifications
dont la derniére a consisté a permettre I’application d’un laser & COs. Ce laser n’est pas utilisé
pour ’étude concernant les atomes de Rydberg car son effet est de les ioniser trés efficacement.
Une modification du montage réalisée au cours de cette thése concerne 1’établissement d’une
excitation & haute résolution vers des états de Rydberg dans un processus a trois étages
utilisant des lasers continus : 6s — 0p3;p — 7s — np. La mise en évidence du blocage
dipolaire, qui est la motivation principale de cette thése, nécessite en effet une excitation a
haute-résolution, fournie par exemple par I'utilisation de lasers trés fins spectralement. Nous
nous sommes naturellement orientés vers 'utilisation des lasers continus et notamment d’un
laser Ti:Sa solide, qui conjugue grande accordabilité et grande finesse spectrale, pouvant étre
utilisé pour réaliser la transition 7s — np. L’excitation étant effectuée a partir d’atomes d’un
piége magnéto-optique dont la température est de 'ordre de 125 pK, I'élargissement Doppler
est tres faible, typiquement inférieur & 300 kHz pour la transition D2 du césium. De cette
fagon, il est possible de détecter spectroscopiquement la présence d’interactions extrémement
faibles.

La présent chapitre va traiter de la source atomique et des différents schémas d’excita-
tion considérés. Une analyse théorique fine sera effectuée en comparaison avec les résultats
expérimentaux concernant les différents schémas d’excitation, de maniére & bien analyser
leurs possibilités. Deux schémas d’excitation seront notamment présentés, le premier étant
un schéma combinant une excitation pulsée et une excitation continue et le second concernant
le schéma d’excitation continue & trois étages. Un dernier paragraphe montre les possibilités
de 'excitation Rydberg & haute résolution vers des états de grand nombre quantique principal
n, jusqu'a n ~ 300, permettant notamment une étude précise des bruits électromagnétiques.

2.2 Dispositif expérimental

Cette section est destinée & présenter les différentes composantes expérimentales. Nous
présentons tout d’abord briévement la source d’atomes froids, le piége magnéto-optique (PMO)
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de césium. Viennent ensuite les différents schémas d’excitation utilisés pour exciter les atomes
de Rydberg et la méthode de détection par ionisation par champ électrique. Un dernier point
décrit les problémes de polarisation des atomes de Rydberg en présence d’un champ électrique
statique.

2.2.1 La source atomique : le piége magnéto-optique de césium

Différents articles de revue peuvent étre consultés concernant le piégeage magnéto-
optique d’atomes neutres [Cohen-Tannoudji, 1992, Metcalf and van der Straten, 1994,
Metcalf and van der Straten, 2003|, nous n’en développons pas le principe dans ce ma-
nuscrit. Le montage du piége magnéto-optique de césium que nous utilisons a par
ailleurs été décrit en détails dans plusieurs théses réalisées au Laboratoire Aimé Cotton
[Comparat, 1999, Drag, 2000]. Nous rappelons simplement ses principales caractéristiques (cf
Fig. 2.1).

FIG. 2.1 — Représentation globale du dispositif expérimental. Nous avons représenté les éléments du piége
magnéto-optique (lasers de piégeage du PMO, bobines de champ magnétique), ainsi que les faisceaux lasers
d’excitation continue vers les états de Rydberg (laser Ti:Sa et une diode fonctionnant & 1470 nm). Le nuage
d’atomes piégés est entouré de deux grilles accélératrices percées de trous et laissant passer les faisceaux
horizontaux du piége. Un champ électrique peut étre appliqué entre les deux grilles avec une uniformité de
Pordre de 0.1%. Ce champ peut étre pulsé pour ioniser les atomes de Rydberg et accélérer les ions vers des
galettes microcanaux (MCP).

Le piége est chargé de maniére continue a partir d’'une vapeur de césium provenant du
dégazage d'une ampoule de césium liquide & 300K dans une enceinte dont le vide est de
I'ordre de ~ 10710 mbar.

6 faisceaux laser piéges polarisés circulairement utilisés pour le refroidissement et le pié-
geage totalisent une puissance de 40 mW et sont collimatés au niveau du PMO avec un waist
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d’environ 5 mm. Ces faisceaux sont issus d’une méme diode de puissance SDL 5422 H1. Celle-
ci est asservie sur la transition D2 du césium 6sy/9, F' = 4 — 6pg/o, F ' = 5 par injection
par une diode maitre, en l'occurrence une diode DBR SDL 5712 H1 asservie par absorp-
tion saturée!. Le laser repompeur est également une diode DBR, asservie sur la transition
6s1/2, F' = 3 — 6p3a, F’' = 4 (par absorption saturée). Les expériences de blocage dipolaire
nécessitent une grande stabilité de ’échantillon d’atomes refroidis et un soin particulier doit
étre apporté au montage.

Le gradient de champ magnétique est obtenu par deux bobines montées en configuration
anti-Helmoltz. Il est de 15 Gauss/cm dans la direction axiale (verticale) Z des bobines et deux
fois moindre dans les directions radiales X et Y. Les intensités des faisceaux sont adaptées
pour rétablir une quasi-sphéricité du piége.

Finalement, nous obtenons une distribution des atomes dans le piége proche d’une gaus-
sienne?, de taille a 1/1/e d’environ 300 ym, contenant environ 5 107 atomes soit une densité
moyenne ~ 4 10! at/cm™3 et une densité pic ~ 10! at/cm™3. Quant a la température, elle
est typiquement de 'ordre de la température Doppler ~ 125 uK.

2.2.2 Meéthodes d’excitations laser : aspects expérimentaux

Les différents schémas d’excitation laser que nous avons pu utiliser pour 'excitation vers
des états de Rydberg sont présentés dans cette section. Une excitation de type pulsée a été
utilisée dans un certain nombre d’expériences, notamment dans une expérience utilisant une
spectroscopie dite de "creusement spectral" (cf chapitre 5). Les fluctuations en intensité ou
la grande largeur spectrale du laser faisant qu’il n’est pas possible de résoudre spectralement
la structure fine des états Rydberg nd pour n > 40 rendent cependant ce type d’excitation
peu adaptée a l'analyse spectrale fine nécessaire a ’observation du blocage dipolaire. Dans
la perspective du blocage dipolaire, nous avons tout naturellement développé des techniques
d’excitation continue haute résolution. L’excitation laser continue peut s’effectuer a partir
d’un état peu excité, par exemple a partir de I'état 7s vers des états np dans le cas du cé-
sium, en utilisant les propriétés d’accordabilité et de stabilité trés intéressantes du laser Ti:Sa.
Cette approche, que nous avons choisie, nécessite a priori une excitation a deux étages vers
Iétat 7s, 6s — 6p — 7s, avec un laser & 1.47 pm que nous ne possédions pas au départ pour
effectuer la deuxiéme transition. Nous avons opté dans un premier temps pour une méthode
d’excitation différente, combinant une excitation laser pulsée et ’excitation laser continue
du laser Ti:Sa vers des états de Rydberg, que nous dénommons excitation pulsée-continue.
Par la suite nous avons développé le systéme d’excitation complétement continu aprés achat
d’une diode laser fonctionnant & 1.47 um. Nous reviendrons en détails sur ’excitation laser
au paragraphe 2.3, et discuterons notamment le choix de l’excitation continue par rapport
a la méthode d’excitation pulsée suivant les expériences. Dans les paragraphes suivants sont
présentés quelques caractéristiques expérimentales relatives & chacun des différents schémas
d’excitation. Un point particuliérement développé est I’asservissement de la diode laser réali-
sant la transition 6p — 7s.

2.2.2.1 Excitation pulsée

Nous avons décrit au paragraphe 1.3.4.2 le schéma d’excitation pulsée utilisé dans 1'expé-
rience [Mourachko et al., 1998| pour I'excitation d’atomes de Rydberg. Des lasers a colorant

!Nous verrons plus en détail cet asservissement au paragraphe 2.3.3.
2Nous ne disposons pas d’imagerie par absorption, nous nous référons a la mesure effectuée dans la thése
de notre prédécesseur [Laburthe Tolra, 2001].
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pulsés ont été utilisés historiquement au laboratoire Aimé Cotton pour I'excitation d’atomes de
Rydberg. La Coumarine 500 (bande de gain 480-540 nm) permet l’excitation du césium depuis
Iétat 6ps /o vers les états de Rydberg (typiquement n = 20 —oc). Le laser a colorant est pompé
par un laser impulsionnel Nd:YAG (longueur d’onde A=1064 nm, durée d’impulsion ~ 10 ns)
"triplé" & 355 nm et permet I'obtention d’impulsions d’énergie ~ 0—500 pJ. Le colorant DCM
(plage d’accordabilité 610-660 nm) pompé par la fréquence double du laser Nd:YAG (532 nm)
peut aussi étre utilisé pour réaliser une excitation a 2 photons a partir de I'état 6sy /5 vers des
états de Rydberg ns ou nd. Les lasers pulsés utilisés pour l'excitation d’atomes de Rydberg
au Laboratoire Aimé Cotton ont souvent présenté une bande spectrale large (~ quelques 3-10
GHz). Le spectre de ces lasers pulsés n’est pas en effet limité par transformée de Fourier.
Chaque impulsion est une superposition d'une dizaine de modes longitudinaux® dont Iinten-
sité relative fluctue coup a coup : le spectre résultant est donc trés large et peu stable, d’'une
largeur de 'ordre de 3 GHz pour le laser que nous avons utilisé. Mentionnons que pour éviter
ce probléme, il est possible de réaliser un laser pulsé monomode par amplification pulsée d’un
laser continu, comme cela a été utilisé dans 'expérience [Tong et al., 2004]. Un autre inconveé-
nient avec ces lasers peut résider dans les problémes de photoionisation. Pour les limiter, un
trés bon controle de ’émission spontanée amplifice* (ESA) est requis. La fluorescence crée en
effet un spectre continu dont les fréquences peuvent étre supérieures a la fréquence optique du
seuil d’ionisation. Malgré ces inconvénients, les excitations pulsées présentent l'intérét d’étre
rapides et efficaces. Un point que nous développons particuliérement au paragraphe 2.3.1 est
la possibilité de réaliser un transfert de population vers un état Rydberg indépendamment
des interactions dipole-dipdle entre atomes lorsque ’excitation est pulsée et donc de grande
largeur spectrale.

2.2.2.2 Excitation pulsée-continue

Un premier schéma d’excitation "quasi-continue" vers des états de Rydberg que nous
avons développé est une excitation en trois étapes (cf Fig. 2.2), dénommée excitation pulsée-
continue (PC) car elle combine en fait excitations pulsée et continue. Dans une premiére
étape, les atomes sont excités depuis I'état 6sy /o, F' = 4 vers I'état 7ps /5 avec un laser colorant
pulsé® (transition & 455,66 nm). Ils se desexcitent ensuite spontanément vers I’état hyperfin®
78172, F' = 4 a partir duquel ils peuvent étre excités vers des états de Rydberg np; /5 ou np3 /s
avec un laser solide Titane :Sapphire (Ti:Sa) dans la plage 770 — 800 nm. Ce laser Ti:Sa
présente de nombreux avantages pour cette excitation : grande accordabilité (plage de lasage
700 — 1000 nm avec seulement 3 changements de jeux d’optiques pour la cavité en anneau
Coherent Ring 899), grande stabilité, résolution spectrale meilleure que le MHz et puissances
accessibles élevées (0-1 W). L’analyse des taux d’excitation et des formes de raies est effectuée
dans la section 2.3.2. Nous verrons notamment que I'un des inconvénients majeurs de ce schéma
d’excitation est la photoionisation résonante a 2 photons via I'état 7pz/; par le laser pulsé.
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FI1G. 2.2 — Schéma d’excitation pulsée-continue. Une impulsion d’une durée de 10 ns et de quelques uJ excite
les atomes du PMO vers I'état 7p3,2. Ceux-ci se désexcitent ensuite spontanément vers I’état 7s; /2. Le temps

d’excitation par le laser Ti:Sa est limité par la durée de vie des niveaux 7p (~ 116 ns) et 7s (~ 56 ns).
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FI1G. 2.3 — Schéma d’excitation continue & trois couleurs : les lasers de piégeage réalisent la transition

6s1/2 — 6p3/2, ' = 5, une diode laser montée en cavité étnedue réalise la transition 6ps /e, ' =5 — 7s1/2, ' = 4
et enfin le laser Ti:Sa permet d’exciter les atomes dans un état de Rydberg np; /2 ou nps/s.
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2.2.2.3 Excitation continue

Afin de réaliser une spectroscopie plus fine, notamment sans les fluctuations de fréquence
du laser pulsé et sans présence de photoions, il a été décidé de développer une spectroscopie
completement continue des états de Rydberg. L'excitation directe depuis I'état 6s; /5 néces-
siterait 1'utilisation d’un laser UV, un peu difficile & mettre en oeuvre. Une possibilité est
I'utilisation d’une cavité de doublage pour un laser a colorant fonctionnant avec du colorant
DCM?. Ces lasers colorants sont cependant moins stables, a long terme notamment, que des
lasers solides. Nous avons choisi dans le cadre de cette thése de poursuivre 'excitation de-
puis 'état 7s avec le laser Ti:Sa, mais d’utiliser une diode laser asservie sur la transition
6p3/o, I = 5 < Tsy/9, F' = 4 (A = 1469.8918(3) nm) pour exciter les atomes dans I'état
7512, F' = 4 depuis I'état 6p3/o, ' = 5 (voir Fig. 2.3). Cette diode laser infrarouge (DL100
TOPTICA) est montée en cavité étendue et permet d’obtenir 20 mW de puissance avec une
largeur spectrale d’environ 100 kHz. La premiére excitation 6s,F' = 4 — 6pg/, F' = 5 est
quant a elle réalisée avec les lasers pieges du PMO. En régime de fonctionnement du PMO,
les lasers piéges sont décalés d’environ —3I' >~ —27 x 15 MHz par rapport a la transition ato-
mique 6s, F' = 4 — 6p3 /9, F' = 5, mais durant l'excitation, ce décalage est en général ramené
a ~ 21 x 10 MHz pour transférer une plus grande partie des atomes dans I'état 6p3/o.
L’analyse des formes de raie est effectuée au paragraphe 2.3.3 ot nous développons plus par-
ticuliérement un modéle de I'excitation.

2.2.2.4 Asservissement du laser réalisant la transition 6p — 7s

Toutes les diodes laser de notre montage sont asservies en utilisant des méthodes d’absorp-
tion par des vapeurs atomiques. Ce paragraphe est avant tout technique et destiné & décrire un
tel asservissement, celui de la diode laser fonctionnant a ~ 1,47um. Cette diode est asservie
suivant le schéma de fonctionnement 2.4. Dans ce schéma d’asservissement, une premiére
diode laser en cavité étendue est asservie sur la transition 6s — 6p3 /5 (~ 852.36 nm) sur I'un
des pics d’absorption saturée de la figure 2.5 obtenus aprés double passage dans une premiére
cellule contenant du césium. Dans le schéma d’absorption saturée, le premier passage permet
de pomper les atomes dans I'état 6s, F' = 4 — 6p3/, sans que la structure hyperfine du niveau
6p3/2 ne soit résolue en raison de l'effet Doppler : & 300 K, pour une transition wy donnée
du césium, la largeur spectrale du profil Doppler est d’environ 400 MHz car chaque atome
absorbe le faisceau laser pompe pour une fréquence laser différente, égale & wy — k.7 avec k
le vecteur d’onde de I'onde laser et @' la vitesse de I'atome. On définit par k.7 des classes de
vitesse d’atomes absorbant le faisceau laser a la méme fréquence. Le deuxiéme passage est
utilisé comme sonde : il existe certaines fréquences pour lesquelles la méme classe de vitesse
absorbe le faisceau pompe pour une transition 6s, F' = 4 — 6p3/q, F' " et le faisceau sonde
pour une transition 6s, F' = 4 — 6p3 o, I (F’=F" pour la classe de vitesse nulle, apparaissent
également les "crossover" CO 3-4, CO 3-5 et CO 4-5 pour lesquels F’ # F”); des pics de trans-
mission sont alors observés sur le profil d’absorption Doppler du faisceau sonde et utilisés pour
I’asservissement.

3Le filtrage spectral est réalisée au moyen de réseaux, 1 ou 2 dans une cavité laser a colorant de type Moya.

4Le faisceau laser issu de la cavité de type Moya est amplifié dans deux amplificateurs. L’émission spontanée
amplifiée provient de 'amplification de la fluorescence, dont une partie est issue de cette premiére cavité.

Le colorant utilisé est la Coumarine 450. La structure hyperfine de 1'état Tp3/2 n'est pas résolue par le
laser pulsé.

La structure hyperfine de 'état 7s1/2 est de 2.198 GHz [Gilbert et al., 1983]

"Le laboratoire vient de faire I’acquisition d’un laser & colorant continu (de la société Technoscan) pouvant
délivrer jusqu’a 1 W de puissance avec une résolution de 100 kHz.
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FIG. 2.4 — Montage expérimental de I'asservissement de la diode fonctionnant & 1470 nm sur la transition
6p3/2 < 75172 avec une technique d’absorption a deux couleurs. La photodiode P1 enregistre le signal d’ab-
sorption saturée du faisceau & 852 nm et la photodiode P2 enregistre le signal d’absorption simple du faisceau
laser sonde & 1470 nm.
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F1G. 2.5 — Spectres d’absorption saturée pour la diode de pompe et spectre d’absorption simple pour la sonde.
Le spectre d’absorption saturée fait apparaitre les pics de transmission aux fréquences 6s, F' = 4 — 6p3/2, I !
avec F’=3,4 ou 5. Apparaissent également les différents "crossover" CO 3-4, CO 3-5 et CO 4-5. Le spectre
d’absorption de la diode 1470 est obtenu lorsque la pompe (852 nm) est asservie sur le pic de transmission du
CO 4-5. Deux "‘pics"” d’absorption apparaissent, le plus important correspond a la transition 6ps/s, F' =5 <
7s,F = 4, Pautre a la transition 6p3 /o, F' =4 < 7s, F = 4.
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le spectre d’absorption en fonction de la fréquence de pompe est di a 'effet Doppler.
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F1G. 2.7 — Observation du doublet Autler-Townes. La fréquence de Rabi séparant les deux pics du doublet
est d’environ 46 MHz (courbe correspondant a l'intensité maximale sur la figure), en accord pour la transi-
tion 6p3/2,F' =5 < 7s,F = 4 avec le faisceau pompe de 1.3 mm de waist et de puissance 7 mW utilisé
expérimentalement.
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Cette premiére diode laser asservie sur une fréquence bien définie (largeur inférieure & 100
kHz) est envoyée dans une deuxiéme cellule de césium. Elle permet de pomper dans les états
6p3/2, F' avec F'=3, 4 ou 5 des atomes de classes de vitesses définies par J; = k' .¢ vérifiant
w; = wr—0; (wi=ws3, wg ou ws suivant les différentes transitions possibles 6s, F' = 4 — 6ps /25 F,

wy, est la fréquence du laser, K est le vecteur d’onde de onde laser dans cette deuxiéme cellule).

Une partie du faisceau de la diode de longueur d’onde 1470 nm (diode 1470), contra-
propageant et confondu avec le faisceau pompe (décrit précédemment) permet de sonder la
population transférée dans les différents états 6p3 /9, F' ’. La figure 2.6 présente ainsi les spectres
d’absorption du faisceau sonde pour différentes fréquences d’asservissement du faisceau pompe.
Le pic d’absorption le plus net est obtenu lorsque la pompe est asservie sur la transition
6s, F' =4 < 6p3/9, F' = 5 ou sur le crossover 4-5 (soit & ~ 125.5 MHz de la transition ws). Ce
pic d’absorption correspond alors a la fréquence d’absorption 6ps /o, F' "'=5 < 7s,F = 4. Si
la pompe est asservie sur une fréquence éloignée de ws ( w3 ou wy par exemple), le pompage
vers 6ps3 2, F’" = 5 est plus faible, d’autres pics d’absorption apparaissent, correspondant a la
présence d’atomes dans les état 6ps o, I = 3 et 6p3/o, [ = 4. On remarquera que la fréquence
du pic d’absorption de la transition 6p3 /o, F " =5« 7s, F' = 4 varie en fonction de la fréquence
de la diode de pompe : ceci est simplement dii au fait qu'une seule classe d’atomes est excitée
par la pompe dans 'é¢tat 6pz/o, F' " = 5 et que l'effet Doppler est différent pour le faisceau
pompe et pour le faisceau sonde dans la configuration utilisée ici®.

En définitive, nous asservissons la diode de pompe sur le CO 4-5 et la diode 1470 sur
le pic correspondant a la transition 6pg/s, F° "= 5 « Ts,F = 4. Pour exciter les atomes du
PMO dont la vitesse est quasi nulle, il est nécessaire de décaler la fréquence de la diode laser
de 72.8 MHz (donnés par la formule de la note 8). Figure 2.7, une analyse plus précise du
pic d’absorption est donnée en utilisant cette configuration en fonction de la puissance de la
diode pompe. A puissance faible, le profil d’absorption est plus ou moins lorentzien d’une
largeur de l'ordre de 8 MHz et limité par les largeurs naturelles des état 6pz/, et 7s, 5.2
et 2.8 MHz respectivement. Lorsque la puissance pompe augmente (transition 6s — 6ps3 /2),
le profil s’élargit puis apparait un doublet Autler Townes. L’apparition de ce doublet en
champ fort se comprend dans la vision de 'atome habillé par le champ électrique (voir par
exemple [Cohen-Tanoudji, 1977]). L’état avec un atome dans I’état 6s et n + 1 photons du
champ électrique |6s,n + 1) est couplé a l'état |6ps/o,n) avec l'atome dans I'état excité
et n photons du champ électrique (voir Fig. 2.8). Le couplage dipolaire électrique conduit
a deux nouveaux états propres |+) et |—), séparés d’'une énergie hQ) lorsque le laser est a
résonance (§2 est la fréquence de Rabi liée a la transition 6sy/p, F' = 4 — 6p3/o, I’ "'=5. Le
doublet apparait en "sondant" les états d’énergie |[+) et |—) avec un autre laser (transition
6p3/2,F’ =5 — 7s,F = 4) lorsque la puissance du laser pompe devient importante.
L’écartement du doublet Autler-Townes peut étre utilisé pour mesurer les waists des lasers au
niveau du PMO [Teo et al., 2002] : U'intensité laser est directement reliée a la puissance, au
waist et la fréquence de Rabi. Expérimentalement, seules des puissances faibles sont utilisées
pour l'asservissement. La stabilité obtenue est finalement meilleure que le MHz.

8Pour le laser pompe d’impulsion wp avec direction de propagation @ et le laser sonde de fréquence ws et
direction de propagation —, un atome de vitesse ¥’ excité vers 6ps 2, F' = 5 puis 7s, F = 4 (fréquence de

PR PR ’
transition wg) vérifie les relations ws = wp(l — %) et wg = ws(1 + £2), soit ws ~ wy + (ws — wp) X :—2
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F1a. 2.8 — Vision de 'atome habillé par le champ électromagnétique. (a) En présence d’un champ électrique
(décalage 0 par rapport a la transition atomique et fréquence de Rabi Q), les états [6s; 2,7+ 1) (n+1 photons)
et |6p3/2,n) (n photons) sont couplés. Les deux nouveaux états propres |+) et |—) sont séparés par une énergie
égale a hiv/62 + Q2. (b) Diagramme énergétique en présence du couplage par le champ de fréquence optique w.
La référence d’énergie est 'état & n photons |6s; 2, n) d’énergie E(6s1/2) + (n+ 3)w. A résonance (§ = 0), le
croisement entre les états |6s1/2,n + 1) et |6ps 0, n) est évité. Hors résonance, les états |+) et |—) convergent
vers les états non perturbés. Notamment, si les états |+) et |—) sont sondés avec la diode 1470, il est observé
un doublet a résonance (6 = 0), mais hors résonance, le niveau convergeant vers ’état [6ps/2,n) induit une
excitation en deux étapes & un photon vers I’état 7s alors que le niveau convergeant vers I'état [6sq/2,n + 1)
induit une transition a 2 photons.

2.2.3 Détection

Apres excitations d’états de Rydberg, par laser (éventuellement par microonde), la détec-
tion est effectuée par ionisation sélective par champ électrique, comme nous ’avons expliqué
dans la section 1.2.5.2 : une rampe de champ avec un temps de montée? de I'ordre de 1 ys est
appliquée entre les deux grilles entourant le PMO. Elle permet d’ioniser & des temps différents
des états |n,l) différents (voir Fig. 2.9). Suite & 'ionisation des atomes de Rydberg, les ions
sont accélérés par 'impulsion de champ électrique vers une paire de galettes microcanaux per-
mettant de convertir le signal ionique en un signal électronique et de amplifier (nous pouvons
également choisir de détecter les électrons). L'efficacité de détection d’un atome de Rydberg
est typiquement évaluée a 30%, principalement limitée par le rendement des galettes.

Le nombre d’ions est calibré en mesurant ’aire Ag de 'impulsion électronique correspon-
dant a larrivée d’un ion unique (le signal électronique d’aire A est relié au nombre d’ions N
par A = N x Ap). L’aire du signal est mesurée simplement par intégration du signal élec-
tronique aprés amplification (avec des portes d’intégration de la société Stanford Research
Systems). Un ion unique donne un signal distribué sur une plage importante de valeurs. Cette
calibration est précise a un facteur deux prés. Ce facteur doit étre pris en compte dans les
valeurs de densités atomiques que nous mentionnons.

2.2.4 Controle de la polarisation

Pendant l’excitation, un champ électrique statique peut étre appliqué entre deux grilles
entourant le PMO, séparées 'une de 'autre par une distance égale a 1.575 c¢m. Ce champ

9L’impulsion d’ionisation est précédée d’une légére oscillation d’amplitude nous imposant de 'appliquer 700
ns au plus tot aprés I'excitation.
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FIG. 2.9 — Illustration de la détection d’atomes de Rydberg par ionisation sélective en niveaux d’énergie.
Une rampe de champ électrique ionise & des délais variables différents états de Rydberg. Nous superposons
par exemple les spectres de temps de vol pour une excitation des états 25s ou 24s pour une méme impulsion
de champ électrique : il est possible de les distinguer.

électrique peut étre utilisé notamment pour polariser les atomes de Rydberg dans un état
|m;| donné.

Il est alors possible d’exciter individuellement I’état |m;| = 1/2 lorsque la polarisation du
laser d’excitation est parfaitement linéaire paralléle & la direction du champ électrique que
I’on applique. La figure 2.10 compare 1'excitation pour différents champs électriques pour une
direction de la polarisation du laser Ti:Sa linéaire paralléle a ’axe du champ électrique statique
(a) ou perpendiculaire (b) dans le cas de I'excitation continue (la fréquence balayée est celle
du laser Ti:Sa). En (a), seul I'état 75pg /o, [m;| = 1/2 est excité. La chute de l'excitation de
'état 75p3 /2, |m;| = 1/2 en fonction du champ électrique est principalement due au blocage
dipolaire comme nous le verrons au chapitre 4. En (b), 'excitation des états 70ps /o, |m;| = 1/2
et T0p3 /o, |mj| = 3/2 est possible. Les deux états se séparent pour un champ de I'ordre de
0.15 V/cm. Les positions expérimentales des deux niveaux sont reportées sur la Fig. 2.10 (c).
On comprend a la lumiére de ces deux exemples que pour analyser proprement l'excitation en
fonction du champ électrique, il est nécessaire de n’exciter qu'un seul de ces deux états. Cela
suppose un controéle trés propre de la direction des champs électromagnétiques.

La présence du gradient de champ magnétique aurait pu étre légérement dommageable en
champ électrique nul car dans une partie des expériences, le champ magnétique n’est pas coupé
(le champ magnétique n’est pas coupé dans I’étude sur le blocage dipolaire pour éviter des
effets de surtension perturbant I'ensemble des autres alimentations électriques). Cependant,
I’élargissement dii a I'effet Zeeman est inférieur & 300 kHz au niveau de la zone d’excitation car
les faisceaux sont relativement focalisés dans ces expériences et il est donc peu probable que
cela ait un effet. En effet, la présence du gradient du champ magnétique (en général coupé) ne
peut induire qu'une trés faible levée de dégénérescence des sous-niveaux Zeeman : un gradient
de champ de l'ordre de 15 G/cm produit une inhomogénéité de champ d’environ 0.15 G pour
une région d’excitation de I'ordre de 100 um au centre du PMO. L’hamiltonien Zeeman est en
premiére approximation le méme quel que soit le niveau d’énergie. Un bon ordre de grandeur
des élargissements de raie attendus est donné par le double du déplacement maximum des
niveaux d’énergie obtenu en considérant uniquement l'effet Zeeman comme linéaire (calculé
lorsque I’énergie d’interaction avec le champ magnétique est beaucoup plus faible que le cou-
plage hyperfin, ce qui n’est a priori pas le cas pour les états de Rydberg), soit ~ 2x 1 MHz/G
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F1Gc. 2.10 — (a) Spectres de l'état 75ps,2,|m;| = 1/2 pour différents champs électriques. L’interpréta-
tion de la chute d’excitation sera abordée au chapitre 4. (b) Spectres des états 70pso,|m;| = 1/2 et
75p3/2,|mj| = 3/2 pour différents champs électriques. La polarisation du laser Ti:Sa est perpendiculaire
a Paxe du champ électrique. (c) Fréquences de résonance relevées expérimentalement pour les transitions
7s, F'=4 — T0p3/2,|m;| =1/2 et 7s, F =4 — T0p3/2, |m;| = 3/2.

pour les états nps /o [Steck, 2004]. Des champs parasites externes peuvent également perturber
I'excitation. La compensation des champs magnétiques est ajustée proprement pour assurer
un quasi zéro de champ magnétique au centre du PMO.

L’autre point a surveiller pour exciter une seule composante de polarisation atomique est la
qualité du champ électrique appliqué. En pratique, le cumul des bruits sur chacune des tensions
appliquées (champ statique de polarisation, champ d’ionisation pulsé) est réduit a moins de
1 mV/em. Ceci permet d’éviter un élargissement des raies d’excitation. Un autre probléme
pourrait provenir de 'utilisation de grilles métalliques et non de plaques métalliques pour
appliquer le champ électrique. Cependant, I'inhomogénéité calculée est inférieure a 0.1%. Des
inhomogénéités pourraient étre induites par la présence des galettes micro-canaux : cependant,
une troisiéme grille (non présentée sur le schéma 2.1) a la masse permet de les isoler du PMO.
Il reste néanmoins un champ parasite relativement constant de ’ordre de 12.5 mV/cm (dont
lorigine est difficile & déterminer). Pour 1’étude d’états trés excités qui ont de trés grandes
polarisabilités, cela peut s’avérer génant. Ainsi, pour n = 120, ce champ induit une chute de
Iexcitation de I'ordre de 15% (dans le modeéle définie au paragraphe 1.3.2.1, ce champ parasite
correspond & un couplage tanf2=1 pour n = 120. Pour n = 156, ce champ correspond &
tan #2=91!). Il est trés important de caractériser et compenser correctement ce champ électrique
parasite pour parvenir & fixer correctement la direction et la valeur du champ qu’on souhaite
effectivement appliquer. Ceci est effectué par excitation d’états de nombre quantique principal
extrémement élevé (voir paragraphe 2.4.2).

Nous vérifions la bonne définition de la polarisation sur un spectre de temps de vol obtenu
aprés excitation des atomes dans I'état 30ps/o. Les seuils d’ionisation des états |m; = 1/2| et
|m; = 3/2| étant légérement distincts, il est possible de les dissocier sur le spectre de temps
de vol présenté Fig. 2.11. On vérifie qu’en champ nul, I'excitation de I'état |m; = 3/2| ne
correspond qu'a ~ 5% du signal : I'axe défini par les polarisations linéaires et paralléles de la
diode laser et du laser Ti:Sa est bien ’axe de quantification. L’excitation en champ électrique,
avec un choix de polarisation colinéaire & ’axe de ce champ permet ’excitation sélective de
I'état |m; = 1/2|. La polarisation du laser Ti:Sa n’étant pas parfaite, il demeure en général un
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Fia. 2.11 — (a) Spectres de temps vol : le signal électronique correspondant au signal d’ions est affiché
en fonction du temps d’arrivée sur les galettes micro-canaux. Les spectres sont obtenus aprés excitation des
atomes de Rydberg dans I’état 30p3,» dans 3 conditions différentes. Excitation de 'état m; = 1/2 4 3.2 V/cm,
excitation de I'état m; = 3/2 &4 3.2 V/cm (la fréquence de résonance du laser Ti:Sa est différente dans les deux
cas), excitation en champ nul des deux composantes m; = 1/2 et m; = 3/2. La polarisation du laser Ti:Sa
est linéaire, lexcitation de I’état m; = 3/2 demeure donc résiduelle. Le seuil d’ionisation est plus élevé pour
létat m; = 3/2, le temps d’arrivée du signal correspondant est différé, et il est possible de le distinguer de
létat m; = 1/2. Il y a un peu plus d’excitation résiduelle de 'état m; = 3/2 en champ nul (moins d’un facteur
2). Deux raisons peuvent &tre invoquées pour cela, la présence des gradients de champ magnétique, mais plus
probablement la présence de champs électriques parasites dans une direction non souhaitée.

résidu d’excitation de 'état |m; = 3/2| inférieur & 5% (environ 3% sur le spectre présenté Fig.
2.23). Nous utilisons en effet une lame demi-onde centrée a 780 nm pour changer la direction
de la polarisation de l'onde laser alors que la longueur d’onde du laser Ti:Sa peut varier de
794.879 nm (état 23p3/9) jusqu’a 776.946 nm (seuil d’ionisation).

2.2.5 Conclusion

Les aspects d’excitation et de controle de l’excitation vers des états de Rydberg sont
les caractéristiques principales des montages expérimentaux qui ont été utilisés et doivent
étre bien maitrisés. Ils sont étudiés théoriquement dans la section suivante. D’autres schémas
d’excitation continue plus simples donc mieux controlables expérimentalement seront sans
doute développés a ’avenir, avec une excitation a 2 couleurs par exemple. La détermination des
nombres d’atomes excités par technique de temps vol est relativement valide mais pourrait étre
améliorée par 'utilisation de détecteurs mieux calibrés. Une imagerie par absorption pourrait
étre utile a I'avenir pour déterminer de maniéere absolue la taille des nuages d’atomes et donc
plus précisément les densités atomiques.

2.3 Analyse théorique de différents schémas d’excitation laser
et comparaison avec ’expérience

Les différents schémas d’excitation laser sont caractérisés dans cette section au moyen des
équations de Bloch optique. Nous tentons d’obtenir numériquement des taux d’excitation en
accord avec l'expérience et discutons les différentes approximations, le principal probléme ré-
sultant du grand nombre de niveaux a inclure dans la description de I'excitation. Ces résultats
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seront utiles au chapitre 4 pour quantifier I'effet du blocage dipolaire. Pour sonder les inter-
actions entre atomes excités dans un niveau Rydberg, les différentes excitations doivent étre
courtes, ne serait-ce qu’en raison de la durée de vie finie des niveaux de Rydberg. Le premier
paragraphe est simplement dédié & analyser I'effet d’une excitation pulsée ou de courte durée.
Les deux autres paragraphes sont des analyses des excitations pulsée-continue et continue.

2.3.1 Rappel concernant ’excitation laser pulsée

Les excitations pulsées présentent 'intérét d’étre rapides et efficaces. Une excitation large
bande permet une excitation de tous les atomes indépendamment des interactions entre les
différents atomes. Dans des expériences comme celle de [Mourachko et al., 1998], les réactions
de transfert ont lieu aprés l'excitation et peuvent donc étre étudiées indépendamment
de l'excitation. En ce sens, on peut parler d’excitation diabiatique ou soudaine, puisque
I’excitation ne "suit" pas temporellement les états propres du systéme.

Exemple de I’excitation pulsée a résonance de Forster

Afin de bien comprendre la particularité d’une excitation pulsée donc large spectralement,
approfondissons I’exemple de I'excitation d’atomes depuis I’état |6p3 /2> vers des états de Ryd-
berg |r) = [nps/s), & résonance de Forster, comme dans I'expérience [Mourachko et al., 1998]
(nous supposons pour simplifier dans cette section que l'impulsion laser est limitée par
transformée de Fourier). Rappelons que cette excitation est autorisée en champ électrique
grace au couplage Stark des états |nps9) et |(n — 1)ds/9). Pour simplifier, nous supposons
qu'un des atomes est déja dans 1’état Rydberg, de sorte que 1’état propre de départ est
1) = %(]6p3/2>]r>+ [7)[6p3/2)) (voir Fig. 2.12). L'interaction dipole-dipole induit un couplage
entre les états Wp = |nps ), nps/2) et Vss = %ﬂns, (n+1)s) + |(n + 1)s,ns)) conduisant
aux 2 nouveaux états propres [2) = |—) et |3) = |+). L’état du systéme W¥(¢) en présence du
champ laser s’écrit :

(W (t)) = b1(t)[1) + ba(£)|2) 4 b3(2)[3) (2.1)

1w

II‘I‘IIIIII |_>
2de
2 16p,,) NP + NP 6Py

LN

16P3/2) [6P32)

F1G. 2.12 — Schéma d’excitation pulsée d’une paire d’atomes interagissant via I’interaction dipole-dipole &
résonance de Forster. L’excitation s’effectue depuis 1'é¢tat 6ps/, vers un état nps/o en champ électrique, avec
un laser pulsé fonctionnant & environ 510 nm.

Dans une approche perturbative, en supposant une excitation relativement faible, les co-
efficients ba(t) et bs(t) sont donnés par :
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t(wi1—w)t
bi(t) = _igg (2.2)
2 Wi — W
o w;1 avec 1=2 ou 3, sont les fréquences de Bohr du systéme, w la fréquence
optique laser et ) la fréquence de Rabi de lexcitation laser 6pg o) — |r). Il est
SuUPposé w31 — wo1 = 2wqq. Nous négligeons la largeur naturelle des états dans ce

modeéle.

Soit, finalement, en supposant I'excitation laser parfaitement résonante avec la transition
|6p3/2) — |r) de fréquence wy (nous avons alors (w31 — wp) = —(w21 — wo) = waq dans ce cas),
les populations transférées dans les états Wp et Wgg aprés une impulsion de durée T' sont de
la forme :

(WP @ (D) = I%(bg(T) +by(T)? = QT (2.3)
[(Wss|T(T))* = I%(bs(T) = b2 (1))]* = S1(QT) x (wag T)I? (2.4)

N =

ot il est supposé 1)T >> wyy.

Le transfert d’excitation vers les états ns et (n + 1)s peut étre négligé dans ce cas. La

condition 1/T >> wgq est simplement une condition d’excitation large bande. L’état d’exci-
tation au départ est I’état |¥p), superposition cohérente des états |+) et |—).
Cet exemple se généralise a une excitation d’un ensemble d’atomes interagissant via l'inter-
action dipdle-dipodle. L’interaction dipdle-dipéle étant une interaction & relativement longue
portée, il en résulte de nombreux couplages dans un nuage atomique. Lorsque la distribu-
tion des atomes est stochastique, la distribution des niveaux d’énergie s’apparente alors & une
bande de niveaux assez complexe (cf. paragraphe 1.3.4.2). L’excitation pulsée se préte bien a
un transfert de population indépendant de ces interactions et de la distribution des niveaux
d’énergie.

Possibilités d’utilisation d’une excitation pulsée

Apres excitation pulsée, des transitions micro-ondes vers d’autres états dans lesquels les
atomes n’interagissent pas peuvent étre utilisées pour sonder cette distribution des niveaux
dans l'état Rydberg de départ [Afrousheh et al., 2004, Li et al., 2005]. L’excitation est alors
monochromatique et longue et ne couple donc qu’un petit nombre de niveaux. La mise en
évidence des bandes de niveaux & un lien évident avec le blocage dipolaire. Il nous a semblé
intéressant de les analyser avec une spectroscopie laser'?. Cette analyse est introduite au
paragraphe 2.3.2 et présentée plus en détail au chapitre 5.

La mise en évidence du blocage dipolaire de l'excitation (excitation du premier atome
mais pas du deuxiéme dans le schéma 2.12 par exemple) nécessite en elle-méme une excitation
haute-résolution, monomode et continue. L’utilisation de la microonde est possible et consiste
a d’abord exciter par laser les atomes dans un état dans lequel ils interagissent peu (ce qui,
nous le verrons, n’est pas évident), puis a réaliser une transition microonde vers un état
dans lequel ils interagissent fortement. L’ utilisation d’un laser pulsé est possible mais certains

0Un systéme microonde a également été développé. Il permet de réaliser des transitions de 12 et 100 GHz
entre états de Rydberg voisins, ces transitions étant en général trés efficaces en raison des forts moments
dipolaires de transition entre niveaux de Rydberg voisins. La limitation basse a 12 GHz est due a la présence
des grilles permettant d’appliquer un champ électrique statique séparées d’une distance d=1,575 cm.
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inconvénients de l'excitation devrait étre trés bien contrélés. Un inconvénient d’une premiére
excitation pulsée est que des paires d’atomes trés proches peuvent étre excitées. Les atomes
de telles paires interagissent beaucoup et peuvent acquérir une grande mobilité sous l'effet
de forces, par exemple dipolaires (voir la section 1.3.2.3 pour une introduction aux forces
dipolaires) et par exemple collisionner. D’autres inconvénients, déja discutés au paragraphe
2.2.2.1, sont les fluctuations de fréquence pour un laser trés large bande mais aussi la présence
de photoions susceptibles d’élargir les raies par effet Stark (1’élargissement spectral des raies
en raison d’une distribution inhomogéne d’ions est abordé au paragraphe suivant).

L’utilisation de lasers continus pour étudier le blocage dipolaire est plus simple car plus
directe. Nous analysons plus loin les deux schémas d’excitation laser développés a cet effet, la
méthode d’excitation pulsée-continue ayant été développée la premiére, avant ’acquisition de
la diode laser fonctionnant & 1.47 pm.

2.3.2 Caractérisation de I’excitation pulsée-continue

Nous revenons dans ce paragraphe sur le schéma d’excitation pulsée-continue (cf Fig. 2.2),
combinant une premiére excitation pulsée vers 'état 7p3 o, permettant de peupler I'état 7s
par désexcitation spontanée, puis une impulsion vers des états Rydberg nps/, avec le laser
continu Ti:Sa.

Plusieurs points sont a remarquer dans ce schéma d’excitation. Les durées de vie des états
7s et Tp sont courtes, respectivement 56 ns et 116 ns, conduisant a une chute rapide de la
population de I’état 7s en ’absence du laser Ti:Sa, en moins de 300 ns. D’autre part, le rapport
de branchement du niveau 7pgz/; vers le niveau 7sy/p, F' = 4 est limitée a 30 % car il est en
effet nécessaire de prendre en compte la désexcitation spontanée vers tous les états possibles :
681/2, 781/2(F =3), 5d3/2 et 5d5/2.

En I'absence du laser Ti:Sa, la population prs transférée dans 'état 7sy/o, F' = 4 depuis
I'état Tp3 o s’exprime par :

il

— T prp(0) (e — et 2.5
Fo— pp(0) ( ) (2:5)

Pis (t) =
ot p7p(0) est la population initialement excitée dans l'état Tps /o par le laser pulsé.
Yip €t y7s sont les tauz de désexcitation spontanée des états Tpso et 781/, F' = 4.
71 est le tauzx de transfert depuis l'état Tpz o vers Uétat Tsy o, F' = 4.

En supposant que 50% des atomes du PMO sont portés dans 1’état 7p par 'excitation
pulsée (excitation saturée), 15% des atomes du PMO peuvent finalement étre transférés dans
létat 7sy /o, F' = 4.

Le laser Ti:Sa couple I'é¢tat 7sy 9, F' = 4 vers les états Rydberg np. Comme on va le voir,
la puissance du laser Ti:Sa est suffisante pour permettre une excitation efficace vers les états
de Rydberg, malgré les temps de vie courts des états 7s et Tpso.

2.3.2.1 Analyse et simplification du systéme

Considérons le systéme des équations de Bloch décrivant I'évolution temporelle de la ma-
trice densité pour un atome a 2 niveaux 1 = |7s) et 2 = |r), dans 'approximation du champ
tournant :
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. AQTiSa *

pi1 = 11p7p(t) — Y7sp11 + i 5 (P12 — pi2) (2.6)
) Qi «

p22 = —i 21 2(p12 = Pla) = VrydP22 (2.7)
i . Qs

pi2 = —%012 —1i0p12 + 1 T22 £(p11 — p22) (2.8)

prp(t) = prp(0)e 7! (2.9)

ot Q7isq est la fréquence de Rabi de la transition effectuée par le laser Ti:Sa,
0 = w — wa est le décalage de la fréquence du laser w par rapport & la fréquence
de Bohr de la transition. Le taux de relazation de I’état rydberg ~,yq peut étre
largement négligé par rapport a celut de l’état 7s.

La détermination exacte de la fréquence de Rabi Qp;5, peut poser quelques problémes
dans la mesure ot il est normalement nécessaire de prendre en compte tous les états Rydberg
[nps e, F',mf). Nous reprenons ici certains résultats établis dans [Steck, 2004].

Abordons le probléme en champ électrique nul, avec une polarisation linéaire du laser
Ti:Sa. Dans ce cas'!, la fréquence de Rabi associée & la transition F,mp — F”, m/p est

E
QpmpsFrm, = —%(Fmp\e ol F'mlp) (2.10)
avec e la valeur absolue de la charge d’un électron, ¢ = 0, soit rq = Z et K
Uamplitude du champ électrique.

Il est intéressant de remarquer que dans la limite d’un faible couplage, la probabilité
d’absorption B d’un photon d’un état |7sy /o, F' = 4, mp) vers I'état [nps /) est la somme des
probabilités d’excitation vers chacun des états [npg/o, F', m} = mp) :

B(7s19, F =4,mp)) o< > |Qpgpspr, [ < Y [(Fmple ro| F'mp)|? (2.11)
FI

F'mpi=mp

Cette somme suppose un régime de champ faible qui ne sera pas toujours vérifié. Elle suppose d’autre part
que l'écart d’énergie entre les différents niveaux |F’,mp) est trés faible en comparaison de la résolution de
Pexcitation. Cette hypothése est valide car, comme nous allons le voir, la résolution est principalement limitée
par la durée de vie du niveau 7s impliquant un élargissement de I'ordre de 2.8 MHz ainsi que par la durée
de lexcitation (3 MHz pour 300 ns d’excitation) et I’écart de structure hyperfine est inférieur au MHz pour
des états np tels que n > 23. D’autre part, la présence du gradient de champ magnétique (en général coupé)
ne peut induire qu’une trés faible levée de dégénérescence des sous-niveaux Zeeman : un gradient de champ
de Vordre de 15 G/cm produit une inhomogénéité de champ d’environ 0.15 G pour une région d’excitation de
Pordre de 100 pm au centre du PMO. L’écart d’énergie attendu ici serait d’au plus 300 kHz (cf paragraphe
2.2.4).

Chacun des éléments de matrice dipolaire [(Fmp|e 79| F'mp)| peut étre exprimé en fonc-
tion des éléments de matrice dipolaire réduits |(J||r||J’)|, des coefficients de Clebsch-Gordan

"De maniére générale, Phamiltonien d’interaction avec le champ laser dans 'approximation dipolaire élec-
trique W = — ﬁ.E peut s’exprimer en fonction des composantes standards pour le moment dipolaire [ : (o =
Wz ot = Fua £ my)%), et de méme pour le vecteur champ électrique. Soit : —7.E = Dg—0.41 (1) ugEq.
Cette description est bien adaptée au probléme des polarisations circulaires. Pour une polarisation linéaire

dirigée suivant z, ’expression devient simplement — ﬁ.E = —eZFE.
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(Fmp|F'1mp0) et des symboles de Wigner 6j :

/!
(Fmp|er0|F’mF>:(J||r||J’>(—1)F+J+I+1\/(2F’—|—1)(2J—|—1){ A }}(FmF|F’1mFO>
(2.12)
. " , JoJ1” , 2 1
Du fait de la propriété ) (2F" +1)(2J + 1) 1 2 9 [(Fmp|F'Imp0)|* = 3, le

coefficient d’absorption B peut s’exprimer en fonction d’un moment dipolaire effectif :

1 1
(egs| = 11T = 51T, Tllrl g2, ') (213)

Ainsi, le coefficient d’absorption de la transition |7s; /o, F' = 4,mp) vers |nps ;) est le méme
quel que soit 'état [7s /9, F' =4, mp).
Nous nous raménerons ainsi & un systéme a 2 niveaux'?, [j = 1/2,m; = 1/2) et |j/ =

1/2 ou 3/2,m; = 1/2) et on prendra en premiére approximation'? :
E
|Qisal = |7 degy| (2.15)

Les résultats du modele & 2 niveaux (systéme d’équations (2.9)) sont présentés figures 2.13,
2.14 et 2.15 dans le cas d'un laser focalisé avec un waist wr;s, = 300 pm sur le PMO de rayon
caractéristique 300 pm. La figure 2.14 représente temporellement la probabilité d’excitation
résonante dans I'état Rydberg 23p3/; pour deux puissances du laser Ti:Sa, P=40 mW et 10

mW. Nous faisons le calcul seulement pour une intensité "moyennée" 4 Loy = WQL (soit 14
TiSa

128i nous nous contentions de considérer une transition du type |7s1/2,m;) vers un état de Rydberg
|nps /2, m;j), le moment dipolaire de la transition serait donné par :

d = (jm;|j"1m;0){J||r[|.J") (2.14)

11 se trouve que dans les cas qui nous intéressent, avec j = 1/2,m; = +1/2 et dans I'état excité j' = 1/2,m; =
£1/2 ou j' = 3/2,m, = £1/2, on obtient (jmy|j'lm;0) = £/} et respectivement (jm,|j'1m;0) = /3 :
ceci correspond exactement a lexpression (2.13) que nous avons établie en prenant en compte la structure
hyperfine.

13Cette expression n’est pas valable en régime de fort couplage : dans ce cas ’approche perturbative (2.11) ne
donne pas un couplage avec le champ identique quelque soit ’état excité. Plus exactement, le taux d’émission
stimulée est B'(|F',m’z)) o< |{F'mp|e ro|Fmpr = mp:)|? et il faut tenir compte des sous-niveaux Zeeman du
niveau 7s (et des possibilités de redistribution de population dans les sous-niveaux).

141 intensité moyenne est une moyenne sur l'intensité recue par tous les atomes ayant été excités dans ’état
Rydberg. Rigoureusement, elle doit étre évaluée par l'intégrale :

P G G Y
ey [ nrya(7)dr?

ol nyyq(T) est la densité atomique en 7. Nous prenons en premiére approximation n,yq(7) o< nzp (7)1 (7), ou
n7p(7) est la densité d’atomes excités dans I’état 7p et I(7) est l'intensité du laser, se propageant dans une
direction définie (d’ou le choix des coordonnées cylindriques). Si nous supposons le laser d’excitation vers 1’état
Tp excitant de fagon homogene les atomes du PMO pour simplifier (grande extension spatiale devant la taille
du PMO), la taille caractéristique du nuage d’atomes dans I’état 7p est donnée par opor. L'intensité moyenne
est alors donnée par :

(2.16)

P (0%isa + hior) (2.17)

I’mo -
Y 4 2 2
TO T, 9TiSa 2
TiSa (—2% + 03/07)
avec P la puissance totale du faisceau laser et orisa = L5 sa taille caractéristique. Si opor est trés petit,
les atomes voient principalement l'intensité maximale du faisceau gaussien WWQ.ZP . Si au contraire opror est
T

iSa
trés grand (par rapport & orise), la densité des atomes dans 1’état 7p a Pendroit de excitation est quasi
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F1G. 2.13 — Probabilité d’excitation dans I'état 23ps,» en fonction du temps pour deux puissances différentes
du laser Ti:Sa.
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F1G. 2.14 — Probabilité d’excitation dans 1'état 23ps,2 en fonction de la fréquence du laser Ti:Sa & 3 temps
d’excitation différents. La puissance du laser est fixée ici & 10 mW.
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F1G. 2.15 — Probabilité d’excitation dans 'état 23p3 /2 aprés 300 ns d’excitation, pour 3 puissances du laser
Ti:Sa différentes.

W /cm? pour une puissance de 40 mW). La proportion d’atomes excités atteint rapidement un
maximum aprés 200 —400 ns, puis décroit pour deux raisons. D’une part, la faible durée de vie
de I’état 7p (116 ns) ne permet un peuplement de 1’état 7s que pendant un temps court. D’autre
part, aprés un cycle Rabi d’excitation avec le laser Ti:Sa, la population retourne dans I’état 7s
et elle est perdue par émission spontanée (principalement) en raison de la faible durée de vie de
cet état (56 ns). Expérimentalement, nous retrouvons un maximum de population transférée
aprés un temps d’environ 300 ns pour 100 mW d’excitation, soit une puissance un peu plus
élevée. Cette 1égére différence peut trouver son origine dans la simplification du systéme mais
aussi par le fait que nous utilisons les moments dipolaires calculés dans ’approximation de
Coulomb, dont nous avons vu qu’elle n’est forcément qu’approchée pour des transitions dont
un des états est fortement lié.

Spectralement, le couplage avec le laser est beaucoup plus fort & résonance, entrainant,
avec une excitation au-dela de 300 ns, une diminution de population plus rapide & résonance
que hors résonance (voir figure 2.14). Nous voyons ainsi apparaitre un trou de dépompage au
centre de la raie. Pour 300 ns d’excitation (voir Fig. 2.15), a faible puissance, le spectre est
lorentzien, de largeur spectrale ~ 4.5 MHz'®. Lorsque nous augmentons la puissance, nous
voyons apparaitre un élargissement en puissance des raies parallélement au phénoméne de
dépompage. Par exemple, pour une puissance de 200 mW, la fréquence de Rabi est déja de
lordre de 6 MHz (& comparer a la largeur naturelle de ’état 7s) et explique que nous obtenions
expérimentalement 10 MHz de largeur spectrale.

constante, 'intensité moyenne est donnée par m}f . Toutes nos expériences se rangent plus ou moins dans
TiSa

ce dernier cas. Dans I’étude présente, Imoy = % F_~_LF
TYTiSa TYTiSa

5Nous sommes a priori inférieurs 4 la somme de la largeur naturelle de I'état 7s (y7s/27 = 2.8 Mhz) et de
la limitation par transformée de Fourier ~ 3 MHz. Nous avons vérifié que ceci est une conséquence de la durée
finie de I’état 7p.
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2.3.2.2 Etude expérimentale des formes de raie

Les largeurs spectrales que nous obtenons expérimentalement sont en général supérieures
a 6 MHz (voir Fig. 2.16). Différentes raisons peuvent expliquer ce résultat. La mesure de
longueur d’onde était effectuée avec un lambdameétre Angtrom WS-8 (société ASUS High
Fimlase) d'une précision relative 1-2 MHz!. De plus, nous avons travaillé assez souvent &
intensités élevées. Enfin, la présence d’ions parasites perturbe beaucoup la prise de spectres
dans ce schéma d’excitation.

D A
ElOn. ............................... . __| .
L] L]
np . .
. -
L] L]
Laser Ti:Sa . .
@ 774-795 nm . .
7p3/2 n [ ]
t=116 ns
7s
t=56.5 ns
Laser pulsé
colorant
@ 455.8 nm
6s

FI1G. 2.16 — Schéma d’excitation pulsée-continue faisant apparaitre deux voies possibles de photoionisation :
ionisation & 2 photons depuis ’état 6s avec le laser colorant pulsé et ionisation directe & un photon avec le
laser Ti:Sa.

Ces ions ont deux provenances (cf. Fig. 2.16) : ils peuvent provenir d’une excitation a 2
photons depuis I'état 6s avec le laser pulsé, ou méme provenir d’une ionisation par le laser Ti:Sa
des atomes excités dans ’état 7p. L'efficacité d’ionisation avec le laser pulsé est plus grande en
raison des grandes puissances mises en jeu, on obtient jusqu’a 600 ions/uJ. Ces ions créent un
champ électrique inhomogéne déplacant les niveaux d’énergie de chacun des atomes par effet
Stark. L’excitation d’un grand nombre d’atomes conduit a un élargissement inhomogéne des
raies spectrales, pouvant atteindre plusieurs centaines de MHz et décale la position des raies
en champ électrique externe nul (cf. Fig. 2.17 pour I'état 37p3/5). On comprend le décalage
en champ électrique a partir de la courbe (expérimentale) des déplacements Stark, présentée
Fig. 2.18 pour le niveau 33p3/,, trés similaire a celle qu'on pourrait obtenir pour le niveau
37p3/2, & un facteur d’échelle pres. En champ électrique nul, l'effet Stark est quadratique, le
déplacement d’énergie AFE dia au champ parasite inhomogéne AF ne s’effectue que dans un
sens, vers le "rouge" de la transition 7s — 37pg/y : AE = —%(AF)Q. Le centre de la raie
est donc décalé. En présence d’un champ électrique faible Fy le déplacement Stark dit & un
champ inhomogéne AF est AE «x FyAF. Lorsque le champ électrique externe Fj supposé
positif est relativement élevé, l'effet Stark devient linéaire et le déplacement Stark da au

16(est une vérification expérimentale, ce lambdameétre a une précision absolue de 1'ordre de 30 MHz



Chap 2 - Excitation laser haute résolution d’un gaz d’atomes de Rydberg froids
92

champ parasite (AE o« Fp) est beaucoup plus élevé qu’en champ externe nul (cf. Fig. 2.18).
Pour une distribution d’ions & symétrie sphérique, le champ électrique parasite est également
a symeétrie sphérique!”. Les atomes voient un champ dont ’amplitude varie dans l'intervalle
[Fo — |AF|, Fy + |AF|], avec |AF|, Pamplitude maximale du champ créé par la distribution
d’ions. L’élargissement des raies est donc proportionnel & 'amplitude "moyenne" du champ
parasite |AF,,| : AE « 2|AF,,| en champ relativement élevé. Une étude plus exhaustive sera
proposée au paragraphe 3. Notamment, 1’explication avancée ci-dessus devrait tenir compte
de la dynamique des charges pendant ’excitation.

Il est possible d’atténuer le laser pulsé (6s — 7p) tout en maintenant une excitation
relativement efficace dans 1’état 7p et obtenir le résultat de la figure 2.19 avec des largeurs
spectrales proches de celles attendues sans la présence des ions. L’ionisation par le laser Ti:Sa
n’est vraiment génante que pour des états de n élevés trés sensibles aux champs électriques.
Nous présentons une étude systématique de l'influence des ions au chapitre 3. Il apparaitra
que seulement quelques ions peuvent perturber suffisamment les spectres pour empécher la
caractérisation d’éventuels effets d’interactions du type dipole-dipole. On voit d’ores et déja
que ces ions ont un effet similaire au blocage dipolaire de 'excitation puisqu’ils peuvent étre
responsables d’une suppression drastique de ’excitation : aux centres des raies sur la figure
2.17, la probabilité d’excitation diminue d’un facteur 10 lorsque la puissance du laser pulsé
passe de 5.1 uJ & 17 pJ. Une différence importante entre l'effet joué par la présence d’ions
(formés de maniére non résonante avec I'excitation d’atomes de Rydberg) et l'effet du blocage
dipolaire qu’on étudiera au chapitre 4 est que les ions entrainent un fort élargissement des
raies.

100000

—— Puissance pulsé : 17 pJ
800004 | — Puissance pulsé : 7,5 pJ

Puissance pulsé : 5,1 pJ
—— Puissance pulsé : <2 yJ

60000

40000

20000

Nombre d'atomes de Rydberg

04
-200 -175 -150 -125 -100 75 50 25 0 25
Décalage en fréquence du laser Ti : Sa (MHz)

FI1G. 2.17 — Spectres de 'état 37p3/2 en champ nul pour plusieurs puissances du laser pulsé et une puissance
du laser Ti:Sa fixée a 120 mW. Les raies sont élargies du coté rouge en raison de la présence de photoions.

Une maniére plus élégante de réaliser une spectroscopie avec trés peu d’ions est d’utiliser
le trou de dépompage apparaissant aprés un temps plus long d’expérience (cf Fig. 2.14). On
voit par exemple sur la figure 2.20, ott nous excitons I'état 23p3/, pendant 300 ns (soit aux
temps courts) en présence d'un champ électrique externe élevé (126 V/cm), une raie trés large,
~ 100 MHz, caractéristique d’une présence importante d’ions aux temps courts. Sous l'effet
du champ électrique externe, les ions sont accélérés en dehors du PMO apres 400-500 ns et ne
créent plus de champ électrique parasite aux temps longs. Aprés ce délai, il n’y plus non plus
d’atomes dans 1’état 7p et donc plus d’ionisation par le laser Ti:Sa. On comprend dés lors que

17 Ceci est valable si le champ électrique est évalué dans une approche de champ moyen
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F1G. 2.18 — Déplacement Stark expérimental du niveau 33p; /2. Ce déplacement est quadratique a champ
faible et devient linéaire trés rapidement. Une distribution d’ions crée une charge d’espace et donc un champ
inhomogeéne d’amplitude |AF|. L’élargissement des raies correspondant est ~ |AE].
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F1G. 2.19 — Spectres de I'état 37ps,2 en champ électrique nul, pour une trés faible puissance du laser pulsé
(0.25 pJ) et différentes puissances du laser Ti:Sa : 15, 37 et 120 mW. Les largeurs des raies sont fines,
respectivement 5.5 MHz, 7 et 10 MHz, probablement un peu élargies par puissance (elles sont ajustées par des
lorentziennes). Le nombre d’ions est trop faible pour étre significatif en champ nul.
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F1G. 2.20 — Spectres d’excitation de I'état 23ps /o pour un champ électrique égal & 130 V/cm, une puissance
du laser Ti:Sa égale a ~ 200 mW et différents temps d’excitation At;. Aprés un temps At de lordre de 1
us, le trou de dépompage apparait, beaucoup plus fin que la raie d’excitation car les ions ont été accélérés en
dehors de la zone d’excitation.

hors résonance, si I'excitation d’atomes est permise par la présence d’'un champ parasite créé
par les ions, le couplage avec le laser n’est que temporaire du fait de la dynamique des ions.
Rapidement, le laser est hors résonance pour la transition atomique et le dépompage est alors
trés peu efficace. Ce dépompage est en revanche observé de maniére efficace a la résonance;
c’est pourquoi il apparait un trou de dépompage comme observé sur la figure 2.20, de largeur
beaucoup plus fine que la largeur de la raie d’excitation. L’étude des largeurs et positions des
trous de dépompage constitue ce que nous avons appelé une "spectroscopie par creusement
spectral". Nous en présentons une étude systématique et son utilisation a résonance de Forster
au chapitre 5, dans une configuration d’utilisation cependant différente & celle-ci.

Cette excitation mélant laser pulsé et laser continu a montré ses limites & cause des nom-
breux problémes de formations d’ions. Elle nous a permis cependant de cerner le role et
I'importance de ces problémes pour une caractérisation claire du blocage dipolaire.

2.3.3 Excitation laser continue

Nous présentons maintenant la méthode d’excitation continue (cf Fig. 2.3) ayant permis de
dépasser ces problémes d’ions mais aussi, comme nous avons pu le soulever au paragraphe 2.2.2,
les problémes de fluctuations de fréquence du laser pulsé. La méthode d’excitation continue
utilise un schéma d’excitation a 3 couleurs : une premiére transition 6sy /o, F' =4 — 6p3/9, ' =
5 est effectuée avec les lasers du PMO, la deuxieme transition 6pse, ' = 5 — 7sy /9, F = 4
utilise une diode fonctionnant & 1470 nm (diode 1470) et la derniére transition 7sy 9, F' =
4 — np3 /o est réalisée par le laser Ti:Sa. Cette méthode d’excitation de haute résolution a été
utilisée pour la démonstration du blocage dipolaire de ’excitation. Une analyse approfondie
du systéme & 4 niveaux est proposée dans cette section. Les problémes de saturation laser de
I’excitation et d’effet Autler-Townes sont étudiés attentivement.

2.3.3.1 Modéle décrivant ’excitation a trois couleurs

L’évolution temporelle de la matrice densité du systéme p est donnée par 1’équation pilote
(voir par exemple [G. S. Agarwal, 1974|, chap. 15). De maniére générale, elle peut étre mise
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sous la forme :
dp 1

1

=——H,p|—=(pl'+Tp)+ M 2.18
o = = 5L +Tp) + Mpps (2.18)
Le commutateur [H, p] décrit I’évolution du systéme et notamment le couplage avec les diffé-
rents champs électriques en I’absence d’émission spontanée. En présence d’émission spontanée,
il est nécessaire de tenir compte de la durée de vie de chacun des niveaux. Le taux de relaxation
radiatif d’un état j vers un état i est donné par la formule établie au paragraphe 1.2.4 :

462’dij 20.13-
Vi = T 3pa = (2.19)

ot wj; est la fréquence reliant les 2 états i et j, et d;j est I’élément de matrice
dipolaire de transition entre ces 2 états.

Il en résulte deux termes dans 'équation (2.18). Le premier terme —3(pI' 4+ I'p) caractérise
proprement dit la relaxation des cohérences et des populations : chaque élément diagonal de
la matrice I' (T';; = Zk BL<E; ki) donne la durée de vie du niveau i. Mpgg est une matrice
diagonale décrivant le peuplement par émission spontanée d'un niveau ¢ par un niveau k
(Ex > E;), soit Mpgsij = 0ij )y g, > 5, YikPkk-

Pratiquement, nous passons en représentation d’interaction et appliquons I’approximation
du champ tournant. Pour un systéme en échelons et pour deux états ¢ et j "reliés" optiquement
(comme sur la Fig. 2.3), nous avons : p;; = p}jezz’ﬁi’(j—l)”*’“t, ou wp i est la fréquence
optique du laser réalisant la transition k& < (k + 1) entre le niveau k et le niveau (k+1).
AVES (Zk:i,(jq) wr k) — (wj —w;) est le désaccord entre la somme des fréquences laser par
rapport a la transition i < j.

Les éléments de matrice p;; de la matrice densité p vérifient alors I’équation suivante :

o dpg A 077 1 .
82(] > Z) 5;] = —ZAZ‘jpij + Z%(pii — pjj) — E(F” + Fjj)pij + Kij (2.20)
Lo dp Qg , . .
si(j = 1) gtm =1 Z(Tm(ﬂik — pki)) — Liipii + MpEs,ii (2.21)
k

ot Q;; est la fréquence de Rabi relative a une transition i < j couplée par un
laser (elle est nulle sinon). Nous n’exprimons pas ici les éléments de matrice K;;
décrivant les "couplages" entre cohérences.

2.3.3.2 Simplification du systéme

Quatre états apparaissent'® sur le schéma d’excitation 2.3 (ceux couplés par laser) : les états
6s1/0, F = 4, Op3 /o, F' = 5, Tsy/9, F' = 4 et I'état Rydbeg nps/5. Nous négligeons I’émission
spontanée de ’état Rydberg. Le modéle qui sera établi ne décrit que de maniére imparfaite le
systéme notamment parce que de nombreux états ne sont pas pris en compte, les sous-niveaux

811 n’est en principe pas possible de négliger les états 6p1/2, F' = 3 ou 4 et 6ps,o, F' = 3 ou 4 (peuplés par
émission spontanée depuis 'état 7sy/9, F' = 4) et 6s1/9, F' = 3 (peuplé par ’émission spontanée de I’état 7s
aprés transit par les états 6p). Cependant, le laser repompeur permet de repomper les atomes efficacement
vers Iétat 6512, F' = 4. En premiére approximation, nous introduisons artificiellement un terme de relaxation
directement depuis 1'état 7sy /o, F' = 4 vers I'état 6s1,2, I’ = 4 égal & 0.39 x I'7s sachant que le taux d’émission
spontanée de I’état 7sy /o, ' = 4 vers I’état 6ps/o, F' = 5 est 0.61 X I'zs.
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Zeeman par exemple. Le paragraphe suivant tente de caractériser de maniére approchée les
différentes transitions.

Suivons le méme raisonnement qu’au paragraphe 2.3.1 ot nous avons établi une fréquence
de Rabi effective pour la transition 7syo, I’ = 4 < npz/y (formule (2.15)). De méme, la
transition 6s;/9, F' = 4 < 0p3p, F' = 5 fait intervenir toute la dégénérescence des sous-
niveaux Zeeman. Cependant, nous supposerons que la lumiére des faisceaux piéges utilisés
pour cette transition est dépolarisée!?. D’aprés ([Steck, 2004]), tous les niveaux F,mpg ont la
méme probabilité d’absorption, la transition peut la aussi étre décrite avec un systéme & deux
niveaux dont le dipole effectif de transition est donné par :

1
ers 2 = SSem |17 2 0.2
N / J J 1 , )
ou SFF’ = (2F +1)(2J+1) F, F oI soit SFF’ = ]_1/18 pour F:4 et F’=5.

Le cas de la transition 6ps /9, F' =5 <> 7sy /9, F' = 4 est plus délicat. La diode laser a 1470
nm est en effet polarisée linéairement selon ’axe de quantification qu’est le champ électrique
externe appliqué entre les grilles. Nous branchons la diode laser 2 us avant le laser Ti:Sa, la
population dans I'état 7sy /o, F' = 4 atteint donc rapidement un état stationnaire (la durée de
vie des cohérences est de 40 ns). Il est certain que les sous-niveaux Zeeman 7s; /9, F' = 4, mp
subissent une redistribution. Sont reportés dans le tableau suivant les carrés des coefficients
de Clebsch-Gordan (6p3 /o, F' = 5, mp|7sy 9, ' = 4,mp) :

B 0 1 2 3 | 4
[(6p3/2, F = 5, mp|Ts1/2, F = 4,mp)|* || 0.55 | 0.563 | 0.46 | 0,36 | 0,19

Dans le cas d’un faible couplage, la transition [6ps/, F' = 5,mp = 0) < [Tsy)9, F =
4, mp = 0) est du méme ordre de grandeur que les transitions avec mp égal a [1| ou |
mais presque trois fois plus intense que la transition [6ps/o, F' = 5, mp = +4) < |Tsy)9, F =
4,mp = £4). Les états |6p3/9, ' = 5,mp = £5) ne sont méme pas couplés.

N

Il apparait assez difficile d’obtenir un résultat quantitatif précis sans modéliser le systéme
complet. [Gao, 1993] a montré que la transition 6sy /5, F' = 4 < 6p3/y, F' = 5 reli¢e par un
champ électrique polarisé linéairement est équivalente en régime stationnaire & un systéme a
deux niveaux couplés par un champ électrique dont la fréquence de Rabi est /g, (2F + 1)|Q0],
avec g, o 0.047 (facteur géométrique dépendant seulement des valeurs de F et F') et Qo =

ESppi(J|ler||J! e g e . ) o L
—w avec Spps pour le cas étudié ici. La population dans I’état excité est distribuée

¥Les six faisceaux deux a deux contrapropageants sont polarisés o+ ou o— et sont optiquement deux 2

deux de méme polarisation : polarisation circulaire droite dans les directions radiales par rapport aux bobines
et circulaire gauche dans l’axe. Chaque doublet de faisceaux contrapropageants avec la méme polarisation
forme une onde de polarisation linéaire, dont la direction tourne de maniére hélicoidale autour de la direction
de propagation. Les 6 faisceaux forment ainsi un réseau complexe et tridimensionnel d’intensité. L’intensité
percue par tous les atomes du PMO est trés inhomogéne, comprise entre 0 et 6 X Iy, ou Iy est 'intensité d’un
seul des faisceaux. Nous ne tenons compte que de la valeur moyenne suivant les trois polarisations m, o+ et
o—, ceci est évidemment problématique pour prendre en compte les effets multiphotoniques.
En projetant sur ’axe de quantification défini par la direction du champ électrique statique et les grilles, on
trouve par exemple que l'intensité suivant la polarisation linéaire 7 peut varier entre 0 et 41y et qu’elle est en
moyenne(spatiale) égale & Ip. En moyenne, 'intensité est répartie a parts égales suivant les trois polarisations
m, 0+ et o—. En pratique, nous supposons que la lumiére des faisceaux piéges est dépolarisée. Cela évidem-
ment peut étre problématique dans notre modéle car la répartition de l'intensité lumineuse totale suivant les
différentes polarisations varie spatialement (de fagon importante) et l'efficacité d’excitation varie aussi suivant
chacune des polarisations.
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de fagon prépondérante dans 'état mpr = 0 a I'état stationnaire. Il conviendrait dans notre
cas de réaliser une telle analyse.

Nous supposerons cependant?’ que la transition |6ps 2, B = 5) < |Tsy)9, F' = 4) peut
étre assimilée & un systéme a deux niveaux avec un couplage dont la fréquence de Rabi est
Q70 = 0.58%7"%,> (la fréquence de Rabi est 0.74%7"%,> = pour la transition la plus
brillante [6p3 /o, F' = 5,mp = 0) < [Ts1/9, F' = 4,mp = 0)).

2.3.3.3 Analyse des formes de raie expérimentales

Expérimentalement, les 6 lasers du PMO totalisent une puissance de 40 mW et sont collima-
tés au niveau du PMO avec un waist de 5 mm. Nous considérons une intensité totale moyenne
égale a 31y ~ 50 mW /cm? (l'intensité est considérée comme répartie a parts égales suivant cha-
cune des polarisations m, o+ et 0—, comme il a été précisé dans la note 19. Nous négligeons en
particulier les inhomogénéités importantes d’intensités et de polarisation.), bien plus que 'in-
tensité de saturation?! qui est de ~ 2.7 mW /cm?. Il apparait alors un doublet Autler-Townes,
les deux pics du doublet étant séparés d'une fréquence €.r¢ ~ 20 MHz, ce qui correspond a
I'observation expérimentale (voir Fig. 2.21). Cependant, expérimentalement, le doublet observé
est asymétrique, avec une prépondérance du pic décalé vers le bleu de la transition. Ceci est
déja été discuté dans les articles |[Picque and Pinard, 1976, McClean and Swain, 1977| dans le
cas du sodium. L’asymétrie est due a la présence des autres états de structure fine et notam-
ment dans notre cas a la présence de I'état |6p3 12, B = 4). Nous simulons le comportement
asymétrique du doublet en présence de cet état, ’asymétrie calculée n’est que de I'ordre de
5% (les niveaux |6ps/o, F' = 4) et |6ps3/9, F' = 5) sont distants de 250 MHz) et n’explique pas
totalement notre observation. Comme cela est déja mentionné dans [Picque and Pinard, 1976,
une description totale du pompage optique s’avérerait nécessaire. Notamment dans notre cas,
la fréquence est décalée linéairement depuis la fréquence de piégeage & —3I' de la transition
vers la fréquence désirée pendant un temps de 'ordre de 20 us. Si nous décalons la fréquence

20Nous supposons que les sous-niveaux Zeeman sont peuplés de maniére équiprobable : nous prenons alors
un coefficient d’absorption d’Einstein B proportionnel 8 moyenne des carrés des différents coefficients de
Clebsch-Gordan, en considérant aussi que les états |6pz 2, F' = 5,mr = £5) peuplés dans le PMO sont des
états noirs pour la diode 1470. Cette valeur, Q1470 = 0.58%THFI>7 est trés proche de la valeur trouvée par
[Gao, 1993] pour la transition 6syo, F' = 4 < 6p3/2,F’ = 5. Rigoureusement, ’hypothése d’une répartition
de la population équiprobable entre les sous-niveaux Zeeman implique que le coefficient d’émission stimulé B’
depuis 'état 7s; 2, F' = 4 est légérement différent, 4 un facteur 22}5,% prés, cependant proche de 1. Nous n’en
tenons pas compte.
En présence d’un fort gradient de champ magnétique, il faut choisir le champ magnétique local comme axe de
quantification : les atomes cycleraient principalement suivant I'une des deux transitions (6s1/2, F' = 4,mr =
+4[6ps/2, F' =5, mp = £5)(c’est en effet de loin la transition la plus probable [Bleton, 1996, Steck, 2004]). Si
le gradient est coupé juste avant l’excitation, en prenant I’axe de quantification suivant ’axe de polarisation des
autres lasers et du champ électrique, les atomes se répartissent géométriquement dans le PMO suivant toutes
les valeurs possibles de mp (mr = +4 lorsque les deux axes coincident, & savoir celui du champ magnétique
local avant la coupure du gradient et celui du champ électrique). Ceci n’est pas le cas, la coupure du champ
a lieu longtemps (1-2 ms) avant l'excitation pour permettre la stabilisation du courant dans les bobines, les
atomes sont alors dépolarisés par les lasers du PMO.
Dans une partie des expériences, le champ magnétique n’est pas coupé mais les faisceaux lasers sont trés
focalisés au niveau du PMO (gradient de champ quasi-nul, I’élargissement des raies attendu par effet Zeeman
~ 300 kHz (cf. section 2.3.2) est négligeable et les lasers définissent 'axe de quantification, comme cela sera

confirmé expérimentalement).
2171 5 A . P . . . .. 660F3P3/2h2
L’intensité de saturation en régime stationnaire a pour expression, pour cette transition : Isq¢ = —=
eff
ot on a défini deyy par la formule (2.22) et I'gp, , est la durée de vie de I'état 6ps/o.
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des lasers du piége vers le bleu de la transition, la fréquence traverse la résonance. Auquel cas
deux phénomeénes interviennent : d’une part, le pompage vers 1'état |6p3 2, B = 5) augmente,
passant de 25% en régime de fonctionnement normal du PMO & quasiment 50% & résonance
et d’autre part la probabilité d’excitation non désirée vers I'état |6ps o, F' = 4) diminue. Le
meilleur compromis semble étre obtenu pour un décalage vers le bleu d’environ 8-10 MHz que
nous avons utilisé dans un certains nombre d’expériences que nous discutons par la suite.
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F1G. 2.21 — Spectres d’excitation Rydberg (25p3,2) en fonction de la fréquence de la diode 1470. La fréquence
du laser Ti:Sa est résonnante avec la transiton 7s, ' = 4 <— nps/y. Les lasers du PMO sont décalés en
fréquence par rapport a la transition 6ps/o, FF'=5«—7s, F=4de 1.5 xT', 0 xI"et 1.5 xI" (I' ~ 27 x 5.2
MHz est le taux d’émission spontanée du niveau 6ps/2).

L’asymétrie d’amplitude des pics s’accompagne également d’un élargissement assez "anormal"
des raies. L’étude de cet élargissement devrait prendre en compte le décalage différent des pics
du doublet en fonction de la polarisation des atomes et surtout des inhomogénéités d’intensités
du laser piége [Picque and Pinard, 1976]. Cet élargissement par le premier étage ne nous est
pas dommageable, nous ne I'observons pas sur les spectres d’excitation Rydberg dans la mesure
ou usuellement la fréquence balayée est celle du laser Ti:Sa alors que la fréquence de la diode
1470 est maintenue fixe. Cet élargissement induit potentiellement une efficacité d’excitation
vers 1’état Rydberg non optimale.

Alors que pour sonder le doublet Autler-Townes sur I'état 6p3/9, la puissance de la diode
1470 était choisie trés faible, elle est en général d’environ 1.1 pW et le faisceau est focalisé avec
un waist de 105 pm sur le PMO, ce qui conduit & une intensité moyenne?? de 3.1 mW /cm?,
de I'ordre de l'intensité de saturation??(égale a 2.7 mW /cm? pour la transition considérée). La
troisiéme étape de l’excitation est réalisée avec le laser Ti:Sa. Celui-ci est focalisé sur le PMO
avec un waist de 70pm. Temporellement, 'excitation atteint trés rapidement un état station-
naire. La figure 2.22 présente deux régimes d’excitation différents : un régime sous-critique
lorsque la fréquence de Rabi associée a la transition 7s — npg/o est faible par rapport a la

#2Nous définissons I’intensité moyenne par la formule (2.17)
23L’intensité de saturation est donnée en régime stationnaire, avec un taux de chargement constant de I’état
7s par ’expression :
ceoh® (Trs + F6p3/2)r7s

2
2dpr 1 4

Isat =

(2.23)

F757"/756p3/2
1“"’1’3/2
ot on a définit dcsy dans le paragraphe précédent pour la transition [6ps e, F' = 5) < [7s1/2, F' = 4), V7s6p3,2

est le taux d’émission spontanée de I'état 7s vers 'é¢tat 6ps3 /.
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durée des cohérences de cette transition (exactement Qr;s, < 775/2) et un régime oscillant
quand elle devient plus importante. De telles oscillations ne pourraient étre observées expé-
rimentalement en raison de I'inhomogénéité des faisceaux gaussiens utilisés (inhomogénéités
spatiales du champ laser). Il est cependant préférable dans notre cas de nous placer dans le
régime d’excitation sous-critique et donc incohérente. 300 ns est en général la durée des excita-
tions que nous avons pratiquées, elle permet une excitation efficace pour I’ensemble des états
avec la plage de puissances utilisées pour le faisceau du laser Ti:Sa (typiquement 0-200 mW).
Nous présentons sur la Fig. 2.23 un spectre Rydberg typique obtenu pour I'état 36ps /o, avec
une durée d’excitation de 300 ns et une puissance du laser Ti:Sa de 4 mW. Un champ électrique
faible est appliqué ici, il permet de lever la dégénérescence des deux sous-niveaux magnétiques
Im;| = 1/2 et |m;| = 3/2. Lleffet Autler-Townes sur le premier étage de I'excitation est

0.025
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0.015 1

0.010 1

Puissance du ti:Sa

Taux de transfert
depuis I'état fondamental 6s

——7 mW : Régime sous-critique

0.005 —— 20 mW: Régime oscillant

0.000

0 100 200 300 400 500 600
Temps d'excitation (ns)

F1G. 2.22 — Comparaison de I’évolution temporelle théorique de I’excitation pour ’état 36ps3/2, |m;| = 1/2
pour deux puissances différentes du laser Ti:Sa.

responsable d’excitations parasites & deux ou trois photons. L’explication pour ’observation
de telles excitations est donnée sur la Fig. 2.24. Des excitations multiphotoniques (2) et (3)
vers I'état de Rydberg sont rendues possibles pour certaines fréquences du laser Ti:Sa, via les
deux états du doublet |+) et |—). Si le décalage § des lasers du PMO est positif (décalage vers
le bleu de la transition piégeante), (2) est assimilée & une excitation biphotonique alors que
(3) est assimilée & une excitation a 3 photons. Si la fréquence des lasers piéges est légérement
plus décalée vers le bleu, & ~ 10 MHz de la transition 6sy/9, F' = 4 — 6p3/o, F' = 5, la raie
obtenue est déja beaucoup plus symétrique, le décalage du niveau |—) devient négligeable :
I'état 38p3/o excité en champ nul est présenté Fig. 2.26 dans les conditions que nous utilisons
pour la plupart des expériences concernant le blocage dipolaire. Finalement, en raison de I’ef-
fet Autler-Townes, si la diode 1470 est résonante avec la transition a 1 photon 7s — npg/s, il
n’est pas possible de transférer plus de 1 & 5% de la population du PMO dans I’état Rydberg
sans élargissement par puissance.

Une analyse approfondie des formes de raie est proposée sur la Fig. 2.25 (a). Nous y
relevons qu’un ajustement direct des formes de raie avec le modéle complet d’excitation (2.18)
ne donne pas les bonnes amplitudes d’excitations multiphoniques. Il faut en effet prendre
en compte deux phénoménes, les inhomogénéités d’intensité des lasers piéges et surtout la
cohérence des lasers. Notamment, l'excitation & 3 photons est une excitation trés résonante
et trés sensible aux dérives de phase des lasers. Sur la Fig. 2.25 (b), il est montré que la
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F1G. 2.23 — Spectre Rydberg de I'état 36ps2,|m;| = 1/2, avec une durée d’excitation de 300 ns et une
puissance du laser Ti:Sa de 4 mW. Le décalage des lasers du PMO est de 8 MHz vers le bleu. La diode 1470
est résonante. On voit apparaitre les raies d’excitation parasite & deux et trois photons (cf Fig. 2.24 pour
I'explication) ainsi que I'état 36ps /2, |m;| = 3/2.

diffusion de phase est responsable d’une chute drastique de l'excitation & 3 photons. Sa prise
en compte permet d’obtenir un bien meilleur ajustement des formes de raie expérimentales.
L’effet le plus important provient de la largeur spectrale de la diode laser DBR maitre, Af ~ 3
MHz, soit un temps de cohérence 7¢ = Fif ~ 100 ns. Ceci conduit & un déphasage de 'onde
lumineuse au cours du temps A®(7) = ®(¢t + 7) — ®(t) dont la variance est (A®?(7)) ~ -
moyennant une hypothése de distribution de bruit blanc de fréquence?* [Chardonnet, 1994,
Aspect, 2005|. L'"ajustement" des raies expérimentales indique une largeur spectrale de la
diode laser DBR légérement plus faible, plutét de 'ordre du MHz. Ceci n’est pas impossible
car les données constructeur sont relativement imprécises concernant la largeur spectrale de
cette diode et surtout les conditions de mesure de cette largeur. Nous n’avons pas considéré ici
les inhomogénéités d’intensités les laser piéges, et notamment le fait que les 6 faisceaux forment
un réseau complexe et tridimensionnel d’intensité ( voir note 19) . Ce réseau tridimensionnel
d’intensité pourrait méme se déplacer légérement durant I’excitation en raison de la diffusion
de phase de la diode laser DBR. Comme nous le verrons dans les paragraphes suivants, la
transition a deux photons est moins atténuée que la transition a 3 photons (la diode 1470 et
le laser Ti:Sa ont une meilleure cohérence).

2.3.3.4 Saturation par puissance

Afin de mieux comprendre les éventuels problémes de saturation de 'excitation, ramenons
le systéme & un systéme & deux niveaux. Autrement dit, nous reprenons le systéme d’équations
(2.9) développé au paragraphe 2.3.2. Cependant, le niveau 7s n’est plus peuplé via le niveau 7p
mais nous introduisons un taux de chargement A par I’état 6p. Cette approche est valide dans
la mesure oul ce taux de chargement est relativement faible en raison de I'effet Autler-Townes
sur ’état 6p. On peut donc réaliser une approximation de faible couplage entre 1'état 6p et

24La variable intéressante est la fréquence f(t) = = ¢(t). L’hypothése d’un bruit blanc de fréquence est une

27
hypothése courante pour les semiconducteurs.
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F1a. 2.24 — (gauche) Rappel du schéma d’excitation & 3 couleurs. Le décalage & des lasers du PMO en régime
de fonctionnement normal est de 'ordre de —15 MHz. Durant la phase d’excitation, il est en général ramené a
8—10 MHz. (droite) En raison de leffet Autler-Townes, la transition 6p3/2 — 7s est dédoublée : les positions du
doublet Autler-Townes se retrouvent aisément par ’approche de I'atome habillé, les états habillés sont les états
|[+) et |—). Lorsque le décalage § augmente, 'un des pics du doublet se rapproche de la position résonante et
décroit rapidement alors que l'autre s’en éloigne mais reste important (voir le schéma 2.8 pour la justification).
Le premier pic correspond alors & une double étape d’excitation & un photon vers I'état 7s, 6s — 6pz/2 — 7s,
alors que le deuxiéme correspond a une excitation a deux photons vers 1’état 7s, 6s — 7s. La diode 1470 choisie
en général en résonance avec la transition 6ps;,o — 7s n’est pas résonante avec les transitions |[+) — 7s et
|—) — 7s. De ce fait, des voies d’excitation multiphotoniques (2) et (3) sont rendues non négligeables. (2) sera
assimilée a une excitation a deux photons depuis I'état |—), (3) sera assimilée & une excitation a trois photons
depuis I'état 6s. La voie d’excitation (1) a un photon est en général celle qui nous intéresse. Sa position est
fixe par rapport & la puissance et la fréquence des lasers des deux premiers étages.
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F1G. 2.25 — Ajustement théorique du spectre Rydberg de I'état 36p3,2, |m;| = 1/2 présenté Fig. 2.23. (a) :
Spectre expérimental auquel on superpose le résultat du modeéle complet d’excitation (2.18). Le seule paramétre
ajusté est 'amplitude du pic dans la mesure oll nous ne connaissons qu’approximativement densité et nombre
d’atomes. En toute rigueur, une intégration sur tout le volume gaussien d’excitation doit étre effectuée. Il
serait cependant extrémement compliqué de tenir compte des inhomogénéités d’intensité des lasers du PMO.
Le modéle n’utilise ici comme paramétres que des intensités moyennes. Les excitations multiphotoniques et
surtout 'excitation & 3 photons apparaissent de maniére trop marquée. Il existe deux raisons & cela. D’une part,
les inhomogénéités d’intensités dans le PMO induisent une fréquence de résonance du laser Ti:Sa variable pour
Pexcitation a 3 photons (effet Autler-Townes variable). Les inhomogénéités dues & une excitation gaussienne
doivent étre prises en compte. D’autre part, les lasers ne sont pas totalement cohérents durant le temps
d’excitation : la variance de la phase du champ électrique varie suivant I'expression (A®?(1)) ~ — Nous
analysons l'influence de la cohérence sur les figures (b) et (c). (b) : modéle d’excitation prenant en compte cette
variation de phase aléatoire pour le premier étage d’excitation notamment. Le temps de cohérence des lasers du
PMO est supposé égal a 300 ns. Celle des autres lasers est supposée grande devant le temps d’excitation mais
petite devant la période d’acquisition : exploration en fréquence coup sur coup (& chaque nouvelle période
de Pacquisition) est supposée étre de ordre de 400 kHz pour la diode 1470 et 200 kHz pour le laser Ti:Sa.
Le spectre est échantillonné sur 250 points. Une diminution drastique de l’excitation a 3 photons apparait.
Cependant, quelques points marquant une excitation encore trop cohérente sont présents. Nous n’avons en effet
supposé une variation aléatoire de la phase que sur un nombre discret d’intervalles de temps, en 'occurrence 7.
(¢) Superposition du spectre expérimental (a) et du spectre théorique (b) (auquel nous avons retiré quelques
points "trop" cohérents). L’accord est meilleur. La perte de cohérence devrait étre prise en compte de maniére
continue (bruit "blanc") et sur tous les niveaux d’excitation pour trouver un meilleur résultat. Ceci n’est
cependant pas l'objet du travail que nous avons effectué. L’excitation & 3 photons semble étre aussi possible
pour des fréquences légérement plus élevées que ce qu’on observe expérimentalement, nous attribuons ceci a
I'inhomogénéité d’intensité des lasers piéges.
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FI1G. 2.26 — Spectre Rydberg de 1’état 38p3/2 en champ nul, avec une durée d’excitation de 300 ns et une
puissance du laser Ti:Sa de 8 mW. Le décalage des lasers du PMO est de 10 MHz vers le bleu. La diode 1470
est résonante. On ne voit que faiblement apparaitre les raies d’excitation parasite a deux et trois photons.

'état 7s par la diode 1470 : la population dans le réservoir varie faiblement?®. La population
transférée dans 'état 7s en régime stationnaire est A /775, de méme que la population transférée
dans 'é¢tat de Rydberg (on considére une durée de vie quasi-infinie pour 'état de Rydberg),
quel que soit le décalage de la fréquence du laser Ti:Sa par rapport a la transition 7s — np. Ce
résultat peut sembler surprenant mais la durée de vie quasi infinie de ’état Rydberg ne limite
pas le temps nécessaire & I'excitation et il est toujours possible de transférer un maximum de
population dans 1’état Rydberg. Le régime stationnaire s’établit aprés un temps qui dépend
de lefficacité de I'excitation, i.e. du décalage de la fréquence du laser Ti:Sa, de la durée de vie
de I'état 7s et de la fréquence de Rabi associée a la transition 7s — np.

En réalisant une autre approximation du type adiabatique, explicitement dans le systéme
2.9 nous supposons yrs >> i, et y7s >> § ol J est le décalage du laser Ti:Sa, on obtient
I’expression simple :

A _t
pryalt) = (1 - %) (2.24)
Vs
ot le temps caractéristique T d’établissement du régime stationnaire est domné
; . - sQ2/4
par Uexpression 771 = JQJrjy;/T/Q?/él'

A temps courts (i.e. si t<< 7), cette expression devient :

Q2
pryalt) = At—— (2.25)

ol 02

La forme de raie a temps courts est donc Lorentzienne. On peut définir en premiére ap-
proximation une intensité de saturation, a partir de laquelle la raie d’excitation s’élargit. A

2511 est possible de détailler un peu plus en étudiant linteraction du systéme 7s — np avec un réservoir
contenant les atomes dans les états 6s et 6p dont la population totale est pr et apr est la population dans
I’état 6p. Typiquement, o = 0.32 pour un décalage de 8 MHz des lasers du PMO. Le chargement A est alors
~ aprB ou B est la probabilité d’excitation vers l’état 7s en présence de la diode 1470. Le paramétre A est
calculé en régime stationnaire en considérant le systéme complet.
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partir de I'expression (2.24), on établit que pour un temps d’excitation ¢, elle est de l'ordre de
egch? 2g
Pour I'état 36p et t = %, cette expression donne 15 W/cm? (le calcul exact & 4 niveaux donne
une valeur 3 fois supériesure). La largeur de raie donnée par I'expression (2.25) est égale a 775,
le calcul exact donne une valeur proche de ~y75 + 2%, avec T la durée de 'impulsion du laser
Ti:Sa, soit de I'ordre de 5 MHz (le modeéle adiabatique n’est pas valable sur tout le spectre, il

n’est en effet valide que si la supposition v7s >> 0 est vérifiée).

ol desy est le dipole effectif de la transition 7s — np défini par la formule (2.13).

Elargissements par puissance et temporels

La figure 2.27 montre I’évolution des raies d’excitation expérimentales de I'état 36p3/, en
fonction de la puissance du laser Ti:Sa. A partir d’une puissance de 'ordre de 31 mW, la satu-
ration est quasi-compléte au centre de la raie. On note également que la raie se décale vers le
bleu a forte puissance, l'excitation & 2 photons n’est donc pas négligeable. Cet élargissement
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F1G. 2.27 — Etude de l'excitation de I'état 36ps/2 pour différentes puissances du laser Ti:Sa et une durée
d’excitation de 300 ns. On voit apparaitre 1’élargissement par saturation de I'excitation et l'effet des excitations
multiphotoniques & 2 et 3 photons.

est relativement similaire & celui qu’on peut observer temporellement. Une caractéristique de
cette excitation est en effet la longue durée de vie de I’état Rydberg responsable d’un élargis-
sement a temps "longs"’” d’excitation. Les données expérimentales ne sont pas reproduites ici
mais ’élargissement est proche de celui observé sur la figure 2.27.

Description correcte des élargissements par puissance et temporels

Il nous sera nécessaire de décrire correctement ces élargissements lors de ’étude du blocage
dipolaire. Nous montrons dans ce paragraphe qu’il n’est pas possible de se satisfaire d’une
description & 2 niveaux. Sur la figure 2.28, nous comparons le modéle & deux niveaux exact et
le modéle complet pour différents temps d’excitation.

Les taux d’excitation dans les deux modéles sont qualitativement en bon accord. Cepen-
dant, les formes de raie différent beaucoup d’un cas a ’autre. Le schéma complet fait apparaitre
les voies d’excitation & 2 et 3 photons, qui ont pour effet d’élargir les raies d’excitation. Les
formes de raie expérimentales sont assez proches de lorentziennes a faibles intensités du laser
Ti:Sa (voir Fig. 2.26) mais suivant les cas (i. e. le décalage des lasers du PMO) il est quand
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F1G. 2.28 — Nous comparons ici le modéle d’excitation complet (b) avec un modéle trés simplifié & 2 niveaux
(a), pour différentes durées d’excitation de I'état 36pz,, (décalage de 8 MHz vers le bleu des lasers du PMO).
Les résultats sont assez différents du point de vue de la forme des raies, mais les taux d’excitation & 1 photon
restent relativement similaires.

méme nécessaire de prendre en compte la présence de 'excitation 2 photons (la diode 1470
et le laser Ti:Sa ont donc une bonne cohérence). L’excitation 3 photons quant a elle est trés
atténuée.

L’approche a deux niveaux permet de comprendre la provenance de I'élargissement par
saturation mais elle est insuffisante pour une description quantitative : I’évolution temporelle
du signal Rydberg ainsi que les dépendances en intensité sont aussi liées & la durée de vie
trés faible de 1'état 6p (30 ns), d’autant que nous travaillons toujours en régime proche de
saturation. Nous illustrons ce probléme Fig. 2.29 oi nous voyons que le modéle complet est
beaucoup mieux & méme de décrire la saturation par puissance de ’excitation en comparaison
avec l'expérience, dans le cas de 'excitation de I'état 36ps3/o.

Remarque concernant les ions Un point sensible concerne les champs inhomogénes créés
par une assemblée d’ions. Comme il sera détaillé au paragraphe 3, une charge d’espace créée
par un ensemble d’ions au cours de l'excitation est responsable d’'un blocage de 'excitation
qui peut mimer et complétement noyer 1’effet du blocage dipolaire. Dans le cas de ’excitation
continue, ces ions proviennent principalement de collisions entre atomes, notamment entre
atomes de Rydberg. Nous verrons au chapitre 6 que les taux d’ionisation observés augmentent
avec n (avec un pic observé pour n = 43) et sont largement plus grands que les taux d’ioni-
sation induite par le rayonnement du corps noir?® qui eux diminuent avec n. Pour éviter des
problémes de suppression d’excitation par charge d’espace, nous avons dés le départ choisi des
temps d’excitation trés courts, ~ 300 ns. Ceci ne pose pas de probléme en terme d’efficacité
d’excitation comme nous avons pu le voir précédemment.

2.3.3.5 Conclusion : possibilité d’une excitation cohérente

Finalement, le schéma d’excitation continu & 3 couleurs permet d’obtenir une excitation
relativement propre et assez bien comprise. Le seul inconvénient réside actuellement dans

26Le rayonnement du corps noir permet des transitions directement vers le continuum d’états libres.
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Fia. 2.29 — (a) Comparaison de la saturation théorique et de la saturation expérimentale en fonction de
la puissance du laser Ti:Sa dans le cas de 'excitation de I'¢tat 36ps/o. L’¢volution non "uniforme" est due &
l’apparition d’oscillations de Rabi pour des fortes intensités d’excitation. La forme gaussienne du laser Ti:Sa
empéche d’observer un tel phénoméne. La forme gaussienne est probablement responsable aussi de la non
compléte saturation observée expérimentalement : la saturation n’apparait pas uniformément dans tout le
volume d’excitation. (b) Comparaison des saturations théoriques lorsque nous prenons en compte le systéme
complet et lorsque nous ne considérons qu’un schéma & deux niveaux. La saturation est beaucoup plus rapide
avec un modéle a deux niveaux.

la présence de l'effet Autler-Townes sur le premier étage de l'excitation. Celui-ci limite les
densités accessibles sans la présence d’un élargissement par puissance.

Une amélioration possible est de tirer parti de I'excitation & 3 couleurs et des excitations
multiphotoniques pour réaliser une excitation complétement cohérente. L’expérience s’oriente
en ce moment vers cette possibilité. Nous présentons le résultat du calcul Fig. 2.30 lorsque les
lasers diode des deux premiers étages sont trés décalés de résonance avec de fortes puissances
pour favoriser I’excitation & 3 photons. Expérimentalement, le méme résultat est obtenu mais
un facteur 20 fois moindre pour l'excitation & 3 photons. La limitation provient de la cohérence
des lasers piége mais il est déja possible expérimentalement d’obtenir une excitation aussi
efficace & 3 photons avec de fortes puissances et forts décalages que dans les expériences
présentées dans cette thése (utilisant essentiellement la transition & un photon depuis I'état
7s). Le remplacement des lasers du piége par une diode trés fine montée en cavité étendue
va probablement permettre un bien meilleur taux d’excitation. Il sera possible de réaliser des
oscillations de Rabi avec cette excitation a trois photons et donc potentiellement possible de
réaliser des transitions 7 avec transfert complet de la population dans I’état de Rydberg.

2.4 Spectroscopie d’états trés excités

2.4.1 Motivation

En raison de leurs trés grandes polarisabilités, 1’étude d’états de Rydberg trés excités
(n > 100) permet de sonder et contrdler la qualité des champs externes appliqués. Des ni-
veaux du barium allant jusqu’a n = 290 ont pu étre excités et résolus spectralement en jet
atomique avec un champ contrélé a mieux que le mV/cm [Rinneberg et al., 1985], ou encore
des niveaux jusqu’a n ~ 1000 avec des molécules de Rydberg SFg et CCly en jet molécu-
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F1G. 2.30 — Calcul pour I’état 50ps/2 de la probabilité d’excitation dans le cas ot les lasers du PMO et la
diode 1470 sont fortement décalés vers le bleu (a 35 et 50 MHz des transitions atomiques respectivement). La
puissance de la diode 1470 est égale & 40 uW et celle du laser Ti:Sa est égale & 50 mW . On voit apparaitre les
transitions & (1), (2) et (3) photons. L’écart d’énergie entre les pics (1) et (2) est di & effet Autler-Townes
sur I'état 7s.

laire [Frey et al., 1994]. Plus récemment, I'utilisation de transitions micro-ondes entre états de
Rydberg du krypton a permis de déterminer des champs électriques a mieux que 20 pV/cm
[Osterwalder and Merkt, 1999]. Nous parvenons dans notre expérience a résoudre spectrosco-
piquement 'excitation des atomes froids de césium jusqu’a n ~ 300 (soit & moins de 30 GHz
du seuil d’ionisation).

L’autre intérét de cette spectroscopie d’états trés excités est d’étudier la possibi-
lité de former des états moléculaires stables a trés longue distance internucléaire. Dif-
férentes études théoriques portent sur la possibilité de photoassocier de tels molé-
cules [Boisseau et al., 2002, Flannery et al., 2005, Greene et al., 2000, Hamilton et al., 2002,
Khuskivadze et al., 2002, Liu and Rost, 2006|. De telles molécules sont extrémement sensibles
a leur environnement et pourraient constituer un outil de spectroscopie trés fine. Il est notam-
ment possible d’obtenir des diméres d’alcalins ayant de fagon surprenante un trés fort moment
dipolaire permanent |Greene et al., 2000].

La proposition de [Boisseau et al., 2002 démontre la présence de potentiels moléculaires
a trés longue distance dans le cas de I'interaction entre deux atomes dans ’état np. A grande
distance internucléaire R (R > Ry , oit R;. ~ 10%aq est la distance internucléaire limite
donnée par le rayon de Leroy-Bernstein), nous avons vu (cf. section 1.3.1) que le potentiel
d’interaction peut se développer suivant un développement en puissance de 1/R. Dans le cas
d’une excitation d’atomes np, il prend la forme :

V(R) ~ ——2 - 25 _ =8 (2.26)

A Tasymptote np — np d’un dimére homonucléaire, il existe 6 paires de potentiels molé-
culaires possibles lAg—?’Au, 1Hg—?’Hu, 3Hg—1Hu, 32;—121: et enfin deux paires de potentiels
12;—323 (dans la base du cas (a) de Hund, lorsque l'interaction spin-orbite est négligée).

L’une des paires 12;—323 correspond & des potentiels stables mais & courte distance. A de
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F1a. 2.31 — Potentiels attractifs & la limite asymptotique np — np pour le rubidium (dans la base du cas
(a) de Hund). Cette figure est extraite de [Boisseau et al., 2002]. La zone grisée correspond & une zone ou le
calcul asymptotique n’est plus valable. Les potentiels 1Hg et °II, (dégénérés asymptotiquement) pourraient
permettre la formation de molécules froides. Les potentiels 12!17 et 3X,, sont trop superficiels.

telles distances, le développement 2.26 n’est pas suffisant, il faut prendre en compte les inter-
actions d’échange et de recouvrement de charge®’. La lettre [Boisseau et al., 2002] se focalise
sur ’étude a grandes distances. Dans cet article, il est montré que les potentiels moléculaires
1Hg et 31, présents a trés longue distance peuvent permettre la formation de molécules stables
(voir Fig. 2.31). Cette stabilité provient d’une compensation d’une interaction Van der Waals
répulsive a courte distance (en —Cg/Rg) par une interaction dipéle-quadrupole (en C5/Rs)
attractive a longue distance. Il apparait cependant que de tels potentiels moléculaires stables a
trés longue distance sont accessibles pour des états peu élevés : pour n = 20, la profondeur d’un
tel puits n’est que de 300 MHz et la profondeur du puits suit une loi d’échelle D, oc n=7 (et
les différents puits sont de plus en plus couplés). Ce qui éventuellement pourrait étre observé
dans notre expérience est une asymétrie des raies d’excitation vers le rouge, ce qui correspon-
drait & une distribution non résolue d’états vibrationnels. Cependant, pour vraiment observer
une telle distribution de niveaux, il vaudrait mieux d’abord exciter un ensemble d’atomes de
Rydberg de maniére pulsée et ensuite balayer un deuxiéme laser vers le rouge de la résonance
atomique.

Dans |Flannery et al., 2005, un calcul exact est proposé pour décrire l'interaction entre
deux atomes d’hydrogénes placés en champ électrique (les atomes ont alors un moment perma-
nent, le terme dominant du développement multipolaire est en —C'3/R3). De méme, certaines
symétries font apparaitre des potentiels moléculaires stables a trés longue distance. La stabilité
provient cette fois-ci d’'une compensation & "courtes distances" de l'interaction dipéle-dipole
par l'interaction dipole-quadrupodle. De méme, il apparait plus probable de pouvoir photoasso-
cier de telles molécules lorsque n n’est pas trop grand, car la profondeur des potentiels devient
de plus en plus faible quand n augmente (typiquement D, < 5 cm~! pour n > 50) et la densité
de potentiels moléculaires couplés (dont certains sont répulsifs) devient trés grande.

Dans notre expérience, il est peu probable d’observer des états moléculaires formés de
deux atomes de Rydberg trés distants comme ceux présentés dans les références précédentes.

Voir au sujet des intégrales d’échange et de recouvrement le complément Gx; dans
[Cohen-Tanoudji et al., 2000]
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Il faudrait en effet pouvoir exciter simultanément les deux atomes avec une excitation a deux
photons, mais ceci nécessite une assez forte puissance laser.

Une équipe du Connecticut [Farooqi et al., 2003] a observé des résonances moléculaires
provenant d’un couplage & plus courte distance entre le potentiel 12; relié asymptotiquement
a l'état 70p+70p et les potentiels reliés asymptotiquement & I’état 69d+70s (voir Fig. 2.32).
Ce couplage se situe & environ 2 GHz vers le rouge de la transition atomique 5s — 70p du
rubidium. Les potentiels 12; et 3% ont leur dernier niveau vibrationnel trés proche de la
position de ce couplage?®, celui-ci peut entrer en résonance avec le continuum d’états des
potentiels reliés asymptotiquement a 1’état 69d 4+ 70s. D’ot1 ’observation d’une résonance ato-
mique importante. Nous pourrions espérer observer de tels couplages moléculaires (toutefois,
dans l'expérience [Farooqi et al., 2003|, 'excitation est pulsée et une telle résonance est ob-
tenue via une excitation & 2 photons : cette résonance moléculaire est en effet trés éloignée
spectralement de la résonance atomique.).
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F1G. 2.32 — Potentiels moléculaires reliés aux asymptotes 70p — 70p et 69d — 70s. Les potentiels 123‘ et
3% reliés a ’asymptote 70p — 70p sont couplés par interaction dipdle-dipdle aux états moléculaires reliés a
I’asymptote 69d — 70s. La probabilité d’excitation d’une paire d’atomes "69d — 70s" devient non négligeable,
d’ou Pobservation d’une résonance atomique & environ 2.2 GHz de la résonance atomique 70p (le continuum
d’états libres des potentiels reliés & Pasymptote 69d — 70s peuvent étre excités grace au couplage dipole-dipdle).

Les autres propositions [Greene et al., 2000, Hamilton et al., 2002,
Khuskivadze et al., 2002] concernent la possibilité de former des dimeéres associant un
atome de Rydberg et un atome dans I’état fondamental. [Greene et al., 2000] ont montré
qu’il est possible de former des trilobites (voir Fig. 2.33) : pour un tel état, la probabilité
de présence de l’électron de valence de l'atome de Rydberg est concentrée autour de
l'atome neutre dans l'état fondamental (il tend a graviter autour de celui-ci). Ceci conduit
donc & un transfert de charge vers I’atome neutre et donc a la constitution d’un moment
dipolaire permanent trés grand. La taille typique d’un tel trilobite est celle d’'un atome de
Rydberg. L’existence de telles structures a été confirmée théoriquement par des calculs plus

2Les états 12; et 3T} sont profonds et étroits, il en résulte un espacement important des niveaux vibra-
tionnels.
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F1G. 2.33 — Trilobite. Densité de probabilité de présence de 1’électron de valence d’un atome de Rydberg dans
létat n = 30 (superposition de différents [) placé au voisinage d’un atome de rubidium dans son état fonda-
mental (Rb5s). La fonction d’onde de I'électron est "localisée" au niveau de 'atome dans son état fondamental
(Rb5s est placé sous les deux obélisques), 'ion Rb+ est représenté par une boule blanche.

exacts |[Khuskivadze et al., 2002]. Leur observation expérimentale demeure un challenge.
Cette observation nécessite d’exciter des atomes de Rydberg de relativement haut moment
angulaire (état f,g ou h par exemple). Les densités d’atomes dans 1’état fondamental doivent
étre grandes aussi, pour que la séparation interatomique puisse étre de 'ordre de la taille
d’un atome de Rydberg (la distance internucléaire d’équilibre est ~ 1200 ag pour n = 30,
correspondant & une densité d’environ 10'* at/cm?®). Les propositions théoriques portent
sur des états de n relativement bas car de méme les potentiels considérés deviennent treés
superficiels quand n augmente. Il devrait étre possible également de former des molécules po-
lyatomiques, ot un atome de Rydberg est associé a plusieurs atomes dans I’état fondamental
[Liu and Rost, 2006].

2.4.2 Compensation des champs électriques parasites

La compensation des champs électriques parasites (constants) est relativement aisée lors-
qu’on utilise des états de grands n. Typiquement, nous comparons sur la Fig. 2.34 I’état 148p
avec compensation et sans compensation.29

Sans compensation, les états 148s (non présents sur la figure), 149s et 147d auxquels I'état
148p est fortement couplé en champ électrique sont présents dans le spectre d’excitation. La
forte amplitude3® des états 147d et 149s caractérise la présence d'un champ parasite important
(tan? 6 ~ 9). Pour compenser expérimentalement le champ électrique parasite constant, il suffit
de minimiser 'amplitude des états s et d (ou de minimiser le décalage Stark de I'état p) en
appliquant des champs électriques de compensation dans les 3 directions de I'espace (nous ne

2Pour toutes les expériences présentées dans ce paragraphe, la diode 1470 est quasiment collimatée au
niveau du PMO et l'intensité au niveau du PMO est proche de 'intensité de saturation. Le laser Ti:Sa est lui
focalisé sur un waist d’environ 200 pm, avec une puissance d’environ 200 mW.

300n remarque sur la figure 2.34 que amplitude de 1’état 149s méme plus importante que celle de I’état
148p : 'excitation de ’état 148p est peut étre limitée par un phénoméne d’interaction, de type dipdle-dipole
ou de type charge-dipéle (il n’est pas possible de distinguer ions et atomes de Rydberg dans notre expérience
a partir de n = 100).
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Fi1G. 2.34 — Spectres de I’état 148p, lorsque le champ électrique est compensé (a) et lorsqu'il ne I'est pas
(b). En (b), la forte amplitude des états 147d et 149s caractérise la présence d’un champ parasite important
(tan®6 ~ 9). En (a) Le champ électrique est compensé, les états 148p; /2 et 148ps/o sont résolus. Il demeure
un résidu d’état 148d (il est & peine possible de résoudre la structure fine de 1’état d, car elle n’est que de 12
MHz en champ nul).

pouvions controler que deux d’entre elles, mais par chance, le champ parasite résiduel dans la
troisiéme est trés faible).

Nous travaillons désormais avec un champ électrique compensé, et nous exposons maintenant
différents résultats permettant d’aller plus loin encore. La figure 2.35 compare 1’évolution des
maxima d’amplitude et des largeurs de raie des spectres des états npy /5 et np3 . L’amplitude
semble diminuer plus rapidement que la variation supposée en n~3, notamment pour les états
npsje. Il est possible que cette saturation soit due a la présence d’interactions, notamment
dipole-dipéle. Il n’est cependant pas possible de conclure & ce stade dans la mesure ot ’évolu-
tion exacte avec n de la force d’oscillateur n’est pas bien connue, notamment pour les grands
n. Il peut en effet exister des anomalies pour l'excitation depuis un état fortement lié (voir
paragraphe 1.2.3). La largeur de raie semble également augmenter avec n. Comme on le voit
sur la Fig. 2.36, I'élargissement effectif est en fait faible quand on superpose les spectres des
états 170p3 o et 148ps )y (corrigé de la variation en n~3). L’augmentation des largeurs a mi-
hauteur observées Fig. 2.35 pourrait provenir d’un phénoméne de saturation par interactions
plus important au centre des raies que sur les ailes (moins d’atomes sont excités sur les ailes,
les interactions y sont donc plus faibles, il n’y a donc pas de saturation) : I’élargissement n’est
qu’apparent et provient de la méthode de mesure car nous mesurons la largeur & mi-hauteur.
Nous reviendrons en détails sur tous ces points au chapitre 4.

On voit également sur la Fig. 2.36 la présence d’une résonance vers le bleu de 1’état 148p.
En fait, deux résonances dénommées P1 et P2 sont présentes entre les états np et (n — 1)d,
que l'on distingue mieux Fig. 2.37 dans le cas de l'excitation de I’état 166p.

L’étude systématique de la position de ces pics par rapport a 'état (n — 1)d est présentée
Fig. 2.38 : ces deux résonances sont situées a 113 et 72 MHz de ’état (n—1)d et correspondent
a des fréquences de modulation de modulateurs acousto-optique utilisés pour contréler la durée
des impulsions laser (une modification de la fréquence de modulation de la diode laser 1470
décale le pic P2 situé a 72 MHz de ’état (n — 1)d). Ces résonances ne correspondent en fait
qu’a des excitations a 2 photons vers 1’état (n — 1)d, un photon provient du laser Ti:Sa et un
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F1G. 2.35 — Analyse des spectres d’excitation d’états de Rydberg np1/2 et npz/o pour n variant de 148 a
210. La structure fine de ’état p n’est pas résolue pour n > 180, ce qui justifie ’absence de certaines données.
Sont présentées les largeurs de raie (étoiles vides pour les états p; /o et carrés vides pour les états p3 o) et les
maxima d’amplitude (triangles pour les états p; /o et disques pour les états ps/). L'amplitude des états ps,,
est ajustée via une loi de puissance  n~>2. La diminution est donc beaucoup plus rapide que la variation
attendue o< n™3 (voir paragraphe 1.2.3).
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F1G. 2.36 — Superposition du spectre des états 170ps,2 et 148ps/ (la fréquence du laser Ti:Sa est rapportée
4 0 au centre des raies correspondant aux états nps,» pour chacun des spectres). L’état 170p; /o est par ailleurs
comparé & I’état 148ps /o corrigé de la variation supposé en n =2 des forces d’oscillateur. La diminution du signal
entre les états 148ps/o et 170ps o est donc plus grande que celle attendue : il est possible que ce soit un effet
d’interaction du type dipdle-dipole.
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Fia. 2.37 — (a) Spectres typiques de 1’état 166p lorsque les champs parasites sont compensés mais pas
protégés des bruits radiofréquences. En plus des états np, 2, nps/ et (n — 1)d, il apparait deux pics P1 et P2,
dont 'origine est élucidée via I’étude présentée Fig. 2.38. Ces deux pics ont pour origine des transitions a deux
photons 7s — nd, un photon provenant du laser Ti:Sa et un photon provenant d’une radiofréquence parasite.
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F1c. 2.38 — Positions relatives (en MHz) par rapport a 1’état d des Pics P1 et P2 observés Fig. 2.40 entre les
états p et d. Ces pics sont décalés respectivement d’environ 113 MHz et 72 MHz de ’état d le plus proche. Il
s’agit 14 d’une transition & 2 photons vers I’état d, un photon laser plus un photon radiofréquence provenant
d’un modulateur acousto-optique. Pour le pic P1, il s’agit du modulateur acousto-optique contrélant ’injection
des lasers piéges. Pour le pic P2, la radiofréquence provient du modulateur acousto-optique controlant 1’envoi
de la diode 1470. Du fait de moments dipolaires de transition trés élevés entre états voisins, un trés faible
bruit radiofréquence (amplitude du champ électrique radiofréquence inférieure a 3mV/cm) suffit pour que
I’observation de tels effets soit possible. Ils peuvent étre en partie éliminés, ce que nous verrons Fig. 2.39.
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photon provenant d’un bruit radiofréquence.

La suppression des bruits radiofréquences permet d’obtenir des spectres de meilleur qualité
comme celui présenté sur la Fig. 2.39. Le couplage avec I'état (n — 1)d n’apparait que pour
n ~ 150. A partir de n ~ 190, notre excitation ne permet plus de résoudre la structure fine.
Pour n ~ 200, le couplage avec les états ns apparait.
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F1G. 2.39 — Spectres typiques obtenus lorsque les champs parasites sont compensés et le systéme de controle
du champ électrique protégé des bruits radiofréquences. (gauche) Etat 151p, la structure fine de ’état np est
bien résolue, 1’état 150d apparait. (centre) Etat 181p, la structure fine de I’état np (~ 38 MHz) est & peine
résolue. (droite) Autour de ’état 200p : le couplage avec l’état ns apparait.

A partir des amplitudes relatives des états np et (n — 1)d observées Fig. 2.39 (b), nous
évaluons le champ résiduel a 800 pV/cm.
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F1a. 2.40 — (a) Spectre autour de 1’état 249p. On voit apparaitre systématiquement le triplet ns, np, (n—1)d
issu du couplage Stark de 'état np avec les états ns et (n —1)d. Il apparait également des structures Al et A2
de chaque coté de I’état ns. Les positions de ces strucures par rapport a I’état ns sont analysées Fig. 2.41.

Nous avons entrepris d’exciter des états de nombre quantique principal plus élevé encore.
Un spectre autour des états tels que n ~ 249 est présenté sur la Fig. 2.40. On pergoit systéma-
tiquement les triplets ns, np et (n — 1)d issus du couplage Stark. Mais il apparait également
des résonances Al et A2 de chaque coté des états np et (n—1)d. L’interprétation en est donnée
Fig. 2.41 : il s’agit cette fois-ci de transition & 2 photons radiofréquence vers les états ns et
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(n+1)s situés de part et d’autre de ’état np. Le photon de radiofréquence parasite a 110 MHz
provient du modulateur acousto-optique contrélant l'injection de la diode des lasers piéges.
La protection contre les bruits électromagnétiques n’est donc pas encore optimale.
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F1G. 2.41 — Positions relatives (en MHz) des pics Al et A2 observés Fig. 2.40 de part et d’autre de I’état
np par rapport aux états ns et (n + 1)s respectivement. Ces pics sont toujours décalés d’environ 110 MHz de
I’état s le plus proche. Il s’agit 1a encore d’une transition & 2 photons vers 1’état s, un photon laser plus un
photon radiofréquence provenant du modulateur acousto-optique contrdlant le laser d’injection des lasers du
PMO.

Une structure de doublet apparait pour les états p autour de n = 271 (voir Fig. 2.42).
Ce type de structure pourrait étre di & 'interaction dipole-dipole entre les états |np, np) et
Ins, (n + 1)s) : I'écartement énergétique entre ces deux états est trés faible pour les grands
n, il est inférieur & 6,5 MHz pour n=270, I'excitation de 1’état p se fait donc en présence
d’interaction dipdle-dipéle résonante.
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Fi1c. 2.42 — (a) Spectre d’¢tats de Rydberg autour de 1’état 270p : nous distinguons les structures s, p, d.
Les états p présentent une structure caractéristique de résonance noire au centre des raies qui pourrait étre
attribuée a linteraction dipole-dipéle np, np «—— ns, (n + 1)s (voir paragraphes 1.3.4.2 et 4.4).(b) Zoom sur
les états 271p et 272p.

Une étude systématique devrait étre entreprise, notamment pour déterminer la dépendance
par rapports aux densités atomiques. Nous voyons en effet que moins de 50 atomes sont excités
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dans un volume de I'ordre de (47)%/2(50pm)? (volume gaussien®' en premiére approximation),

soit une distance internucléaire moyenne de 'ordre de 20 um, suffisante pour que de fortes
interactions aient lieu (~ 100 MHz). Sur la Fig. 2.42, I’écart entre les pics des doublets est
d’environ 40 MHz.
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F1c. 2.43 — (a) Spectre autour de 1’état 281p : la structure s, p, d se distingue toujours, mais de plus en plus
le spectre apparait comme continu. (b) Spectre continu autour du seuil d’ionisation.

Enfin, nous étudions le spectre d’excitation autour du seuil d’ionisation. Le laser Ti:Sa
est balayé autour de la fréquence o = 12870.9138 em ™! (cf Fig. 2.43 (b)). Ce spectre est
continu car sous le seuil d’ionisation il n’est pas possible de résoudre les différents états. Ce
spectre devient progressivement continu entre n=280 (Fig. 2.43 (a)) et n ~ 310. Il n’est pas
possible d’affirmer que nous détectons bien des atomes de Rydberg et non pas des ions (les
champs d’ionisation des atomes de Rydberg sont trés faibles). Cependant, pour n ~ 3500, le
rayon d’un atome est d’environ 100 pum, soit la taille de I’échantillon d’excitation. Dés lors, les
fonctions d’onde des atomes excités se recouvrent, ce qui conduit & une ionisation trés rapide
[Ryabtsev et al., 2005].

En conclusion, il est possible d’affirmer qu'un trés bon controle de I'excitation vers des
états de Rydberg est possible grace au schéma d’excitation continue qui a été mis en place. La
stabilité et la grande résolution spectrale de cette excitation a permis une compensation des
champs électriques et surtout un controle accru des bruits électromagnétiques parasites, qui
sont une des clés de 'observation possible du blocage dipolaire en champ électrique. Différentes
particularités liées & 'excitation de grands n, par exemple I'observation d’'un doublet pour
I’état 271p mériteront de plus amples investigations dans ’avenir.

31Le volume d’excitation est calculé via Pexpression V™' = [ f2(#)di ou f(7) est la fonction de répartition
reliée & la densité d’atomes excités n,,q et au nombre total d’atomes excités Nior par lexpression n,yq(7) =

Niot f (7).



Chapitre 3

Suppression de 'excitation Rydberg
par charge d’espace

Un grand nombre de parameétres expérimentaux doivent étre controlés proprement pour
I’étude du blocage dipolaire et en général pour I'étude d’interactions entre atomes de Ryd-
berg : les champs électromagnétiques parasites liés aux bruits de I’environnement extérieur, la
stabilité spectrale des lasers, les problémes de saturation de l’excitation par puissance... Nous
avons rencontré au chapitre précédent 'effet délétére d’une distribution de charges créée par
les ions sur l'excitation Rydberg. Ces charges sont connues pour étre responsables d’élargis-
sements de raie importants ainsi que d’une suppression d’excitation en raison de l'effet Stark
inhomogéne non désiré.

L’influence de ces ions est en particulier étudiée dans ce chapitre : nous analysons la limi-
tation de 'excitation par une charge d’espace, pouvant mimer un effet de blocage dipolaire
de lexcitation. Par ailleurs, la dynamique des ions (notamment I’explosion coulombienne) est
responsable de formes de raies d’excitation Rydberg trés spécifiques. Un modéle simple d’ex-
citation en présence d’explosion coulombienne est proposé. Nous n’abordons pas le probléme
des collisions froides ionisantes dans ce paragraphe, ce point sera développé plus précisément
aux chapitres 4.4.5 et surtout 6.

3.1 Processus de photoionisation

Au chapitre 2.3.1, plusieurs mécanismes de photoionisation ont été rencontrés. L'un d’eux
correspond & une ionisation résonante par l'intermédiaire de 1’état 7p dans le cas de 'exci-
tation dite pulsée-continue ou PC (cf schéma 2.16). Dans cette section, les taux d’ionisation
obtenus expérimentalement sont comparés & des prédictions théoriques d’ionisation a deux
fois un photon par I'intermédiaire d’un niveau d’énergie résonant. Nous étudions également le
probléme de l'ionisation par 'intermédiaire d’un niveau Rydberg résonant lorsque ’excitation
d’atomes vers ce niveau est réalisée de maniére pulsée (par exemple depuis le niveau 6p). Enfin,
une derniére source de photoionisation est abordée, correspondant & une ionisation directe a
un photon avec le laser Ti:Sa depuis I’état 7p.

3.1.1 Sections efficaces de photoionisation

Les sections efficaces sont bien adaptées pour décrire les processus d’absorption de la
lumiére. Le taux de photoionisation I'(n, [, m,w) d’un état |n,l, m) sous 'effet d’un rayonne-
ment (flux de photons ®) de fréquence w est directement relié a la section efficace d’ionisation
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or(n,l,w) :
L(n,l,m,w) = ®or(n,l,m,w) (3.1)

Cette section efficace a I’expression suivante pour une polarisation linéaire, ou W(&,1’, m’)
dénote 'état du continuum d’énergie & :

or(n,l,m,w) —7'(' aw Z (W (n,l,m)|2|T(E 1, m)) (3.2)
U'=l+1

Souvent les sections efficaces sont moyennées sur un ensemble statistique de sous-niveaux
m et sur I'ensemble des polarisations possibles (voir par exemple [Friedrich, 1998|, chap. 3).
La section efficace o7(n,l,w) s’exprime alors simplement en fonction des intégrales radiales
Rgj—1 et Rgjqq, utilisant les parties radiales des fonctions d’onde de I'état lié Uy (r) et
de I'état du continuum Ug ;41 (voir [Kennedy and Manson, 1972| pour un rappel concernant
I'expression exacte de la fonction d’onde du continuum) :

Reis =/ 18 Uy () U g 41 (1) (3.3)
0

La dépendance avec la structure fine n’est pas considérée, il est cependant connu que les
forces d’oscillateur et donc les sections efficaces en dépendent (le défaut quantique détermine
directement la position des noeuds de la fonction d’onde).

Pour les états 6p et 7p du césium, un certain nombre de travaux théoriques sont dis-
ponibles [Msezane, 1983, Lahiri and Manson, 1986, confortant les résultats expérimentaux
obtenus pour l'état 6p [Marago et al., 1998]. La figure 3.1 issue de [Msezane, 1983] montre
que la section efficace d’ionisation diminue lentement a partir du seuil d’ionisation. Elle est
égale & o7 ~ 3 x 10722 m? pour la longueur d’onde du laser pulsé en excitation PC (A = 455, 8
nm, soit A7t & 0.2R,) et o7 &~ 10 x 10722 m? pour A=780 nm (soit A™! ~ 0.1R,)).

Pour d’autres états, la section efficace peut présenter un minimum de Cooper, c’est & dire
elle qu’elle peut s’annuler pour une longueur d’onde particuliére. Par exemple, pour I'état 7s,
il y aurait annulation de la section efficace d’ionisation pour une longueur d’onde d’excitation
proche de 450 nm |Lahiri and Manson, 1986].

Pour les états de Rydberg, les valeurs des intégrales radiales sont données dans
[Hoogenraad and Noordam, 1998| pour une excitation dans I'infrarouge lointain (¢ = 0 — 500
cm~!). Elles permettent de retrouver les sections efficaces d’ionisation dans cette plage de
longueur d’onde. Il est possible d’affirmer qu’elles constituent encore un ordre de grandeur
raisonnable dans le visible, la variation de la section efficace d’ionisation avec I’énergie de la
transition étant lente (elle diminue lentement sur la figure 3.1). Dans le césium, la transi-
tion d’un état Rydberg np lié vers un état d du continuum admet cependant un minimum
de Cooper proche du seuil d’ionisation qui diminue quelque peu la qualité de I'extrapolation
pour des fréquences de transition plus grande. En utilisant les calculs et les valeurs des in-
tégrales radiales (au seuil d’ionisation) trouvés dans [Hoogenraad and Noordam, 1998| , nous
tragons Fig. 3.2 les sections efficaces d’ionisation en fonction de n pour des atomes dans I'état
|ns,m = 0) (fréquence de transition transition autour de 510-515 nm).

3.1.2 Photoionisation par 'intermédiaire d’un niveau résonant

Ionisation via le niveau 7p
La source la plus importante d’ions dans l'excitation PC (cf schéma 2.16) provient de
I'ionisation résonante via le niveau 7p, avec le laser pulsé de longueur d’onde A = 455, 8 nm.
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F1G. 3.1 — Tracé des sections efficaces d’ionisation depuis les états 6p et 7p (en Mb avec 1 barn= 10728 m~2)
en fonction de 1'énergie du photon de photoionisation (extrait de [Msezane, 1983]).
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FIG. 3.2 — Sections efficaces d’ionisation par une lumiére de longueur d’onde A = 510 nm depuis un état
Rydberg ns en fonction de n.
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Afin d’étudier ce phénoméne de maniére théorique, nous allons nous baser sur une étude de la
RIS (resonance ionization spectroscopy) proposée dans 'article de revue [Hurst et al., 1979] et
notamment appliquée & l'ionisation via le niveau 7p dans le césium (en présence de collisions
avec un gaz rare). Dans cet article, le calcul est effectué dans le cadre de I'approximation
du champ tournant. Il est montré que pour un laser pulsé large bande (au moins Avy, = 3
GHz dans notre cas), des équations de taux sont relativement satisfaisantes dans la limite
Qp << I'p, I'p étant relié au temps de cohérence! du laser 77, Qp est la fréquence de Rabi
associée a la transition.

En principe, ces équations de taux ne sont pas valables a fortes puissances mais elles
fournissent de relativement bons résultats au-dela des conditions de leur établissement. D’aprés
[Hurst et al., 1979, le systéme d’équations s’écrit simplement :

dn

d—tl = —0,Pn1 +7,Pny + I'o1ng

d

% =0qPn1 —7,Png —I'oing — fBng

d

W1~ o, (3-4)

Ot ny et ng sont les densités d’atomes dans les états |1) = 65, F = 4 et |2) = Tpz/p respective-

~1 est le tauz de désexcitation

ment. nr(t) est la densité d’atomes ionisés. T12 = 2.7 x 10° rad.s
radiative du niveau |2) wvers le niveau |1), B ~ 6 x 10° rad.s™' est le tauxr de désexcitation
radiative vers les autres états. Alors que le taux "global” d’émission spontané me dépend pas
du niveau de structure hyperfine du niveau Tpssq, les rapports de branchement en dépendent.
Les tauz d’émission spontanée depuis un sous-niveau de structure hyperfine du niveau Tpsjo
sont évalués en supposant une répartition équiprobable de l’excitation dans les sous-niveauz
Zeeman (le temps de vie radiatif du niveau de structure fine Tps/, est obtenu d’aprés les calculs

de Uarticle [Warner, 1968]). ® = }L—PP est le flur de photons par unité de surface exprimé en

A0
8TAvy,

efficace d’émission stimulée pour la transition de l’état |2) vers l’état |1) moyennée sur tout

est la section

fonction de Uintensité du laser pulsé Ip et de la fréquence optique vp. G5 ~

le spectre d’exzcitation [dvos(v)¢(v) = Gs®, en supposant la largeur de raie trés inférieure @
la largeur du laser. Nous choisissons G, = Ts la section efficace d’absorption moyennée (elle

devrait en fait tenir compte des trois niveaux de structure hyperfine.).

Cette équation est trés simplifiée puisqu’il faudrait tenir compte de maniére correcte de
tous les niveaux. Nous travaillons par ailleurs & fortes intensités ot il peut étre nécessaire de
tenir compte de I’évolution des cohérences malgré la grande largeur spectrale de ’excitation.
Elle nous permet cependant de confirmer les ordres de grandeur des nombres d’atomes et
d’ions détectés. Les résultats sont présentés Fig. 3.3. Le nombre d’ions varie quadratiquement
en fonction de 'intensité laser a faibles intensités, puis linéairement lorsque la transition 1 — 2
devient saturée. La saturation est obtenue trés rapidement dans notre schéma d’excitation pour
des impulsions laser d’énergie inférieures a 0.2 pJ (focalisées avec un waist de 300 um sur le
PMO). 1l semble qu’expérimentalement, nous parvenions & saturation pour des puissances un
peu plus élevées (beaucoup d’incertitudes sont & prendre en compte, dont notamment la taille

ITL n'est pas directement 27 Avy, le laser n’est pas en effet limité par transformée de Fourier. Le champ
électrique pour un tel laser large bande est une somme de plusieurs modes longitudinaux sans relation de phase
entre eux et peut se mettre sous la forme E(t) = Eo(t) cos(wot + ¢(t)), ou la phase ¢(t) et amplitude Fo(t)
varient de maniére stochastique et compliquée. 2w Avy peut étre pris comme une borne supérieure pour 'y,
d’autant meilleure que le nombre de modes est élevé.
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du waist laser). Nous avons travaillé en général en régime saturé (plus de 50 % des atomes sont
excités dans I'état 7ps o) comme le dénote la figure 3.3 donnant le nombre d’ions en fonction de
la puissance laser. En utilisant la valeur de la section efficace d’ionisation en excitation depuis
I’état 7p a 455.8 nm donnée au paragraphe 3.1.1, nous retrouvons le méme ordre de grandeur
pour les taux de formations d’ions en fonction de la puissance du laser pulsé. De 20000 &
50000 ions peuvent étre formés avec des impulsion trés énergétiques. Ce résultat dépend bien
stir d'un grand nombre de paramétres dont le nombre d’atomes initialement dans le PMO,
I’ajustement délicat de la longueur d’onde du laser sur la transition, la mesure de la puissance
qui dépend de I’énergie par impulsion et de sa durée, 9 ns, ou encore le taux d’ASE qui peut
étre extrémement important, car la durée de vie du colorant utilisé, la Coumarine 450, est
seulement de quelques heures (avant qu’il ne devienne trop absorbant), etc...
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F1G. 3.3 — Comparaison des nombres d’ions obtenus expérimentalement et par le calcul & 2 fois un photon
via le niveau résonant 7p en excitation PC, en fonction de I'énergie du laser. La variation linéaire est due a la
compléte saturation de I’excitation. Il semble qu’il y ait un facteur 5 entre I’expérience et le calcul. Cependant,
il existe de trés nombreuses incertitudes : section efficace d’ionisation, waist, puissance exacte du laser, section
efficace d’absorption vers ’état 7p, densité dans le PMO....

Ionisation via un niveau Rydberg résonant

Etudions & présent la possibilité de former des ions de maniére résonante lors d’une exci-
tation pulsée vers des états de Rydberg. L’équation (3.4) est intéressante car elle donne une
borne supérieure? du nombre d’ions qu’il est possible de former & deux fois un photon via un
niveau résonant aprés un temps t d’excitation : Njons(t) < No(t)or®t.

Nous évaluons ce nombre pour une excitation pulsée d’atomes de Rydberg en excitation
depuis I'état 6p avec un laser de longueur d’onde ~ 510 nm (énergie par impulsion 50 p.J).
Les résultats sont reportés Fig. 3.4(a) en utilisant les sections efficaces évaluées au paragraphe
3.1.1. Moins d’un d’ion est formé par 'intermédiaire d’un niveau Rydberg pour 1000 atomes
excités dans cet état.

En fait, les ions formés lors de cette excitation pulsée proviennent principalement de la
fluorescence, ou plus exactement de I’émission spontanée amplifiée. Le spectre d’émission du
colorant utilisé est en effet large et toute une plage du spectre de fluorescence est de fréquence

211 est supposé aussi une variation monotone croissante du nombre d’atomes excités.



122 Chap 3 - Suppression de I’excitation Rydberg par charge d’espace

suffisamment élevée pour permettre une ionisation directement & un photon depuis 1’état 6p.
Le placement d’un réseau en sortie de cavité pour sélectionner spectralement la longueur
d’onde laser et enlever les fréquences optiques trop élevées peut étre relativement efficace,
comme cela est montré sur la figure 3.4(b). Aprés écartement de 'ionisation par fluorescence,
il demeure un faible taux d’ionisation que ’on peut attribuer a des collisions froides et que nous
étudierons ultérieurement. La configuration expérimentale utilisée pour la Fig. 3.4(b) n’est pas
particulierement bonne du point de vue de la fluorescence puisqu’un taux de fluorescence de
prés de 10% est observé. Dans les expériences, le nombre d’atomes ionisés par fluorescence
reste en général inférieur & 2% du nombre d’atomes excités.
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(a) Nombre maximum d’atomes ionisés de fagon (b) Spectres de temps vol (temporellement, le signal de

résonante par 'intermédiaire d’un état Rydberg détection électronique correspondant aux ions libres ar-

lorsque 100000 atomes ont été excités dans cet rive avant le signal correspondant aux atomes de Ryd-

état par un laser pulsé de longueur d’onde ~510 berg). Un des spectres correspond & une excitation hors

nm. résonance et sans filtrage spectral (courbe appelée fluo-
rescence) et l'autre & une excitation a résonance (tran-
sition 6p — 50s), en présence d’un filtrage spectral de
la fluorescence par un réseau.

FI1G. 3.4 — Ions créés par le laser colorant pulsé en excitation directe des atomes de Rydberg depuis ’état 6p.

3.1.3 Photoionisation par le laser continu Ti:Sa

Nous revenons dans ce paragraphe & la deuxiéme source importante d’ions dans ’excitation
PC (cf schéma 2.16), l'ionisation directe des atomes présents dans 'état 7p par le laser Ti:Sa.
Le nombre d’ions aprés un temps t d’excitation est? :

ord o
Nions(t) = —————n7,(0)(1 — e 3.5
zons( ) Vo T o0 7p( )( ) ( )
Le flux & = WTf;% est évaluée pour l'intensité "moyenne" ﬂi TTISS‘ZG (Prisqe = 200 mW et

1S
wriSa ~ 200 pm). ny7,(0) est le nombre d’atomes initialement excités dans 1’état 7p par le laser
pulsé. Avec ces hypothéses, nous voyons sur la Fig. 3.5 qu’aprés 300 ns d’excitation, un nombre
conséquent d’ions est formé, jusqu’a quelques milliers, ceci en accord avec les expériences.

311 est supposé que des équations de taux donnent aussi le bon nombre d’ions excités en excitation continue.
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F1c. 3.5 — Nombre d’ions formés en excitation directe de 1’état 7p par le laser Ti:Sa (waist de 200 pum et
Prise = 200 mW). Il est supposé que 107 atomes sont excités dans 1’état 7p, ce qui est raisonnable compte-tenu
de la saturation extrémement rapide de ’excitation avec le laser pulsé. La courbe présentée est théorique, mais
correspond aux observations expérimentales.

En conclusion, les ions créés dans le schéma d’excitation PC proviennent principalement
d’une ionisation par 'intermédiaire du niveau 7p résonant lors de 'excitation de ’état 7p avec
le laser & colorant pulsé. Une deuxiéme source d’ions dans ce schéma d’excitation correspond a
la possibilité d’ioniser les atomes dans ’état 7p directement & un photon avec le laser Ti:Sa. Le
probléme de la photoionisation se posera essentiellement avec la méthode d’excitation PC. Par
contre, le probléme ne se posera quasiment pas pour ’excitation & 3 couleurs ou la formation
d’ions sera essentiellement due aux collisions froides.

3.2 Suppression de ’excitation Rydberg en présence d’ions

3.2.1 Elargissements de raie

Les élargissements de raie sont trés différents suivant la valeur du champ électrique externe.
L’explication en a été donnée au chapitre 2.3.3.3. Pour les états ayant un défaut quantique
non nul, la dépendance du décalage Stark avec le champ électrique est quadratique & champ
électrique faible mais linéaire a champs plus élevés (voir Fig. 2.18 p. 93). Ainsi, pour les états
np du césium, les raies sont élargies vers le rouge en champ nul ou faible et de fagon symétrique
& champs plus élevés.

Les résultats que 1'on obtient en champ nul sont résumés par les Fig. 3.6 et 3.7 pour I'état
37p3/2 pour différents nombres d’ions et un temps d’excitation d’environ 400 ns avec le laser
Ti:Sa (allumé juste aprés 'excitation pulsée dans I’état 7p). La principale source d’élargisse-
ment provient des ions créés par le laser pulsé. L’augmentation d’un ordre de grandeur des
largeurs des spectres en champ nul entre les Fig. 3.6(a) et 3.6(b) est expliquée par une varia-
tion d’un facteur 3 sur le nombre d’ions (~ 3000 et ~ 10000 pour des puissances de 4.5 et 15
wJ respectivement). L’augmentation du nombre d’ions fait chuter I’excitation Rydberg et peut
mimer un effet de blocage dipolaire de I'excitation (le nombre d’atomes excités dans 1'état 7p
varie trés peu en régime d’excitation saturée entre les courbes 3.6(a) et 3.6(b), mais le nombre
d’atomes excités dans 'état Rydberg chute d’un facteur 10). Pour une puissance donnée du
laser pulsé, un élargissement en fonction de la puissance du laser Ti:Sa est également visible
Fig. 3.6(b), dii & la photoionisation induite par le laser Ti:Sa (I’élargissement par puissance est



124 Chap 3 - Suppression de I’excitation Rydberg par charge d’espace

aussi présent mais beaucoup plus faible que I’élargissement par champ électrique inhomogéne
di aux ions, comme nous l'avons vu au chapitre 2.3.3.3, p. 90).
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(a) Pp = 4.5 pJ. Pris, varie de 15 a 210 mW. (b) Pp =15 pJ. Prig, varie de 30 a 240 mW.

FIG. 3.6 — Spectres de I’état 37ps /2 en champ nul pour différentes puissances du laser pulsé (Pp) et différentes
puissances du laser Ti:Sa (Prisq).

L’effet d’élargissement est encore plus net en champ électrique. Des spectres caractéris-
tiques en champ électrique (5.7 V/cm) obtenus en excitation de I'état 37p3 /o, |m;| = 1/2 pour
différentes énergies d’impulsion du laser pulsé (donc différents nombre d’ions) sont présentés
Fig. 3.7(a). L’¢largissement est trés grand dés une faible énergie d’impulsion et atteint prés de
500 MHz pour 15 pJ. L’évolution des largeurs & mi-hauteur des spectres de différents états
np3/y est donnée sur la Fig. 3.7(b). Alors que le nombre d’ions est trés faible (< 500) et ne
permet pas d’observer un élargissement en champ nul, I’élargissement en champ électrique est
important, jusqu’a 70 MHz pour I'état 40p3/5 pour un champ de quelques V/cm. Seule est
présentée Fig. 3.7(b) la zone dans laquelle le décalage Stark varie de maniére quadratique, ce
qui explique la variation d’abord quadratique des largeurs de raie. Nous avons en effet précisé
p. 91 et 92 que I'élargissement en champ nul (ou trés faible) est de la forme AE = —%a(AF)Q,
ot AF est le champ inhomogéne créé par les ions. o est la polarisabilité et varie comme n’,
ce qui explique que les élargissements sont fortement croissants en fonction de n.

3.2.2 Spectroscopie Rydberg en présence de champs électriques importants

Dans la section précédente, nous n’avons pas mentionné d’effets possibles de mouvement
des porteurs de charge pendant l'excitation. Pourtant, 1'accélération par le champ externe
et 'explosion coulombienne peuvent conduire & un mouvement d’ensemble des ions pendant
I’excitation et ceci a une influence sur la forme des raies.

L’accélération par un champ externe et uniforme déplace les ions dans I'axe du champ
électrique (cf Fig. 3.8). Aprés un temps ¢, les ions ont parcouru la distance? Z(t) = %%t%
Up étant la tension appliquée entre les grilles séparées d’une distance d=1.575 cm, ¢; et m
sont respectivement la charge et la masse d’un ion.

Pour un nuage d’ions représenté par une distribution d’ions a symétrie sphérique p(r), le

Tl est supposé que la vitesse initiale des ions est nulle.
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FIG. 3.7 — Elargissement de spectres en présence d’un champ électrique externe.
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FI1G. 3.8 — Nuage d’ions en expansion. Une fois le nuage déplacé par le champ extérieur, le champ radial créé
par les ions s’oppose au champ externe au niveau du PMO (représenté par le cercle pointillé).
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(a) Excitation de 1’état 23p3/2 en champ électrique (127 (b) Excitation de l’état 23p3/» en champ élec-
V/cm). Le Laser Ti:Sa (waist 160 pm et puissance ~ 200  trique nul. Le Laser Ti:Sa (waist 160 pum et puis-
mW) est branché a délais variables par rapport au laser sance ~ 200 mW) est branché a délais variables
pulsé (100, 200, 300 et 400 ns) pendant 50 ns. Un spectre  par rapport au laser pulsé (0,100 et 200 ns) pen-
obtenu avec trés peu d’ions est superposé a ces différents dant 50 ns.

spectres.

FI1G. 3.9 — Spectres d’excitation de I’état 23ps /2 permettant de sonder la présence et la dynamique des champs
inhomogénes créés par les ions.

champ électrique a symeétrie sphérique E(r)u; créé en 7 est d’amplitude E(r) :

_ for p(r"dmrdr!
- dmegr?

E(r) (3.6)
Comme le montre la Fig. 3.8, d'un c6té du PMO, le champ parasite créé par les ions s’oppose
au champ externe alors que de l'autre co6té, il s’y ajoute, d’oit les élargissements spectraux
mentionnés au paragraphe précédent.

En excitation PC, les temps d’excitation sont limités par la durée de vie de 1'état Tp
(T7ps o~ 116 ns) a au plus quelques 400 ns. Cependant, un champ externe fort peut déplacer
le nuage d’ions pendant ce temps (pour une tension de 200 V, ce déplacement est de 415
pm en 300 ns, 737 pum en 400 ns). Les ions se déplacent dans la direction du champ élec-
trique et tendent d’abord & créer un champ parasite s’opposant au champ électrique externe
puis s’éloignent. En champ fort, les raies sont déplacées vers le bleu de la transition lorsque
leffet Stark est négatif (cas des états nps/s). Les spectres de la figure 3.9(a), correspondant
a l'excitation de I'état 23p3/; pendant 50 ns toutes les 100 ns pour une tension de 200 V
illustrent bien la dynamique des ions sous 'action d’un champ externe. L’excitation pendant
un temps trés court (50 ns) permet de sonder la distribution des champs électriques dans la
région du PMO due a la présence d’ions parasites (ayant dans ce cas pour origine le laser pulsé
principalement).

3.2.3 Spectroscopie Rydberg en présence d’un nuage d’ions en expansion

Les spectres Rydberg ont déja été utilisés comme un moyen de sonder les champs élec-
triques parasites, et notamment pour caractériser I’expansion d’un nuage d’ions sous l'effet
de 'explosion coulombienne [Dutta et al., 2000]. Lorsque le nombre d’ions devient important,
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le nuage tend a exploser sous l'effet des forces électrostatiques entre les différents ions et la
densité d’ions au centre du nuage diminue rapidement. Pour un nuage d’ions a symétrie sphé-
rique, Paccélération que subit un ion placé en 7(t) = (r(t), ©(t), ¢(t)) est donnée par la relation
fondamentale de la dynamique, se réduisant & une équation radiale dans notre cas®

D?*r  e*N(r)

DE T T (37)

La dérivée est donc proportionnelle au nombre d’ions présents N(r(t)) a l'intérieur de la
boule de rayon r(t). La résolution compléte d’un tel probléme se fait de maniére numérique
[Dutta et al., 2000].

Néanmoins, une approche analytique développée dans [Kaplan et al., 2003] et reprise dans
I’annexe B permet de retrouver avec une bonne approximation les résultats numériques. Cette
méthode suppose simplement que le nombre d’ions N(7(t)) a l'intérieur de la boule de rayon
r(t) est constant, i.e. N(r(t)) = N(r(0)). Les ions empruntant une méme trajectoire sont
supposés ne pas pouvoir se dépasser I'un 'autre. Cette hypothése n’est valide qu’a temps
courts (ou densités faibles), mais suffisamment longs pour décrire correctement ’excitation
Rydberg en présence d’explosion coulombienne dans notre expérience. Le modéle d’excitation
est décrit au paragraphe 3.3.

3.2.4 Spectroscopie Rydberg en présence d’un plasma

La présence d’électrons peut minimiser I’effet de I’explosion coulombienne du nuage d’ions.
L’expansion d’un plasma est en effet plus faible. Pour un plasma neutre, elle est simplement
gouvernée par la pression cinétique des électrons sur les ions. Un tel plasma peut se former
lorsque le nombre d’ions est suffisant pour piéger des électrons. Cette affirmation est explicitée
dans le paragraphe suivant, avant I’étude des formes de raie proprement dites.

Apres photoionisation des atomes de césium, les électrons acquiérent une énergie cinétique
AE,;, donnée en premiére approximation par :

R
AE,, = kgTyn, = hv — he (n*y)2 (3.8)

Ou Tpn définit une pseudo-température de photoionisation, (ny)Q est l’énergie de liaison d’un

atome de Rydberg (exprimée en m™").

La température de photoionisation T, est élevée (sauf pour une excitation quasiment au
seuil d’ionisation), prés de 20000 K pour une photoionisation avec le laser pulsé. Dans ce cas,
I’électron s’éloigne trés rapidement de ’ion aprés photoionisation et quitte la zone d’interaction
du PMO (en quelques nanosecondes), ne restant ainsi que l'ion. L’électron s’échappe a la
condition toutefois que la charge d’espace créée par ’ensemble des ions isolés et présents
dans la zone du PMO soit insuffisante pour le piéger. En premiére approximation, 1’électron
est au contraire piégé si I'énergie totale (somme des énergies cinétique AE,, et potentielle
d’interaction avec tous les ions) est négative, soit pour un électron au centre du nuage d’ions :

co _ 2
AE,, + / () amr2dr < 0 (3.9)
0

TEQT

5La vitesse initiale est supposée nulle (ou tout au moins radiale), la symétrie sphérique est donc conservée.
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r2

Pour une distribution d’ion gaussienne n;(r) = —% ¢ 2.2 (de rayon caractéristique o a
1 (2702)3/2

1/y/e), la condition de piégeage de 1'électron s’exprime par :
AEp,

2¢2
™ O

Ny, = (3.10)

ol Ny, est le nombre d’ions & partir duquel un premier électron peut étre piégé. Ce nombre est
de seulement 4000 pour I’excitation pulsée pour un nuage d’extension caractéristique 300 pm.
A partir de ce seuil de nombre d’ions, la photoionisation d’autres atomes entraine le piégeage
des électrons. Il se forme ainsi un plasma.

Le premier plasma obtenu par photoionisation d’atomes ultra-froids a été réalisé par pho-
toionisation d’atomes froids de xénon [Killian et al., 1999]. La température des ions juste
aprés l'excitation est trés faible (celle des atomes avant l'ionisation). Par contre, les électrons
peuvent avoir des températures d’agitation thermique importantes, dépendant principalement
de la température de photoionisation. L’étude plus détaillée des propriétés du plasma et de la
possibilité de le refroidir est présentée au chapitre 6. Dans cette section, nous sommes inté-
ressés par l'effet de cette dynamique sur les formes de raie d’excitation Rydberg. L’expansion
de tels plasmas est rapide sous les effets conjugués de la pression cinétique des électrons et de
I'explosion coulombienne (il existe toujours un défaut d’électrons di ne serait-ce qu’a leffet
de seuil ou & un phénomeéne d’évaporation ).

Expérimentalement, nous avons sondé la distribution du champ électrique en faisant une
excitation courte avec le laser Ti:Sa (50 ns) décalée dans le temps par rapport a 'excitation avec
le laser pulsé (cf Fig. 3.9(b)), en champ nul. L’élargissement des spectres diminue rapidement
en fonction du délai entre les deux excitations, dénotant une expansion trés rapide : en moins
de 500 ns, 'ensemble des charges disparait de la zone d’interaction du PMO.

L’étude de ces courbes devrait permettre de mesurer les nombres d’ions ou le défaut
du nombre d’électrons par rapport au nombre d’ions d'un plasma et les vitesses d’expan-
sion. Les formes de raie, notamment en présence d’'un plasma sont étudiées depuis long-
temps en astrophysique. Une étude exhaustive de cet élargissement dans un plasma peut se
trouver dans le livre [Griem, 1974|, résumée dans [Sobel’'man, 1972|, paragraphe 38. Dans
un plasma neutre (ou de grande dimension), il est causé par les microchamps créés par
les ions (le champ moyen est nul) et par les collisions électrons-atomes. Dans les plasmas
chauds, ces deux phénoménes d’élargissement peuvent étre découplés, les ions étant consi-
dérés comme peu mobiles, au contraire des électrons (les plasmas étudiés ici sont relati-
vement chauds, avec une température de 'ordre de 20000 K). La contribution principale
provient alors des ions [Romanovsky and Ebeling, 2006, Griem, 1974|. La fonction de répar-
tition f(E) des microchamps électriques créés par les ions, dite distribution de Holtsmark®
suit une loi établie au début du siécle dernier pour les études de spectres en présence d’ions
[Sobel’'man, 1972, Lewis and Margenau, 1958, Romanovsky and Ebeling, 2006 :

2 [ zB\*?
f(E)_E/O x sin x exp _(Fo) dx (3.11)

5Voir [Romanovsky and Ebeling, 2006] pour une revue compléte des distributions possibles des micro-
champs électriques. La loi de Holtsmark est établie en supposant qu’il n’existe pas de corrélation de position
entre les ions. Alors que dans un plasma fortement corrélé, cette approximation est fausse, elle sied parfaite-
ment & notre cas. Cela est d’autant plus vrai que juste aprés photoionisation, il n’existe aucune corrélation de
position entre les différents ions. La distribution de Holtsmark établit la statistique des microchamps possibles
en un point de champ moyen nul, créés par un ensemble d’autres ions distribués aléatoirement dans un volume
V, et fixes en position.
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Ej est une constante dépendant de la densité n; : Ey = 2w (%)2/ 3 47:-150 n?/ 3 Cette distribution

est nulle pour £ =0 et £ — o0 et présente un maximum pour F ~ 1.607FEy.

De tels microchamps peuvent étre importants (Fp = 0.26 V/cm pour un nuage d’ions de
densité n; = 10% at/cm™3, 5.81 V/cm pour n; = 101 at/cm™3). Dans un nuage ionique
de forme gaussienne, ils sont négligeables en comparaison du champ moyen (maximum) par
plus d’un ordre de grandeur. Par contre, pour un plasma, le champ moyen créé par les ions
est plus faible du fait de la présence des électrons. Champs moyen et local sont du méme
ordre de grandeur lorsque le défaut d’électrons est d’environ 10%. Le fait que la fonction de
répartition f(E) diminue lentement a champs élevés, en (E/Eo)~%2 (f(5Ey) ~ 0.1f(1.607E)
par exemple), pourrait rendre possible I'observation de ces microchamps sur les ailes des raies
d’excitation. Nous allons voir dans la section suivante que les élargissements en présence d’ions
uniquement (plasmas a une composante) sont relativement aisés a modéliser. Par contre, le
calcul des formes de raie en présence d’un plasma, qui plus est en rapide expansion comme sur
la figure 3.9(b), est plus compliqué et toujours en cours. L’'importance des microchamps devra
étre particuliérement étudiée. Un sujet d’étude trés intéressant sera sans doute la spectroscopie
en présence d’un plasma trés froid (température des électrons inférieure a 100 K) car il semble
alors que les électrons peuvent jouer un plus grand réle et peuvent conduire & un élargissement
important des raies [Gigosos et al., 2006].

3.3 Modélisation de la dynamique des élargissements de raie

Le modéle utilise une approche perturbative et simplifiée, basée essentiellement sur des
équations de taux. Nous allons voir que cette approximation est cependant relativement bonne
pour décrire I'excitation en présence d’ions.

3.3.1 Calculs des formes de raie

Equations de taux
En se limitant & une description par équations de taux, la densité d’atomes dans 1’état

Rydberg na(7, t) est reliée a la densité d’atomes dans 'état 7s, ny(7,t), par :
dna (7t
% — (v, )1 (7, 1) (3.12)

Le terme g(v,7)ny(7,t) décrit Pabsorption par le laser Ti:Sa. Dans ce modéle a 2 niveaux,
g(v,7) = Bev)w(F), ot w(F) = € E(7)?/2 est la densité volumique d’énergie, Bw(7) =

2
Q(Z) avec B le coefficient d’absorption d’Einstein et ¢(v) = 1+(21W/(+0))2 est le profil de
v7s/2

raie normalisé tenant compte du décalage a résonance. Le couplage avec le laser Ti:Sa étant
considéré de maniére perturbative, le terme d’émission stimulée —g(v, 7)na (7, t) est négligé et
n1(7,t) est supposée inchangée par rapport a la formule suivante établie au chapitre (2.3.1)
en ’absence du laser Ti:Sa :

11 (7, £) = ngp(0)—— (e MPaj2’ — gt (3.13)
Vs — 77p3/2
ol n7p(0) est la densité d’atomes initialement excités dans I'état 7p, v, le taux de transfert
radiatif vers 'état 7s.
L’hypotheése de faible couplage revient a supposer pa2 << p11 dans le modele des équations de
Bloch optiques (2.9). Cette hypothése n’est pas valide a temps longs devant la durée de vie du
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niveau 7p (dans ce cas, la raie n’est plus du tout lorentzienne et le niveau Rydberg se vide).
Nous supposons que les temps d’excitation sont suffisamment courts, toutefois suffisamment
longs pour avoir négligé les cohérences dans 'expression (3.12) (g(v) s’obtient simplement a
partir des équations de Bloch optiques (2.9) en supposant que les cohérences sont nulles :
pia = pn = 0.).

En pratique, les puissances utilisées sont assez élevées. L’hypothése perturbative ne devrait
pas s’appliquer. Pour des plus fortes puissances, les raies sont élargies a temps courts (cf Fig.
2.15 p. 90), et conservent un profil proche d’une lorentzienne. Nous supposons que 'expression

(3.12) reste valide en écrivant p(v) = %
1+(55,/5)°
de raie. Les largeurs de raie en présence d’ions sont beaucoup plus grandes et dépendent peu

de Av, finalement choisie égale & 6 MHz.

, ou Av est la largeur a mi-hauteur du profil

En présence d’une distribution dynamique d’ions, la fréquence centrale de la transition vy(7,t)
est modifiée au cours du temps par effet Stark, elle dépend de ’amplitude du champ électrique
local E(r,t). Le coefficient d’absorption g dépend donc du temps. Le nombre d’atomes excités
dans un état Rydberg aprés un temps d’excitation ¢ en présence d’ions est donné par I'intégrale
de I’équation (3.12) sur le temps et sur le volume du PMO V :

t
Nayalt,v) = / & / At g(v, 7.4 na (7, 1) (3.14)
% 0

Distribution des champs électriques en présence d’explosion coulombienne

La détermination de la fréquence centrale de la transition vy(7,t) nécessite de déterminer
I’évolution du champ électrique au niveau de chacun des atomes en fonction du temps. L’explo-
sion coulombienne (décrite au paragraphe 3.2.3) se caractérise par un mouvement centrifuge
des ions décrit par I’équation (3.7) et résolu dans 'annexe B. A ce mouvement se superpose
le mouvement d’ensemble sous 'effet du champ externe (les deux mouvements sont découplés
et sont traités séparément). Les distributions spatiales des ions et du champ électrique sont
représentées Fig. 3.10 et 3.11 pour un champ externe nul & différents temps.
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(a) Profil de la densité d’ions le long de 'axe z p(z). (b) Nombre d’ions par unité de longueur 47r2p(r) a
une distance r du centre du nuage.

F1G. 3.10 — Profils de densité d’ions aprés différents délais d’expansion 7 pour un nuage de départ gaussien
(rayon caractéristique 70 um et nombre d’ions 15000) et sans champ électrique externe.
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(¢) Amplitude du champ électrique en champ
externe nul, suivant un axe méridien.

F1G. 3.11 — Distribution spatiale de ’amplitude du champ électrique, aprés différents délais d’expansion T
pour un nuage de départ gaussien (rayon caractéristique 70 pm et nombre d’ions 15000), avec et sans champ
électrique externe. On remarquera la différence d’amplitude entre les courbes (b) et (c).
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Au départ, le nuage d’ions est gaussien. La fonction de distribution radiale des ions
4rr?ni(r,t = 0) admet un maximum pour rme: = V20, le champ électrique admet aussi
un maximum pour r ~ /20 égal & Epnee ~ 2.38 1n;(0,0)0 247‘%—"60. L’accélération des ions
(proportionnelle au champ électrique) est plus faible & la périphérie du nuage, ceux-ci sont
donc rejoints aprés un certain temps par des ions situés au départ plus a l'intérieur du nuage.
Une onde de choc se produit conduisant a la formation d’un pic dans la distribution d’ions
("ion spike") et dans la distribution du champ électrique. En présence d’un champ électrique
externe dirigé suivant (Oz), le nuage d’ions en expansion se déplace. Le champ résultant,
E = E.u; + E,u, est la somme d'un champ radial et d’'un champ longitudinal représentés sur
la Fig. 3.11. Cette approche ne tient compte que du champ moyen (les distributions d’ions sont
continues). Au paragraphe 3.2.3, nous avons discuté le fait qu’au centre du nuage du nuage
d’ions, la fonction de répartition des microchamps électriques est décrite par la distribution
de Holtsmark. Elle ne concerne cependant qu’un petit nombre d’ions, les autres voyant un
champ moyen beaucoup plus grand. Cette description est bien adaptée au cas d’ions formés
par le laser pulsé, mais pas au cas d’ions formés en continu pendant l’excitation par le laser
Ti:Sa. Nous discutons plus avant ce cas au paragraphe 3.3.3.

3.3.2 Photoionisation préalable a I’excitation

Les formes de raie sont calculées pour une expérience similaire & l’expérience présentée
Fig. 3.9. Expérimentalement, un nombre d’ions important est créé, ~ 20000, avec le laser
pulsé, dans un volume d’excitation cylindrique (le waist du laser est d’environ 140 pm). Aprés
un délai variable, le laser Ti:Sa (axe de propagation confondu avec celui du laser pulsé) est
allumé pendant 50 ns typiquement et permet l'excitation de I'état 23ps/, (pour un champ
de 127 V/cm). La photoionisation par le laser Ti:Sa peut étre considérée comme négligeable
pendant un temps si court et le calcul des distributions de champ du paragraphe précédent
est bien adapté. Les résultats du calcul sont superposés aux résultats expérimentaux sur la
figure 3.12.

Le calcul est en bon accord avec 'expérience. Différents points sont & mentionner concer-
nant ce calcul. L’excitation par le laser pulsé est fortement saturée, le volume d’excitation des
atomes dans I'état 7p est donc mal connu (ce n’est pas le cas du nuage d’ions car en régime
fortement saturé, il est simplement proportionnel au flux du laser pulsé). Un rayon caractéris-
tique v/2 fois plus grand qu’en régime non saturé semble étre une bonne valeur. L’hypothése
d’un nuage gaussien pose probléme car l'excitation se fait suivant un cigare. Ceci conduit a
trouver par le calcul un nombre d’ions bien plus petit que par ’expérience, ~ 2000 au lieu
de 20000. En supposant un PMO gaussien de rayon caractéristique 350 pm, le nombre d’ions
calculé serait proche de 10000. La mesure n’est pas précise & mieux qu'un facteur 2, le nombre
calculé est donc raisonnable. A noter que I’explosion coulombienne est ici prise en compte,
mais avec 2000 atomes, elle ne conduit qu’a une diminution du champ électrique maximum
d’un facteur 1/5 aprés 300 ns (la diminution serait d’un facteur 2 avec 10000 ions). Enfin, un
décalage z4 = 60 pm en position des deux lasers est pris en compte (le décalage vers le rouge
de la raie a temps nul est justifié par un tel décalage en position).

3.3.3 Photoionisation au cours de ’excitation

La dynamique des ions en présence d’une source d’ionisation continue (en l'occurrence le
laser Ti:Sa) est plus délicate a calculer. Pour simplifier, le champ électrique est évalué sans
prendre en compte le phénoméne d’explosion coulombienne. Dans 'expérience décrite, cette
hypothése est valide car le nombre d’ions reste faible (~ 2000) dans un volume d’excitation
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F1G. 3.12 — Excitation de I’état 23ps/> en champ électrique (127 V/cm). Le Laser Ti:Sa (waist 160 pm et
puissance ~ 200 mW) est branché pendant 50 ns aprés différents délais par rapport au laser pulsé (0,100, 200
et 300 ns).
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relativement grand. Le calcul est détaillé, il utilise tout simplement le principe d’addition des
champs électriques. Le champ créé pendant dt par le laser, en supposant le nuage d’ions créé
& symétrie sphérique est simplement :

= d]\@(r,t) .
E(r) = ¢———5 3.15
(1) =q dmeqr? (3.15)
avec :
dN;(r,t) = orpdt / ngp(r', t)dmr’ dr’ (3.16)
0

le nombre d’atomes photoionisés dans la boule de rayon de r pendant dt, nyp(r,t) étant la
densité d’atomes dans 'état 7p.

Ce champ est & ajouter aux champs créés aux instants précédents et s’étant déplacés sous
leffet du champ électrique externe (’expression exacte est développée dans I'annexe B).
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F1G. 3.13 — Spectres d’excitation de 1’état 50p3,2 pour plusieurs champs électriques. Le Laser Ti:Sa (waist
320 pm et puissance ~ 200 mW) est allumé pendant ~ 300 ns. Le laser pulsé et le laser Ti:Sa sont croisés dans
cette expérience.

Le calcul est superposé a I'expérience sur la Fig. 3.13. L’état 50p3 o est excité pendant 300
ns par le laser Ti:Sa (puissance 200 mW, les lasers pulsé et Ti:Sa sont croisés et forment un
nuage approximativement gaussien de rayon o) pour différents champs électriques (faibles).
Le résultat est bon accord avec ’expérience, pour un nombre d’ions détectés assez proche,
N; ~ 1800 (la principale inconnue est le champ parasite maximum déterminant la largeur de
raie. Ce champ est proportionnel au rapport %, et en 'absence d’une forte mobilité des ions,
les formes de raie dépendent uniquement de ce paramétre. L’ajustement permet de trouver un
waist d’environ 20 ~ 320 pm pour ~1800 ions.).
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3.4 Conclusion

Des élargissements de raie importants ont été obtenus avec des nombres d’ions relativement
faibles. Cet effet est dramatique en présence d’un champ électrique statique. Ce résultat montre
I'importance d’éliminer au maximum la présence d’ions pour mettre en évidence le blocage
dipolaire. Ce chapitre montre aussi le potentiel que peut présenter une spectroscopie d’états
de Rydberg pour analyser un plasma, notamment son expansion. Les formes de raies obtenues
en présence d’'un plasma sont difficiles & modéliser et demandent une étude approfondie. Cette
spectroscopie est probablement trés intéressante pour I’étude des plasmas froids, a la fois pour
mesurer ’expansion du plasma mais aussi parce qu’il est attendu alors que les formes de raies
dépendent de la température des électrons [Gigosos et al., 2006].

Nous revenons maintenant au blocage dipolaire avec une excitation continue permettant
d’écarter les problémes d’ionisation et donc plus adaptée.
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Chapitre 4

Blocage dipolaire de 'excitation
d’atomes vers des états de Rydberg :
Controle par champ électrique et par
résonance de Forster

4.1 Introduction

Le blocage dipolaire est envisagé comme un moyen de "jouer" avec un ensemble d’atomes
lors de leur excitation vers un état de Rydberg. Il devrait permettre de réaliser des portes
quantiques, élément de base de ce que pourrait étre un ordinateur quantique ou bien d’obtenir
des états collectifs ne comprenant qu'un nombre déterminé d’excitations atomiques.

L’utilisation de linteraction dipole-dipole entre atomes de Rydberg pour réaliser
une porte quantique de phase conditionnelle (cf paragraphe 1.4.2) a été proposée par
[Jaksch et al., 2000]. L’état de Rydberg serait utilisé comme état relais entre les deux états
de base d’un atome formant un qubit. L’expérience pourrait étre réalisée en champ électrique
statique pour générer une interaction dipole-dipole forte entre atomes. Les atomes de Rydberg
sont en effet connus pour avoir de trés grandes polarisabilités ; le champ électrique polarise les
atomes grace au couplage Stark qu’il induit entre états de Rydberg et chaque atome excité
dans I’état Rydberg peut alors posséder un trés grand dipole permanent. L’interaction dipole-
dipole entre atomes est ainsi contrdlée. L'un des modéles proposé par [Jaksch et al., 2000]
consisterait a utiliser le blocage dipolaire de l'excitation Rydberg pour un ensemble de deux
atomes. Schématiquement, lorsque deux atomes sont assez proches pour interagir via l'inter-
action dipoéle-dipdle, I'excitation d’un des atomes empéche l'excitation suffisamment mono-
chromatique de I'autre atome car l'interaction dipéle-dipéle induit un décalage énergétique de
la transition pour le second atome.

Le blocage dipolaire peut aussi étre utilisé afin de coder un qubit non pas sur deux états
propres d’un seul atome mais sur deux états collectifs d’un ensemble mésoscopique d’atomes
[Lukin et al., 2001]. Les deux états de base du qubit sont d’une part un état sans excitation
(tous les atomes dans ’état fondamental) et d’autre part un état superposition cohérente
d’états ne comportant qu'une seule excitation Rydberg. Aucun état collectif comportant deux
excitations Rydberg n’est possible dans une situation de blocage dipolaire idéal. Dans un
ensemble "trop" grand d’atomes de Rydberg, un blocage total de l'excitation n’est pas at-
tendu, on attend plutét une suppression partielle de I'excitation. Ceci est d’autant plus vrai
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que l'excitation n’est jamais totalement monochromatique. Un second atome peut étre excité
si le décalage énergétique dii & l'interaction dipole-dipoéle entre les deux atomes reste plus
faible que la largeur spectrale de ’excitation. Une démonstration expérimentale du blocage
dipolaire n’avait pas été obtenue jusqu’en 2006. Différentes expériences avaient mis en avant
une saturation de I'excitation en raison d’une interaction du type dipole-dipdle du deuxiéme
ordre |Tong et al., 2004, Singer et al., 2004, Liebisch et al., 2005]. Dans ces expériences, un
ensemble d’atomes de Rubidium sont excités chacun dans un état nl pur, en champ électrique
nul. Il n’existe pas en champ nul d’interactions de type dipole-dipole entre atomes de Rydberg
avec une interaction a longue portée oc 1/R3. Des interactions dipole-dipdle se manifestent
seulement comme une perturbation du deuxiéme ordre oc 1/RC. Ces interactions bien qu’a
plus courtes portées conduisent également a un blocage local de 'excitation (que nous dénom-
merons blocage Van der Waals) et limitent I'excitation. L'un des enjeux de nos expériences
était I'utilisation de l'interaction dipole-dipole du premier ordre en o 1/R? pour augmenter
considérablement 1’efficacité du blocage de 'excitation.

Diverses expériences de spectroscopie ont caractérisé des propriétés de 'interaction dipole-
dipole entre atomes de Rydberg, sans qu’elles ne parviennent & montrer 'effet du blocage di-
polaire. Notamment, la dépendance angulaire du transfert résonant d’excitation a été étudiée
dans la référence [Carroll et al., 2004] lorsque le volume d’excitation des atomes de Rydberg
est cylindrique et trés allongé : la modification de 'orientation du champ électrique par rapport
a ’axe internucléaire le plus probable permet de faire varier 'interaction dipole-dipéle dans le
schéma de transfert résonant de Forster (une variation d’un facteur 4 a été obtenue pour 'effi-
cacité du transfert résonant d’excitation). L’interaction dipole-dipole entre atomes de Rydberg
excités via une excitation large bande (donc sans blocage) a pu étre sondée au moyen d'une
excitation microonde [Afrousheh et al., 2004, Li et al., 2005]. Dans [Afrousheh et al., 2004],
un échantillon d’atomes dans I'état 45d5/, est sondé avec ou sans la présence d’atomes dans
I'état 46p3 /2. La présence des atomes dans I'état 46p3 /5 conduit a un élargissement des raies de
quelques 50 kHz (les densités sont faibles, ~ 10% at/cm™3, et n est relativement peu élevé, les
élargissements observés demeurent donc faibles). L’excitation microonde permet une spectro-
scopie tres précise mais nécessite une premiére excitation vers I’état Rydberg. Si cette premiére
excitation est pulsée, I’excitation de paires d’atomes relativement proches peut conduire a des
collisions ionisantes [Li et al., 2005].

Nos expériences ont permis la mise en évidence du blocage dipolaire dans deux configura-
tions distinctes, avec le schéma d’excitation continue & 3 couleurs, décrit au paragraphe 2.3.3.
Dans une premiére expérience, nous avons tiré parti de I'interaction dipdle-dipdle entre atomes
de Rydberg en présence de champ électrique. Une suppression d’excitation par blocage dipo-
laire pouvant atteindre jusqu’a 60% a été mise en évidence avec I'excitation d’atomes dans
des états npz /o avec n relativement élevé, typiquement 50 < n < 120. Un modele de champ
local développé pour décrire ’excitation d’une assemblée d’atomes en présence d’interaction
dipdle-dipole permet de retrouver les principaux résultats expérimentaux. Dans une deuxiéme
expérience, nous tirons parti de l'interaction dipole-dipole & résonance de Forster en utili-
sant le couplage résonnant entre les états |np,np) et |ns,(n + 1)s), possible pour n < 42.
Les résultats obtenus, publiés dans [Vogt et al., 2006] font état d’un blocage de 'excitation
de 30%. Une principale limitation de 'efficacité du blocage dipolaire mise en évidence est
la saturation laser par puissance. En effet, elle élargit les raies d’excitation et donc limite la
résolution spectrale de ’excitation qui doit étre inférieure au décalage dipole-dipdle pour que
le blocage soit efficace. Un autre effet important provient des couplages |ns, np) — |np,ns) et
|(n+1)s,np) — |np, (n+1)s) résonants quelque soit le champ électrique et responsables pour
cette raison d’élargissements des raies de résonance en champ électrique, car ils perturbent la
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distribution des niveaux d’énergie méme pour un champ éloigné de la résonance de Forster.
Ce chapitre est introduit par une description du blocage Van der Waals et des expériences
correspondantes. La suite du chapitre est dédiée a 1’observation du blocage dipolaire propre-
ment dit. La premiére description concerne le blocage dipolaire en champ électrique, avec le
couplage trés fort entre les états np et (n — 1)d du césium (décrit dans la section 1.3.2.1).
Ensuite sont présentés les résultats du blocage dipolaire & résonance de Forster utilisant le
couplage de la réaction np, np < ns, (n+ 1)s. L’ensemble des résultats expérimentaux et leur
analyse sont présentés dans ce chapitre. Les taux d’ionisation sont discutés de maniére précise
afin de pouvoir écarter I’hypothése d’un role possible du blocage de ’excitation par charge
d’espace. Un des points importants déja mentionnés est la nécessité de rester en dega de tout
effet de saturation par puissance de I’excitation susceptible d’élargir les raies d’excitation.

4.2 Blocage dipolaire du deuxiéme ordre

4.2.1 Expérience du Connecticut

L’expérience [Tong et al., 2004] est la premiére ayant mis clairement en évidence une sa-
turation de ’excitation par des interactions entre atomes de Rydberg. Dans cette expérience,
des atomes de Rubidium dans un PMO sont excités par absorption d’un photon depuis 1’état
5s & l'aide d’'un laser pulsé monomode fonctionnant dans l'ultra-violet. La largeur de I'im-
pulsion laser est de 'ordre de 100 MHz, quasi limitée par transformée de Fourier, la densité
d’atomes dans I'état 5s est ~ 6.5 x 10! at/cm ™3 et de I'ordre de 20% des atomes peuvent étre
excités lorsque l'intensité de saturation est atteinte au centre du faisceau gaussien (I'intensité
de saturation est définie ici telle que 'atome effectue une transition ).

4.2.1.1 Reésultats et interprétation de I’expérience

Le résultat de cette expérience est présentée sur la Fig. 4.1. Pour une excitation de I'état
30p, le taux d’atomes excités est linéaire en fonction de l'intensité laser. Par contre, dans le
cas des états 70p et 80p, 'excitation apparait comme saturée, avec un blocage de prés de 80%
pour l'excitation de I’état 80p.

Cette saturation est attribuée principalement au blocage di l'interaction Van der Waals.
Afin de quantifier cette interaction, il est nécessaire de reprendre les premiers termes du
développement multipolaire & I’asymptote np — np, entrevu au paragraphe 2.4 :

(4.1)

Ces différents coefficients sont donnés dans l'article [Singer et al., 2005] dérivés des calculs
de Marinescu et al. [Marinescu and Dalgarno, 1995, Marinescu, 1997]. Comme nous ’avons
précisé au paragraphe 2.4, il existe 12 potentiels dégénérés 2 a 2 reliés a ’'asymptote np—np (ces
couples ont les méme coefficients de dispersion mais la dégénérescence est levée par I'interaction
d’échange). Parmi ces couples de potentiels, il existe deux paires de potentiels 12;—3Ej .
Pour l'une d’entre elles, nommée 12;—323(A), I'interaction est fortement attractive (Cg ~
2.6 10?2 a. u. a 'asymptote 70p — 70p d’aprés [Tong et al., 2004]), le coefficient Cg est deux
ordres de grandeur plus grand que pour les autres potentiels. Pour l'autre, 12;-323(R),
I'interaction est faiblement répulsive.

Parce que l'excitation des atomes dans le PMO est effectuée depuis 1’état 5s, seulement les
états X7 ou II sont accessibles pour I'excitation de paires d’atomes car les potentiels corrélés a
I’asymptote 5s—5s sont les états 12;{ et 351 et les régles + < +, u < g, AA = 0, =1 prévalent
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Fi1G. 4.1 — Figure extraite de l'article [Tong et al., 2004]. Elle présente le pourcentage d’atomes du PMO
excités en fonction de l'intensité laser (U'intensité laser I (Irradiance) est redimensionnée pour prendre en
compte la variation o I x (n*)® du taux d’excitation en 'absence de blocage).

lorsque la description en cas (a) de Hund est valide. En toute rigueur, cette description n’est
pas valide du fait de I'interaction hyperfine dans I’état fondamental et en raison de 'interaction
spin-orbite dans les états Rydberg. La représentation des fonctions d’ondes [Marinescu, 1997,
Singer et al., 2005] correspondant aux potentiels 'S F-3%F (A) et ' F-35F (R) montre que tous
deux peuvent étre excités, dans des proportions différentes suivant I’angle entre la polarisation
du laser et ’axe internucléaire. Cette représentation est en effet la suivante:

2 1 1
'r-tni4) e \/;|n10,n10> + \[6|n11,n1 — 1)+ \[6|n1 —1,nl1) (4.2)
Iyt 3yt 1 1 1
Sy =P Ti(R) & 4/ 5[n10,n10) + /2 |n1l,n1 = 1) +4 /5|0l = 1,n11) (4.3)

Les fonctions d’onde électroniques sont exprimées avec les fonctions d’onde
atomiques |n,l,m). L’axe de quantification est ici l'aze internucléaire. Cette
description ne considére pas la structure fine et se limite au modéle perturbatif
utilisé pour calculer l’expression des potentiels (4.1).

On notera également que pour l'état 'XF-35F(A), le coefficient O s’annule, il est répulsif
pour 'état 'SF-*3+(R) (pour I'état 12;—§EJ(R) a l'asymptote 70p—70p, l'interaction dipole-
quadrupodle en *R—C} est plus importante que I'interaction Van der Waals lorsque la distance
internucléaire R est plus grande que 12 pm, mais alors elle est déja inférieure a 30 kHz.).

Notons que le développement perturbatif (4.1) est valable seulement aux grandes distances
internucléaires, notamment parce que la différence d’énergie s, entre les niveaux npnp et

ns(n + 1)s est treés faible (cf. Fig. 4.2), ce qui rend les couplages dipole-dipole élevés. Cette
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différence d’énergie d,,ss est de l'ordre de 213 MHz pour n = 70.
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F1G. 4.2 — Décalage d’énergie —dppss entre les états ns(n + 1)s et npz/anps e pour le Rubidium 85 Rb, en
fonction de n. Les défauts quantiques sont extraits de [Li et al., 2003]. On voit que pour n > 38, le niveau
d’énergie ns(n + 1)s est situé au-dessus du niveau npsz/onps 2, mais cet écart énergétique reste toujours trés
faible (< 320 MHz).

C’est la raison pour laquelle le coefficient Cg est beaucoup plus grand pour le couple de po-
tentiels 12;—323(1%) que les valeurs trouvées pour d’autres asymptotes [Singer et al., 2005].

La valeur du Cg donnée par |Tong et al., 2004] pour ce potentiel implique un rayon d’interac-
ECG J— 5ppSS,
. . L. N RVdW .

Pour une distance internucléaire plus courte, le systéme n’est plus dans une configuration Van

der Waals mais dans un cas dipole-dipole résonant (il faut alors diagonaliser I’hamiltonien
total, en prenant éventuellement en compte I'interaction de spin-orbite, le terme dominant du
développement en puissances de 1/R des niveaux d’énergie serait un terme dipdle-dipole réso-
nant en 1/R3. C’est 'approche suivie dans la publication [Stanojevic et al., 2006] pour simuler
les résultats de expérience de résonances moléculaires [Farooqi et al., 2003]). Les densités at-
teintes?, de I'ordre de 1.4 x 10'? at /cm® pour n = 70 au centre du nuage d’atomes de Rydberg,
impliquent un espacement internucléaire moyen d’a peine 2.7 um. Dans ces conditions, le mo-
deéle perturbatif (4.1) n’est normalement pas acceptable pour les états 12;{-323(1&) lorsque
sont atteintes les fortes densités.

tion Van der Waals Ry g de l'ordre de 6.4 um. Ce rayon est défini' tel que

4.2.1.2 Modéle de champ moyen

Le modéle utilisé pour 'ajustement des données expérimentales de la Fig. 4.1 est basé
sur une théorie d’interaction de champ moyen et repose sur plusieurs hypothéses. Elles sont

!Pratiquement, dans un modeéle a deux niveaux de 'interaction dipéle-dipole pp « ss’, le développement
perturbatif de 1'état propre |—) relié asymptotiquement a 1'état pp (cf définition (1.78) p. 54) est donné par

%T”/ < 14+ (=2%5)2 - 1) ~ W ggvi.... Il n’est valable que si le couplage dipdle-dipole W vérifie

Oppss’ /2 Oppss’ ppss’
K /| P _ 2 . , .
W < —PB—. Avec le résultat T(ffi = 5W—, nous retrouvons bien que le développement perturbatif dans la
ppss
. , . . . ., _ 5 et
base d’états non perturbés est valide si R > Ryqw, ou Ryqw est donné par RG—CG— = -BBEe,
Vdaw

2La densité est ici calculée sans tenir compte de la limitation de Dexcitation par le blocage de 'excitation
au centre du faisceau d’excitation, ce qui évidemment n’est pas valable. En fait, la densité est limitée par
I'interaction pp < ss’. Pour qu’il y ait blocage, il faut que le décalage induit par 'interaction Van der Waals
soit supérieur & la largeur spectrale laser ~ 100 MHz, ce qui implique un couplage dipole-dipole moyen de
lordre de 6,55 pour n = 70. Le blocage de ’excitation est donc plutét de type dipdle-dipole.
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discutées succinctement dans ce paragraphe. Une justification plus exacte de cette théorie de
champ moyen est développée au chapitre 4.3.3.

Une premiére hypothése est donc faite d'un blocage de type Van der Waals, dii & une
interaction en _R—Cg‘", hypothése normalement valable seulement aux faibles densités lorsque les
atomes sont suffisamment éloignés les uns des autres. Si on considére un systéme a deux atomes,
il faut que le décalage induit par 'interaction Van der Waals soit supérieur a la largeur spectrale
laser ~ 100 MHz pour qu’il y ait blocage de I'excitation d’un deuxiéme atome en premiére
approximation (nous revenons sur ce point ultérieurement). Dans un volume contenant N
atomes excités, le décalage en fréquence § & prendre en compte pour I'excitation d’un autre
atome est la somme des termes d’interaction Van der Waals ¢; de cet atome avec chacun des
atomes déja excités pris isolément : 6 = ) ¢;. Ce résultat provient directement de la théorie

des perturbations.

Prenons en effet 'exemple d’un systéme a 4 atomes dont 3 sont déja dans ’état Rydberg. Pour
le systéme des trois atomes au départ dans I’état de Rydberg, I'énergie E,,, de I’état ppp perturbé
(d’énergie Eppp(0) en I'absence de perturbations) est calculée au deuxiéme ordre de la théorie des per-

turbations, en tenant compte des couplages dipole-dipdle hv;; o< % avec les états SS/”\}';S” , S/S”\‘/”;ps/,
et M\/;SS/, 1 et j désignant les deux atomes interagissant :
13
2
Eppp = Eppp(0) + 5 Z Z (hwiz) (4.4)
PP’ i1 <

Pour un systéme a quatre atomes, 1’énergie de 1’état pppp non perturbé devient :

Epppp = Epppp(0) + % Z Z (hvij)Q (4.5)

’
PPSSi=14,j<i

Un certain nombre des termes dans la somme (4.5) sont les mémes que dans I'expression (4.4), exac-
tement tous les termes de couplage pp < % ne faisant pas intervenir le quatriéme atome excité.
Lorsqu’on étudie la possibilité d’excitation d’'un quatriéme atome, le décalage § entre la fréquence de
transition d’'un atome perturbé par l’excitation de trois autres atomes dans son environnement et la

fréquence de la transition atomique non perturbée est donc le suivant :

0= ! Z Zl(hvij)Q - % Z Zl(hvij)Q = 5 ! Z(ﬁv4j)2 (4.6)

Finalement, seuls doivent étre pris en compte les couplages dipdle-dipole impliquant directement ce

quatriéme atome pour calculer le décalage d’énergie. Ce résultat se généralise a un systéme plus
complexe avec n atomes et des couplages avec plusieurs états moléculaires possibles.

Le modéle considére ensuite un volume sphérique d’excitation dans lequel un seul atome
est excité en moyenne. La rayon de cette sphére de rayon Ry (voir Fig. 4.3) varie au cours du
temps d’excitation lorsque la densité d’atomes excités augmente. Le volume correspondant V,
vérifie la relation Vype(r,t) = 1, ot pe(r,t) = p(r) x |ce(r,t)|%, avec p(r) la densité d’atomes
dans l'état fondamental supposée non perturbée par l'excitation et c.(r,t) I'amplitude de
la fonction d’onde d’un atome dans 'état excité, en représentation d’interaction (¥(r,t) =
o(r, )R g) + (1, t)e Bt/ Mc)).

La deuxiéme hypothése formulée par ce modéle suppose que la possibilité d’exciter un
deuxiéme atome dans ce volume dépend du décalage Van der Waals induit par tous les autres
atomes a [extérieur de ce volume. Suivant la position de ce deuxiéme atome & l'intérieur de
ce volume, le décalage varie beaucoup : il est faible au centre de la sphére mais beaucoup plus
élevé sil se trouve a la périphérie. L’équation d’évolution de c.(r,t) et c4(r,t) est la suivante:
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|—-"

r=0 ﬂd

F1c. 4.3 — Figure extraite de I’article [Tong et al., 2004]. Le modéle proposé dans cette publication considére
une boule V; de rayon Rg dans laquelle un seul atome de Rydberg a été excité.

d Q

z%ce(r, t) = 506(7", t) (4.7)
. d 5 2 20y 2 | Q

z%cg(r, t)=—Cs g(r/Rq) p . |ce(r, t)|“dmredr| ce(r,t) + Ecg(r, t) (4.8)

Ou Cg = %06 est un coefficient effectif moyenné sur tous les angles possibles
et toutes les symétries possibles. g(r/Ry) est une fonction normalisée prenant en
compte la variation du décalage Van der Waals suivant la position de l’atome a
Vintérieur de la sphére. Le résultat |c.(r,t)|? est ensuite moyenné sur les diffé-
rentes positions possibles a l'intérieur de cette sphere. RS dans expression du
Cs g(r/Raq)
Ry
En pratique, cette équation est résolue en remplagant r par y = /Ry, ce qui permet d’obtenir
une équation en ¢.(y,t) et ¢4(y,t) indépendante de R4. Ce modele souléve plusieurs questions.
L’hypothése est faite que dans le volume Vy, ’état du systéme est un état collectif compor-
tant une excitation Rydberg. Considérer 'excitation d’un deuxiéme atome & l'intérieur de ce
volume sans prendre en compte comme cela est supposé l'interaction avec ce premier atome
(i.e. a lintérieur de la sphére) est une approximation un peu grossiére. Nous discutons cette
hypotheése plus avant dans le modéle de la section 4.3.3. Du fait du grand nombre de potentiels
a I'asymptote np — np, dont un certain nombre ne sont presque pas décalés en énergie par
Iinteraction de type Van der Waals, la description est assez complexe. Ce modéle n’est pas
applicable au cas de l'interaction dipdle-dipole en champ électrique par exemple. Dans ce cas,
le décalage dipdle-dipdle & prendre en compte pour l'excitation d’un n-iéme atome lorsque
(n — 1) atomes ont été excités dans 'état Rydberg est au premier ordre de la théorie des

perturbations :
n n—1
6= Z Z hvkl - Z Z h’Uz‘j = Z hvnl (4.9)

k=11Il<k i=1 j,j<t l,l<n
(1-3cos?(0;5))
o
théorie des perturbations pour linteraction dipdle-dipdle entre deux atomes dans
I’état np, @ et j, séparés par la distance R;j, en présence d’un champ électrique
(cf paragraphe 1.3.2).

s VS ey - . . 1 _
décalage est relié a la densité via [’expression S = pe(r,t).

Ol vi; = /‘¢21p est le décalage d’énergie calculé au premier ordre de la
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Nous avons vu que moyennée angulairement sur toutes les directions possibles de I'espace,
cette interaction dipole-dipdle est nulle (cf résultat (1.57)). Moyenner a I’extérieur d’une sphére
délimitant un volume V; comme dans le modéle développé par [Tong et al., 2004] pour obtenir
un Cj effectif n’est pas possible. En fait, dans le cas de I'interaction dipdle-dipdle en champ
électrique, nous montrerons au chapitre 4.3.3 qu’il est assez raisonnable de considérer I'inter-
action avec le plus proche atome excité alors qu’en moyenne les contributions des interactions
avec les autres atomes s’annulent.

Si le modeéle est critiquable et susceptible d’étre amélioré car ’expérience se situe a la
frontiére entre interaction de Van der Waals et dipole-dipdle du premier ordre, le résultat de
Iexpérience [Tong et al., 2004] n’en demeure pas moins trés intéressant. Il est spécifié qu’avec
un volume d’excitation inférieur & %7‘( x (2 pym)3, la possibilité d’exciter un deuxiéme atome
n’excéde pas 1% avec un laser de largeur spectral inférieure & 1 MHz. Ce volume reste ce-
pendant petit et difficile a controler expérimentalement, d’ott 'intérét de rechercher le blocage
dipolaire du premier ordre, avec une interaction du type 1/R? & beaucoup plus grande distance.

4.2.2 Autres expériences

Deux autres expériences utilisant des excitations continues proposent une observation d’un
blocage de I'excitation supposé Van der Waals [Singer et al., 2004, Liebisch et al., 2005].
Dans [Singer et al., 2004], I'excitation des états nd et ns du rubidium est effectuée en deux
étapes. Les durées d’excitation sont de 1'ordre de 20 us et les densités atteintes élevées, typi-
quement 108 at/cm3. Il est maintenant démontré que des processus d’ionisation par collisions
froides et de formation de plasmas ultra-froids perturbent les résultats obtenus. Il est no-
tamment observé une forte asymétrie vers le rouge des raies d’excitation pour les états ns
avec n ~ 60 — 80 attribuée a des résonances moléculaires. Cette asymétrie pourrait étre due
également a la présence d’ions (en champ électrique nul, les ions créent une charge d’espace
rendant les raies des états ns asymétriques vers le rouge).

4
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F1G. 4.4 — Figure extraite de [Liebisch et al., 2005]. Distribution des nombres d’atomes de Rydberg détectés,
avec une moyenne de 30 atomes détectés pour chacune des deux études. (b) Etude servant de référence : le
volume d’excitation est trés grand et l'intensité laser trés faible, si bien que les interactions sont négligeables.
La distribution des nombres d’atomes détectés N suit une loi poissonienne. (a) Le volume d’excitation est plus
petit qu’en (b) mais 'intensité laser est beaucoup plus grande si bien qu'un méme nombre moyen d’atomes est
détecté. La loi de distribution des nombres d’atomes détectés n’est plus poissonienne. La variance (N?) — (N)?
est beaucoup plus faible qu’en (b).

Dans [Liebisch et al., 2005], environ 50 atomes en moyenne sont excités vers un niveau nds
dans un volume cylindrique de longueur 500 pym et de diameétre 20 um. Ce faible nombre
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d’atomes semble cependant suffisant pour que I'excitation soit perturbée par la présence d’in-
teractions, de type Van der Waals. Il apparait notamment que la distance interatomique
minimale d’excitation d’une paire d’atomes (définie par la force de I'interaction et la largeur
laser, 5 MHz dans cette expérience), d’environ 6 pum pour n ~ 77 est de l'ordre de la distance
interatomique moyenne dans 1’état fondamental. Le faible nombre d’atomes excités permet
difficilement I'observation d’une saturation. Cependant, le nombre d’atomes excités & chaque
excitation (100 ns de durée d’excitation) tend a devenir plus homogéne en présence de blocage
dipolaire (cf Fig. 4.4) que lorsque les atomes sont excités et détectés de fagon indépendante les
uns des autres. Dans le cas ol les atomes sont indépendants les uns des autres, la distribution
des nombres d’atomes détectés suit une loi poissonienne (la probabilité d’excitation puis dé-
tection de k atomes parmi N atomes indépendants suit une loi binomiale, elle est équivalente &
une loi de Poisson pour les grands nombres d’atomes.). Si il y a interactions et donc corrélations
entre les excitations, la possibilité d’obtenir des nombres élevés d’atomes excités est restreinte.
Il apparait également que le nombre d’occurrences pour laquelle le nombre d’atomes excités
est peu élevé diminue. L’intensité laser d’excitation est en fait augmentée dans les données
de la figure 4.4 (a) en présence de blocage de 'excitation afin qu'un méme nombre d’atomes
solent excités en moyenne dans les deux expériences (a) et (b), limitant donc la possibilité
que le nombre d’atomes excités soit faible. Au final, la variance du nombre d’atomes détectés
diminue fortement. Ces données n’ont pas encore été modélisées.

De tels comportements de saturation de I’excitation probablement dus & 'interaction Van
der Waals ont été observés dans nos études du blocage dipolaire. En effet, la courbe du décalage
d’énergie entre les niveaux |np,np) et |ns, (n + 1)s) d’'un dimeére de césium (cf Fig. 1.12) est
quasiment identique a celle obtenue dans le cas du rubidium (cf. Fig. 4.2), la frontiére n—=42
remplacant n=38 : le décalage d’énergie est négatif pour n < 42, quasi nul pour pour n =
42 (exactement -9.6 MHz d’aprés [Weber and Sansonetti, 1987]), et reste ensuite trés faible
(|0ppss’| < 250 MHz). Il existe donc toujours une forte interaction Van der Waals attractive
pour n > 42 susceptible de limiter 'excitation en champ nul.

Nous nous sommes en général placés dans des conditions telles que cette interaction reste
faible pour l'observation du blocage dipolaire en champ électrique. La mise en évidence du
blocage dipolaire en champ électrique ne peut en effet se faire que par comparaison avec
I’excitation en champ nul. Il est nécessaire que les densités soient suffisantes pour observer un
effet de blocage dipolaire du premier ordre en champ électrique mais que 'effet du deuxiéme
ordre reste minimum en champ électrique nul.

4.3 Blocage dipolaire en champ électrique

Les atomes de Rydberg ont un trés grand moment dipolaire en présence d’un champ élec-
trique F'. Par comparaison avec 'eau HoO de moment dipolaire 1.85 D (1 D~ 0.4 u.a.), un
atome de Rydberg dans I'état Stark np3/2(F ) peut posséder un moment dipolaire perma-
nent de plus de 2000 D pour n = 40. Placés en champ électrique, les atomes de Rydberg
interagissent trés fortement via l'interaction dipole-dipole. Au chapitre 1.3.2; il est montré
que cette interaction prend une forme simple dans le systéme modéle formé par les couples
d’états [nps/o(F'), nds o (F')) ou |npy /o(F),nds/s(F)). Pour deux atomes excités dans les états
npz/o(F) ou dans les états np/o(F) (moments dipolaires permanents pa(F) et up(F)), le
couplage dipole-dipdle entre deux atomes A et B est égal a la valeur que l'on calculerait de
maniére classique :
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pa(F)pp(F)(1 — 3cos?©)

R3
R étant la distance internucléaire et © étant I’angle entre 'axe du champ électrique et ’axe
internucléaire. L’étude de I'interaction dipole-dipoéle et la possibilité du blocage dipolaire sont
donc a priori facilitées pour ce systéme. Toutefois, un certain nombre d’effets "parasites"
peuvent rendre cette étude délicate. Il est premiérement nécessaire de contréler proprement
le probléme de l'excitation. Du fait du couplage Stark, la probabilité d’exciter I'état nps /o (F)
diminue en champ électrique pour une intensité laser d’excitation constante (cf section 1.3.2.1)
et ceci peut diminuer l'effet du blocage dipolaire. La saturation laser de ’excitation est un
probléme aussi car elle élargit par puissance les raies d’excitation et diminue donc la résolution
spectrale de l'excitation (limitée dans notre schéma d’excitation a 5-6 MHz par la durée de
vie de I'état 7s et la durée de P'excitation ~ 300 ns). Un deuxiéme point est la proximité des
états npzonps o et ns(n+1)s qui complique I’étude du blocage dipolaire en champ électrique :
d’une part 'interaction Van der Waals peut conduire & un blocage de 'excitation, d’autre part
certains potentiels moléculaires sont trés attractifs et conduisent & des collisions accompagnées
d’une ionisation d’un des atomes. Ces problémes d’ionisation peuvent étre trés limitants dans
cette spectroscopie de l'interaction dipole-dipdle, car conduisant & un effet de limitation de
I’excitation. Une autre cause d’ionisation possible dans le schéma d’excitation continue est
la photoionisation par le rayonnement du corps noir & 300 K. Cependant, a I’échelle de 'ex-
périence, 300 ns, les taux sont suffisamment faibles pour ne pas perturber significativement
I’excitation. Nous revenons plus en détails sur ces problémes dans la section 4.4.5. Notam-
ment, une premiére étude de 'interaction dipdle-dipdle au voisinage des résonances de Forster
(possibles pour n < 42) a permis de bien controler de l'interaction npssnps o +— ns(n+1)s
et d’écarter les problémes d’ionisation.

Vgq = (4.10)

Dans la présente section, nous mettons en évidence que le blocage dipolaire de 'excita-
tion est effectif lorsque des champs de seulement quelques mV /cm sont appliqués (largement
inférieurs au champ de croisement d'un état nps/o(F') avec la multiplicité d’états d’énergies
inférieures®). Des études comparées de différents n, des études en faisant varier le champ
électrique et des études de densité en faisant varier la puissance des lasers d’excitation ou
les densités initiales d’atomes ont été réalisées pour caractériser complétement l’excitation
d’une assemblée d’atomes en présence de blocage dipolaire en champ électrique. L’excitation
des états mpy /o est comparée a celle des états nps/p, pour mieux cerner les effets possibles
de I'interaction entre les états nps/onps o et ns(n + 1)s lorsque les états nps /o sont excités.
Les nombres d’ions sont minimisés mais toujours enregistrés simultanément avec les nombres
d’atomes de Rydberg pour bien "cerner" leur role.

Enfin, un modéle d’interaction de champ local permet une description théorique en rela-
tivement bon accord avec ’expérience. Il repose sur une approximation de type Hartree-Fock
utilisée usuellement dans les théories de champ moyen permettant par exemple de retrouver
I’équation de Gross-Pitaevski. De tels théories peuvent étre utilisées pour décrire les conden-
sats d’atomes interagissant via l'interaction dipole-dipole et notamment décrire les particula-
rités d’expansion de tels condensats du fait de ’anisotropie de l'interaction dipole-dipdle. I1
est montré qu’en premiére approximation, pour le blocage dipolaire en champ électrique, le
champ moyen est négligeable et que 'interaction dipole-dipdle en champ électrique est limitée
a l'interaction avec le plus proche atome voisin excité, proportionnelle en moyenne & la densité
d’atomes de Rydberg.

3Ce champ est typiquement de 'ordre de ;ni u. a., correspondant & tan? @ ~ 14 ou 6 caractérise simplement

la couplage Stark entre les états nps o et (n — 1)ds 2 (cf chapitre 1.3.2.1).
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4.3.1 Blocage dipolaire de I’excitation vers les états nps,

Dans cette premiére série d’expériences, les atomes sont excités vers des états de Rydberg
nps/y depuis I'état 7s (n variant de 40 & 85) en balayant la fréquence du laser Ti:Sa pour
différents champs électriques appliqués. L’intensité du laser Ti:Sa est choisie de maniére a
étre largement en-dessous du seuil de saturation par puissance mais proportionnelle & n3 pour
palier & la diminution en n~3 de la force d’oscillateur. La puissance du laser Ti:Sa utilisée pour
Pexcitation de I'état 50p3/, est ainsi seulement de 7.8 mW (correspondant & une intensité pic
de 88 W/cm? & comparer & l'intensité de saturation évaluée a ~ 121 W/cm?) et de 36 mW
pour 'excitation de I'état 85p3/;. Le décalage de la fréquence des lasers pieges par rapport a
la transition 6sy /9, F' = 4 — 6p3/9, F' = 5 est dppo ~ —15 MHz (configuration normale de
fonctionnement du piége magnéto-optique). La diode laser 1470 est collimatée au niveau du
PMO ( waist wig70 ~ 1300 pm et puissance ~ 2 mW) et colinéaire avec le laser Ti:Sa (waist
wrise ~ 125 um et puissance variable). Les polarisations des deux lasers sont toutes deux
paralléles au champ électrique pour permettre I'excitation de I'état |m; | = 1/2 uniquement.

4.3.1.1 Résultats expérimentaux : étude comparée de différents états np; )/,

La figure 4.5 compare les spectres de I'état 85p3 /5 obtenus pour deux champs électriques
différents (0 V/cm et 0.13 V/cm) : il apparait une nette diminution de 'excitation en présence
de champ électrique, d’environ 66% au centre de la raie.

160-

140 1 Champ électrique appliqué
] ——0V/em
120 — 0,13 V/cm

1001
801
60-
40-
20-

0 ] T T T T T —T
-60 -40 -20 0 20 40 60
Désaccord a résonance (MHz)

Amplitude du signal 85p, (Un. Arb.)

F1G. 4.5 — Superposition de deux spectres obtenus & 0 V/cm et 0.13 V/cm pour 1'état 85p3/2. La puissance
du laser Ti :Sa est de 54 mW. La fréquence du Ti :Sa est ramenée a 0 au centre de la résonance.

La figure 4.6 montre I'évolution des spectres d’excitation de I'état 75p3/5 en fonction du
champ électrique. Il apparait également une diminution importante de I'excitation, semblant
quadratique en fonction du décalage Stark d’énergie de I'état 75p3/,. La diminution de I'ex-
citation linéaire en fonction du champ électrique a champ faible (et donc quadratique en
premiére approximation en fonction du décalage Stark de I’état p) est confirmée sur la Fig. 4.7
(a). Cette figure montre I’évolution de 'amplitude du signal Rydberg en fonction du champ
électrique lorsque le laser Ti:Sa est résonant avec la transition 7s; /o — nps/o (n variant de 40
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FI1G. 4.6 — Spectres de I'état 75p; /2, pour différents champs électriques (du fait de la polarisabilité négative
des états nps/o du césium, la fréquence de résonance du laser Ti:Sa est une fonction décroissante du champ
électrique). La diminution du signal en champ électrique est beaucoup plus importante qu’attendue.

a 85). L’évolution en champ électrique des amplitudes est normalisée & 1 en champ nul pour
permettre une meilleure comparaison des différentes courbes.

Ces données montrent une diminution de plus en plus rapide de D'excitation en champ
électrique en fonction de n. La variation de I'excitation en champ électrique est précisée sur
la Fig. 4.8 ou nous reportons les pentes a(n) de la diminution linéaire de I'excitation & champ
électrique faible pour différents n. Les données expérimentales a(n) sont relativement bien
ajustées par une loi de puissance de la forme a(n) = —3.1 x n57.

4.3.1.2 Interprétation des résultats

Afin d’interpréter ces résultats, nous rappelons et développons plus avant certains résultats
du chapitre 1.3.2 concernant l'interaction dipéle-dipdle en champ électrique. Ce rappel nous
permet ensuite d’évaluer la possibilité du blocage dipolaire de I'excitation vers des états de
Rydberg au sein des nuages d’atomes étudiés.

Interaction dipole-dip6le moyenne

Reprenons le déplacement du niveau d’énergie v d'un état [np(F') np(F')) par l'interaction
dipole-dipole donné par la formule suivante?, établie au paragraphe 1.3.2 :

€2M120d(1 — 3(cos ©)?)
R3

U = Ejpp(r)np(ry) = 4Ap(0) Ad(0) (4.11)

4Cette formule ne tient pas compte des couplages avec les états ns, (n + 1)s et nds/; qui sont négligeables
en champ faible. L’expression exacte est donnée dans 'annexe A.



4.3 Blocage dipolaire en champ électrique 149

— (a) (b)

-T—\ \+
.§ \\ \+/ _+_ggp 2 —=—40p
R B b S 50p
£ RN 55p £ —=—70
S TN —+= 60p 5 P
z it S 65 c —=—85p
3 4 v o 70p g Théorique, sans
= E\L AV . 75E 2 interaction

- e e =
% AR \+\+ -+=-80p E 5\5/5
0.3 A ’.af —_+— 85p
T T T T T 0'0 T T T T T T T
0.0 0.8 1.6 24 3.2 0 1 2 3 4 5 6

Champ électrique (V/cm)

F1a. 4.7 — (a) Variation de 'amplitude d’excitation Rydberg pour n=40-85, en fonction du champ électrique.
La puissance du laser Ti:Sa varie en n® pour compenser la diminution de la force d’oscillateur en n™2. (b)
Données de la courbe (a) pour quelques états n en fonction du paramétre normalisé tan® @. La courbe noire
représente la diminution de amplitude Ap(f) attendue sans interactions entre atomes (cf. paragraphe (1.3.2.1).
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F1G. 4.8 — Pentes a l'origine des courbes de la Fig. 4.7 (a) présentant la diminution de I'amplitude de

lexcitation Rydberg en fonction du champ électrique. L’ajustement de la courbe expérimentale suit une loi de

puissance de la forme —3.1 x n= %7,



Chap 4 - Blocage dipolaire de I’excitation d’atomes vers des états de Rydberg :
150 Contréle par champ électrique et par résonance de Forster

R est l’espacement internucléaire. Rappelons que tan(f) = —gde,F caractérise le couplage Stark

entre les états nps/o et nds/o alors que © est I'angle entre la direction de l’ave internucléaire et
Vaze du champ électrique. Ap(0) et Ad(0) caractérisent ’amplitude des états nps,o et (n—1)ds -
dans I’état Stark nps o (F') :

Ap(9) = [(nps)2, Imj| = 1/2|nps 2 (F), [my| = 1/2)]? (4.12)
Ad(9) = |{ndsa, [mj| = 1/2lnps o (F), [m;| = 1/2)[° (4.13)

Les wvaleurs exactes des coefficients Ap(6) et Ad(6) ont été formulées au paragraphe 1.3.2.1.
L’approche & deuz niveauz valable pour tan(f) < 1 donne 4(Ap(0)Ad(6)) = (sin6)?. En champ
faible, cela donne 4(Ap(0)Ad(0)) ~ tan? 6.

Dans une assemblée d’atomes, il convient de considérer tous les couplages possibles. La
possibilité d’exciter un atome dénommé n initialement dans ’état fondamental vers un état
de Rydberg en présence de (n — 1) autres atomes de Rydberg est simplement fonction du
décalage d’énergie entre le niveau |r"), correspondant au cas ou les n atomes sont dans ’état
de Rydberg, et le niveau |r(n — 1)) pour lequel le n-iéme est dans 1’état fondamental. Ce
décalage § est donné au premier ordre de la théorie des perturbations par la formule (4.9)
reproduite ici :

5= hoy (4.14)

Lil<n

¢ est donc simplement donné par la somme des couplages vy,; entre le n-iéme atome initialement
dans I'état fondamental et tous les autres atomes.

Dans cette somme, il est possible d’isoler le couplage avec le plus proche voisin excité vy, des
autres couplages que nous remplacons, pour un grand nombre d’atomes, par une intégrale:

5~ / vi(©, R)n(R)27 sin OR2ARAO + v,y(O,, Ry) (4.15)

L’indice p désigne le plus proche voisin, ©, et I, définissant I'interaction avec le n-iéme atome.
L’intégrale sur V' = Vpao — V est une somme sur tous les atomes situés a l'extérieur de la
boule ne contenant qu’un seul plus proche voisin excité pour I'atome n, n(ﬁ) étant la densité
d’atomes excités en R.

Dans le cas ot les atomes excités sont distribués de maniére stochastique, la distribution des
rayons R, possibles est simplement donnée par la distribution d’Erlang (1.61). L’espacement

internucléaire moyen est alors égale & R,, ~ 0.9R;, Ry étant relié a la densité locale  d’atomes
sl _ (4 —-1/3 . . 5 . b b2

excités Ry = ( 37r77) . En supposant® également que ce premier atome est situé au centre

du PMO et en remplacant n(R) par n(R), Vintégrale est nulle (cf résultat (1.57), Dintégrale

angulaire de 'interaction dipéle-dipole est nulle).

Finalement, le décalage est ramené & :
,ugd(l —3cos ©2)
Ry,

5~ () x (4.16)

SL’intégrale n’est pas rigoureusement nulle pour un atome excentré par rapport au centre du PMO. Elle
correspond a un terme de champ moyen qui en premiére approximation peut étre négligé par rapport au
champ local (I'explication est donnée dans la section 4.3.3.2). De méme, approximation d’une distribution
stochastique des atomes excités n’est pas exacte car le blocage dipolaire est anisotrope. Enfin, nous regardons
ici 'excitation d’un atome en présence d’autres atomes excités alors qu’en pratique tous les atomes sont couplés
au champ laser. Il convient par exemple de considérer tous les états possibles i) et |j) contenant N — 1 et N
excitations respectivement. Le calcul de la section 4.3.3.2 permet de retrouver de maniére générale le résultat
obtenu ici.



4.3 Blocage dipolaire en champ électrique 151

f(8) = 4Ap(0) Ad() caractérise le couplage en champ électrique (f(6) ~ sin? @ en considérant
uniquement le couplage Stark entre les états npso et (n — 1)ds/2).

Le principal résultat établi est que l'interaction dipdle-dipdle dans une telle assemblée
d’atomes se limite en premiére approximation a l’interaction avec le plus proche atome voi-
sin excité. La possibilité d’exciter cet atome ne dépend pas du signe de l'interaction d mais
seulement de la valeur absolue du décalage (lorsque le laser d’excitation est résonant avec la
transition non perturbée par I'interaction dipole-dipole), ¢’est pourquoi il est possible d’utili-
ser la moyenne angulaire de |4| pour obtenir un ordre de grandeur. Pour un espacement égal
a lespacement internucléaire moyen R,,, nous retrouvons la formule établie dans la section
1.3.2.2, exprimée en fonction de la densité d’atomes excités 7 :

Mgd 5 4
W, &~ 1.09f(0)? = 1.09f(0)p1pq 37 (4.17)
d

Pour plus de précision, on peut préférer utiliser la valeur médiane du décalage dipole-dipole
|0], qui reste cependant trés proche :

Hp

4
W,, ~ 0.97 f(e)R—j = 0.97f () 3 (4.18)
d

Analyse des données expérimentales

Afin de mieux comparer les différentes courbes de la Fig. 4.7 (a), nous les présentons en
fonction du paramétre tan?(6) sur la Fig. 4.7 (b). Ceci permet de les comparer a la décroissance
"normale" de I'excitation en champ électrique, due & la diminution de la force d’oscillateur,
dont il a été montré au paragraphe 1.3.2.1 qu’elle ne dépend que du paramétre tan?(6), indé-
pendamment de n. En effet, en 'absence de blocage dipolaire, g Ap(#) est la densité d’atomes
de Rydberg excités en champ électrique avec 19 la densité d’atomes excités en champ nul
(en supposant une excitation non saturée par puissance), étant donné que seul I'état nps /2
est couplé par laser a I'état 7s. Alors que dans le cas de I'é¢tat 40p3 /o, la courbe d’excitation
est relativement proche de la courbe théorique de diminution de la force d’oscillateur, cette
courbe s’en éloigne de plus en plus rapidement lorsque n croit.

Pour vérifier la possibilité du blocage dipolaire, donnons une valeur du couplage dipole-
dipdle entre atomes de Rydberg qu’on pourrait attendre en ’absence d’un tel blocage, i. e. en
exprimant que 1pAp(f) est la densité d’atomes de Rydberg excités en champ électrique dans
la formule (4.17).

En champ électrique F faible, la variation de l'interaction dipdle-dipdle moyenne est
donc W, o< n'F? (upg o< n? et 4Ap(0)Ad(9) x n~10 car tan(d) = _Z%F et A oc n73),
expression a comparer & la saturation expérimentale de l'excitation a(n) oc —3.1 x n%7F. Le
modéle de la section 4.3.3 montre que cette variation est compatible avec le blocage dipolaire.
L’expression —3.1n%7F est curieusement assez proche de la dépendance en n du décalage
Stark des états np, dpp n~7 x F2?. Ceci pourrait plaider pour une influence possible des
ions (ils créent une charge d’espace AF responsable d’un décalage Stark AE oc n™" x FAF).
Il n’est pas a priori possible d’écarter leur role. Cependant, le nombre d’ions, maximum
pour l'état 85p3/y est & peine détectable en champ nul (< 80) et diminue rapidement en
champ électrique, linéairement avec le nombre d’atomes excités. Le délai de détection® est de
I'ordre de 700 ns et une ionisation par collisions ou rayonnement du corps noir a une grande
probabilité d’intervenir pendant ce temps, i. e. aprés 'excitation. Des études plus détaillées

5Le champ électrique d’ionisation pulsé varie trés faiblement pendant cet intervalle de temps.
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seront fournies dans la suite de ce paragraphe, mais il est probable que ces ions ne jouent pas
un réle important.

La courbe relative a l'interaction dipdle-dip6le moyenne donnée par I’équation (4.17) dans
le cas de l'excitation de I'état 85p3 /9 est présentée Fig. 4.9 (a), pour une densité pic d’atomes
de Rydberg 19 ~ 2.5 x 10® at/cm?®. Un couplage de 10-12 MHz entre atomes voisins serait
attendu en champ électrique si la densité d’atomes de Rydberg excités était ngAp(f). Cette
valeur est déja beaucoup plus élevée que la valeur de la résolution spectrale de l'excitation
Av ~ 7 MHz (obtenue en champ nul et pour des n bas dans cette expérience). Ceci justifie
I’observation d’un fort blocage dipolaire de I'excitation.

S’il est tenu compte de la variation de 'amplitude d’excitation observée (en tenant compte
de la suppression de I'excitation et donc du nombre d’atomes excités expérimentalement pour
calculer la densité atomique moyenne dans I’état Rydberg a la fin de 'excitation), I'interaction
dipole-dipdle moyenne sature trés rapidement autour d’une valeur d’environ 5-6 MHz (cf.
Fig. 4.9 (b)). Le blocage dipolaire de 'excitation n’intervient que si le couplage dipéle-dipdle
(4.17) entre deux atomes est suffisant pour que l'excitation d'un deuxiéme atome soit mise
hors résonance. En premiére approximation, I’excitation d’un deuxiéme atome est impossible
si le couplage dipole-dipdle W est supérieur a la largeur spectrale de l'excitation Av, soit
W > Av. La valeur W,,, &~ 5 —6 MHz est peut étre un peu sous-estimée si on la compare a la
condition de blocage W,,, > Av, d’autant plus qu’elle concerne la densité pic atteinte au centre
du volume d’excitation. Cependant, on verra que pour W,, > %, la possibilité d’excitation
d’un deuxiéme atome au voisinage d’un premier atome est déja diminuée de moitié (cf résultat
du paragraphe 4.4.4.1). Par ailleurs, la densité atomique n’est pas déterminée pour cette étude
a4 mieux qu'un facteur 3 prés, elle est probablement sous-évaluée dans cette expérience. En
effet, un facteur au moins deux fois plus élevé est probable dans cette expérience lorsqu’on
compare les nombres d’atomes excités dans cette expérience par rapport aux nombres d’atomes
excités mieux calibrés dans l'expérience 4.3.2. L’évaluation de la densité dépend beaucoup des
paramétres expérimentaux que sont les waists des lasers et la taille caractéristique du PMO.
Des études en densité présentées dans la section 4.3.2 apporteront les résultats quantitatifs
nécessaires, mais d’ores et déja, nous sommes certains d’observer le blocage dipolaire.

Une attention particuliére doit aussi étre portée a la largeur des raies d’excitation en champ
électrique. La figure 4.10 montre un élargissement sensible en fonction du champ électrique
appliqué, mais aussi en fonction de n. L’élargissement en fonction du champ électrique appliqué
est facilement interprété en considérant les spectres de la figure 4.5 : la saturation par blocage
est plus nette au centre de la raie que sur les ailes (moins d’atomes sont excités sur les
ailes, l'effet du blocage y est donc plus faible). La mesure de la largeur a mi-hauteur réveéle
ainsi un élargissement apparent (& noter qu’en présence de blocage, la raie d’excitation perd
son caractére lorentzien). L’élargissement en fonction de n doit probablement étre interprété
comme étant dii & une saturation de ’excitation en champ nul, en raison de l'interaction
pp < ss’ qui devient trés forte quand n augmente. Cette étude est détaillée dans la section
4.3.2.

En conclusion, on peut dire que la suppression d’excitation mesurée expérimentalement,
pouvant atteindre 60% de l’excitation attendue en l’absence de blocage, est trés prometteuse.
Cette saturation est a l'origine d’un élargissement apparent des raies d’excitation. Un point
important confirmé théoriquement par le modéle de champ local de la section 4.3.3 est que la
limitation de I'excitation par le blocage dipolaire varie comme n” a densité d’atomes excités en
champ électrique nul fixée et donc semble varier comme la racine carrée du décalage d’énergie
dipole-dipdle calculée par I’équation (4.17). De ce fait, ce résultat pourrait supposer que la
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Fi1G. 4.9 — (a) Interaction dipéle-dipéle moyenne calculée avec la formule (4.17) pour deux atomes séparés
par une distance égale & I’espacement internucléaire moyen dans le cas de l'excitation de I’état 85p3,o de la
Fig. 4.7. (b) Calcul prenant en compte le nombre d’atomes réellement excités en champ électrique. Autrement
dit, le terme 79 Ap(f) de la formule (4.17) est remplacé par la densité obtenue expérimentalement dans 1’état
excité. L’interaction moyenne entre deux atomes au centre de la zone d’excitation parait saturer autour d’une
valeur de 5-6 MHz.

saturation de 'excitation, & champ électrique fixé évolue en fonction de la densité d’atomes
dans I'état fondamental 1y comme /75 (ny est reliée a ng via 1y = peny, ol p est la probabilité
d’excitation). L’'imprécision sur le calcul des densités, la taille du PMO n’étant pas mesurée,
ne permet pas d’apporter de résultats vraiment quantitatifs. On peut cependant affirmer
que, comme attendu, la densité moyenne d’atomes excités dans 1’état Rydberg est limitée a
une valeur telle que l'interaction dipdle-dipdle entre deux atomes séparés par ’espacement
internucléaire moyen soit de 'ordre de la résolution spectrale de l'excitation. Des mesures
complémentaires décrites dans les sections suivantes ont permis de mieux chiffrer I'interaction
dipdle-dipole et le blocage dipolaire pour les comparer aux valeurs attendues.
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F1G. 4.10 — Elargissement des raies correspondant aux données de la Fig. 4.7 (n variant de 40 a 85) en

fonction de tan® @ (donc du champ électrique). La largeur est mesurée & mi-hauteur (FWMH).
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4.3.2 Etude en fonction de la densité, comparaisons avec ’excitation des
états npi/2.

4.3.2.1 Introduction

Afin de pouvoir affirmer que la diminution de l’excitation est vraiment due au blocage
dipolaire, nous avons prouvé sa dépendance en fonction de la densité atomique initiale (dans
I’état 7s), ou, ce qui revient quasiment au méme en fonction de l'intensité du laser Ti:Sa.
Il s’est avéré nécessaire de réaliser une excitation sur un petit volume d’excitation pour que
la densité atomique du PMO y soit quasiment homogéne et que le volume d’excitation soit
indépendant de la taille du PMO.

Des études en densité ont été réalisées avec les conditions expérimentales de la section
4.3.1 pour les états nps /. Elles n’ont pas permis de conclure. Différentes raisons peuvent étre
invoquées pour cela. Les résultats de la section précédente ont permis d’émettre 'hypothése
d’une variation en /7o de la saturation de I'excitation par blocage dipolaire. Cette hypothése
suggére une variation rapide aux faibles densité puis une saturation de l'efficacité du blocage
dipolaire aux plus fortes densités. Cette expérience est donc difficile car il n’est pas évident
d’obtenir une bonne stabilité de 'excitation et donc du nombre d’atomes détectés pour de
trés faible densité. La plage de variation de la densité d’atomes excités dans ’état Rydberg
n’était vraisemblablement pas suffisante pour faire une observation probante. D’importantes
améliorations ont dii aussi étre faites, qu’elles concernent la stabilité du PMO, la stabilité
des champs électriques ou l'excitation laser. Dans l'expérience 4.3.1, les faisceaux lasers du
Ti:Sa et de la diode 1470 était contropropageants, définissant un volume d’excitation allongé
et trés inhomogeéne. Dans cette situation, alors qu’une partie des atomes se trouvent dans
une situation de fort blocage, ’excitation d’autres atomes n’est pas du tout bloquée, ce qui
peut dans une certaine mesure fausser le résultat de I’étude en densité. Enfin, le probléme
de la saturation en champ nul, di a linteraction pp < ss’ ou le role de I'excitation et de la
saturation laser par puissance n’étaient pas maitrisés.

Une nouvelle expérience présentée dans cette section et réalisée récemment par M. Viteau
et A. Chotia dans le cadre de leur thése au Laboratoire Aimé Cotton a permis de montrer la
dépendance en densité. La diode 1470 est focalisée sur le centre du PMO avec un waist de 105
pm suivant un axe faisant un angle de 67.5° par rapport a 'axe de propagation du faisceau
laser Ti:Sa. Celui-ci est focalisé sur le PMO avec un waist de 75 um (le positionnement des
waists au niveau du PMO se fait simplement en utilisant la saturation laser de I’excitation : si
I'intensité laser est supérieure a 'intensité de saturation au point de focalisation, le minimum
d’excitation est obtenu lorsque ce point de focalisation se trouve sur le centre du PMO7.)

A une relativement bonne approximation, la densité dans I’état Rydberg peut étre mise
sous la forme suivante :

"En régime d’excitation non saturé, le nombre d’atomes excités dans 1’état 7s est par exemple :

Tro(p) P
—n 7)2wpdpdz
paro(F)2mpdp 21 11470,5at (07470 + Os07)

Niot OC/I/Q (4.19)

11470, sat

ol 01470 est la dimension caractéristique a 1/ Ve du faisceau gaussien de la diode 1470 de puissance totale
P se propageant suivant 'axe z et opmo celle du PMO. Cette valeur est indépendante de o1470 si opmo
est suffisamment grand. En régime d’excitation non saturé, le nombre d’atomes excités est indépendant de la
focalisation du laser. Cette propriété n’est plus vraie en présence de saturation de I’excitation :

1/2
Ntlot o8 / %WP]MO (7")27rpdpdz < Niot

11470, sat
I1470(p)
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. 1 1 .
nRyd(T) - ﬂ 1 + Il470,sat 1 + ITiSa,sat nPMO(T) (420)
T1a70(7) ITisa(7)

ot I1470,sat €t ITiSasat sont les intensités de saturation des transitions
6p3j2, £ = 5 — Tsypp, FF = 4 et 7sy;, ' = 4 — np respectivement.
npyvo(7) est la densité d’atomes dans [’'état 6s1/2, ' = 4 initialement dans
le PMO a la position 7. 8 est un coefficient caractérisant Uefficacité de l’excitation.

Les intensités de saturation I1470 sat €t ITiSa,sat €t B sont des coefficients qui dépendent
de nombreux parameétres, et notamment de l'intensité et des décalages des lasers piéges. L’ex-
pression (4.20) est relativement valide & faible intensité.

Pour obtenir une variation de la densité atomique dans ’état 7s, nous pouvons soit faire
varier la puissance de la diode 1470, soit controler le nombre d’atomes dans I'état 6sy /o, F' = 4
(et maintenir constante 'intensité laser de la diode 1470). La premiére option semble a priori
aisée, mais les problémes de saturation (et les problémes d’excitations multiphotoniques) peu
souhaités pourraient venir perturber la mesure. Nous avons utilisé ’autre option en transférant
une partie de la population du niveau hyperfin F' = 4 vers le niveau F = 3 : la coupure du
laser repompeur pendant un temps de l'ordre de 0-1 ms permet de transférer de 0 & 100%
de l'excitation vers I’état hyperfin F© = 3. Typiquement, nous coupons le laser repompeur
pendant un temps de 'ordre de 300 us pour obtenir une diminution d’un facteur 2 de la
densité npyo(7) (lorsque la diode 1470 n’est pas branchée®). La saturation par la puissance
du laser Ti:Sa doit étre bien contrdlée pour I'étude en densité car elle cause un élargissement
des raies d’excitation qui peut minimiser ’effet du blocage dipolaire.

4.3.2.2 Excitation de I’état 70p3/, en fonction de la densité

Le nombre d’atomes excités a été étudié en fonction de lintensité du laser Ti:Sa pour
deux densités initiales d’atomes dans I'état 7s, dans le cas de I'excitation de I'état 70ps /5. Ces
deux densités sont choisies égales & D1=4 £ 2 x 10 at/cm?® (laser repompeur en continu) et
D2=D1/2.75=1.5 4+ 2 x 10? at/cm?® (laser repompeur coupé pendant 300 us). Les intensités
du laser Ti:Sa sont choisies pour étre inférieures a l'intensité de saturation de la transition
7s — T0p3 /2, |m;| = 1/2, de I'ordre de 280 W /cm? en champ nul. On notera que cette intensité
de saturation augmente en champ électrique car lefficacité de 'excitation diminue (I'intensité
de saturation en champ électrique I7;g,(F) est donnée par Ipisqe(F) = Ap(0)Irisq(0) ou
I7i54(0) est l'intensité de saturation en champ nul).

L’ensemble des données, reportées sur la figure 4.11, fait apparaitre une forte limitation
du nombre d’atomes excités dans 1'état 70p3/, en présence d’un champ électrique (F' "'=0.25
V/cm), comparé a ce qui est obtenu en champ électrique nul. Cet effet est de plus en plus
marqué & mesure que l'intensité du laser Ti:Sa augmente. Nous détaillons et interprétons
ces données dans les paragraphes suivants. Avant de considérer les courbes obtenues pour
I’excitation en présence de champ électrique, la 1égére saturation que ’on voit apparaitre pour
une excitation en champ nul dans le cas de la densité initiale plus forte (D1) fait I'objet d’une
étude particuliére, assez complexe.

8Ce temps peut varier suivant les conditions expérimentales. En présence de la diode 1470, une partie de la
désexcitation spontanée du niveau 7s retombe par cascade dans I’état 6s; /5, F' = 3 (noir en I’absence du laser
repompeur). Dans cette expérience, la diminution du signal Rydberg est ainsi plutot d’un facteur 3 lorsque le
laser repompeur est coupé pendant 300 us en présence de la diode 1470.
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F1G. 4.11 — Analyse des raies d’excitation de I'état 70ps,2, |m;| = 1/2 en fonction de la puissance du
laser Ti:Sa, pour deux densités d’atomes initialement dans l’état 7s, D1 et D2 (voir texte) et pour deux
champs électriques différents (F' = 0 V/cm, correspondant a tan’0 = 0 et F/ = 0.25 V/cm , correspondant
atan® 0 = 1). (a) Nombre d’atomes excités lorsque le laser Ti:Sa est résonant. (b) Largeur a mi-hauteur des
raies d’excitation.

Limitation de I’excitation en champ nul

L’excitation semble approximativement linéaire en champ nul dans le cas de la plus faible
densité, D2 (cf Fig. 4.11 (a)). Par contre, 'excitation est saturée en champ nul dans le cas de la
densité initiale plus forte, D1. Une hypothése pour interpréter cette saturation est I'interaction
dipole-dipdle pp < ss’. De l'ordre de 1250 atomes sont excités en champ nul lorsqu’apparait la
saturation, pour une puissance du laser Ti:Sa de 12.5 mW. Au centre des faisceaux, la densité
d’atomes de Rydberg est égale & D ~ 107Y at/cm?, soit une distance interatomique moyenne

Ry; ~ 6.2 pm et un couplage dipdle-dipole moyen entre deux atomes W (Rg) ~ % ~
d

32.5 MHz dans un modéle a deux niveaux d’énergie pp = |pp) et ss’ = %(!ns, (n+1)s) +
|(n + 1)s,ns)) (1=psp €t pa=figp sont les moments dipolaires des transitions ns < np et
(n+1)s < np).

Pour vérifier la possibilité du blocage dipolaire, considérons en premiére approximation
les états |+) et |—), combinaisons linéaires des états pp et ss’ (voir la définition (1.78)), le
niveau d’énergie |—) étant relié asymptotiquement au niveau pp lorsque l'interaction dipdle-
dipole devient trés faible. L’état |—) est d’énergie Ej_y = %(1 —4/1+ (VZ(/];))Q), avec A =
E(ss") — E(pp) l'écart d’énergie entre les niveaux ss’ (d’énergie E(ss’)) et pp (d’énergie E(pp)
prise égale a 0 par référence). Pour n = 70, I'écart d’énergie est A ~ 187 MHz. En pratique,
lorsqu’un premier atome est excité, aucun autre atome ne peut étre excité a l'intérieur d’une
sphére de rayon moyen R, tel que le décalage d’énergie du niveau |—) par rapport au
niveau pp di a 'interaction dipdle-dipole entre deux atomes soit, en premiére approximation,
supérieur a la largeur spectrale de I'excitation Av. Dans ce simple modéle & deux niveaux, ceci

conduit a 5 (/1 + (M;’”"))2 —1) > Av. Finalement, Ry, ~ 6.1 um, ce qui est relativement
proche de la distance interatomique au centre du nuage d’atomes de Rydberg (R4 ~ 6.2 pm).
Il est compréhensible que la limitation de ’excitation apparaisse pour une telle densité pic.
La distance internucléaire moyenne prise sur ’ensemble de ’échantillon de forme gaussienne
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Ropnin \°
est Ry ~ 8.6 um. Ceci implique que 'excitation de M ~ 15% des atomes a déja été
bloquée®. Cette valeur est compatible avec le début de la limitation de l’excitation observée
dans notre étude.

Une question est de savoir s’il faut parler d’'un blocage de l'excitation de type Van der
Waals ou d’un blocage dipoéle-dipole résonant : l'interaction est dite de type dipodle-dipdle
deés que l'écart d’énergie entre les niveaux pp (énergie E(pp)) et ss’ (énergie E(ss’)) donné
par A = E(ss') — E(pp) est inférieur a 2W(R) ~ 2\/5’““2, soit W ~ % > % (voir la
justification dans la note 1 page 141). En considérant lexcitation d’un atome en présence
d’autres atomes déja excités dans 1’état Rydberg, lorsque la densité d’atomes de Rydberg est
la densité pic D, l'interaction de cet atome avec son plus proche voisin peut étre considérée
dans 30% des cas comme étant de type dipdle-dipole'®. Le blocage est donc majoritairement
de type Van der Waals, d’autant que 1’évaluation donnée ici considére la densité pic et non la
densité moyenne. Cette valeur tombe a 12% en considérant la densité moyenne.

Un point important et que nous avons déja précisé dans la section 4.2 est qu’il n’est en fait
pas possible de décrire 'interaction pp < ss’ avec seulement deux niveaux. Nous y revenons en
détail dans le modéle élaboré p. 181. Nous verrons que parmi les nombreux états moléculaires
reliés a 'asymptote np3 onps /2, certains sont fortement déplacés par 'interaction dipole-dipole.
Un grand nombre d’états sont au contraire tout simplement non déplacés par 'interaction
dipdle-dipole et ceci explique que le blocage de I'excitation reste modéré en champ nul. Pour
le potentiel le plus dépendant de l'interaction dipole-dipole, ’énergie se met sous la forme
E_y = S(1—y/1+ (%()) ) avec Wesp = 3‘/_’““2 , ce qui donne Ry, ~ 8.9 pm. Pour un tel
potentiel, le couplage dipole-dipole entre deux atomes séparés par 'espacement internucléaire
moyen est d’environ 37 MHz pour R; ~ 8.6 pm, restant donc plus faible que A/2 =~ 93
MHz. Ceci justifiera dans une certaine mesure l'approximation consistant a n’utiliser que le

9Cette formule est établie de maniére statistique. Elle est basée sur le fait qu’en Pabsence d’interaction, les
atomes excités sont répartis de maniére stochastique. En 1'absence d’interaction, un état du systéme W(Np)
contient Ny excitations Rydberg, dont un certain nombre de paires proches. En présence d’une interaction,
considérée comme faible, I’excitation de ces paires d’atomes proches n’est pas possible. L’approximation consiste
a considérer que I’état du systéme en présence de cette interaction est I'état du systéme W(Np), dans lequel on
remplace chaque paire d’atomes excités proches par un seul atome excité. On sait par ailleurs que dans le cas
d’une excitation uniforme et lorsque les atomes sont indépendants les uns des autres, pour chaque atome dans
I'état R}gdberg7 la probabilité qu’un plus proche voisin se situe a une distance inférieure & Ry,in est simplement

—Rinin

1—e Ri d’aprés le résultat de la distribution d’Erlang. La proportion de paires proches bloquées est donc

Rpnin )2
directement égale & M. Cette formule utilisée ici est justifiée plus rigoureusement a la page 197.
Elle n’est valable que pour de faibles taux d’excitation, lorsqu’il est possible d’isoler de leur environnement les
paires d’atomes proches potentiellement excitées.
Il est & noter que dans cette formule, R4 est le le rayon de Wigner-Seitz relié a la densité ng d’atomes excités
sans la présence des interactions entre atomes de Rydberg (n, 1= %WRS). Le résultat est trés proche si on
prend n ~ no pour un faible taux de blocage. On pourrait écrire un peu plus rigoureusement (cf p. 197),

n = 2 (1 +e” ?'“"3“”0), ce qui permet d’évaluer le blocage a "‘;;" ~ 18% au lieu de 15%. La densité n

étant déterminée a partir de la formule (4.20) donc sans tenir ocmpte de la possibilité du blocage dipolaire, le
résultat “¢=" évalué ici n’est pas tout a fait exact non plus. On se contentera dans tous les cas d’évaluer la

Rpin )3
~(Lgpin
fraction d’atomes dont I'excitation est bloquée par le terme M
ODans le cas d’une excitation uniforme et lorsque les atomes sont indépendants les uns des autres, pour

chaque atome dans I’état Rydberg, la probabilité qu’un plus proche voisin se situe & une distance inférieure a
3
s

Rsest1—e M d’aprés le résultat de la distribution d’Erlang. En présence d’un blocage de I’excitation, ceci
n’est plus vrai, mais le blocage de ’excitation reste ici assez faible et il est probable que de cette maniére nous
calculions le bon ordre de grandeur.
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terme asymptotique d’interaction Van der Waals!!, d’autant que pour les autres potentiels,
I’approximation ne pose pas de probléme.

Excitation en champ électrique

Regardons a présent I’évolution du nombre d’atomes excités en champ électrique. Alors
que 'excitation en champ nul dans le cas de la densité plus faible D2 était approximativement
linéaire, elle sature en champ électrique (champ électrique F’ tel que tan (F') = 1), et cette
saturation apparait a trés basses puissances laser. La saturation ou limitation de I’excitation
est encore plus marquée pour la densité D1. Un bon moyen de caractériser la limitation de
I’excitation par le blocage dipolaire est de constater 1’élargissement apparent d au blocage
au centre de la raie d’excitation (cf Fig. 4.11 (b)). Cet élargissement est bien présent dés les
plus faibles puissances d’excitation utilisées. Alors qu’en champ nul et & faible puissance, la
largeur de raie est de 5 MHz (quasiment constante en fonction de la puissance pour la densité
initiale D2), elle est déja d’environ 6-7 MHz en champ électrique.

Pour une puissance d’excitation de 2 mW, environ 100 atomes sont excités dans I'état
Rydberg, soit une densité pic ~ 8 x 10~7 at/cm?®, correspondant & une distance internucléaire
moyenne d’environ 14.3 pym. En considérant simplement 'interaction dipoéle-dipéle en champ

2
) . I . . . .
électrique de valeur "moyenne" W, ~ f (0)—]%’;? , on trouve que la distance interatomique mi-

nimale d’excitation d’une paire est Ry, ~ 9.3 pum. Pour seulement 100 atomes excités, le
pourcentage d’atomes dont l’excitation est bloquée atteint déja 12 % au centre de la zone
d’excitation, ce qui explique pourquoi la saturation apparait pour des puissances d’excitation
trés faibles en champ électrique.

Il est difficile d’établir expérimentalement un résultat quantitatif du blocage de ’excitation
du fait du trés faible nombre d’atomes excités, notamment & trés basses puissances ou le
rapport R entre le nombre d’atomes excités en champ électrique et le nombre d’atomes
excités en champ nul est assez fluctuant. La décroissance de ce rapport en fonction de la
puissance d’excitation reste cependant assez nette pour des puissances supérieures a 2 mW
(cf Fig. 4.12 (a)). L'effet de densité est proprement démontré, a la fois en faisant varier la
puissance du laser Ti:Sa ou la densité atomique initiale. Dans le cas de la densité D1, la
diminution du rapport R est moins nette. Des mesures & faible puissance seraient nécessaires
(mais difficiles) pour observer une probable chute trés rapide de l'excitation. Par ailleurs,
le blocage en champ nul (di a linteraction pp < ss’) pour des puissances plus élevées ne
permet pas probablement de bien rendre compte du blocage en champ électrique (le couplage
pp <> ss' diminue en fonction du champ électrique en raison du décalage Stark de 1'état p).

Contribution possible des ions

Il est important d’évaluer proprement la contribution des ions & un possible blocage de
Iexcitation. Un maximum d’ions provenant principalement de collisions froides est obtenu
au centre des raies. Ces ions pourraient mener & une saturation de l’excitation au centre de
la raie spectrale, tout comme le blocage dipolaire. Nous voyons premiérement Fig. 4.13 que
moins de 10 ions sont excités en champ électrique pour la plus faible densité (D2). Ces 10
ions au maximum sont détectés aprés un délai entre excitation et détection égal a 700 ns.

7] est vrai qu’au centre du nuage d’atomes excités, Iinteraction peut étre assez souvent de nature dipole-
dipole résonante entre un atome et son plus proche voisin excité, pour cet état moléculaire en particulier. Nous
verrons p. 181 qu’en fait, 'atome plus proche voisin ne joue pas forcément le plus grand roéle. Il sera négligé
en premiére approximation et on n’utilisera que le terme asymptotique d’interaction Van der Waals.
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F1G. 4.12 — (a) Rapport des nombres d’atomes excités dans 'état 70ps/2,|m;| = 1/2 en champ électrique
(F’=0.25 V/cm) et en champ nul (F=0 V/cm) pour les densités D1 et D2 d’atomes initialement dans l’état 7s
(cf. Fig. 4.11). Les courbes en pointillés représentent des ajustements empiriques des données expérimentales.
Elles convergent vers la valeur 0.85 en champ nul qui n’est autre que la valeur attendue pour ’excitation
d’un atome en régime non saturé. La courbe noire représente 1’évolution théorique du rapport en 1’absence
d’interactions ('augmentation en fonction de la puissance est simplement due au fait que excitation n’est pas
totalement linéaire en fonction de la puissance du laser Ti:Sa mais elle est donnée par la formule 4.20). (b)
Spectres obtenus pour une puissance du laser Ti:Sa égale & 35 mW, une densité D1 d’atomes dans ’état 7s et
les deux champs F et F’.

La variation temporelle du nombre d’ions étant approximativement linéaire & temps courts
(cf Pétude sur I'état 100p3/, Fig. 6.13), au plus trois ions sont formés pendant l'excitation
(ce nombre est probablement plus faible, cette évaluation considére en effet le nombre d’ions
formés aprés 300 ns pour une excitation instantanée). Cependant, un seul ion crée a une

distance dy = 50 pm un champ 47rz — d’environ 6 mV /cm. Le décalage Stark correspondant
0

dans le cas de l'état 70p3/, pour tan?@ = 1 est d’environ 18 MHz, il serait méme de 118
MHz pour un atome de Rydberg placé & 20 pm de l'ion. La présence de tels ions devrait
conduire & des fluctuations extrémes qui ne sont pas observées. Donc il est raisonnable de
penser que l'ionisation par collisions intervient aprés un laps de temps minimum, qu’elle peut
méme se poursuivre pendant 1’évolution du champ électrique pulsée lente au départ. Nous
avons remarqué par ailleurs sur les spectres de temps de vol qu’en fait une redistribution vers
des états de Rydberg de n différents est observée. Autrement dit, nous détectons des ions que
nous ne pouvons pas raisonnablement différencier d’atomes tels que n > 75.

Dans le cas de la plus forte densité D1, un nombre beaucoup plus conséquent d’ions est
détecté, jusqu’a 120, soit au maximum 40 ions pouvant étre formés pendant 1’excitation. Ces
quarante ions sont susceptibles de former un champ électrique d’au maximum 50 mV/V dans
un volume gaussien (le champ est maximum a V20 du centre du nuage d’ions pour un nuage
d’ions gaussien de rayon a 1/y/e, o ~ 50um), conduisant & un décalage Stark des niveaux
d’énergie d’au plus 23 MHz en champ électrique nul. Ce champ serait cependant suffisant
pour perturber I'excitation. Une étude plus précise devrait étre entreprise afin de déterminer
le nombre d’ions exact pouvant étre formés pendant 'excitation (le délai entre excitation
et détection doit étre annulé). Un certain nombre de ces ions proviennent de collisions
7s-Rydberg ou 6p-Rydberg (cf section 6.3.2.2) : techniquement, il serait utile d’éliminer leur
contribution aprés l'excitation en coupant trés rapidement les lasers juste aprés 'excitation
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(les lasers du PMO étaient utilisés en régime continu, et le faisceau de la diode 1470 était
coupé aprés 'excitation mais avec un temps de coupure d’environ 1,5 ps). L’autre partie des
ions provient des collisions froides entre atomes de Rydberg induites par les forces dipolaires
résultant de U'interaction attractive ps/op3/o < ss’ (cf section 6.3.2.1).
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F1G. 4.13 — Analyse des nombres d’ions libres détectés aprés excitation de I'état 70ps2, m;| = 1/2 dans
les méme conditions que Fig. 4.11. (a) Nombre d’ions libres détectés lorsque le laser Ti:Sa est résonant. (b)
Comparaison du nombre d’ions et du nombre d’atomes de Rydberg en fonction de la puissance du laser Ti:Sa,
pour la densité initiale maximale (D1) dans I’état 7s et les deux champs électriques étudiés Fig. 4.11.

Remarque : Résonances de Forster pour les états de grand n  Un certain nombre de
réactions de transfert résonant pourraient intervenir dans l'excitation de I'é¢tat 70ps/p. Cer-
taines résonances a deux corps sont autorisées en champ électrique pour les états nps /o telles
que les réactions nps s +npgje — (1 —1)p1 /9 +nds s ou npgje +npss — (0 —1)py /5 +nds)s.
L’interaction dipole-dipole résonnante correspondant a la deuxiéme réaction (la plus efficace)
est cependant au moins 20 fois plus faible que 'interaction dipole-dipéle étudiée dans ce para-
graphe!?. Des résonances & trois corps du type np3/a+npsatnpss — (n+1)psja+nsy p+ns; /o
ou nps s + npgje + np3ja — (1 — 1)p3ss + (n 4+ 1)s1/9 + (n + 1)s1 /2 peuvent également étre
résonnantes pour des champs électriques relativement faibles (tan?6 = 0.8 — 0.2 pour

= 40 — 80). Elles sont rendues efficaces par le fait qu’elles peuvent correspondre a un
échange quasi résonnant par interaction dipdle-dipdle de deux photons virtuels. En effet, les
réactions a deux corps quasiment résonantes nps/o + nps/s — nsijg + (0 + 1)s1 /5 suivies de
la deuxiéme réaction (n + 1)s; /2t np3;p — nsyp+ (n+ 1)p3 /2 conduisent par exemple a la
réaction nps s + np3je + np3je — (1 + 1)p3/e + nsy /9 + nsyje. Cependant de telles réactions

121 ’interaction dipdle-dipdle est de I'ordre de e—(cos Q,updl + sin? 2,updz) O (lipas + tpay) avec pipa, le

dipéle de la transition nps/s — nds/z, ppd, le dipéle de la transition (n — 1)d5/2 — (n+1)ps/2, tpa, le dipole
de la transition nps/o — (n — 2)ds/2 et enfin pyq, le dipole de la transition (n — 1)py2 — (n — 1)ds /2, tous
beaucoup plus faibles que le dipole de la transition nps/; — (n — 1)ds/2. Pour simplifier, nous avons supposé
dans l'expression précédente que 6 est identique pour un champ électrique donné pour tous les états impliqués
dans la réaction de transfert résonnant.



4.3 Blocage dipolaire en champ électrique 161

ne sont pas trés probables pendant I'excitation avec les densités atomiques que nous utilisons'3.

Conclusion Il est finalement mis en évidence une suppression d’excitation pouvant atteindre
au moins 60% (cf les spectres de la Fig. 4.12 (b)), principalement attribuée au blocage dipolaire
en champ électrique. Ce résultat est prometteur en information quantique car il démontre la
possibilité de réaliser un blocage total de I’excitation dans une boule de diamétre ~ 10 pym pour
n=80. Les champs électriques utiles sont trés faibles, 0.25 V/cm pour tan?# = 1 sur 1’état
70p3/o par exemple, de méme que les puissances d’excitation. Les évaluations qualitatives
concernant I'importance du blocage dipolaire sont en bon accord avec les observations. Un
modéle plus complet est développé au paragraphe 4.3.3.

Quelques effets parasites peuvent perturber I'excitation et le blocage dipolaire. La charge
d’espace créée par les ions est ainsi susceptible de mimer l'effet du blocage dipolaire. La
chute de 'excitation en champ électrique serait trés proche. Cependant, trés peu d’ions sont
formés et le blocage dipolaire reste présent, certes diminué, aprés coupure du laser repompeur
pendant 300 ws, alors que le nombre d’ions est quasi nul. D’autres points sur lesquels il
convient de discuter sont 'effet de la saturation par puissance ou l'effet de blocage Van der
Waals due a 'interaction pp < ss’.

4.3.2.3 Comparaison avec les états np;

Afin de diminuer la contribution de 'interaction pp < ss’ et de mieux étudier I’évolution
du blocage dipolaire en champ électrique, l'excitation des états npz/ a été comparée a celle
des états npyjo. Pour I'état 70py o, le décalage pp < ss’ est en effet de 908 MHz en champ nul
au lieu de 187 MHz pour ’état 70p3/,. L'interaction pp < ss’ est alors uniquement de type
Van der Waals et la force d’attraction en —6 x % correspondante est beaucoup plus faible
que pour 'état 70ps/. Les collisions de type dipolaires sont donc beaucoup plus faibles et les
nombres d’ions provenant des collisions froides entre atomes de Rydberg réduits. L’excitation
d’états np; /5 a été effectuée dans les méme conditions expérimentales que précédemment. Les
évolutions en champ électrique de différents états sont présentées et confirment les résultats
obtenus pour les états npz/p. Ensuite, I'étude en densité de l'excitation de I'état 70p; /o est
présentée et permet une comparaison directe avec I'étude précédente, portant sur I'état 70ps3 o.

Contréle de I’excitation par champ électrique

La figure 4.14 présente la diminution de I’excitation en champ électrique pour les niveaux
60py /2 et 120py o, légérement moins rapide en champ électrique que pour les niveaux npg/; mais
quasiment identique en fonction du paramétre tan?# (I’espacement entre les niveaux np; /2 €t
ndg/p est légeérement plus élevé qu’entre les niveaux npsp et ndsjp, par ailleurs le dipole
Ipy 2ds 2 de la transition np;/y <> nds)y est légerement plus faible Py jods, = 3082.3 w.a. =
0.957 pup, J2ds /2). Il est a noter également que l'excitation des états np;/, est moins efficace
(I'intensité de saturation est environ 3.5 fois supérieure). Typiquement pour I'état 60p /o, la

3Pour obtenir un ordre de grandeur du temps de transfert, on peut traiter le probléme avec seulement trois
niveaux, [npnpnp), |ns(n + 1)snp) et |nsns(n + 1)p) couplés deux & deux par interaction dipdle-dipole avec
les constantes de couplage Q1 et Q2 (les états |[npnpnp) et |nsns(n + 1)p) ne sont pas couplés). Le transfert
est quasi-résonant avec un décalage d’énergie A entre les niveaux d’énergie des états [npnp) et |ns(n + 1)s).
La fréquence de Rabi effective de ce systéme & trois niveaux est, par analogie avec les systémes optiques :
Qesr = 92122. Qess ~ 0.5 MHz en moyenne pour une densité atomique de 10° at/cm® pour 1'état 70p3/2 : un
transfert d’énergie interne totale pourrait avoir lieu aprés ~ 2 us.
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diminution du signal en champ faible est de I'ordre de —0.152 (V/cm)~! pour une densité
pic d’atomes en champ nul égale & 7.10% at/cm?®, & comparer & la valeur —0.238 (V/cm)™!
trouvée au paragraphe 4.3.1 pour le niveau 60p3/o pour une densité pic d’atomes en champ
nul égale & 2.5.10% at/cm?® (cependant, nous avions déja précisé que la densité 2.5.10% at/cm?
avait probablement été sous-estimée par au moins un facteur 2. Les densités sont en fait
comparables). L’évolution des largeurs de raie en champ électrique suit également la méme
évolution, partant de quelques 5 MHz pour I'état 120p; ;5 en champ nul pour aller jusqu’a plus
de 20 MHz en champ électrique (cf Fig. 4.16).

Théorique, sans interaction
—v—120p,,

Amplitude normalisée

0.2 " T

0.0 05 10 15 20
Tg*(e)

F1G. 4.14 — (a) Variation de I’amplitude d’excitation Rydberg en fonction du paramétre d’échelle tan? 0
pour les états 60p; /2 et 120p; /2. La courbe noire représente la diminution de 'amplitude attendue, Ap(f), sans
saturation par puissance et sans interaction entre atomes (cf. paragraphe (1.3.2.1).

Les spectres du niveau 120p;/ sont présentés sur la Fig. 4.15 pour une puissance du
laser Ti:Sa de 184 mW pour deux champs électriques différents, 0 V/cm et 17.6 mV/cm
(tan?@ = 1). De l'ordre de 270 atomes sont excités en champ nul (4 noter que I'interaction
pp « ss’ est encore faible, ~ 320 MHz séparent les deux niveaux d’énergie) mais seulement
une centaine en champ'?.

Comportement de ’excitation en fonction de la densité Le comportement de I'ex-
citation des états np;/, et npy/y est relativement similaire en champ électrique. Il reste a
confirmer la dépendance en densité. Une étude de ’excitation en fonction de la puissance du
laser Ti:Sa est proposée Fig. 4.17 pour I'excitation de I'état 70p; /. L'excitation apparait re-
lativement linéaire en champ nul en fonction de la puissance du laser Ti:Sa (la saturation par
puissance serait atteinte pour une puissance ~ 280 mW et 'interaction de type Van der Waals
n’est pas suffisante pour induire une limitation de I’excitation). Par contre I'excitation sature
en champ électrique (cf Fig. 4.17 (a)). Cette saturation apparait pour un nombre d’atomes
excités d’environ 300, soit une densité atomique pic n, ~ 2.5 x 10% at / cm?® et un espacement
internucléaire moyen R,, ~ 9.8 pum, proche de la distance minimale moyenne d’excitation
Rppin ~ 8.5 pm évaluée par la formule W (Ry,:,) > Av, traduisant 1'effet du blocage dipolaire.

147] est difficile d’évaluer I’écartement internucléaire moyen entre atomes de Rydberg excités car la densité a
partir de laquelle apparait la limitation de Pexcitation avec les interactions (donc la densité a saturation) est
trés faible.
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F1G. 4.15 — Spectres du niveau 120p3,2 en fonction de la fréquence du laser Ti:Sa (rapportée a 0 au centre
de la raie), pour deux champs électriques, 0 mV/cm (tan? 6 = 0) et 17.6 mV/cm (tan®6 = 1).)
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F1G. 4.16 — (gauche) Variation de "amplitude d’excitation Rydberg en fonction du paramétre normalisé tanZ 0
pour ’état 60p;,2 avec en comparaison 1’évolution du nombre d’ions libres. (droite) Elargissement des raies
correspondant aux données de la Fig. 4.14 dans le cas de I'¢tat 120p, /. La largeur est mesurée & mi-hauteur
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Les élargissements de raie (cf Fig. 4.18 (a)) sont également caractéristiques du blocage de 1'ex-
citation. Enfin, nous présentons en Fig. 4.18 (b) le rapport R des nombres d’atomes excités
en champ électrique (tan?@ ~ 1) et en champ nul. La diminution est relativement monotone
et atteint la valeur de 0.5 pour une puissance égale & 180 mW.

q Champ électrique Champ électrique
m— —eo—0Vicm

% 1400__ 7:7 8,\2/éc\r7/cm 80 —4—0,25V/em %
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Puissance du TiSa (mW) Puissance du TiSa (mW)
F1G. 4.17 — Analyse des nombres d’atomes de Rydberg et nombres d’ions aprés excitation de ’état

70p3/2, |mj| = 1/2 en fonction de la puissance du laser Ti:Sa (le laser Ti:Sa est résonant) pour deux champs élec-
triques différents (F = 0 V/cm, correspondant a tan® § = 0 et F' = 0.25 V /cm , correspondant & tan? § = 0.65).
(a) Nombre d’atomes de Rydberg détectés (b) Nombre d’ions libres détectés.

Le blocage de l'excitation est un peu moins efficace dans cette expérience en densité
portant sur I'excitation de I'état 70p; /o que lors de I'étude 70p3 /5 mais les champs électriques
utilisés sont identiques dans les deux cas : un champ électrique de 0.25 V/cm correspond a
tan?@ = 0.65 pour le niveau 70p; /2 et par contre tan?0 = 1.1 pour le niveau 70p; /2. Ceci
explique que le rapport R atteint 0.5 lorsque 700 atomes sont excités dans I'état 70p; /o (en
champ électrique) et seulement 500 dans 'état 70ps /.

Role possible des ions Le nombre d’ions libres détectés ne varie pas beaucoup par rapport
aux nombres obtenus pour les états p3/o (cf Fig. 4.16 et Fig. 4.17 (b)) et suit approxima-
tivement linéairement le nombre d’atomes excités comme dans les études précédentes : ces
ions ne proviennent donc pas en majorité de collisions Rydberg-Rydberg mais probablement
de collisions 6p-Rydberg et 7s-Rydberg et du rayonnement du corps noir (nous verrons au
chapitre 6 que les collisions Rydberg-Rydberg induites par les forces dipolaires ménent & une
dépendance quadratique du nombre d’ions avec la densité atomique et surtout qu’elles varient
en fonction de la force de l'interaction pp < ss’ plus importante pour les états nps /2)-

Il n’est pas possible d’affirmer que les ions jouent un réle négligeable dans la saturation de
I’excitation observée en champ électrique et que celle-ci n’est due qu’au blocage dipolaire. En
champ nul, 30 ions au maximum peuvent avoir été créés pendant ’excitation. Ces ions sont
susceptibles de créer un champ de 0.035 V/cm et donc un déplacement Stark d’au plus 8
MHz (a la fin de 'excitation). Leur nombre est probablement plus faible et ils n’ont donc sans
doute que trés peu d’effet, comme le confirme la linéarité de I’excitation. Le nombre d’ions est
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Fi1G. 4.18 — (a) Elargissement des raies correspondant aux données de la Fig. 4.17 (a) en fonction de la

puissance du laser Ti:Sa. La largeur est mesurée & mi-hauteur (FWMH). (b) Rapport des nombres d’atomes
excités dans D'état 70p1 /2, [m;| = 1/2 en champ électrique F' et en champ nul F.

trop élevé en champ électrique pour étre complétement négligé ; des études et des simulations
complémentaires sont nécessaires pour connaitre leur réle exact dans I’excitation. Nous avons
vu dans I'étude en densité de I'excitation de I'état 70p3 o que le role des ions reste cependant
mineur. Nous verrons par ailleurs qu’il est possible d’écarter complétement leur réle lors de
I’étude du blocage dipolaire a résonance de Forster (cf paragraphe 4.4).

4.3.2.4 Conclusion

Des résultats similaires ont été obtenus pour l'excitation des états npy/p et npsp. Les
densités atomiques atteintes justifient tout a fait 'observation du blocage dipolaire. Le modéle
que nous allons développé dans la section 4.3.3 confirme le role du blocage dipolaire dans la
suppression d’excitation dans les données présentées au cours de ce chapitre, pouvant atteindre
60%. Comme attendu, I'excitation est parfaitement linéaire en champ nul pour 'excitation
des états npy/p alors qu'elle est saturée pour celle des états np3 o, notamment en raison de
I'interaction de type Van der Waals pp < ss’. Ces points sont clarifiés dans la section 4.3.3.
Le roéle exact des ions reste un sujet ouvert mais ’observation d’un blocage de ’excitation trés
efficace méme lorsqu’ils sont quasi absents assure que leur réle est mineur.

En pratique, pour I'utilisation du blocage dipolaire en information quantique, I’excitation
doit étre cohérente et se faire sur de petits volumes. Les expériences & venir s’acheminent donc
vers une réduction du volume d’excitation et l'utilisation d’une excitation laser cohérente
depuis I’état fondamental 6s, par exemple & trois photons.

La possibilité d’'un blocage dipolaire total de l’excitation si le volume d’excitation est
plus petit qu'une boule de 9 pym de diamétre pour des atomes excités dans 'état 70p3/5 en
champ électrique (avec une résolution d’l MHz pour 'excitation) devrait permettre de tester
la cohérence du systéme : des oscillations de Rabi entre un état fondamental (de grande durée
de vie) et un état collectif ne comportant qu'une seule excitation Rydberg devrait pouvoir

étre observéesi®.

15Cela suppose une détection avec une efficacité de détection proche de 100 %. Les galettes microcanaux
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4.3.3 Modélisation du blocage dipolaire de I’excitation Rydberg

Afin de modéliser le role du blocage dipolaire en champ électrique, nous résolvons d’abord
exactement le probléme de deux atomes & deux niveaux puis développons une description
plus compléte du systéme & N corps. Les différentes étapes de la résolution du systéme a
N corps sont résumées en introduction de la section 4.3.3.2. La motivation principale est la
détermination de la probabilité d’excitation d’'un atome vers un état Rydberg en présence
d’un grand nombre d’atomes de Rydberg. Il est montré notamment qu'une hypothése de
faibles corrélations entre les atomes donne un résultat appréciable dans le cas de 'interaction
dipdle-dipole.

Il sera montré que l'interaction dipole-dipdle avec le plus proche voisin constitue 'interac-
tion dominante en champ électrique. L’expression (4.9), valable au premier ordre de la théorie
des perturbations exprime en effet qu’en moyenne l'interaction avec tous les atomes est nulle
du fait de I'anisotropie de l'interaction dipéle-dipéle et que seul le potentiel localement créé
par le ou les plus proches voisins joue un rdle. Dans le modéle (4.8) proposé pour modéliser
I'expérience de saturation de l'excitation des états npz/, en champ nul, seule I'interaction
avec des atomes placés a l'extérieur d’une boule ne contenant qu’une excitation est considérée
(I'interaction avec le plus proche voisin est négligée et cette approximation pourrait sembler
curieuse a priori). Nous analyserons ce modéle en détails et montrerons que le traitement de
Iinteraction de type Van der Waals est assez différent de celui de 'interaction dipole-dipdle
et finalement plus délicat.

Enfin, nous comparons les différents calculs aux résultats expérimentaux et le bon accord
permet de valider I’ensemble des interprétations données dans les sections expérimentales 4.3.1
et 4.3.2. Le calcul s’attarde sur les états nps o et notamment sur les problemes d’identification
du blocage dipolaire malgré 'interaction Van der Waals pp < ss’ en champ nul et la saturation
de l'excitation par puissance.

4.3.3.1 Systéme de deux atomes & deux niveaux

Nous considérons un systéme de deux atomes a 2 niveaux. Les 3 états significatifs sont les
états |7s)|7s), w et [np)|np).

= w lui-méme couplé

L’état |7s)|7s) est couplé a l'état intermédiaire |¥;)
a l’état de double excitation Rydberg |np)|np) par le champ électrique du laser Ti:Sa. La
fréquence de Rabi de chaque transition est v/2Q7;g,. La phase du champ électrique vue par
les deux atomes est supposée identique'®. L’évolution temporelle du systéme est bien décrite
par I’équation pilote (2.18) donnée au chapitre 2.

La durée de vie du niveau |7s)|7s) est 2775, celle du niveau |¥;) est 2775 également. Tous
les résultats du chapitre 2 restent valables. Le décalage de la fréquence laser par rapport a la
fréquence de Bohr de la transition |7s)|7s) < |¥;) étant d7454, le décalage a prendre en compte
pour la transition |¥;) < [np)|np) est 0risa — W (O, R), ot W (O, R) est le décalage d’énergie
da a linteraction dipole-dipole, donné par 'expression (4.11). Cette expression est exacte!”

utilisées sur notre expérience n’ont une efficacité de détection que d’environ 30 %, les détecteurs a dynodes
(channeltron) permettant la détection d’ions uniques sont plus adaptés.

SRigoureusement, le décalage de phase varie comme 2R , avec R la distance internucléaire et A la longueur
d’onde optique. L’état antisymétrique W est donc également couplé par le laser. Cependant, la
prise en compte de cette phase ne modifie pas les résultats numériques présentés (notamment les probabilités
d’excitation).

17(est, une expression exacte seulement si nous ne considérons que les état |m;| = 1/2. Elle est différente si
les états |mj| = 1/2 et |m;| = 3/2 sont a prendre en compte.
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dans la mesure ou l'interaction est purement diagonale dans la base des états non perturbés.
Les différents états m; = £1/2 n’ont pas besoin d’étre considérés puisque ni l'interaction
dipole-dipéle en champ électrique ni le champ laser ne peut les coupler. Un point délicat est le
taux de chargement des états |7s)|7s) et |¥;). Par analogie avec le calcul de la section 2.3.3.4,
le taux de chargement de 1'état |7s)|7s) est pris égal a 2A et celui de 'état |¥;) est supposé
négligeable!8.

Les résultats du calcul sont présentés sur la Fig. 4.19, pour ’état 85p et pour une puissance
du laser Ti:Sa de 20 mW (le laser est focalisé sur un waist de 75 pum). Lorsque le décalage
du laser Ti:Sa est nul, la probabilité de double excitation (i.e. que le systéme se retrouve
dans I'état |np)|np) aprés une durée d’excitation de 300 ns) varie fortement en fonction de la
distance internucléaire R en présence d’interaction dipdle-dipole (cf Fig. 4.19(a)) : pour un
champ électrique trés faible (tan? @ = 0.05), la probabilité de double excitation passe de 90%
a moins de 10% alors que la distance internucléaire passe seulement de ~ 10 ym & ~ 5 pm

(I'interaction est prise ici de la forme W = sin? HMR—’Q);). Pour R < 5 pm, l'interaction devient
supérieure & 5-6 MHz, de l'ordre de la résolution de l'excitation. pgemoy @ déja diminué de
moitié lorsque R=7 pm, soit lorsque l'interaction est de l'ordre de 2.5 MHz. Ceci justifie les
évaluations données dans les sections expérimentales de ce chapitre.

Pour présenter des résultats avec des conditions proches de I’expérience, une moyenne est
réalisée suivant les variables © et R, pour deux atomes plus proche voisin dans l'état |7s).
Ce choix n’est pas forcément le meilleur du point de vue des expériences mais ce schéma
d’excitation & deux niveaux est avant tout un outil de diagnostic de la possibilité du blocage
dipolaire. En notant pg.(R,©) la probabilité de double excitation a © et R donnés, nous
évaluons donc la quantité :

3

[e.e] s 6_ Rfd
Doy / / pac(R,©)2r RS sin ©dOdR (4.21)
o Jo 5 Ry

L’intégration est en pratique effectuée entre deux bornes raisonnables, R, jusqu’a Ryqz. Le
choix de R,,;, ne pose pas vraiment de probléme. La probabilité que les atomes soient trés
proches (contenus dans un volume %WRfmn) est trés faible en prenant R,,;, suffisamment petit
et par ailleurs pge (R, ©) B200. Nous prenons R, = 2.2R4, ou 0.9R; est la distance inter-
nucléaire moyenne entre atomes initialement dans I’état 7s, car la probabilité du plus proche
voisin pour une distance plus grande est trés faible (cf note 16 page 45). Pour des problémes de
temps de calcul, R,,;, est pris supérieur ou égal de 1 pm en général. La probabilité de simple
excitation est peu affectée par la valeur de la probabilité de double excitation, elle n’est pas
reportée sur la figure 4.19. Nous voyons sur la Fig. 4.19(b) que la probabilité de double exci-
tation (calculée avec la formule (4.21) et R7s = 15 pm) est trés sensible au champ électrique.
La chute est drastique & champs trés faibles, comme ce qui observé expérimentalement. En
fonction de la densité initiale, la chute est trés rapide au départ et plus lente & hautes densités
(cf Fig. 4.19(c)). La distance a laquelle le blocage est effectif varie évidemment en fonction du
champ électrique ou de I'angle entre ’axe internucléaire et I’axe du champ électrique. Cette
distance diminue légérement en fonction de la puissance du laser Ti:Sa (lorsque la puissance

augmente, la largeur spectrale de l'excitation aussi).
Fig. 4.19(d) montre un spectre de double excitation de deux atomes distants de 11.5 ym. Le
blocage est important alors que I'interaction est faible (tan? @ = 0.07), principalement au centre

8La description du peuplement de I’état |7s)|7s) simplement avec le taux de chargement 2A est une ap-
proximation perturbative (le chargement est supposé se faire depuis I’état |6p)|7s)). Le chargement de 1'état
|T;) est négligé car il serait inférieur a 4A2.
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(c) Evolution de la probabilité de double excita-
tion en fonction de la densité dans ’état initial.
La probabilité est de méme moyennée suivant ’ex-
pression (4.21). 8 = 7/8 dans cette simulation.
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(b) Evolution de la probabilité de double excitation
en fonction de (tan@)?. La distance internucléaire
dans I’état initial est 15 pm (soit une densité ~ 7x 107
Cme). La probabilité de double excitation est moyen-
née suivant 'expression (4.21). La forme de la courbe
est proche de celle qu’on peut constater expérimenta-
lement.
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(d) Spectre théorique de double excitation dans
I’état Rydberg 85p3/2 pour deux atomes distants de
11.5 pm, sans interaction entre les atomes de Ryd-
berg ou avec une interaction dipdle-dipole (tan2 0=
7m/12). Le blocage de l'excitation est prépondérant au
centre de la raie. Un trés léger élargissement appa-
rait sur les ailes, rendu possible essentiellement par
le décalage dipole-dipole.

F1G. 4.19 — Probabilités de double excitation dans I'état |85ps,2)|85p3,2) en fonction de différents parameétres,
R, tan? @, densité dans Pétat 7s et décalage du laser Ti:Sa d7isq. Le laser Ti:Sa est de puissance 20 mW et
focalisé sur 75 pm.
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de la raie. La raie est trés faiblement élargie en présence de 'interaction : lorsque la fréquence
du laser est hors résonance, I'interaction dipole-dipdle peut permettre une excitation & 2 fois
un photon plus efficace ou une excitation & deux photons. A priori, la distance internucléaire
R, est assez faible dans les expériences, 4 pm pour une densité D = 4 x 10? cm ™3 typiquement.
Les expériences sont donc réalisées dans des conditions rendant possibles I'existence d’un fort
blocage. On peut noter que dans ce cas, la dépendance du blocage dipolaire avec la densité
initiale est difficile & mettre en évidence car la densité initiale doit étre trés faible et 'intensité
du laser Ti:Sa aussi pour qu'un effet soit clairement observé.

Cette étude & deux atomes caractérise bien l'efficacité du blocage dipolaire en champ
électrique. On retrouve bien qu’un trés faible champ électrique est suffisant pour bloquer com-
plétement 'excitation d’un deuxiéme atome. Expérimentalement, un blocage de 'excitation
de plus de 50% est observé. Un modéle plus complet incluant la possibilité du blocage de
I’excitation par un seul atome d’'un grand nombre d’autres atomes est nécessaire pour rendre
compte véritablement de la dépendance en densité.

4.3.3.2 Systéme a N corps

La description du blocage dipolaire dans notre expérience nécessite a priori de considérer
un systéme & N corps en interactions. Le probléme pourrait étre abordé complétement nu-
mériquement. En effet, les niveaux d’énergie d’un systéme & N corps couplés par 'interaction
dipole-dipéle en champ électrique peuvent étre calculés facilement de maniére perturbative
selon la formule (4.9). De ce fait, dans un systéme contenant N atomes (& deux niveaux |g)
et |e)) considérés comme discernables et fixes en position, il y a C}; états contenant n exci-
tations |e;) (choix de m parmi V), soit au total 22211\7 n = 2N niveaux possibles. Pour 8
atomes, cela représente déja 256 niveaux. L’application du formalisme de la matrice densité
et la considération de tous les niveaux d’énergie pour chaque atome rendrait ce calcul délicat
(avec 2 x 4V équations pour notre systéme). Cette approche qui a été suivie pour le systéme
de deux atomes a 2 niveaux au paragraphe précédent n’est pas la plus adaptée car elle ne tient
pas compte de plusieurs propriétés de l'interaction dipdle-dipéle. L’interaction dipoéle-dipole
reste une interaction a relativement courte portée (elle n’est efficace que dans une sphére de
rayon 9 pm pour I'état 70pz/p en champ électrique (tan?# = 1) dans l'expérience décrite
dans ce chapitre). Elle ne considére pas non plus le fait que le décalage d’énergie & prendre
en compte pour 'excitation d’'un atome en présence de n autres excitations Rydberg autour
se limite en premiére approximation & considérer seulement l'interaction dipole-dipdle avec le
plus proche voisin.

L’analyse proposée repose sur la possibilité d’établir une équation d’évolution simple de la
matrice densité & un atome en présence de tous les autres. L’établissement de 1’équation fait
I'objet de la premiére partie et repose sur la possibilité de prendre la trace sur tous les atomes
sauf un dans ’équation d’évolution de la matrice densité & N corps.

La deuxiéme partie discute différentes hypothéses utilisées pour résoudre cette équation.
L’une d’entre elles, utilisée fréquemment dans les théories de champ moyen, est 'approximation
de type Hartree-Fock. Cette démarche a notamment été utilisée pour décrire l'interaction de
gaz froids avec un laser conduisant a la présence d’interactions de type dipole-dipole entre
atomes excités et atomes dans l'état fondamental [Lenz et al., 1993|. Plus récemment, elle
a été utilisée pour décrire la dépendance de 'expansion d’un condensat de Bose-Einstein
en présence d’interaction dipdle-dipole [Yi and You, 2003|. La principale différence entre ces
systémes et le systéme d’atomes de Rydberg est la portée de I'interaction beaucoup plus grande
pour les systémes d’atomes de Rydberg, incluant plusieurs atomes, ce qui en fait un systéme
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tout a fait nouveau. Les temps d’expériences sont aussi trés courts, permettant de considérer
les atomes comme statiques et donc discernables contrairement aux descriptions usuelles de
champ moyen dans lesquelles la dynamique collisionnelle joue un roéle important. Le résultat
principal de cette approximation pour 'interaction dipole-dipéle en champ électrique est que
le décalage du niveau d’énergie Rydberg d’un atome est tout simplement la somme donnée
par la formule (4.9), i.e la somme des couplages dipole-dipole de cet atome avec tous les autres
atomes pris isolément. Nous verrons qu’il est alors possible de négliger la contribution de tous
les atomes exceptés le plus proche voisin excité, chaque atome étant beaucoup plus sensible
au potentiel d’interaction dip6le-dipodle local qu’au potentiel moyen.

Analyse du systéme

L’approche compléte consiste a résoudre 'équation d’évolution de la matrice densité
p1,2,....N, que nous avons déja présentée au chapitre 2.3.3.1 :

dpi2,...N

T —i[H, p12,..n]+ X(p) (4.22)

o H="3hi+ %Y, > ik Vij est le hamiltonien total du systeme, somme des hamiltoniens
individuels h; et des hamiltoniens d’interaction Vi;. X (p) désigne le couplage avec le rayonne-

ment du vide.

La trace de 'expression (4.22) sur tous les atomes sauf un, 'atome dénommé i, donne le
résultat suivant :

dp; . 1 1
d_tz = —ilhi, pi] = 5 (pili + Lipi) + Mpps, + TT1_(i-1)6+1)..N |5 SN Vijipra.n| (4.23)
k Ak
pi = Tra (i—1)(i+1)..NP12,..N est la matrice densité a une particule pour l’atome i placé en

R;. h;i est l’hamiltonien individuel de la particule i (en terme d’opérateur, h; est exprimé ici
dans une base |u;, ) de vecteurs de Uespace des états accessibles a l'atome i, &;, alors que dans
Uéquation 4.22, il agissait dans l’espace complet £1 ® ... ® En). Le terme d’émission spontanée
f%(pJ‘i + Tip:i) + Mpgs, suppose que X(p) est la somme des contributions de l’émission
spontanée de tous les atomes : nous ne considérons pas ici [’émission spontanée des états de
Rydberg dont le temps caractéristique est plus long que celui de l’expérience (nous négligeons les

effets coopératifs d’émission spontanée, superradiance ou subradiance).

Cette expression donne ’évolution temporelle de la matrice densité a 1 corps d'un atome ¢,
couplée a I’évolution de tous les autres atomes via le dernier terme du membre de droite dans
I'expression (4.23). En considérant les atomes comme discernables, il convient de sommer sur
tous les atomes : par exemple, le nombre d’atomes dans I'état k est ny = >, (k|pi,, k).

Cette approche peut étre suivie pour retrouver I’équation de type Gross-Pitaevski, la somme
des termes de couplage avec toutes particules se ramenant a un terme d’interaction de champ
moyen proportionnel & la densité d’atomes'? [Castin, 2001].

9Usuellement, les atomes sont plus rigoureusement considérées comme indiscernables. La matrice den-
sité & un corps est dans ce cas N fois la trace de pi2,. . n, la matrice densité & N corps : p1 = p; =

NT7Ty (i—1)(i41)...NP1,2,.N €t pri(T) = (F1p1,, |[7)-
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Le terme de couplage peut étre simplifié plus avant? :

T'ry (i-1)(i+1)..N % Z Z VijsPr2,.N| = Z Tr; [Vij, piy] (4.24)
k j#k J#i

Cette expression constitue le premier degré de la hiérarchie BBGKY (Bogolyubov, Born,
Green, Kirkwood, Yvon).
En remarquant que l'interaction dipdle-dipéle en champ électrique est diagonale dans la base
non perturbée et en ne conservant que l'interaction entre états de Rydberg, I'expression de
ce terme de couplage se simplifie beaucoup. Considérons dans un premier temps un ensemble
d’atomes & 2 niveaux |g) et |e), |g) étant 'état fondamental et |e) 1’état Rydberg. Le hamil-
tonien d’interaction dipdle-dipole entre les atomes i et j s’écrit dans cette base :

Vij = oujlei)le;) (el (e;] (4.25)

,u?)d(lfi?) cos @%j)

ot «ay; désigne le couplage dipdle-dipdle en champ électrique. aui; = f(0) N , avec
ij

f(0) une fonction du champ électrique.

On trouve alors pour le terme (4.24) traduisant I'interaction de 1’atome ¢ avec 1’atome j :

Trj [Vij, pig]l = cij (lgi)(eil(ejlpizles) — (ejlpijles)lei)(gil)
Qij (Pijge.cel9i)(€il = Pijec gel€i)(9il) (4.26)

ow, par rapport aux notations précédentes, pij,. .. = (loj1|pijlirj1) est l'une des composantes

de la matrice densité a deuzx corps p; j, en notant |0) = |g), et |1) = |e) en référence a la note 20.

20En effet:

1
T7"1..(i—1)(i+1)...N |:§Vij7pl,2,..N:|

Z H(ulw)' Bvij’pl!Q"'N] H|ul’<(l>>

LE[[1,N]],1#4,k(1) \ 1#i 1#£i

1
> s | 5 Vi > [TCulprzen T ) | | T

k(5) Le[[1,N]],1# {5}, k(1) \1#1 I#i

1
=Tr; [5‘41, Pm‘]

ou les notations utilisées sont les suivantes :
LElLNILIAi k(D) k(D) k(2)  k(i—1) k(i+1)  k(N)
la somme sur k désignant la somme sur I’ensemble des états possibles d’un atome, et
H<ulk(l) | = <u1k(1) |"'<u(i_1)k(i—1) |<u(i+1)k(i+1) |"'<uNk(N) |
I1#i
En terme d’opérateur, de méme que pour h;, nous gardons la méme notation de 'opérateur V;; dans la

restriction de I’espace des états total & l’espace & ®@ &;. Dans I'espace des états & ® &;, Vi; est donné par :

Vi= 2 2 Viomowrowo Mo ) Wi Kt ) |
k(4),k’ () k(5),k’ (5)
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Du fait que nous prenons la trace sur les états de 'atome 7, il faut forcément que ’atome
J soit dans I'état excité pour qu’apparaisse le terme de couplage (I'excitation de l'atome i
ne sera perturbée par l'atome j que si celui-ci est déja excité). En considérant un nombre
plus important de niveaux, nous ferions apparaitre simplement des composantes supplémen-
taires incluant les différents niveaux de I’atome i. Pour 'atome i, le couplage avec tous les
autres atomes est entierement contenu dans le terme >, (qij pij,....)|9:) (€| (Vautre terme
> j2i(Qij Pijecge)€i)(gi| nest autre que le conjugué hermitique).

Hypothése Hartree-Fock

Nous savons qu’en présence d’interaction dipdle-dipdle, les fonctions propres du systéme
de deux atomes s’expriment comme le produit des fonctions d’onde associées & chacun d’entre
eux a l'ordre 2 prés [Friedrich, 1998]. Nous nous limitons en effet dans cette description aux
seuls états dégénérés tels que |m;| = 1/2. Les fonctions propres du hamiltonien total sans
le couplage laser sont des fonctions d’onde produits des fonctions propres individuelles car
I'interaction dipdle-dipdle est diagonale dans la base d’états non perturbés. Au deuxiéme
ordre prés, une fonction propre est donnée par :

k k k(N
o) =1 e e i) (4.27)

ol les ]\I/f(z)> sont des états propres individuels. Pour un ensemble d’atomes a 2 niveaux,
ces états propres individuels sont les états [7sy/9) ou |np3/(F)). Considérer que I'état du
systéme reste un état produit au cours du temps reviendrait a effectuer l'approximation
dite de Hartree-Fock [Lenz et al., 1993], équivalente & dire que pour tout (¢,7j), la matrice
densité a deux corps est p; ; = p; ® p;j. Cette approximation est normalement valide pour des
systémes faiblement corrélés?!. Cependant, dans notre systéme, un grand nombre des états
propres (4.27) sont couplés en présence des lasers (les états contenant n excitations Rydberg
sont couplés a (n — 1) états contenant n — 1 excitations et N — (n + 1) états contenant n + 1
excitations). Les corrélations se développent au cours de I’excitation, certains états devenant
inaccessibles a l'excitation. L’état du systéme ne reste pas un état produit. En effet, prenons
I'exemple de la matrice densité a deux corps p; ;. Dans I'hypothése ot le systéme est dans
un état produit, la matrice densité a deux corps est p; ; = p; ® p;. La probabilité de double
excitation est dans cette hypothése le produit de la probabilité d’excitation pour chacune des
particules, s0it pij,, .. = Pice X Pje. : cette hypothése pose évidemment probléme en présence
de blocage dipolaire, les deux probabilités d’excitation individuelles peuvent étre importantes
mais la probabilité de double excitation complétement nulle !

L’approximation de Hartree-Fock peut cependant paraitre justifiée dans nos expériences
car la probabilité q'un atome soit excité vers I'état Rydberg est trés faible. L’approximation
Pijec.ce = Pice X Pje. €St relativement valide tant que la densité d’atomes excités reste peu élevée,
c’est a dire tant que le produit p;., X p;,. reste négligeable : tant que p;,, et p;,.. restent petits, le
produit p;.. X pj.. est extrémement faible. En présence de blocage dipolaire, ce produit reste
petit et justifie a posteriori I'utilisation de cette approximation. L’hypothése semble bonne
aussi pour deux atomes dans les états intermédiaires [gie;) et |e;g;) si le taux d’excitation
vers I’état Rydberg est faible : le blocage de la double excitation modifie peu la probabilité

21 Cette hypothése est plutot une hypothése d’une évolution temporelle indépendante des différentes parti-
cules utilisée dans ’approche Hartree-Fock d’un systéme a N corps. Elle est une bonne approximation pour
dériver I'équation de Gross-Pitaevski [Castin, 2001], car les atomes dans leur état fondamental interagissent
peu.
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de présence dans I'état intermédiaire et on peut écrire par exemple pij., .. = piy, X pj..- Cette
hypothése est valide car le blocage dipolaire apparait pour de trés basses densités dans 1’état
Rydberg, nous contraignant alors & travailler & taux d’excitation faibles (moins d’un atome
sur une cinquantaine est excité dans 'état Rydberg). La question se pose également pour
les cohérences. En fait, si I'hypothése Hartree-Fock pour le terme de population pyj,. . est
supposée valide, nous avons pij,, .. = aijgeajjge = Pigg X Pjec = Og;Ge; X Qg A5 AVEC de;, g, €t
a;j,. les amplitudes des fonctions d’onde suivant les états a un ou a deux corps. Il est donc a
priori supposé a;;,, = agiazj, a un facteur de phase prés. On peut supposer raisonnablement
que le terme de cohérence important se factorise aussi : pij,. .. = Pige X Pjee-

L’approximation de Hartree-Fock semble pouvoir se préter au traitement de notre pro-
bléme. Elle est sans doute encore meilleure dans le schéma d’excitation & 4 niveaux, ol le
blocage dipolaire affecte moins de 1% des atomes et trés peu les probabilités de présence
dans les différents niveaux intermédiaires. L’approximation de Hartree-Fock permet d’écrire
finalement:

M TriWVijipig) = || D cijpsee | lea)(eil, pi (4.28)
j#i | \J#
T WVig,pigl = | D cispie | (pigelaid(eil = picylei) (il (4.29)
j#i J#i

Nous sommes ramenés de cette maniére & une équation dans laquelle 'interaction dipole-
dipdle agit seulement comme un décalage d’énergie du niveau Rydberg pour I'atome ¢. Nous
discutons dans les paragraphes suivant la validité de 'approximation effectuée. Il est important
de remarquer notamment que «;; tend vers l'infini lorsque R;; tend vers 0. Autrement dit,
méme si pj,, est faible dans la somme (4.29), la somme est trés sensible & I'atome plus proche
voisin atome dans I’état fondamental. En fait, la résolution de I’équation pilote pour un systéme
de deux atomes donne en présence d'un fort blocage, donc pour a;; trés grand?? :

o O7isa/2 —Qriga/2 (4.30)
Pijec,eg ™~ (g — iyps eoes T ijeg,eq -

Donc «jj;pij,. ., tend vers une valeur réelle indépendante de «;; lorsque aj; devient tres
grand et elle est simplement reliée a la population dans I'état intermédiaire pyj,, .. On peut
montrer que le résultat est identique lorsqu’un grand nombre d’atomes est considéré (rappelons
que plusieurs dizaines d’atomes sont affectés par 'excitation d’'un seul atome). L’approxima-
tion de Hartree-Fock aurait pu poser probléme dans la mesure ot les atomes tendent a étre
"corrélés" au cours de 'excitation laser. Il est cependant montré dans les paragraphes suivants
qu’elle donne en moyenne le "bon" résultat.

Approximation du champ tournant

Il est alors possible de décrire I’évolution temporelle de la matrice densité de I'atome ¢
en appliquant 'approximation du champ tournant comme nous 1’avons décrite par le systéme
d’équations (2.21). Dans 'approximation du champ tournant, le décalage du niveau d’énergie

22 hypothese o trés grand permet d’une part d’effectuer ’approximation de Markov dans 1’équation pilote
en supposant p;j., ., ~ 0, d’autre part d’avoir pij., ., =~ 0.
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a prendre en compte pour I'évolution du terme de cohérence p;,, de la matrice densité p; est :

0 = 0riSa — Z(aij Piee) (4.31)
JFi

Approximation de champ local moyen

Il serait possible de calculer la probabilité d’excitation au cours du temps pour chacun
des atomes en tenant compte du taux d’excitation exact de chacun des atomes. L’approche
développée ici est différente et permet de définir un taux moyen d’excitation pour un grand
nombre d’atomes, en analogie avec les théories de champ moyen.

Nous faisons ’hypothése importante que nous pouvons remplacer la population dans I’état
excité pj,. de l'atome j par une valeur moyenne pe(7), prise localement sur un ensemble
d’atomes (p;,., dépend de la position car 'excitation n’est pas uniforme). Ceci conduit & un
décalage de la forme : o754 — @Z#i(azj).

Une attention particuliére doit étre attachée a cette hypothése : p;.. = pee. En fait, p;.. ne
peut varier de maniére importante par rapport a cette valeur. D’une part, pour un systéme de
deux atomes, cette variation pourrait étre au plus d’un facteur deux (atomes trés éloignés ou
trés proches). D’autre part, le blocage dipolaire est déja total pour une trés faible interaction
(tan?@ = 0.05) lorsque les deux atomes sont contenus & l'intérieur d'une boule de rayon 5
pm pour I'état 70ps /o (cf Fig. 4.19). La densité dans I'état fondamental étant d’environ 10t
at/cm?, une telle boule peut en fait contenir 50 atomes, soit déja un grand nombre! (nous
allons voir que l'approche & deux niveaux que nous utilisons par souci de simplicité se gé-
néralise directement & 4 niveaux : c’est bien le nombre total d’atomes qui est intéressant).
L’excitation d’un deuxiéme atome dans un tel volume serait presque certainement bloquée,
si nous négligions les phénoménes d’anisotropie®?, autrement dit I’état excité de cette boule
serait une superposition d’états contenant une seule excitation (un état collectif ne contenant
qu'une seule excitation) et la densité pj,, serait uniforme a l'intérieur de cette boule?*. Fi-
nalement, du fait de la longue portée de l'interaction dipodle-dipdle, bien plus grande que la
distance interatomique moyenne, la probabilité d’excitation est relativement indépendante des
fluctuations en position entre un atome et son plus proche voisin.

En supposant d’abord une excitation uniforme, pj.. & pec, le décalage daq, = >, (s pj..)
devient simplement proportionnel & la somme des décalages dus a l'interaction avec ’ensemble
des autres atomes :
8aa; = Pee Y _(@ij)
J#i

En pratique, il faut conserver la dépendance spatiale de ’excitation. Pour un atome au
centre du PMO, l'influence des atomes a la périphérie est négligeable. Par contre, pour un
atome placée a la périphérie du PMO, 'influence des atomes au centre ne ’est pas forcément.
Pour un nombre important d’atomes, afin d’évaluer correctement ces contributions, nous pou-
vons en premiére approximation remplacer la somme par une intégrale en considérant des
distributions continues d’atomes.

L’intégrale est composée de deux termes, I'un de champ moyen et l'autre de champ local :

23Un état a deux excitations Rydberg est accessible si ’axe internucléaire fait un angle de 54° avec 'axe du
champ électrique. Il est possible d’imaginer qu’un état donné accessible en présence d’interaction dipole-dipole
soit constitué de lignes d’atomes orientées suivant ces axes ou 'interaction est nulle.

24En présence ou non d’interaction, deux atomes voisins doivent avoir a priori la méme probabilité d’étre
excités, en présence ou non d’interaction dipole-dipéle, & condition bien stir que cette interaction soit & beaucoup
plus longue portée que I’espacement internucléaire moyen.
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—

@(ﬁ + Ry)ai;(©, R)po(R + R;)27m sin OR*dRdO

(R4 R) )5 (0, R)po(R + R;) (1 - e—%”RSf)o(mﬁi)) 27 sin O R%2dRdO
(4.32)

—

- / / Pec (B + B i (0, Ry)Po(R, + Ry)e 3™ ro ot ) or 6in © R2dR,,d6),,
0

L’indice P de51gne le plus proche voisin. po(R + R) est la densité d’atomes dans le PMO
en R’ R + R;. L'utilisation de la distribution d’Erlang suppose que po(ﬁ’ ) est localement
homogene. Dans ce cas, comme nous ’avons spécifié pour justifier I’hypothése de Hartree-
Fock, la densité d’atomes excités E(ﬁg) peut étre considérée comme localement homogéene
également.

La premiére intégrale dans le résultat de 1'équation (4.32) représente le potentiel de champ
25 est tracé Fig. 4.20 pour un nuage
d’atomes excités gaussien en fonction de la distance au centre du PMO R’ aprés moyennage
suivant les angles ©' et ¢ définissant une position particuliere dans le PMO (du fait de
I’anisotropie de I'interaction dipole-dipoéle, le potentiel de champ moyen varie angulairement
d’un facteur ~ —2.2 & ~ 1.2 par rapport au résultat affiché Fig. 4.20 et il existe des positions
privilégiées pour lesquelles il est nul). Ce potentiel prend une valeur élevée seulement pour
des atomes éloignés du centre du PMO, avec une valeur maximale & prés de 1.8 x o du
centre. L’intégrale de champ moyen est nulle pour un atome situé au centre du PMO, en
premiére approximation, pour une distribution d’atomes excités & symétrie sphérique, supposée
gaussienne car l'intégrale angulaire est nulle du fait de l'anisotropie de 'interaction dipole-
dipdle :

moyen. Le champ moyen donné par cette expression

/ / Pee(R Oézj (© R)po(ﬁ) (1 — e~ 5’0 (R )) 27 sin O R?dRdO =~ 0

Le potentiel moyen est usuellement le seul considéré?®, le potentiel d’interaction avec le plus
proche voisin (deuxiéme intégrale dans le résultat de I’équation (4.32)) étant souvent négligé.

Evaluons plus exactement ce terme de champ local. L’intégrale angulaire dans le terme de
champ local est nulle du fait de I'anisotropie de l'interaction dipole-dipole :

—

/0 Pec (B, + B i (0, Ry)po( R, + Ry)e 3™ p0(Fot B or sin © R2dR,,dO), ~ 0

Le potentiel d’interaction local est cependant trés mal évalué par cette intégrale. Pour 1’éva-
luer plus correctement, il faut prendre en considération la distribution discréte des atomes et
notamment le plus proche voisin.

Afin de tenir plus exactement compte de la discrétisation, le potentiel d’interaction ressenti
par un atome ¢ peut s’écrire plus exactement comme la somme du potentiel d’interaction

2Du fait que la densité peut étre supposée localement homogéne et du fait de 'anisotropie de linter-
action dipole-dipodle, le potentiel de champ moyen dépend essentiellement d’atomes éloignés et le terme

(1 — e’%"RSPO(m) peut étre remplacé par 1.
26Le potentiel moyen permet d’expliquer Pexpansion anisotrope des condensats en présence d’interaction
dipole-dipole.



Chap 4 - Blocage dipolaire de I’excitation d’atomes vers des états de Rydberg :

176 Contréle par champ électrique et par résonance de Forster
L 7- — Interact?on de champ moyen .25
N Interaction de champ local
g 64 —— Distribution radiale des atomes
SE 12.0
) _"O
g 54 =
2 a
i) 11.5—
o ] 7
<O 1 5
5 37 1102
[ >3
S | T 10.5
5 1
< ' .

0 T T —= T 0.0
0 1 2 3 4 5

r'c

F1G. 4.20 — Comparaison du potentiel local moyen et du potentiel de champ moyen. Les potentiels sont
présentés en fonction de la distance au centre du PMO r, aprés moyennage angulaire. Le calcul est effectué
dans le cas d’une distribution d’atomes excités gaussienne de rayon caractéristique ¢ = 100 pm (I’anisotropie
de l'interaction dipole-dipole peut modifier ce résultat), pour n = 50, avec un couplage par champ électrique
donné par tan? § = 1 et 15000 atomes excités. La distribution radiale des atomes de profil normalisé p,(r/c) =

2 /e . .
4(7;(7:)/3‘;.)2 2 a été ajoutée pour montrer que le potentiel de champ moyen ne concerne que des atomes trés

excentrés par rapport au centre du PMO.

avec le plus proche voisin p et du potentiel créé par tous les autres atomes, assimilés & une
distribution continue.

—

Sad, ~ / Dee(R + Ri)po(R + Ri)ai;(©, R)2m sin © R2dRdO + P (R;)vip(©p, R,)  (4.33)
Vl

L’intégrale sur V' = Vpupo — V est une somme sur tous les atomes situés a extérieur
d’une boule ne contenant que le seul plus proche voisin pour I'atome 4 situé en (R,,©,). Le
potentiel de champ moyen créé par tous les autres atomes est celui donné par la figure 4.20
(la borne inférieure d’intégration n’a pas d’importance car ce potentiel est localement nul
autour de 'atome 7). Le potentiel d’interaction avec le plus proche voisin supposé distant de
la distance internucléaire la plus probable?” (dans 1’état fondamental) est affiché sur la figure
4.20 pour une distribution gaussienne d’atomes. La valeur utilisée est une moyenne angulaire
de la valeur absolue du décalage dipole-dipole, donnée par 'expression (4.17) utilisée dans la
section 4.3.1.2 :

. — 12,

|0ad|(Ri) ~ 1.09pcc (R;) f(0) ——=— = 1.09f(0)

(Ra(1:))?

4T

3 ce(B:)po(R:) (4.34)

1
o o . am/3po(Ri)
On voit Fig. 4.21 que ce terme de potentiel d’interaction local moyen est beaucoup plus
important que le terme de champ moyen pour environ 3/4 des atomes (nous représentons

ol Rd(ﬁi) est reliée & la densité d’atomes dans 1’état fondamental par Rg =

R2
aussi la distribution radiale des atomes 202 sur la figure 4.21). Les potentiels de

4m -
(2ro2)3/2€

2TRappelons que la distribution d’Erlang est quasi centrée et donc que la distance la plus probable entre un
atome et son plus proche voisin est bien 0.9R,4.
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champ moyen et de champ local dépendent tous deux linéairement du nombre d’atomes total
présents dans le PMO et conservent le méme rapport quelque soit la densité. La conclusion
est qu’il n’est pas du tout possible de négliger le potentiel de champ local.
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F1G. 4.21 — Fonction de distribution f du décalage d’énergie Vg o Zj# @i;(©;, R;) d’un atome placé au
centre d’une boule de rayon 20 um et contenant 50 atomes de Rydberg (p;.. = 1) répartis uniformément.
Le décalage exact Vyq est rapporté au décalage d’énergie Vyqp = aup occasionné par le plus proche voisin. Ce
calcul numérique montre que la distribution des décalages d’énergies est centrée autour du décalage d’énergie
di au plus proche voisin.

Au contraire, il est possible d’affirmer que les atomes dont l’excitation sera bloquée au pre-
mier abord sont principalement sensibles au potentiel d’interaction avec le plus proche voisin.
Pour une évaluation meilleure du décalage d’énergie dii & I'interaction dipole-dipole, il serait
probablement nécessaire de considérer plusieurs plus proches voisins. Toutefois, la fonction de
distribution du rapport entre le potentiel d’interaction total et le potentiel d’interaction avec
le plus proche voisin est maximum et centrée au niveau de la valeur de l'interaction avec le
plus proche voisin (voir Fig. 4.21). Le calcul est ici effectué pour un ensemble de 50 atomes ré-
partis de fagon uniforme dans une boule (et excités uniformément). Ne considérer en premiére
approximation que l'interaction avec le plus proche voisin est donc relativement correct.

Le résultat principal est donc que le décalage, donné par la formule (4.34), est proportionnel
en moyenne & la densité d’atomes localement excités dans 1’état Rydberg :

ddd X Pee X Po

Conclusion : probabilité d’excitation

Au paragraphe précédent, nous avons établi un potentiel de champ local "moyen" (au sens
ou la plus grande partie des atomes ressentent ce potentiel), donné par I'expression (4.34).
Nous avions vu par la formule (4.9) que le déplacement du niveau d’énergie d’un atome que
I'on souhaite exciter en présence de (N — 1) autres atomes déja excités est simplement donné
par la somme des couplages dipole-dipole entre cet atome et les (N — 1) autres. Par les pro-
priétés angulaires de l'interaction dipole-dipdle, 'interaction est limitée au plus proche voisin
et se réduit pour N assez grand a la formule (4.34), si toutefois les atomes excités d'un état
moléculaire donné & N corps sont distribués de maniére quasi aléatoire. Il n’était pas évident
d’appliquer ce résultat a I’excitation d’un ensemble d’atomes couplés par le champ électrique
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du laser, ce qui revient a négliger le caractére cohérent de 'excitation. L’expression (4.34)
est retrouvée en résolvant plus complétement le systéme de N atomes interagissant par 'in-
teraction dipole-dipole. L’hypothése principale est une hypothése de faibles corrélations entre
les différents atomes, non exactement justifiée pour ’ensemble des atomes mais probablement
correct quand les taux d’excitation sont faibles.

Utiliser un tel potentiel moyen peut ne pas étre tout a fait exact & tres faibles densités
d’atomes excités lorsque le blocage concerne essentiellement des paires d’atomes trés proches
ou & fortes densités d’atomes excités lorsque les atomes pouvant étre excités sont éloignés du
plus proche voisin (et subissent donc un potentiel plus faible que le potentiel local moyen).

La question de ’anisotropie de I'interaction dipéle-dipdle doit étre soulevée. Pour plus de
précision, il serait possible d’intégrer la probabilité d’excitation sur toutes les positions du plus
proche voisin, comme ce que nous avons fait dans la section 4.3.3.1. Il est au moins nécessaire
d’effectuer une moyenne angulaire pour obtenir la bonne forme des raies spectrales?®, donc
de moyenner la probabilité d’excitation sur ©, pour un potentiel donné par la formule (4.33)
(éventuellement pris pour R, ~ 0.9R4 pour simplifier le calcul). Pour un décalage du laser
TiSa nul par rapport a la transition 7s — nps3/(F), la formule de champ local moyen (4.34)
donne un résultat relativement bon comme nous le vérifions par la suite.

Une question se pose aussi de la généralisation de cette étude a un ensemble d’atomes a 4
niveaux. En fait, la formule (4.26) se récrit en sommant sur l’ensemble des niveaux possibles
|k) d’un atome :

Tr; Vig pig] = i > (Pijge e ki) (€il + pijec s lei) (ki) (4.35)
k

De l'approximation de Hartree Fock (4.28), il ressort bien que 'interaction dipéle-dipdle ne
fait que déplacer le niveau d’énergie Rydberg de I'atome i, permettant ainsi de généraliser le
résultat & un ensemble d’atomes & plusieurs niveaux. Un probléme peut se poser de I'utilisation
d’un potentiel moyen pour calculer la probabilité d’excitation dans le cadre de I’approximation
du champ tournant. En effet, dans le schéma d’excitation a 4 niveaux, si par exemple dppro
est non nul, des termes &; = (8paro — 644(R;)) apparaissent (Iinteraction dipole-dipole peut
favoriser des excitations multiphoniques). Cependant, 'excitation & 3 photons pouvant poser
probléme est séparée spectralement des autres composantes et seule la composante centrale a
1 photon est vraiment importante. Il est possible d'utiliser le résultat du potentiel de champ
local moyen (4.34).

Remarque : au-dela de Hartree-Fock

Analytiquement, il serait possible de tronquer la hiérarchie BBGKY a un ordre plus
élevé, i.e. d’exprimer 'évolution de la matrice densité a deux corps p;; en fonction de la
matrice densité a trois corps p; ;i pour tenter d’obtenir un résultat encore "meilleur". Tou-
tefois, nous avons vu qu’un grand nombre d’atomes se trouvent corrélées par l'interaction
dipdle-dipole. Il ne serait pas beaucoup plus évident de tronquer la hiérarchie & ce niveau

Z8Quivant le signe du décalage dii & linteraction dipole-dipole, I’excitation est en effet permise de facon
prépondérante soit vers le rouge, soit vers le bleu de la transition. Nous pourrions étre intéressés par considérer
la valeur moyenne pee(r) =~ Y % pour connaitre la densité dans I’état excité, n étant un petit nombre
d’atomes contenus dans un volume ol l’excitation est considérée comme homogéne. Dans ’équation pilote
(2.21), il n’est cependant pas possible de remplacer les termes de cohérence par des valeurs moyennes. Dans
X4

. . N . . . . Pi N
I'approximation & deux niveaux |g) et |e), ces termes non "simplifiable" seraient de la forme ) —<—, ou

nous notons d; = (d1isa — ddd;). Le terme de cohérence p;,, dépend notamment du signe du décalage 0; : plus

8;——0; *
exactement p;., — —Pieg-
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en supposant par exemple p; jr = p;; ® pr. Un calcul numérique complet est susceptible de
fournir un résultat exact. Ce calcul numérique pose des problémes en terme de temps de calcul
|[Robicheaux and Hernandez, 2005]. Dans [Robicheaux and Hernandez, 2005|, une approxima-
tion utilisée est de remplacer chaque paire d’atomes trés proches par un pseudo-atome a deux
niveaux en faisant '’hypothése quasi exact qu'un seul des deux atomes peut étre excité et
en multipliant la fréquence de Rabi pour I'excitation par v/2. Malgré cette approximation, le
nombre d’atomes qu'’il est possible de simuler reste faible (une centaine). Analytiquement, il
pourrait étre intéressant de remplacer chaque zone comprenant plusieurs atomes dont un seul
peut étre excité par un systéme a 2 états possibles, un état sans excitation et un état avec une
seule excitation délocalisée.

Remarque : Le probléme de l’interaction Van der Waals

Une question se pose de I'application du formalisme précédent au cas de 'interaction Van
der Waals en —Cg/RO. Tl n’est pas possible d'utiliser directement le résultat (4.33) car I'inter-
action Van der Waals n’est pas diagonale dans la base des états moléculaires non perturbés.
Par exemple, pour l'interaction pp < ss’, I'expression de la fonction d’onde de deux atomes
de Rydberg a l'ordre 2 a 'asymptote np — np pour n > 42 est la suivante :

1|W]? w
Ul [1-2 v, 4.36
" < 2 5§p55/> e 5ppss’ ( )

ol \Ilgp et WY, sont les fonctions d’onde non perturbées correspondant aux états |np,np) et
%ﬂns, (n+1)s) 4+ |(n+1)s,ns)), dppss est le décalage d’énergie entre les niveaux pp et ss’,
W le couplage dipole-dipole. Cette fonction est simplement I’expression asymptotique relative
a l’état |—) (dont la définition est donnée par l'expression (1.78)). La fonction d’onde dépend
fortement de la fonction d’onde non perturbée \Ilgs, et cette composante ne peut donc étre
négligée. La résolution exacte du systéme est toujours & 1’étude. Il semble que la prise en
compte des corrélations soient nécessaires, ce qui implique qu’il ne soit pas possible d’utiliser
directement ’hypothése dite de "Hartree-Fock".

Nous utilisons dans ce paragraphe une approche similaire & celle utilisée dans l'article
[Tong et al., 2004]. Une premiére observation est que la probabilité d’excitation est modifice
seulement & l'ordre 2 lorsqu’on considére 'excitation de deux atomes en présence d’interaction
Van der Waals. La baisse de 'excitation possible due & la modification de la fonction d’onde
pour § = 5W2 ~ 10 MHz est inférieure a 5% alors que le décalage § du niveau d’énergie de

ppss’

I'état |—) par rapport au niveau pp est largement suffisant pour induire un blocage complet de
I’excitation. La fréquence de Rabi pour 'excitation d’un atome est donc supposée inchangée,
seul est considéré le décalage d’énergie pour l'excitation d’'un atome ¢ au milieu de n autres
atomes j déja excités.

Pour l'excitation dans un état moléculaire & N corps donné, le décalage prend la forme
suivante :

2

3 ~ Sy aw (R;)
i s

= —Cs /0"/”_~ - - - —Cs 9 .
~pec(R)——=8 4 —(R+ R))po(R + R;) =827 R? sin OdRdO
Pee )(Rme(Rz-))G A ( )po( )R6
(4.37)
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W;; sont les couplages dipole-dipole entre I'atome i et les atomes j, Rye & 0.9@(1%).3“.@)
est la distance interatomique moyenne dans I’état excité. Cette expression se réduit finalement

a .

Ny =G Am sy =G
(5VdW(Rz) ~ pee(Rz) (Rme(Ri))6 + 3 pO(Rz) (Rme(ﬁi))g
47 = - \?
~ (gaRi)po(Ri)) < (~33 C)

Dans cette formule, le terme de champ moyen est égal & 0,7 fois le terme de champ local
moyen. Le terme de champ moyen provient en fait uniquement d’atomes trés proches du
plus proche voisin (nous avons négligé la borne supérieure de 'intégration). Considérer une
distribution discréte de quelques atomes excités autour d’un premier atome serait sans doute
plus adéquat. Par ailleurs, cette expression n’est pas tout a fait exacte?®, car il faut prendre
en compte non pas seulement les états s, s’ et p mais tous les sous-niveaux Zeeman qui ne

Une discussion intéressante est la comparaison de cette formule avec le modéle développé par
[Tong et al., 2004]. Dans leur modéle, ils considérent une boule dans laquelle il n’y a en moyenne qu’un seul
atome excité et considérent que tous les autres atomes forment une distribution continue. Ensuite I’excitation
d’un atome & l'intérieur de cette boule est considérée. Lorsque celui-ci est au centre de la boule, il subit un
décalage faible mais lorsqu’il est proche du bord, le décalage est beaucoup plus important. Le résultat final
est une moyenne sur toutes les positions. C’est une approximation assez grossiére ne prenant pas du tout en
compte le plus proche voisin ni la distribution de positions des autres plus proches voisins excités. Cependant,
cette approximation n’est peut étre pas trop mauvaise. En effet, dans leur modéle, le plus proche voisin ne
joue un roéle que dans % ~ 11% des cas. Ceci est dii a la particularité des potentiels moléculaires. Seule une
des paires de potentiels & 'asymptote np — np est décalée énergétiquement parmi les six couples de potentiels
possibles dont deux sont donnés par lexpression (4.3). Finalement, il existe un trés grand nombre d’états
possibles & N corps et seulement quelques 11% des atomes contribue au décalage (4.37) pour un état donné : le
potentiel de champ moyen joue la plupart du temps un réle beaucoup plus grand. La moyenne effectuée dans
une boule contenant en moyenne un atome est sans doute moins exacte car la moyenne doit étre effectuée de
maniére statistique. Il est sans doute plus juste de considérer la distribution possible des plus proches voisins.
De ce fait, la formule (4.38), basée sur une hypothése plus exacte pour donner un potentiel de champ moyen
et dans laquelle aurait été négligée la contribution du plus proche voisin pourrait donner un résultat adéquat.

La possibilité de négliger la contribution du plus proche doit étre vérifier avec attention. Nous réalisons cette
vérification en faisant un premier calcul dans la base atomique avec le modéle développé dans I'annexe A.
L’analyse compléte de I'interaction pp < ss’ en présence d’'un champ électrique statique est présentée & partir
des résultats de ’annexe dans la partie 4.4.1.4. [’analyse en champ nul présentée ici est moins développée mais
repose sur les mémes résultats.

Effectuons cette analyse dans un premier temps en négligeant la structure fine comme dans
[Tong et al., 2004], donc dans une base d’états |nlm;n’l'm’) . Dans ce cas, I'interaction dip6le-dipdle couple
les états %(mso; (n+ 1)s0) + |(n + 1)s0; ns0)) aux états |npm;npm’), m et m’' appartenant a {0,1,—1}.
Il y a donc 10 états a considérer. La diagonalisation du systéme montre que seuls deux états propres sont
décalés énergétiquement, un a 'asymptote np — np, 'autre a la limite ns — (n + 1)s. Les autres états sont des
zéros d’interaction. Les deux états décalés énergétiquement le sont comme dans un systéme a deux niveaux

2
Hsp
3

ol le couplage dipdle-dipdle serait Wesr = 3v3 =% . En considérant P'écart énergétique ppssr, le décalage du

4
niveau relié & 'asymptote np — np est ,(3%)2%;% pour dppesr >> Wegy. Pour 'état 70ps/a (Oppss st

calculé & partir des niveaux de structure fine), cela correspond a Cs = 2.2 x 10? u.a, qui est proche la valeur
Cs ~ 2.8 x 10%*? u.a obtenue par les calculs moléculaires plus complets de [Singer et al., 2005]. Nous trouvons
également que le couplage de tous les états non perturbés [npm;npm’) avec 'état décalé a la limite np — np
est seulement en moyenne d’environ & ~ 11%. Toutefois, tous les états [npm;npm’) ne sont pas forcément
couplés de la méme maniére a I’état intermédiaire de I'excitation par laser. L’excitation d’un tel systéme est en
fait complexe. Au départ, en excitation depuis 1’états 7s;,o non polarisé magnétiquement, tous ces états sont
accessibles avec des probabilités bien définies. Il faut considérer la structure fine pour calculer ces probabilités ;
I'excitation peut a priori se faire vers les tous états |[npm;npm’) du fait de la structure fine de I’état np qui
couple tous les états m entre eux. Nous n’effectuons pas le calcul exact ici et pouvons simplement supposé que
la moyenne de 11% est proche de la valeur exacte.
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sont pas tous couplés de la méme maniére par I'interaction dipole-dipdle. Le calcul exact en
comparaison de l'expérience décrite dans U'article [Tong et al., 2004] est développé dans la note
29. Pour pouvoir utiliser ce résultat concernant l'interaction Van der Waals, il est nécessaire
que l'interaction reste une interaction de type Van der Waals, ce qui n’est pas exactement le
cas pour l'interaction pp < ss’ dans nos expériences (cela ne concerne cependant qu’un faible
nombre d’atomes). Pour aller plus loin, le développement perturbatif dans la base d’états non
perturbés peut étre poussé a des ordres plus élevés (tant que le décalage d’énergie 0,5y est
plus grand que le couplage dipole-dipole) mais les états s et s’ doivent alors étre pris en compte
pour calculer la probabilité d’excitation.

4.3.3.3 Premiers résultats

L’interprétation théorique des données est en cours. Un certain nombre de premiers résul-
tats basés sur 'analyse précédente et permettant de retrouver les caractéristiques du blocage

Le calcul avec structure fine est en tous points identique. Il convient en ce cas de considérer tous les états pos-
sibles, & savoir pour 'asymptote npz/2 —nps/2, 16 états [nps/omy; npg/gm;) possibles (m; et m; appartenant a
{=3/2,-1/2,1/2,3/2}) et 4 états symétriques % (Insijomy; (n+ 1)s1/2m}) + |(n + 1)s1/2my; ns12m})) pos-
sibles (m; et m/; appartenant a {—1/2,1/2}). Il advient alors que 4 états sont décalés énergétiquement sur 10

2

accessibles & la limite nps 2 —nps,/2. 2 correspondent & un couplage effectif Wey; = 3\/5%?, 2 autres a un cou-
plage Weyy = V2V3 %, donc plus faibles que lorsque la structure fine n’est pas considérée. De méme, les états
accessibles & Pexcitation sont couplés a hauteur de ~ 23.5% en moyenne a ces états dont ’énergie est décalée
par interaction dipole-dipodle (& parité entre les deux couples). Cette valeur est faible mais suivant les états de
polarisation magnétique des deux atomes au départ, le couplage est soit ~ 44%, soit 3% en considérant que les
atomes sont au départ dans une superposition des états de polarisation m; = 1/2 ou m; = —1/2, la limitation
de l’excitation possible par le plus proche voisin est d’au plus ~ 23.5% (un blocage de ~ 23.5% maximum est
possible, lorsque les atomes sont suffisamment proches et si le régime d’excitation est linéaire). Pour obtenir le
vrai taux d’excitation pour un atome, il suffit probablement de considérer ’excitation en présence de quelques
autres, I'interaction Van der Waals étant clairement limitée aux plus proches voisins excités. C’est sans doute
la seule fagon de tenir compte du fait que tous les états m; sont impliqués (la formule (4.36) n’était valable
qu’en considérant des états non dégénérés au départ). On peut cependant en premiére approximation émettre
Ihypothése que tant que Uinteraction est faible, les états excités sont principalement les états m; = 1/2 ou
m; = —1/2. Auquel cas, la limitation de 'excitation provient principalement du décalage d’énergie possible.
Le décalage di a tous les atomes sauf le plus proche voisin peut se calculer de maniére statistique comme
dans la formule (4.38), 'interaction d’un atome avec chacun des autres atomes conduisant a un décalage dans
~ 23.5% des cas. Le décalage dti au champ moyen est donc :

Svaw (Ri) ~ —1.3 g (((3\/5)2 + 6) fep ) (%po(ﬁﬂ@(ﬁﬁ)Q (4.38)

5171735’

Comme nous 'avons déja précisé, supposer une distribution continue autour du plus proche voisin pose un
probléme car seuls les quelques atomes les plus proches ont une influence : la valeur calculée par la formule
(4.38) est sans doute surestimée. Il n’est pas possible de rajouter directement la contribution du plus proche
voisin sans rajouter le fait que plusieurs états d’excitation sont possibles, au moins un état de paire bloqué et
I’autre non bloqué. Utiliser une moyenne sur tous ces états comme pour le couplage avec tous les autres atomes
serait sans doute une grosse approximation. En effet, utiliser le terme élevé du décalage d’énergie moyenné di
a l'interaction avec le plus proche voisin excité d’'un atome i conduirait & simuler un blocage trop rapide de
I’excitation de l'atome i alors qu’en fait seule la moitié des états moléculaires sont concernés et que le blocage
de l’excitation de cet atome est au plus 23.5%. Négliger complétement la contribution du plus proche voisin
comme dans [Tong et al., 2004] est aussi un peu grossier : ~ 12% du blocage de lexcitation d’une paire est
da au plus proche voisin. En premiére approximation, nous avons cependant utilisé une formule proche de la
formule (4.38) au facteur 1.3 prés, qui semble fournir une valeur moyenne relativement correcte pour décrire
I’excitation en présence d’interaction Van der Waals, ne considérant pas l’effet du plus proche voisin mais
maximisant 'effet des autres atomes.
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dipolaire obtenues expérimentalement sont exposés dans ce paragraphe.

Exciation relative
Exciation relative

0,3 1

0,0 T T T T T T T T 0,0 T T T T T T T T
00 05 10 15 20 25 30 35 40 00 05 10 15 20 25 30 35 40

Tg% Tg%

(a) Nombre d’atomes excités rapporté a 1 en champ (b) Méme résultats que sur la Fig. (a) mais No =
nul en fonction du paramétre (tan#)? caractérisant 5 x 107,

le couplage Stark p-d. Les états étudiés sont les états

50p3/2, T0p3/2 et 85ps 2. Le nombre d’atomes initia-

lement dans le PMO est Ny = 3 x 107, la puissance

du laser Ti:Sa est 15 mW et celle de la diode 1470

0.4 pW.

F1G. 4.22 — Calculs pour différents n, en fonction de 1’état nps /2 excité, du champ électrique et du nombre
d’atomes initialement dans le PMO.

Les calculs sont effectués en utilisant la formule®® (4.34) et le modéle d’excitation & 4
niveaux (2.21) pour calculer la probabilité d’excitation dans 'état Rydberg. En pratique, il
faudrait intégrer la probabilité d’excitation dans ’état Rydberg sur tout le volume du PMO
pour obtenir le nombre d’atomes de Rydberg excités. Pour diminuer le temps de calcul, la
probabilité d’excitation n’est calculée que pour des intensités moyennes3!pour le laser Ti:Sa
et la diode 1470. Ceci peut induire une déviation par rapport aux données expérimentales
puisque le blocage dipolaire peut apparaitre d’abord dans les zones d’excitation et densités
maximales (une diminution d’'un facteur 4 de la densité implique par exemple une diminution
d’un facteur 1,6 de l'espacement internucléaire moyen et un facteur 4 du couplage dipole-
dipoéle). La densité du PMO est quasiment homogéne au niveau de la zone d’excitation pour
les expériences en densité dans la section 4.3.2 et considérée comme maximale. Les nombres
d’atomes excités impliquent que pour un PMO de rayon caractéristique 300 pm, le nombre
d’atomes dans le PMO soit de l'ordre de 4-5 x 107 atomes, soit une densité au centre du
PMO d’environ 10! at/cm? (cette estimation utilise la formule (4.20) intégrée sur le volume
d’excitation).

Les résultats du calcul font apparaitre une dépendance de ’excitation similaire & l'expé-

30Rappelons que la formule (4.34) est approchée. L’interaction médiane exacte entre deux atomes plus
proches voisins est donnée par exemple en remplacant le facteur 1.09 par 0.97 (cf formule (4.18)). Nous
remplacons finalement le facteur 1.09 de la formule (4.34) par 1.0. Cela n’affecte que trés peu le résultat du
calcul présenté.

31Le calcul des intensités moyennes est effectué suivant ’expression (2.16). La densité dans 1'état Rydberg est
supposée non saturée pour ce calcul : Nyyq(7) X ITiga(7) 1470 (7). D’olt nous obtenons I1470,moy & 0.6 X I1470,maz
et ITiSa,moy ~ [TiSa,maac/2~
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(a) Ajustement des données de la Fig. 4.11. Nombre
d’atomes excité dans I'état 70ps,o en fonction de la
puissance du laser Ti:Sa en champ nul et en champ
électrique ((tan@)? = 1). Les variables d’ajustement
sont le nombre d’atomes initialement présents dans le
PMO (4.6 107 at/cm®) et le nombre exact d’atomes
excités en champ nul. La courbe en trait plein indique
le calcul sans prendre en compte 'interaction Van der
Waals.
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(c) Rapport entre les probabilités d’excitation de
'état 70ps/» en champ ((tan@)®> = 1) et en champ
nul, en fonction de la puissance du laser Ti:Sa et pour
deux nombres d’atomes initialement présents dans le

PMO.
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(b) Ajustement des données de la Fig. 4.11. Proba-
bilité¢ d’excitation dans I'é¢tat 70ps,» en fonction de
la puissance du laser Ti:Sa en champ nul en champ
électrique ((tan@)? = 1), aprés coupure du laser re-
pompeur pendant 200 us. Par rapport a la figure
4.23(a), il est supposé que le nombre initial d’atomes
excités est divisé par 2.0 comme dans ’expérience.
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(d) Zoom a faibles puissances des données de la Fig.
4.23(c).

F1G. 4.23 — Calculs de Pexcitation de I'état 70ps,» en fonction de la puissance du laser Ti:Sa et du nombre

d’atomes initialement dans le PMO.
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rience vis-a-vis des différents paramétres que sont le nombre d’atomes initialement dans le
PMO (Vy), la puissance du laser Ti:Sa, I’état de Rydberg excité ou encore le champ électrique
(exprimé en fonction du paramétre (tan 6)?). La chute de I’excitation est trés rapide en champ
électrique et atteint rapidement une valeur ou elle sature pour (tan #)? ~ 1 (cf Fig. 4.22), d’ott
le choix de cette valeur de couplage pour réaliser les études en densité. Pour une puissance
3 on retrouve bien comme dans I'expérience 4.3.1.1 que la suppression d’excitation
varie comme approximativement comme n~ & champ électrique fixé.

variant en n

L’augmentation de la suppression d’excitation calculée pour I'état 70p3 /o en fonction de
la puissance du laser Ti:Sa (cf. Fig. 4.23(b) et 4.23(a)) est a rapprocher de la réalisation
expérimentale (cf Fig. 4.11). Cette chute est d’abord rapide puis tend a "saturer" (cf Fig.
4.23(c)). L'une des raisons pour laquelle lefficacité du blocage tend & étre limitée, en fonction
de la puissance du laser Ti:Sa, est I'apparition du phénoméne de saturation par puissance. A
cette saturation par puissance s’ajoute l'effet de 'interaction pp < ss’, que nous avons pris
en compte en champ nul uniquement, avec la formule (4.38). Il est & noter que I'"ajustement”
utilise comme paramétres la densité initiale (via le nombre total d’atomes Ny dans le PMO)
et le nombre d’atomes excités en champ nul indépendamment®? pour les deux expériences
présentées ici, 'une utilisant la densité maximale d’atomes accessibles dans I'état 6s, 'autre
étant réalisée aprés coupure du laser repompeur pendant 200 us (densité d’atomes dans I'état
6s divisée par 2). L’évaluation exacte de la saturation en raison de l'interaction Van der Waals
est délicate, de méme que la détermination exacte des intensités de saturation (le probléme
tient & la détermination des moments dipolaires de transition, les courbes s’ajustent mieux en
prenant une intensité de saturation par puissance légérement plus faible). Enfin, mentionnons
que les barres d’erreur expérimentales et théoriques sont importantes, il n’est pas forcément
étonnant que la saturation par puissance n’apparaisse pas légérement en champ nul dans
le cas de la plus faible densité initiale d’atomes®3. A ce stade, on peut cependant conclure
que le modéle est en bon accord avec les résultats expérimentaux et cela nous confirme bien
I’observation du blocage dipolaire.

Au final, les rapports d’excitation en champ nul et en champ électrique obtenus par le
calcul sont trés proches des résultats expérimentaux (cf Fig. 4.12). Expérimentalement, 1’ap-
parition du blocage dipolaire pour des taux d’excitation un peu plus faibles que ce que nous
montrons par le calcul peut s’expliquer par la nécessité de prendre en compte la distribution
spatiales exacte des différents atomes et la présence de paires d’atomes trés proches ne pouvant
quasiment jamais étre excitées. Une simulation numérique Monte Carlo en cours répondra sans
doute & de nombreuses questions en suspend dont 1'une est le réle joué par 'anisotropie de
Iinteraction dipole-dipole. En effet, 'excitation reste possible autour d’un atome de Rydberg
suivant les axes faisant un angle de 54° avec ’axe du champ électrique. La répartition spa-
tiale des atomes de Rydberg n’est plus dans ce cas aléatoire mais pourrait tendre vers une
distribution semi-organisée au cours de ’excitation.

Conclusion

32 A priori, le nombre d’atomes a été divisé par 2 entre les deux expériences et la connaissance de cette valeur
aurait da suffire. Le facteur de normalisation s du nombre d’atomes & utiliser pour retrouver les résultats
expérimentaux devrait étre le méme, soit le terme s = pl’"ﬁ ou s est le rapport entre le nombre maximum
d’atomes excités en champ nul et le résultat du calcul Corréspondant. Un facteur 1.07 est utilisé entre les deux
expériences présentées, sans coupure du laser repompeur et avec coupure. Ceci n’est pas étonnant. Une mesure
plus précise de la densité initiale aurait probablement permis d’obtenir un meilleur ajustement. Le résultat du
calcul doit par ailleurs étre intégré sur tout le volume du PMO pour 'obtention d’un résultat plus quantitatif.

33Un calcul récent et plus exact avec intégration sur tout le volume d’excitation montre qu’en fait cette
saturation par puissance est moins marquée.
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Les différents résultats expérimentaux sont confirmés et assez bien reproduits par un

modeéle simple utilisant un potentiel d’interaction local moyen correspondant & l'interaction
dipdle-dipdle avec le plus proche voisin situé & une distance donné par ’espacement inter-
atomique moyen. Cette interaction revient & considérer un décalage du niveau d’énergie de
chacun des atomes en moyenne proportionnel & la densité d’atomes excités. Nous avons tenté
de résoudre le plus rigoureusement possible I'excitation d’un ensemble d’atomes vers un état
Rydberg en présence de champ électrique. Le principal probléme survient lorsqu’il faut consi-
dérer correctement les corrélations entre atomes. Pour éviter ce probléme, nous avons utilisé
une hypotheése de faibles corrélations analogue a I’hypothése de Hartree Fock dans les théories
de champ moyen usuelles. La particularité dans le traitement de l'interaction dipoéle-dipole
entre atomes de Rydberg est la trés longue portée des interactions et le fait que les atomes
peuvent étre considérés en premiére approximation comme immobiles a 1’échelle de I'expé-
rience. Moyennant I’hypothése de faibles taux d’excitation et donc de faibles corrélations
entre atomes, il apparait, comme nous avons 'utilisé jusqu’a présent, qu’il suffit, pour évaluer
la possibilité d’exciter un atome vers un état de Rydberg, de considérer I'interaction moyenne
avec le plus proche atome voisin excité. Un autre point que nous avons pu souligner est ’effet
de la saturation par puissance, rencontré pour de faibles puissances malgré les états de grands
n étudiés.
L’interaction Van der Waals en —Cq/R% due & I'interaction pp « ss” a également été discutée
en détail. La détermination exacte de son influence en champ nul est confrontée au fait qu’un
grand nombre d’états possibles sont des zéros d’interaction et ne bloquent pas ’excitation.
La limitation de lexcitation obtenue dans l'expérience [Tong et al., 2004] est en fait due a
quelques atomes plus proches voisins. Cette interaction Van der Waals a rendu difficile la mise
en évidence du blocage dipolaire en champ électrique dans l'excitation de I'état nps/o. Elle est
en effet essentiellement présente en champ électrique nul en raison du décalage Stark de 1'état
np3/o et disparait rapidement en présence d’un petit champ électrique alors qu’apparait trés
rapidement l'interaction dipole-dipole en champ électrique. L’étude de I'interaction pp < ss’
est reprise plus en détails & résonance de Forster au chapitre 4.4. Nous y verrons notam-
ment que la présence d’'un champ électrique modifie considérablement ’aspect de 'interaction
pp < ss’.

Le controle de I'interaction dipole-dipole en champ électrique a été démontré. Aprés diag-
nostic des différents phénomeénes parasites possibles, il apparait relativement aisé de maitriser
correctement le couplage dans le systéme modéle np — nd. Les perspectives expérimentales
de cette expérience ont été discutées en conclusion de la partie expérimentale, au paragraphe
4.3.2.4. L’expérience va tendre vers une diminution du volume d’excitation afin de démontrer le
blocage total de I'excitation. D’autres configurations d’interaction dipoéle-dipole doivent étre
testées avant de choisir quelle sera celle convenant le mieux aux expériences d’information
quantique. Nous présentons au chapitre suivant une autre méthode permettant de bloquer
Pexcitation par interaction dipole-dipdle tirant parti de I'interaction pp <+ ss’ a résonance de
Forster et pouvant s’avérer également intéressante.
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4.4 Blocage dipolaire a résonance de Forster

L’utilisation d’une résonance de Forster telle que celles que nous avons décrites au chapitre
1.3.4 pour étudier le blocage dipolaire présente ’avantage d’étre bien contrdlable en champ
électrique. La résonance est obtenue lorsque I'état Stark nps /Q(F) se trouve a mi-chemin entre
les états ns et (n+ 1)s. Exactement, nous avons étudié la résonance de Forster suivante, avec
|m;| = 1/2, pour n variant de 25 a 41 :

np3/2(Fo), [mgjl +nps(Fo), mj| — nsyjo(Fo), |mjl + (n + 1)sq/2(Fo), [my] (4.39)

Les positions en champ électrique de ces résonances sont données sur la figure 1.12. L’évolution
en fonction de n de 'écart d’énergie § = 2 x E(npnp) — (E(ns) + E((n + 1)s)) est quasiment
identique pour le césium (cf Fig. 4.24) et pour le rubidium (cf Fig. 4.2). Dans le cas du césium,
0 décroit jusqu'a n=>55 (0 ~ —238.2 MHz) en passant quasiment par 0 pour n =42 (6 ~ —9.6
MHz). Pour n > 55, le décalage croit de nouveau lentement et tend vers 0. Les résonances de
Forster peuvent donc étre observées seulement pour n < 42.

Champ électrique (V/cm)
N

F1G. 4.24 — Positions des résonances de Forster pour 31 < n < 42. Le calcul est approché, il ne tient pas
compte de la polarisabilité des états ns, le décalage Stark de I’état nps/o est calculé uniquement en utilisant
le modéle & 2 niveaux développé dans la section 1.3.2.1. Les valeurs de champ électrique de résonance sont
valides & mieux que 0.05 V/cm pour n > 35.

Nous mettons en évidence une saturation de l'excitation au niveau de chacune de ces
résonances. Une analyse des résultats peut étre trouvée dans [Vogt et al., 2006]. Le role des
ions a pu étre écarté et le role du blocage dipolaire clairement identifié. Comme dans la section
4.3, nous analysons le blocage dipolaire en fonction du nombre quantique principal n, en faisant
varier la fréquence d’excitation laser et en faisant varier la position en champ électrique par
rapport & la résonance de Forster. L’évolution du blocage dipolaire en fonction de la densité
est caractérisée avec beaucoup de soin, en particulier pour comprendre les phénomeénes de
saturation par puissance de l’excitation qui masquent le blocage dipolaire en élargissant les
raies d’excitation. Finalement, nous analysons les phénoménes de collisions froides ionisantes
susceptibles également de masquer le blocage dipolaire.



4.4 Blocage dipolaire a résonance de Forster 187

4.4.1 Etudes comparées de différents n : Mise en évidence du blocage di-
polaire

Les résonances de Forster ont été étudiées pour n=25, 33, 36, 38, 40 et 41 en fonction du
champ électrique : comme dans la section 4.3 oit nous étudions le blocage dipolaire induit par
champ électrique, nous étudions les amplitudes et les largeurs des raies pour différents champs
électriques autour de la résonance de Forster. Nous maintenons des conditions expérimentales
identiques pour chacun des états étudiés : diode 1470 de puissance 1.1 W focalisée avec un
waist de 105 pm sur le PMO et laser Ti:Sa de puissance 8 mW focalisé avec un waist de 75

pm.

Amplitude normalisée
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Fi1G. 4.25 — (a) Nombre d’atomes de Rydberg normalis¢, en fonction du champ électrique, pour différents
états npz/o : 40p3)2, 38p3/2, 36p3 2 et 33p3/2. Chaque point correspond & I'amplitude maximum de la raie
d’excitation Rydberg. Le signal est normalisé & un lorsque le signal est approximativement maximum, en
général en champ nul, excepté pour n = 25 pour lequel le signal est normalisé & un a 43.17 V/cm. Nous
indiquons les nombres correspondant dans la légende. La puissance du laser Ti:Sa est maintenue constante (8
mW) et la puissance de la diode 1470 est de 1.1 uW. Un blocage de 'excitation est présent pour chacun des
états au niveau des résonances de Forster (les champs de résonances expérimentaux sont F' = 44.03, 5.27, 2.53,
1.46, et 0.75 V /cm pour, respectivement, n=25, 33, 36, 38 et 40). (b) Pour chacun des états, les nombres d’ions
sont relevés simultanément avec les nombres d’atomes de Rydberg. Il apparait une résonance sur le nombre
d’ions pour les états n > 36, sur 'aile droite des résonances de Forster.

Les amplitudes normalisées des nombres totaux d’atomes de Rydberg sont présentées Fig.
4.25 pour l'excitation dans les états 40p3/o, 38p3/2, 36p3/2, 33p3/2 €t 25p3/9. Elles sont nor-
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malisées & un pour un signal pris comme référence égal & 1 en champ nul pour la plupart des
résonances étudiées en fonction du champ électrique. Une limitation de I'excitation d’environ
30% est observée pour un champ correspondant a la résonance de Forster pour chacun des

états présentés Fig. 4.25 excepté n = 25 (pour lequel le blocage dipolaire a résonance de
Forster n’est pas facilement identifiable avec nos conditions expérimentales).
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F1a. 4.26 — (a) Excitation d’une paire d’atomes & résonance de Forster. Le couplage dipole-dipdle v4q ~
”5;# conduit & un croisement évité entre les énergies des niveaux non perturbés pp = |nps/2) @ |nps/2) et
ss' = |ns) ® |(n + 1)s). A résonance, les états propres sont |+) = (pp + s5')/V2 et |=) = (pp — s5')/v/2. (b)
Energies des états |+) et |—) en fonction de la distance internucléaire. Une excitation prépondérante de 1'état
|—) conduit & une force dipolaire attractive alors qu’une excitation prépondérante de I’état |+) conduit a une
force dipolaire répulsive. A noter que le fait que les états |+) et |—) solent attractifs ou répulsifs dépend du

signe de l'interaction vgq.

Pour comprendre ces observations, la figure 4.26 schématise le phénoméne de blocage de
I’excitation observé & résonance de Forster. Dans une approche a 2 corps, en considérant
seulement l'interaction d’un atome avec le plus proche voisin, le croisement entre les deux
niveaux |pp) et |ss’) est évité a cause de U'interaction dipole-dipdle. A résonance de Forster, si
I'interaction dipole-dipoéle vy ~ “S%# est plus grande que la largeur spectrale de I'excitation
Av, excitation d’'un deuxiéme atome n’est pas possible. Sur les ailes de la résonance, cette
condition devient |5 (V1 +tan?6 — 1)] > Av avec tanf = XL/‘E (A est le décalage entre les
niveaux non perturbés pp et ss’ dépendant du champ électrique). Une valeur plus exacte pour

R s e V2
le couplage que nous allons étre amenés & utiliser est vyq =~ %, le facteur v/2 provenant

du fait que I'état |pp) est en fait couplé a I’état symétrique % et pas seulement a ’état
|ss’).

Les nombres d’ions sont également présents Fig. 4.25. Le nombre d’ions est relativement
constant, limité & moins de 2% du nombre total d’atomes de Rydberg, avec un maximum pour
des champs électriques plus élevés que ceux de la résonance de Forster. Dans le cas qui nous
concerne, leur effet est négligeable dans le mécanisme de blocage ici mis en évidence. Il semble
méme que leur nombre diminue légérement sur l'aile des champs faibles de chaque résonance
de Forster et qu’il atteigne un minimum exactement a résonance.

Le blocage dipolaire est donc bien mis en évidence. Les paragraphes suivants analysent plus
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en détails les résultats du blocage pour les états 38p3 /9, 36p3/2 et 33p3/o. Ces états présentent
l'intérét que les sous-niveaux |m;| sont résolus en champ électrique au niveau des résonances
de Forster, I'état |m;| = 1/2 étant donc excité sélectivement. L’analyse porte notamment
sur les taux d’excitation mesurés et sur les formes des raies spectrales ou des raies en champ
électrique. Une étude complémentaire portant sur les états 43p3 o, 42p3)9, 41p3/o et 40p3/o
sera présentée plus loin.

4.4.1.1 Blocage dipolaire pour la résonance de Forster de I’état 38p3/,

La figure 4.27 montre I'effet du blocage dipolaire dans le cas de I'¢tat 38ps/5. Le nombre
total d’atomes excités (Nyt) est d’environ 4700 en champ électrique nul (cf Fig. 4.27 (1)-(a)),
soit une densité pic d’environ 3.0 x 10° cm™3. Un minimum marqué pour Ny, est présent
lorsque le champ est & résonance de Forster (F=1.46 V/cm), le nombre d’atomes excités n’est
alors que de 3400, soit, au centre du nuage Rydberg, une densité pic3* de 2.2 x 10? cm™
correspondant & une distance internucléaire moyenne valant R; = 4.8 um. Cette derniére
valeur est compatible avec le fait qu'une paire d’atomes ne peut étre excitée & résonance

de Forster que si la distance internucléaire est plus grande que Ry, ~ 4.5 pm vérifiant en

. . . 2 s !’ < N oA
premiére approximation W = % ~ Av, ou W est le terme de couplage dipdle-dipole

entre les deux atomes et Av la résolution spectrale de l'excitation (~ 6 — 7 MHz dans cette
expérience, cette valeur varie avec la puissance laser d’excitation). En dehors de résonance,
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F1G. 4.27 — Etat 38ps/. (1) Nombre total d’atomes de Rydberg (carrés), nombre d’atomes dans 1'état 38s
(étoiles) et nombre d’ions (triangles) en fonction du champ électrique. La résonance de Forster est obtenue
pour un champ F = 1.46 V/cm. (2) Nombre d’atomes dans 1'état 38p3,, (carrés) et nombre d’atomes dans
létat 38s (étoiles). De 'ordre de 1/5 du signal p est "transféré" vers les états 38s et 39s, ceci n’explique pas
bien siir la diminution observée sur le signal p, due en grande partie au blocage de I'excitation. La largeur de
raie (triangles) montre un faible élargissement a résonance de Férster, de 6.5 a 8.5 MHz.

Nyt est relativement constant & champs faibles mais diminue & champs élevés. Ceci est dii aux
effets conjoints de la diminution de la force d’oscillateur en champ électrique et du blocage

34La saturation par blocage de 'excitation n’est pas considérée dans ce calcul. Nous considérons uniquement
la formule (4.20). La densité au centre du nuage est en fait plus faible.
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dipolaire en champ électrique. Un champ de 3.5 V/cm correspond en effet & tan?6 = 0.27
pour n=38. La force d’oscillateur a déja diminué de 5.7% pour un tel champ. En considérant
que flsp ~ fgrp ~ 0.7 X pipq, le couplage dipole-dipole p — d est ~ 0.4%, il est comparable
au couplage & résonance de Forster et ceci explique qu’il soit observé.

La figure 4.27 (1)-(b) reporte le nombre d’ions comme sur la Fig. 4.25. Ce nombre d’ions
reste faible sur l'aile gauche de la résonance de Forster, concernant moins de 2% de Nyg.
Ce nombre augmente rapidement sur 'aile des champs élevés de la résonance de Forster et
atteint un léger maximum pour un champ égal a F'=1.65 V/cm. Ceci est une conséquence de
la présence des forces dipolaires. Sur la figure 4.26 (b), il est mis en évidence que 1'état propre
d’énergie la plus basse du systéme & deux niveaux est attractif. La premiére preuve de collisions
ionisantes induites par les forces dipolaires a été donnée par [Li et al., 2005] : 'excitation
sur une courbe moléculaire attractive conduit a une collision ionisante. Au paragraphe 4.4.5,
nous expliquons plus en détails et justifions la présence d’une ionisation résonante légérement
décalée par rapport a la résonance de Forster. Il est pour I'instant important de noter que cette
légére résonance d’ionisation sur l’aile droite de la résonance de Forster n’a aucune incidence
sur le nombre total d’atomes de Rydberg détectés. S’il y avait un blocage de I'excitation
par charges d’espace, le nombre d’ions étant maximum au centre des raies d’excitation, nous
devrions observé un blocage de l'excitation supplémentaire pour le champ F’ ainsi qu’un
élargissement apparent des raies, ce qui n’est pas le cas.

Les figures 4.27 (2)-(a) et (2)-(b) montrent respectivement les signaux 38ps/, et 38s. Pas
loin d’un cinquiéme du signal Ny, obtenu & résonance de Forster provient de 'excitation des
états 38s et 39s (a parts égales). Le signal 38ps /o présente une forte diminution & résonance
de Forster, expliquée par les deux mécanismes, le transfert de I'excitation vers les états s et
le blocage de l'excitation. Enfin la figure 4.27 (2)-(c) reprend les largeurs de raie pour les
données du nombre total d’atomes de la figure 4.27 (1)-(a). Il apparait un léger élargissement
au voisinage de la résonance de Forster. Ceci est en fait bien compris sur les spectres de la
Fig. 4.28. Ces spectres montrent que le blocage est présent principalement au centre des raies.
De méme qu’avec le blocage par champ électrique, ce blocage au centre des raies conduit a
un léger élargissement apparent provenant de la mesure & mi-hauteur de la largeur de raie (cf
Fig. 4.27 (2)-(c)).

4.4.1.2 Deécalages spectraux : signature de l’interaction moléculaire

Les raies d’excitation s et p présentent des décalages spectraux typiques de l'interaction
entre deux atomes de Rydberg. Les raies de I'état 33s et de 'état 33p3/, sont par exemple
enregistrées pour deux champs électriques de part et d’autre de la résonance de Forster n = 33
sur la Fig. 4.29. Pour un champ F;=5.1 V/cm sur 'aile gauche de la résonance de Forster
(obtenue pour F'= 5.27 V/cm), la raie de 'état s se décale vers le bleu par rapport a la raie de
I’état p. Pour un champ F»=5.33 V/cm sur 'aile droite de la résonance de Forster, le décalage
est vers le rouge. Seules des paires d’atomes suffisamment proches contribuent au signal s a
temps courts. Dans le modéle moléculaire & deux niveaux 4.26, les deux états qu’il est possible
d’exciter sont les états |+) ou |—). Le niveau d’énergie de I’état répulsif |+) est décalé vers
le bleu par rapport a celui de I’état non perturbé |pp) a gauche de la résonance de Forster
car seul cet état est excité a gauche de la résonance, et a droite de résonance, le niveau |—)
est décalé vers le rouge du niveau |pp). D’ou les décalages énergétiques présentés sur la Fig.
4.29. Le décalage entre les raies s et p est au maximum de 1'ordre de 2 MHz sur les ailes de la
résonance (nul a résonance) car si le décalage est trop grand, l'excitation du deuxiéme atome
est bloquée, il n’y a donc pas possibilité d’excitation de I'état s.
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Etat 38p32

Champ nul

5400 A —— Champ a résonance (1.47V/cm)
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F1G. 4.28 — Spectres de I'état 38p; /2 pour différents champs électriques, correspondant aux données de la
Fig. 4.27. Le blocage de l'excitation a résonance de Forster (F=1.46 V/cm) est plus important au centre de la
raie que sur les ailes et conduit & un élargissement apparent (mais faible) de la raie (FWMH).

4.4.1.3 Niveaux moléculaires a résonance de Forster

I1 semble que le blocage de I'excitation soit limité & ~ 30% sur la figure 4.25 pour ’ensemble
des états npsz/o. Nous nous proposons dans ce paragraphe d’analyser dans quel mesure cet effet
peut étre di a 'anisotropie de l'interaction dipdle-dipdle en tenant compte de la dégénérescence
des sous-niveaux Zeeman d’un atome dans le calcul des états moléculaires.

Comme il est montré en annexe A, les couplages dipole-dipdle varient suivant les différentes
valeurs de m; = 41/2. Nous considérons la base d’états non perturbés p p4, p_p—, pip—
et p_p; ainsi que les états symétriques s; s, s_s’, sis’ et s_s; (les notations pour le

spin sont |[+) = |m; = +1/2) et |—) = |m; = —1/2) et concernant les états |nlj) : [p) =
Inps/2), |s) = |ns) et |s') = [(n + 1)s). Nous considérons seulement les états symétriques
ss’ = %(!ns (n 4+ 1)s) + |(n + 1)s ns)). Les états antisymétriques ne sont pas couplés par

interaction dipdle-dipdle aux états pp, il n’y a donc pas lieu d’en tenir compte. En présence
de champ électrique, il existe 8 états propres non dégénérés. Le systéme est donc de maniére
générale compliqué a décrire (le diagramme d’énergie est cependant proche de celui d’un
systéme & 2 niveaux avec un croisement évité par l'interaction dipole-dipole, comme on le
voit sur la Fig. 4.30). On voit Fig. 4.31 que les niveaux d’énergie sont 2 & 2 symétriques
(d’énergie +v4q) quel que soit 'angle O entre I’axe du champ électrique et I’axe internucléaire.

2 états sont d’énergie i%ﬁ%ﬂ + 3cos 20| (avec p1 = psp €t o = pgp), qui n'est autre

que I’énergie classique d’interaction dipodle-dipdle a un facteur prés, 2 autres sont d’énergie
i%%w + 9cos 20| : il existe des angles pour lesquels I'interaction dipole-dipole est nulle.
Pour les 4 autres états il n’existe pas de zéros d’interaction. A noter que I’état intermédiaire
U, = %(Ws np) + [np 7s)) est couplé a parts égales avec les 4 états sans zéros d’interaction
et avec les 4 états avec zéros lors du processus d’excitation laser, et ceci quelque soit 'angle
©. Dans cette approche le blocage dipolaire dt a la présence du dipdle permanent des états
Stark nps/o(F) (blocage dipolaire en champ électrique) n’est pas pris en compte. Pour n >

N

35, le couplage np — (n — 1)d est relativement faible & résonance de Forster®®. Finalement,

35L’interaction dipole-dipole due & ce couplage est cependant responsable de la chute observée & champs
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F1G. 4.29 — Spectres obtenus en excitation de 1’état Stark 33p3/2 pour deux champs électriques F1 et F3 :
Nous détectons simultanément le nombre d’atomes dans ’état 33ps,o et le nombre d’atomes présents dans
I’état 33s (les échelles sont différentes pour les signaux 33s et 33ps,s).

le déplacement en énergie de tous ces niveaux moléculaires par rapport aux niveaux non
perturbés est assez élevé. Une moyenne effectuée dans 'annexe donne le déplacement moyen
des niveaux d’énergie a résonance de Forster W, ~ 1'5]’;—;,“2. Le blocage de I'excitation pourrait
méme étre plus élevé qu’en utilisant le simple couplage par champ électrique (pour un couplage
moyen équivalent) car seulement la moitié des états présentent des zéros d’interaction. Nous
verrons par la suite que la limitation de I'excitation & 30% est en fait principalement due & la
saturation de I’excitation par puissance.

4.4.1.4 Reésonances de Forster en champ électrique trés faible

Les résonances de Forster des états 41ps/p, 40p3 /o ainsi que le comportement des états
42p3 /9 et 43p3 /o sont étudiées dans ce paragraphe. Dans les mémes conditions expérimentales
que les données de la figure 4.25, il apparait Fig. 4.32 un blocage important de I’excitation a
résonance de Forster pour I'état 40pg /9, ~ 30%, mais plus faible pour I'état 41p3 /9, semblant
limité & 15% (cf. Fig. 4.32). Pour I'état 42p3 /5, une faible limitation de I'excitation d’environ
10% est observée alors qu’aucune limitation n’est observé pour I'état 43ps /5. Pour 'état 42ps /s,
le décalage en énergie entre les états pp et ss’ est de seulement —9.6 MHz et ceci peut expliquer
le blocage de I'excitation observé. Ce décalage est —60.9 MHz pour I'état 43p3/; et explique
I’absence du blocage.

Les nombres d’ions sont également présents sur les tracés de la figure 4.32. Nous voyons
qu’a droite des résonances de Forster n = 41 et n = 40, la résonance du signal d’ions est
toujours présente. Une résonance dans le nombre d’ions est également observé pour l'état
42p3 5. L'interprétation en terme de collisions ionisantes est donnée dans la section 4.4.5.

Pour comprendre la moindre limitation de I’excitation par le blocage dipolaire pour I’état
41p3 /o et méme pour I'état 42ps )9, il est nécessaire d’évaluer plus exactement les couplages
dipole-dipéle et de considérer tous les états moléculaires possibles. Nous n’avons pas en effet
considéré au paragraphe 4.4.1.4 les niveaux magnétiques m; = 3/2 et m; = —3/2. Mais
pour des champs relativement faibles, le décalage d’énergie d,, entre les niveaux |m;| = 1/2
et |m;| = 3/2 est trop petit pour pouvoir négliger le couplage dipdle-dipole avec les états

élevés pour I'état 38ps /.
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F1G. 4.30 — Position des 8 valeurs propres d’énergie en présence d’un couplage dipole-dipole & résonance
de Forster, en fonction du champ électrique. On reconnait un croisement évité classique pour un systéme a 2
niveaux. Le croisement est plus ou moins évité suivant les états et I’angle © entre ’axe internucléaire et ’axe
du champ électrique. (gauche) © ~ 0. (droite) © ~ 54°.
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F1G. 4.31 — Position des 8 valeurs propres d’énergie en présence d’un couplage dipdle-dipéle & résonance de
Forster, en fonction de ©, I'angle entre I’axe du champ électrique et 1’axe internucléaire. Les valeurs propres
d’énergie sont 2 & 2 symétriques par rapport a ’axe d’énergie "nulle".
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Fi1a. 4.32 — Avec les méme conditions expérimentales que celles décrites Fig. 4.25 : (a) Nombre d’atomes
de Rydberg normalis¢, en fonction du champ électrique, pour différents états nps,s : 43ps 2, 42ps/2, 41ps/2 €t
40p3/2. Le signal est normalisé & un lorsque le signal est approximativement maximum, en champ nul pour
n = 40, & des champs plus élevés pour n=41, 42 et 43. Nous indiquons les nombres d’atomes de Rydberg
correspondant dans la légende. Un blocage de I'excitation est présent pour les états n=40 et n=41 au niveau
des résonances de Forster (les champs de résonances expérimentaux sont de 0.75 V/cm et 0.46 V/cm pour,
respectivement, n=40 et 41). Un léger blocage est également présent pour 1’état n = 42 en champ nul. (b)
Pour chacun des états, les nombres d’ions sont relevés simultanément avec les nombres d’atomes de Rydberg.
Des résonances attribuées aux forces dipolaires sont observées pour ces différents états (voir texte).
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|m;| = 3/2 : le décalage 6, doit étre beaucoup plus grand que le couplage dipole-dipole pour
qu’il soit possible de ne pas considérer les états |m;| = 3/2, nous vérifions expérimentalement
que ceci est valide pour n < 39. Pour n=40, 41 ou 42, les états |m;| = 3/2 et |m;| = 1/2
sont quasi dégénérés, et I'influence des états |m;| = 3/2 n’est pas du tout négligeable. Le
calcul complet en présence du champ électrique n’a pas été effectué. Une étude en champ nul
des différents niveaux moléculaires possibles donne probablement un bon résultat tant que les
différents niveaux m; sont dégénérés. Ce calcul a été effectué dans la note 29 page 181. De
fagon prévisible, les énergies et les états propres en champ nul ne dépendent pas de l'angle
© (seul le couplage avec 'état intermédiaire ¥; dépend de cet angle). Les niveaux d’énergie
de nombreux états sont tout simplement non décalés par interaction dipéle-dipéle : il existe
des zéros d’interaction dipdle-dipole quel que soit I'orientation de ’axe internucléaire. Les
déplacements d’énergie des états dont I’énergie dépend de 'interaction dipole-dipole sont par
contre trés importants : entre \/6% et 3\/5% dans le cas d’une interaction dipole-dipdle

, . , , . L. . 7s,m +|n NE]
résonante. Comme nous I’avons expliqué dans la note 29, I’état intermédiaire [7e.mps/2) \/§| Pa/2:75)

est couplé a hauteur de ~ 25% a ces états "bloquants". La limitation de I'excitation par blocage
dipolaire est donc dans tous les cas limités & 25% en champ électrique nul ou faible pour une
paire d’atomes et ceci peut expliquer le moindre blocage observé pour la résonance de Forster
de I'état 41pg/5 et dans une certaine mesure pour I'état 42p3/, en champ électrique nul.

4.4.1.5 Formes de raie en champ électrique

Les courbes de diminution du nombre d’atomes total (raie de blocage) présentent une forme
pointue trés caractéristique. Nous allons voir que les raies de blocage sont aussi beaucoup plus
larges en champ électrique que ce qu’il est possible d’attendre en considérant seulement deux
atomes séparés par la distance internucléaire moyenne entre atomes excités dans I’état de
Rydberg. La largeur en champ électrique des raies d’excitation s ou p correspond par ailleurs
a la largeur en champ de la raie de suppression d’excitation (ou de blocage) de Ny . Ceci est
bien visible pour I'état 38p3/ et encore plus sur la Fig. 4.33 pour I'état 33p3/5. Les courbes
relatives aux états s sont également asymétriques du coté des champs faibles des résonances
de Forster. Différentes explications sont discutées dans cette section pour expliquer de telles
formes de raies. L’une des questions est de savoir s’il est possible de limiter I'interprétation
des résultats a une vision & deux corps comme dans le paragraphe 4.4.1.2 ou s’il est nécessaire
de prendre en compte des effets & N corps. Nous allons voir notamment que considérer la
distribution du plus proche voisin atome déja excité permet de lever en partie le paradoxe des
élargissements en champ électrique.

Elargissements en champ électrique

Pour mieux quantifier la largeur en champ électrique, les courbes sont tracées en fonc-
tion du déplacement Stark du niveau p comme sur la figure 4.34 (b) avec I'é¢tat 36ps/9. Les
largeurs en champ électrique sont ainsi converties en fréquences. Ceci donne comme largeurs
Av = 50 = 10 MHz pour ’ensemble des résonances de Forster, n=33, 36, 38 et 40. Ces lar-
geurs sont globalement plus grandes que celles qu’il serait possible d’attendre, notamment
pour le signal s dans un systéme & deux niveaux tel que celui de la Fig. 4.26. En effet, suppo-
sons par exemple que pour I'état 38ps /9, la distance internucléaire entre 2 atomes soit donnée
par Iespacement intenucléaire moyen (correspondant a 4700 atomes en fin d’excitation), soit
4.3 pm (le blocage est supposé effectif pour une distance de 4.5 pm). De ce fait, le couplage

dipole-dipole W ~ Y22 bty

= est d’environ 6.4 MHz. Dans un simple modéle & 2 niveaux, la
d



Chap 4 - Blocage dipolaire de I’excitation d’atomes vers des états de Rydberg :
196 Contréle par champ électrique et par résonance de Forster

6000 | T T T T T T T T
| z

a S 6000 6000 _,
2 | 08 3 . S
5000+ /| [T a 5 b g
o \ ﬁ o 2 5000 i 15000 ~
@ ] ) } s 1
c - 3 c ol 5
% —m—signal P 3 g i o
@ 4000 | —#—signal S a @ o
E ) g 4000 4000 —
S 400 @ £ 2
kS n @ kS 2
kel I kel

o 3000 f . = © 3000 13000 &
£ % 7—1 o a 4
5 E—FgE k4 - @ 5 @
z z

2000 T T T -0 2000 T T T T T 2000
4 5 6 3 4 5 6 7
Champ électrique (V/cm) Champ électrique (V/cm)
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FI1G. 4.33 — Etat 33p3/2, données de la Fig. 4.25. Les largeurs en champ électrique des raies de suppression
d’excitation (nombre total d’atomes) et de transfert d’excitation (signal s) sont proches.

largeur & mi-hauteur de la raie s en fonction du déplacement Stark devrait étre % ~ 8.5

MHz (nous utilisons simplement l’expression (1.78) pour les états |+) et |—), tout en suppo-
sant que l'effet Stark est au premier ordre linéaire au voisinage de la résonance de Forster).
Cette largeur est évidemment trés faible comparée aux valeurs données par 1’expérience. Mais
cette estimation est trop grossiére. Premiérement, ’excitation au voisinage de la résonance de
Forster d’une telle paire d’atomes est forcément légérement bloquée, I’excitation s plus faible :
un phénomeéne d’élargissement apparent a lieu, de méme que ce qui est observé spectralement.
Deuxiémement, nous ne prenons pas en compte la valeur de l'interaction exacte. La valeur
moyenne, calculée sur tous les angles possibles et les 8 niveaux de la Fig. 1.12, est cependant
1.5 x % donc proche de la valeur obtenue en ne considérant qu’un systéme a 2 niveaux.

Troisiéme?nent, il n’est pas tenu compte du fait que le blocage implique globalement les paires
d’atomes proches. Pour ces paires d’atomes proches, le blocage complet de I'excitation d’un
deuxiéme atome est encore effectif loin de la résonance de Forster, résultant en un élargisse-
ment de la raie de blocage. Le calcul exact de cet élargissement de blocage pour une paire
d’atomes est donné dans le modéle de la section 4.4.4.1.

Pour évaluer I'importance de la répartition des atomes et donc des paires, nous raisonnons
simplement de maniére statistique. En ’absence d’interaction dipéle-dipéle et donc en 'ab-
sence de blocage dipolaire, ’état du systéme a la fin de I'excitation laser est une superposition
d’états \Il(k)(n) contenant n excitations Rydberg, en moyenne ng excitations. Statistiquement,
ces excitations sont réparties spatialement de maniére aléatoire. La distribution spatiale du
plus proche voisin excité autour d’un atome excité est donc donnée par la distribution d’Erlang.
En présence de blocage dipolaire, pour un état \I/(k)(no) donné, certaines des paires proches
d’atomes n’auront pas pu pas étre excitées, seulement un des atomes de la paire pouvant
étre excité (nous supposons que la portée de l'interaction dipole-dipole n’est pas suffisante
pour qu'un atome excité bloque l'excitation de deux autres atomes de cet état W) (ng)).
Statistiquement, la probabilité d’excitation des % paires d’atomes plus proches voisins3® que
contient un état k) (ng) est la probabilité que les deux atomes de chaque paire soit séparés

36Une question peut se poser du choix des paires d’atomes. En fait, pour un état donné \If(k)(no), les paires
sont sélectionnées par ordre croissant d’espacements internucléaires, attendu qu’aucun autre atome ne peut
étre "apparié" aux paires d’atomes déja sélectionnées : c’est '’hypothése d’interaction & deux corps.
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d’une distance supérieure a une distance minimale R,,;, donnée en premiére approximation
par :

1.5 x Zbfp)2
A (15 x T
2

o A est Iécart énergétique entre les états pp et ss’ et Av est la résolution spectrale de
I'excitation. Rappelons que cette équation exprime que le décalage du niveau d’énergie3” |+)
ou |—) (suivant le niveau excité sur l’'aile des champs faibles ou l'aile des champs forts de
la résonance de Forster) par rapport au niveau non perturbé |pp) est égal a la résolution de
spectrale de I’excitation Av. Le raisonnement est ici binaire, soit la distance séparant les deux
atomes d’une paire proche est suffisante pour permettre I’excitation, soit elle ne I’est pas. Le
"frontiére" entre possibilité d’excitation ou non est en pratique moins marquée (cf. le modeéle
de la section 4.4.4.1).

La probabilité que deux plus proches voisins dans un état W) (np) soient séparés d’une
distance supérieure a R,,;, est donnée par la distribution d’Erlang :

P(Rmzn) - 67(12?7;") (4'41)

ol Ry est le rayon de Wigner-Seitz, calculé & partir de la densité d’atomes excités pour une
excitation loin de la résonance de Forster.
Ainsi, le nombre d’atomes N;,; qu’il est possible d’exciter est tout simplement donné par :

1.5;L5pu5/p

( A/2 ) Av 2
Nioto (Bmin)® Nioto \/ (H\A\/?) -t
Ntot%T 1+e (Rd) :T 1-|—exp — R?l

(4.42)
ol Nytg = ng est le nombre d’atomes qu’il est possible d’exciter loin de la résonance de
Forster.

Cette expression est valide uniquement pour un blocage de Iexcitation inférieur a 50%
mais comme on le voit sur le Fig. 4.34 (b) (les spectres correspondant sont donnés sur la
Fig. 4.35), elle reproduit assez fidélement l’allure générale de la raie de blocage a résonance
de Forster pour ’état n = 36. Pour une meilleure précision, l'interaction dipdle-dipole en
champ électrique due au couplage Stark p — d devrait étre rajoutée, mais cela ne peut se faire
directement sur la formule (4.42).

L’ajustement de la courbe expérimentale utilise quant & lui la formule empirique suivante :

Aw
2(V2 = 1)y = ve| + w)?

gv) = (1—av)(1 - ) (4.43)

o a, A, w and v, sont des parameétres ajustables. a décrit la diminution globale
du signal en champ électriqgue, A , w et v. sont respectivement 'amplitude, la
largeur et le centre de la rate de blocage.

Cette forme de raie trés pointue est typique de l'interaction dipole-dipole en 1/R? et reste un

3"Nous négligeons toujours la polarisabilité de 1’état s.
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sujet d’étude a ’heure actuelle3®.

L’élargissement donné par la formule (4.42) semble encore un peu faible. Calculons sim-
plement cet élargissement. Deux atomes ne peuvent pas étre excités & une distance inférieure

Bmini

a Rynin1 donnée par 1.5;;%i ~ Av a résonance de Forster et 1 — e( Ry ) ~ « est la proba-

minl
bilité de blocage de I'excitation d’une paire d’atomes. Cherchons alors le décalage énergétique
A/ tel que le blocage ne soit plus que de moiti¢ celui observé a résonance de Forster. Dans
ce cas, la distance inférieure & laquelle I'excitation n’est pas possible est R,,;n,2 donnée par

Bmin2

1-— e( Ra ) = 0.5a.. Cette distance vérifie par ailleurs la relation (4.40).
Soit finalement :

A In(l—a) \? Av
(| (i) ) - o

A résonance de Forster, a vaut environ 0,6 pour un blocage de 30% des atomes. Pour Ay =
6 MHz, nous trouvons ainsi une largeur a mi-hauteur de la raie de blocage A;/,,=33 MHz.
Notons que cette largeur ne dépend de la densité que via le facteur . La valeur trouvée est
effectivement un peu faible par rapport aux données expérimentales. La raie de blocage pour
I'état 36p3/o est par ailleurs I'une des plus fines en champ électrique, les largeurs obtenues
pour les autres résonances de Forster étant plutot de 'ordre de 50 £+ 10 MHz. La formule
(4.44) surestime également la largeur que on peut attendre de ce modeéle de paires d’atomes
car expérimentalement, la référence du nombre d’atomes utilisé pour normaliser la courbe de
la figure 4.34 est prise & ~ 1 V/cm, alors que d’aprés le modéle, il existe déja un blocage de
I’excitation pour un tel champ électrique.

Pour expliquer I’élargissement expérimental, il est probablement nécessaire de considé-
rer des interactions a plusieurs corps. Il n’est en effet pas possible de réduire le systéme a
une interaction avec le plus proche voisin. Notamment, nous avons vu dans la section 1.3.4
I'importance de la migration de l’excitation suivant les deux réactions :

ns + np < np + ns (4.45)
(n+1)s+np—np+ (n+1)s (4.46)

Alors que linteraction pp <> ss’ n’est résonante que pour un champ électrique donné (a
résonance de Forster), les réactions (4.45) et (4.46) sont résonantes quelque soit le champ
électrique (le couplage dipole-dipole ps < sp est aussi efficace que le couplage pp « ss’
a résonance de Forster). Ainsi, la composante |ss’) de 1'état de paire excité au départ, |+)
ou |—) (cf expression (1.78)), aussi petite soit-elle sur les ailes de la résonance de Forster,
se diffuse rapidement dans l’environnement via les réactions (4.45) et (4.46), et le systéme se
retrouve dans I’état |pp), superposition des états |+) et |—). Le systéme réagit alors rapidement
via la classique réaction, non résonante dans ce cas :

np+np ——ns+ (n+1)s (4.47)

3D’aprés un caleul de V. Akulin (Laboratoire Aimé Cotton), une transition microonde entre 2 niveaux
Rydberg en présence d’interaction dipdle-dipdle dans un nuage d’atomes de Rydberg conduit a une forme de
raie trés similaire.
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Cette derniére réaction (4.47) est trés rapide hors résonance, le temps de transfert de l'exci-
tation®” vers ns et (n + 1)s est en effet ~ 1/A ot A est I'écart d’énergie entre les niveaux
pp et ss’. Le résultat de tels processus est de diffuser les excitations s et s’ dans ’échantillon
d’atomes de Rydberg pendant 'excitation laser, donc d’élargir les raies de transfert d’excita-
tion obtenues, notamment vers les faibles champs, car les atomes dans I’état |+) sont plus a
méme d’interagir avec ’environnement en raison de la force dipolaire répulsive. Les processus
de migration suivant les réactions (4.45) et (4.46) sont suffisamment rapides pour augmenter
les excitations ns et (n+1)s au cours de 'excitation laser et pour bloquer I'excitation d’autres
atomes par interaction ps < sp. Afin de préciser la possibilité d’un tel processus & N corps,
une étude en densité de la forme de raie en champ électrique est proposée pour la résonance
de Forster n = 41 au paragraphe 4.4.2.

Asymétrie des raies d’excitation en champ électrique

Les raies d’excitation s en champ électrique sont légérement asymétriques (cf Fig. 4.33),
elles tendent en effet a étre élargies vers les champs faibles (ceci est observé également pour
les états 36p3/2 et 41p3 /2). Niot présente également une légére asymétrie pour n = 38, (elle
n’est cependant le fait que d’une seule donnée), mais pas pour n = 33 ni n = 36 (cf Fig. 4.34).

Une explication possible pour l'asymétrie pourrait étre le chemin d’ionisation suivi par
les dimeéres pendant la détection : en effet, comme nous le verrons au chapitre 5 (plus
paritculiérement dans la section 5.3.3), pour une excitation & gauche de la résonance de
Forster dans 1'état de paire |[+), les signaux s et s’ proviennent adiabatiquement de l’état |+).
Pour une excitation & droite de résonance, le chemin suivi doit étre diabatique depuis 1’état
|—) pour observer les signaux s et s’. Pour I'état 38pg /s, la frontiére entre transfert diabatique

et adiabatique®® se situerait pour un couplage dipdle-dipole % de 'ordre de 15-20 MHz
pour une excitation a gauche de la résonance de Forster, ce qui n’est pas impossible (sur
laile de la résonance de Forster, les paires d’atomes contribuant aux signaux s et s’ sont
d’abord les paires d’atomes proches) mais reste cependant limité compte-tenu de la présence
du blocage dipolaire de 'excitation (lui-méme plus ou moins effectif suivant la position par
rapport & la résonance de Forster). Pour une excitation sur ’aile droite de la résonance, il
est compréhensible qu’il soit plus difficile d’observer le signal s provenant de I’état |—). Les
ordres de grandeur seront discutés dans la section 5.3.3, mais il est probable que la détection
joue un role dans I'asymétrie observée. Il est possible que la dynamique des forces dipolaires
joue aussi un role dans ce systéme : alors que sur I’état |—) la force dipolaire entre les deux
atomes du dimére est attractive et augmente le couplage en rapprochant les atomes, cette
force est répulsive sur I’état |+), ce qui conduit les deux atomes a interagir fortement avec
I'environnement via les réactions de migration (4.45) et (4.46).

Conclusion Nous avons étudié en détail de nombreuses résonances et mis en évidence qu’'un
grand nombre des résultats se comprend dans la vision trés simplifiée d’'un blocage entre deux
atomes. Notamment, les densités obtenues sont compatibles dans ce simple modéle avec un
blocage de l'ordre de 30%. Certains effets, tel qu'un fort élargissement en champ électrique ou
lasymétrie des raies de transfert vers les états s et s’ nécessitent probablement de considérer

39La réaction (4.47) produit des oscillations de Rabi entre les état pp et ss’. Aprés un temps ¢, la population
4(W/A)? s 20 At
g Az X sin”(5°)
40Cette frontiére sera évaluée au chapitre 5 et dépend beaucoup de la forme de I’impulsion du champ

d’ionisation.

dans l’état ss’ est
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des effets a plusieurs corps, et notamment les réactions de migration ps — sp et ps’ — s'p.
Une étude numérique portant sur 1’étude d’un petit nombre d’atomes permettra sans doute de
conclure. Des études complémentaires en densité sont fournies dans les paragraphes suivants
afin de donner un meilleur diagnostic expérimental du blocage dipolaire.

4.4.2 FEtudes en densité

Comme pour le blocage dipolaire en champ électrique, nous effectuons des études en fai-
sant varier la densité atomique initiale (avant excitation, en utilisant toujours la coupure du
laser repompeur) ou U'intensité laser d’excitation (laser Ti:Sa), pour vérifier la dépendance de
lefficacité du blocage dipolaire avec la distance interatomique moyenne. Comme nous allons
le voir, la saturation par puissance laser rend cette étude délicate et nécessite de travailler
avec de trés faibles puissances d’excitation. Elle est en effet responsable d’un élargissement
des raies et donc d’une baisse de la résolution spectrale de I'excitation qui limite l'effet du
blocage dipolaire.

Problématique de la saturation par puissance
Avec nos conditions expérimentales, la puissance de saturation est de seulement 8 mW
pour n = 36 (intensité de saturation Is ~ 45 W /cm?), comme le montre la Fig. 4.36.
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(a) Nombre d’atomes de Rydberg excités a résonance de (b) Largeurs de raie pour deux densités initiales
Forster (champ électrique F=2.53 V/cm) et loin de la  d’atomes D et D/3, avec un champ électrique

résonance de Forster (champ électrique F'=1.37 V/cm) F’=1.37 V/cm éloigné de la résonance de Forster.

pour une densité initiale d’atomes D~ 8 x 10° cm 2.

F1G. 4.36 — Comportement de I’excitation de 1’état 36ps/2 en fonction de la puissance du laser Ti:Sa. La
saturation de I’excitation par puissance (caractérisée par un élargissement des raies dépendant uniquement de
la puissance laser) vient compliquer la suppression de I'excitation due au blocage dipolaire.

Le nombre d’atomes excités dans I'état 36p3/; en fonction de la puissance du laser Ti:Sa sature
trés rapidement (cf Fig. 4.36 (a)), et ce méme pour une excitation pour un champ électrique
F’=1.37 V/cm éloigné de la résonance de Forster (F=2.52 V/cm). L’élargissement des raies
d’excitation en fonction de la puissance du laser Ti:Sa est donné Fig. 4.36 (b) pour le champ
F’ et pour deux densités initiales d’atomes dans I'état 7s, D et D/3 (D~ 8 x 10% cm™3) : il est
indépendant de la densité initiale hors de la résonance de Forster et justifie que la saturation est
uniquement due a la puissance laser d’excitation (nous avons vu que la présence d’interactions
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conduit aussi & un élargissement apparent des raies. Elles auraient pu étre dans notre étude
de type Van der Waals ou de type dipole-dipole en champ électrique).

La courbe de saturation de ’excitation & résonance de Forster est quant & elle plus prononcée
(cf Fig. 4.36 (a)).
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Rydberg obtenues a résonance de Fors- en fonction du nombre d’atomes excités loin de résonance
ter (Champ F=2.53 V/cm) et loin de (Champ F’) pour une méme puissance laser et une méme den-
résonance (Champ F’=1.37 V/cm) pour sité initiale d’atome D (ronds pleins) ou D/3 (étoiles vides).
les deux densités D~ 8 x 10° at/cm™2 (i) Elargissements des raies d’excitation pour les champs F et
(étoiles) et D/3 (carrés), en fonction de F’ (courbes du haut et du bas respectivement) en fonction de
la puissance du laser Ti:Sa. la puissance du laser Ti:Sa.

F1G. 4.37 — Comportement de 'excitation de ’état 36p3,2. L’absence de blocage serait caractérisée Fig. (a)
par une ligne horizontale y=1 et Fig. (b)(ii) par une droite de pente égale & 1. Le début de la saturation de
I’excitation par le blocage dipolaire est caractérisée par les fléches continues alors que le début de la limitation
du blocage par la saturation en puissance est indiqué par les fléches brisées. La double fleche indique la
limitation quasi compléte de l'excitation dans le cas de la densité D/3 (cf Fig. 4.36).

Pour donner une image plus nette de cette limitation de l’excitation, les rapports R entre
les nombres d’atomes excités loin de la résonance de Forster (champ F’) et a résonance (champ
F) sont tracés en fonction de la puissance laser Fig. 4.37(a). Cette étude est réalisée pour les
deux densités initiales d’atomes dans I’état 7s, D et D/3. Dans le cas de la densité initiale D, ce
rapport part de 0.9010.5 a faibles puissances, décroit pour une puissance d’excitation d’environ
1 mW, avant d’atteindre une valeur minimale de 0.65 pour une puissance de 10 mW. Ce rapport
caractérise directement le blocage qu’il est possible d’atteindre, soit au maximum environ 35%.
Un comportement assez similaire est observé lorsque la densité d’atomes initialement dans
Iétat 7s est D/3, lefficacité maximale du blocage qu'il est possible d’obtenir est cependant plus
faible, ~ 25%. Pour une puissance du laser Ti:Sa supérieure, lefficacité du blocage diminue. La
raison d’'un tel effet est la saturation par puissance de I'excitation. En effet, on voit sur la Fig.
4.36 (b) que la résolution de excitation partant de 5.5+ 0.5 MHz commence & augmenter a
partir d’une puissance de 5 mW (alors que le ratio R atteint un palier) puis croit plus fortement
a partir de 11 mW. Ainsi, la largeur spectrale de I'excitation augmente, des paires beaucoup
plus proches peuvent étre excités et l'efficacité du blocage dipolaire diminue. Sur la figure 4.37
(b)-(ii), nous tragons le nombre d’atomes excités (Nyy) a résonance de Forster en fonction
du nombre d’atomes excités loin de la résonance (Vo) pour les deux densités D et D/3 (ce
sont les méme données qu’en 4.37 (a)). L'efficacité du blocage se caractérise par I’éloignement
par rapport a la courbe de pente 1 (en traits noir). Les deux courbes correspondant aux
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deux densités (étoiles pour la densité D/3 et ronds pleins pour la densité D) sont superposées
jusqu’a ce que ce que Ny atteigne 2800 atomes (fleche en pointillé sur la figure 4.37), soit une
puissance d’excitation de 10 mW pour la densité D/3 et tout au plus 2 mW pour la densité D.
Pour des valeurs de Ny supérieures (donc des puissances d’excitation supérieures), l'efficacité
du blocage diminue pour la densité D/3, il continue d’augmenter dans le cas de la densité D
jusqu’a ce que Ny atteigne 6000-7000 (soit une puissance de 10 mW pour le laser Ti:Sa).
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F1G. 4.38 — Largeurs des raies d’excitation de 1’état 36ps,2 en fonction de la puissance du laser Ti:Sa,

correspondant aux données des Fig. 4.36. (a) Densité initiale d’atomes D /3, champs électriques F’=1.37 V /cm
(gauche de la résonance de Forster), F=2.53 V/cm (résonance de Forster) et F’=3.43 V/cm (droite de la
résonance de Forster).(b) Densité initiale d’atomes D, méme champs électriques qu’en (a).

Il est donc mis en évidence que le comportement du blocage dipolaire de I’excitation dépend
essentiellement de la densité d’atomes excités dans I’état Rydberg pour une méme résolution
spectrale d’excitation mais un comportement différent est obtenu en fonction de la densité
initiale figure 4.37(a) si excitation est saturée. Egalement, les élargissements apparents des
raies a résonance de Forster sont plus grands pour la densité D (cf Fig. 4.38) car le blocage est
plus efficace. La différence d’élargissement (mesuré a résonance de Forster et hors résonance)
décroit a fortes excitations pour la densité D/3 (disparition du blocage) mais pas pour la
densité D. Essentiellement, il est observé un élargissement vers le bleu des raies d’excitation
(cf Fig. 4.39) qu’il est assez difficile d’interpréter, sinon comme un effet multiphotonique :
I’excitation directe a deux photons depuis I'état 6p est efficace pour 'excitation d’un seul
atome (voir Fig. 2.23), elle 'est d’autant plus si le niveau est décalé vers le bleu de la transition.

Le comportement du blocage dipolaire en fonction de la densité obtenu a résonance de
Forster pour I'état 36ps/o, est confirmé par les résultats obtenus pour I'état 41ps/s (cf Fig.
4.40 et 4.41). Le nombre d’atomes excités est étudié en fonction de la puissance du laser Ti:Sa
pour trois champs différents, & gauche de la résonance de Forster (F’=0.11 V/cm), a résonance
de Forster (F=0.46 V/cm) et a droite de la résonance (F”= 1.15 V/cm).

Cette étude montre une limitation de I'excitation plus importante & résonance de Forster en
raison du blocage dipolaire. De méme, la saturation par puissance implique une limitation du
blocage, pour I'état 41p3 /5 & environ 22% du nombre total d’atomes excités hors résonance.
Les ratios entre les nombres d’atomes excités pour les champs F et F” par rapport au nombre
d’atomes excités pour un champ F’ sont donnés sur la figure 4.40 (b). Un léger blocage est
présent pour le champ F’ (proche de la résonance) et ce choix de référence n’est pas forcément
le plus judicieux. A fortes puissances, le signal semble diminuer rapidement pour le champ
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F1G. 4.39 — Spectres de I'¢tat 36p3,2 pour deux champs électriques, a résonance de Forster (F=1.37 V/cm) et
hors résonance (F’=2.53 V/cm). La fréquence du laser Ti:Sa est rapportée a 0 au centre des raies. La puissance
du laser est 31 mW.

électrique F”. Deux explications sont possibles, la présence d’ions sur l’aile droite de la réso-
nance ou linteraction dipole-dipole en champ électrique (la deuxiéme semble plus probable).
La valeur limitée du blocage pour I'é¢tat 41ps/ a été interprétée comme étant liée aux pro-
priétés des différents potentiels moléculaires au paragraphe 4.4.1.3. Nous voyons ainsi qu’il est
difficile de quantifier l'effet du blocage pour la résonance de Forster de I'état 41p3 /5, méme si
a priori elle confirme les résultats obtenus pour I'état 36ps ;.
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F1G. 4.40 — Etude en fonction de lintensité du laser Ti:Sa sur 1'état 41p3/», pour trois champs électriques,
F=0.46 V/cm (résonance de Forster), F’=0.11 V/cm et F’= 1.15 V/cm. (a) Amplitude d’excitation pour les 3
champs différents. Pour les deux champs hors résonance, ’excitation est saturée principalement par puissance.
A résonance de Forster se rajoute le blocage dipolaire. (b) Rapports entre les amplitudes d’excitation Rydberg
obtenues pour les champs F et F” et ’amplitude obtenue en champ faible (Champ F’=0.46 V/cm). Un rapport
égal & 1 signifierait I’absence de blocage dipolaire.

Etude en densité des élargissements de raie en champ électrique Enfin, nous étu-
dions le comportement en densité de la raie de blocage en champ électrique pour I'état 41ps /5.
Pour deux puissances d’excitation différentes (8 et 20 mW) la résonance de Forster de I’état
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41p3/o est étudiée en fonction du champ électrique sur la figure 4.41. Le champ électrique est
converti en fréquences via le déplacement Stark de I'état 41ps /9. Il apparait un fort élargisse-
ment en champ de cette raie de blocage, passant de 20 =5 MHz a 90 & 30 MHz alors que la
puissance d’excitation est seulement multipliée par un facteur 2.5 et que le nombre d’atomes
excités a résonance de Forster passe de 3000 & 5000. La raie de blocage présente également
une asymétrie prononcée vers les fréquences élevées. Cette asymétrie est probablement due
au blocage en champ électrique. Dans cette étude, une puissance d’excitation de 20 mW est
supérieure a la puissance de saturation (~ 10 mW). En utilisant les formules (4.44) et (4.42)
dans un simple modéle de paires d’atomes, on trouverait des largeurs de raie en champ de
~ 20 MHz et ~ 35 MHz pour les deux puissances utilisées, 8 et 20 mW respectivement (la ré-
solution de I'excitation est supposée étre de 6 et 8 MHz respectivement). Le nombre d’atomes
qu’il serait possible d’exciter hors résonance est difficile & déterminer en raison du blocage en
champ électrique mais il n’est clairement pas possible d’expliquer simplement 1’élargissement
observé. L’explication d’un tel élargissement requiert probablement de considérer les proces-
sus a n corps de diffusion via les réactions (4.45) et (4.46). Une excitation légérement saturée
par puissance pourrait permettre ’excitation de paires proches dont le role est probablement
important sur les ailes de la résonance dans le mécanisme de migration et de diffusion de
I'excitation (cf paragraphe 4.4.1.5).

Champ électrique (V/cm)
0 037 052 063 074 083 0.90

Nb total normalisé d'atomes de Rydberg

T T T T T T T T T T T 1
0 20 40 60 80 100 120
Déplacement Stark (MHz)

F1G. 4.41 — Nombre normalisé d’atomes excités en fonction du décalage Stark (V/cm et MHz) de I'état 41p3 2,
autour de la résonance de Forster pour n = 41. Le champ électrique est converti en fréquence en utilisant le
déplacement Stark expérimental. Les deux courbes correspondent a& deux nombres différents d’atomes excités
a résonance de Forster, 3000 (a) et 5000 (b), obtenus pour deux puissances laser différentes, 8 et 20 mW
respectivement. Le facteur de normalisation est pris comme étant le nombre d’atomes excités pour un décalage
Stark plus élevé (200 MHz). Les ajustements utilisent la loi empirique (4.43). Les largeurs (FWMH) des deux
résonances de blocage sont 20 £ 5 MHz et 90 £+ 30 MHz.

4.4.3 Conclusion

En conclusion, nous avons démontré 'efficacité du blocage dipolaire limitée & résonance
de Forster, cependant limitée a 30% dans nos expériences. Cette mise en évidence a nécessité
de surmonter plusieurs difficultés qui tendent a masquer ou & supprimer l'effet du blocage
dipolaire. Nous avons tout particuliérement noté 'effet de la saturation par puissance dont
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les conséquences sur le blocage dipolaire ont été bien caractérisées. Ainsi, le blocage dipolaire
Rydberg. Lorsque l'intensité de saturation du laser excitateur est atteinte, I’élargissement par
puissance permet excitation de paires proches et va supprimer 'effet de blocage dipolaire.
Ce point est assez délicat et doit étre bien contrélé si on veut comprendre les données.

Nous ne revenons pas ici sur le réle des ions qui a pu étre limité pour ne pas compromettre
la démonstration de l'effet de blocage dipolaire. L’interprétation de nos données pose un
certain nombre de problémes mais il apparait que I’essentiel de nos résultats est compris en
considérant I'interaction avec le plus proche voisin. Il reste que des effets liés a la migration de
I’excitation s, & la dynamique et & la dégénérescence des niveaux d’énergie doivent étre inclus
pour expliquer complétement les résultats expérimentaux.

Pour atteindre un meilleur blocage, il serait possible d’augmenter de fagon importante la
densité d’atomes dans I'état 7s en évitant l'effet Autler-Townes sur I'état 6p3/, ou mieux
encore d’utiliser une excitation multiphotonique directement depuis I’état 6s. Afin de justifier
les différents raisonnements intuitifs ou statistiques développés jusqu’a présent, le paragraphe
suivant est dédié a une description plus rigoureuse de ’excitation laser & résonance de Forster.

4.4.4 Modélisation du blocage dipolaire a résonance de Forster

Comme pour la modélisation du blocage dipolaire en champ électrique, un premier modéle
est dévolu a expliciter de maniére exacte la probabilité d’excitation dans un état Rydberg de
deux atomes interagissant via l'interaction dipole-dipéle & résonance de Forster. Un deuxiéme
modéle consacré & une description plus générale de 'excitation d’'un systéme de N atomes
interagissant via l'interaction dipdéle-dipdle & résonance de Forster est en cours d’étude et
n’est pas exposé dans ce manuscrit. Des difficultés supplémentaires rencontrées par rapport a
I’analyse effectuée pour le blocage dipolaire en champ électrique sont qu’il faut tenir compte
des états ns et (n + 1)s en plus de I’état np pour chacun des atomes et que 'interaction
dipole-dipodle n’est pas diagonale dans la base non perturbée ss’ et pp.

4.4.4.1 Blocage dipolaire pour ’excitation de deux atomes

Nous considérons un systéme de deux atomes a 2 niveaux, interagissant au voisinage d’une
|7s)|np3/2)+|7s)|nps/2) "

7 e
les états |[+) et |—) (voir Fig. 4.26). Les états |+) et |—) sont les états moléculaires Rydberg
(1.78) définis au chap. 1.3.4.2. En principe, 8 états propres sont possibles mais le systéme
moléculaire global est proche d’un systéme & deux niveaux couplés par une interaction moyenne

résonance de Forster. Les 4 états significatifs sont les états |7s)|7s),

Wi =~ 1.5’55 (cf Fig. 4.30), le facteur 1.5 provenant du fait que I’état |pp) n’est couplé qu’a
I’état symétrique %
champ électrique sont supposés négligeables par rapport au blocage de 'excitation obtenu
par l'interaction dipodle-dipole a résonance de Forster (il est montré dans 'annexe A que
I'interaction dipole-dipole en champ est au moins 3 fois plus faible au niveau des résonances
de Forster sin > 30). Comme dans la section 4.3.3.1, le calcul est effectué dans I’approximation
dipolaire (et du champ tournant) en négligeant I’émission spontanée des états de Rydberg.
Les courbes sont données pour I'é¢tat 38ps /o sur la figure 4.42, dans des conditions d’exci-
tation proches de I'expérience décrite p. 189 (laser Ti:Sa de puissance 8 mW focalisé sur 75
pum). Les spectres de double excitation dans I’état Rydberg (probabilité que la paire d’atomes
soit détectée dans les états |pp) ou |ss’)) a résonance de Forster pour trois distances internu-
cléaires R différentes (Fig. 4.42(a)) montrent que I'excitation chute trés rapidement au centre

. La diminution des forces d’oscillateur et le blocage dipolaire en
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FIG. 4.42 — Probabilités d’excitation en fonction de la distance internucléaire R et de la fréquence du laser
Ti:Sa. Sauf spécification, le laser Ti:Sa est de puissance 8 mW et focalisé sur 75 um.
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de la raie lorsque R diminue. L’excitation hors résonance est permise par des excitations a
un mais aussi deux photons. Dans l’expérience, la probabilité que des paires d’atomes trés
proches soient excitées est faible méme en ’absence d’interaction dipole-dipole (les densités
d’atomes dans 1’état 7s sont peu élevées). L’élargissement par la présence de transitions a 2
photons n’est pas observé dans ce cas. Les spectres expérimentaux sont une moyenne sur la
distribution spatiale gaussienne des atomes, sur tous les angles et états possibles. Pour repro-
duire les spectres expérimentaux, il faudrait moyenner, comme pour le modéle en champ (cf
Iexpression (4.21)).

La probabilité de double excitation au centre de la raie en fonction de R est détaillée Fig.
4.42(c). Entre 5 et 7 pm, la probabilité d’excitation passe de 0 & 100% lorsque la puissance
d’excitation est de 5 mW. Pour une puissance de 8 mW, un maximum d’excitation est présent
pour la distance R=7 um. Il provient directement de la cohérence de l'excitation (il disparait
a temps d’excitation plus longs). Parallélement, la distance a partir de laquelle I’excitation
est bloquée diminue légérement quand la puissance augmente (la distance R pour laquelle
50% de la double excitation est bloquée passe de 6 4 5 um quand la puissance passe de 5 & 30
mW). Le blocage dipolaire est donc limité aux fortes puissances, conformément & I’observation
expérimentale. En fonction du couplage dipole-dipole W, entre les deux atomes (Fig. 4.19(d)),
50% de I'excitation est bloquée lorsque le couplage est d’environ 3,5 MHz et ~ 85% est bloquée
lorsque le couplage atteint 6 MHz.

Les spectres d’excitation s (probabilité d’excitation dans 'état |38s39s)) de la Fig. 4.42(b)
pour deux champs électriques de part et d’autre de la résonance de Forster font apparaitre un
léger décalage spectral du maximum d’excitation s par rapport a la position du niveau non
perturbé [38p3/238ps3/2). Ce décalage observé expérimentalement (cf Fig. 4.28) était attendu.
Ces spectres comportent 3 pics, le pic principal pour le niveau moléculaire |£) le plus proche
du niveau [38p3/238p3/2), le plus faible pour I'autre niveau |F) et enfin le pic d’excitation & 2
photons.
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F1G. 4.43 — Probabilités de doubles excitations en fonction du champ autour de la résonance de Forster de
I'état 38p3/2. Le laser Ti:Sa est de puissance 8 mW et focalisé sur 75 um. Le décalage de la fréquence du laser
Ti:Sa par rapport a la transition 7s — 38ps,, est choisi nul.
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Enfin, regardons les spectres d’excitation en champ électrique (Fig. 4.43). Figure 4.43(a),
le trou dans la courbe de la probabilité de double excitation (di au blocage dipolaire) s’ap-
profondit beaucoup et surtout s’élargit en champ électrique quand la distance internucléaire
passe de 5 & 4 um (alors que le couplage dipoéle-dipdle est multiplié par un facteur 2, la largeur
en champ est multipliée par plus de 3, passant de 6 & prés de 23 MHz). L’élargissement en
champ électrique provient tout simplement de ce que le blocage sature au centre de la raie (il
atteint 100%!). Dans Iexpérience, le blocage n’atteint que 60% du total de Iexcitation si I'on
considére une paire d’atomes, il n’est donc pas saturé en général mais il peut ’étre pour des
paires d’atomes proches. Les réactions de migration ont été invoquées de fagon naturelle pour
expliquer les largeurs en champ électrique (1’élargissement en champ électrique est de prés de
50 MHz expérimentalement). Les différents états moléculaires possibles devraient étre aussi
étudiés attentivement, car les niveaux d’énergie de certains de ces états peuvent étre fortement
déplacés par 'interaction dipole-dipodle. Le spectre d’excitation s en champ électrique (Fig.
4.43(a)) semble également fortement élargi par la présence du blocage au centre de la raie
(élargissement "apparent"), plus encore que la raie de blocage en champ électrique.

L’ensemble de ces résultats permet de confirmer un grand nombre d’observations expéri-
mentales. Expérimentalement, nous avions vu qu’une saturation de 30% est obtenue lorsque
la densité atteint 2 x 10 at/cm™3, soit une distance internucléaire d’environ 5 ym. La satu-
ration était principalement effective au centre des raies et les raies en champ électrique était
fortement élargies. Ces résultats sont retrouvés ici. Les largeurs en champ électrique ont une
premiére origine certaine dans un phénomeéne de saturation du blocage de I'excitation de paires
d’atomes proches. Ce résultat conforte le modéle statistique développé au paragraphe 4.4.1.5.

4.4.5 Interprétation des phénomeénes de collisions froides ionisantes a ré-
sonance de Forster

L’objet de ce paragraphe est d’expliquer simplement les résonances ioniques observées par
exemple sur la figure 4.32 & champs légérement plus élevés que la résonance de Forster. Une
explication qualitative a déja mentionné I'importance des forces dipolaires attractives a droite
des résonances de Forster, pouvant conduire & une ionisation lorsque les deux atomes sont suf-
fisamment rapprochés. Dans cette section, nous rappelons d’abord les résultats expérimentaux
puis nous analysons les temps de collision pouvant rendre compte des résonances d’ionisation
observées.

4.4.5.1 Ionisation Penning

Nous avons jusqu’a présent parlé de collision ionisante. Il s’agit plus exactement d’un
processus d’ionisation Penning, dans lequel un des deux atomes subit une transition vers un
niveau Rydberg fortement li¢ (d’énergie plus faible) alors que I’autre subit une transition vers
un état du continuum :

Cs*(n) +Cs*(n) — Cs*(n') + Cst + e~ (4.48)

Ce processus est un phénoméne d’autoionisation moléculaire permis lorsque les deux atomes
interagissent suffisamment et donc aprés que les deux atomes sont suffisamment rapprochés
par les forces dipolaires (entre autres). L’autoionisation provient d’un couplage entre I'état
moléculaire "li¢" Cs*(n) — Cs*(n) et I'état "prédissocie¢" Cs*(n’) — Cs™ + e~. Une étude
plus détaillée est donnée dans [Hahn, 2000]. Une étude décrivant de maniére classique la
trajectoire des ions et des électrons [Robicheaux, 2005] fait apparaitre que I'ionisation Penning
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est possible et trés rapide & partir du moment ou les deux atomes sont distants d’environ
2 x 2(n*)2ag. L'ionisation peut donc étre considérée comme effective a partir de 3Rg(n), ot
Ro(n) =~ 3/2(n*)2ag est le rayon d’un atome de Rydberg.

4.4.5.2 Observations expérimentales : Résonances d’ionisation Penning

Les nombres d’ions sont présentés en paralléle avec les nombres d’atomes de Rydberg
sur les figures 4.25 et 4.32. Loin de résonance de Forster, entre 40 et 80 ions sont détectés
(aprés un délai de 700 ns pendant lequel des collisions froides ionisantes ou une ionisation par
rayonnement du corps noir se produisent). Ce nombre diminue légérement sur 'aile gauche de
la résonance de Forster pour atteindre un minimum & résonance mais par contre atteint de
fagon résonante un maximum sur l'aile droite de la résonance de Forster. Le nombre d’ions
passe par exemple trés rapidement de 55 a 110 pour I'état 40p3/o (cf Fig. 4.44). Ceci est
une conséquence de la présence des forces dipolaires. Dans la figure 4.26 (b), il est mis en
évidence que 'état propre d’énergie la plus basse du systéme & deux niveaux est attractif.
La premiére preuve de collisions ionisantes induites par les forces dipolaires a été donnée par
[Li et al., 2005] : l'excitation sur une courbe moléculaire attractive conduit & une collision
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F1G. 4.44 — Etat 40p3,2. Nombre d’atomes de Rydberg (carrés), et nombre d’ions (triangles) en fonction du
champ électrique. La résonance de Forster est obtenue pour un champ F = 0.75 V/cm. La largeur en champ
électrique de la raie de saturation est de 'ordre de 40 MHz (voir texte). Le nombre d’ions diminue & gauche de
la résonance de Forster mais ce nombre augmente & droite de résonance : a gauche de résonance, I’excitation
d’un dimeére se fait principalement sur une courbe répulsive alors qu’a droite de résonance, I’excitation se fait
sur la courbe attractive du dimére.

A résonance de Forster, I'excitation de paires proches d’atomes est rendue impossible par
blocage dipolaire. La distance internucléaire minimum possible entre deux atomes est relative-
ment élevée : méme si ces deux atomes sont excités sur une courbe moléculaire attractive (50%
des excitations a résonance de Forster), les fonctions d’onde électroniques de chacun des deux
atomes ne se recouvrent pas*'. Un temps relativement long est nécessaire pour que la collision
rapproche suffisamment les deux atomes. Il est & noter également qu’a résonance de Forster,
le nombre d’atomes excités globalement diminue, en conséquence les processus d’ionisation ne

4Le rayon d’un atome de Rydberg est d’environ 130 nm pour n=40. Les distances minimales d’excitation
sont plutot de 'ordre de 4 pum.
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correspondant pas & 'interaction entre atomes de Rydberg aussi. Nous comprenons donc bien
la légére diminution du nombre d’ions & résonance de Forster.

La résonance dans le nombre d’ions observée sur I’aile droite peut également s’expliquer.
Des paires d’atomes beaucoup plus proches qu’a résonance de Forster peuvent étre excitées.
Cette excitation a lieu sur la courbe moléculaire attractive, les taux d’ionisation y sont beau-
coup plus importants. Le méme phénomeéne s’observe pour I'état 42p3 5 : bien que le niveau ss’
soit situé a prés de -9.6 MHz du niveau pp, un blocage de 'excitation est observé (en champ
nul, certains états moléculaires sont trés attractifs, alors que d’autres n’ont au contraire au-
cun effet sur l'excitation) et une résonance sur le nombre d’ions est observée pour un faible
champ électrique. Pour I'état 43p3 /9, le décalage des niveaux d’énergie par interaction dipdle-
dipole (plus exactement, le décalage est de type Van der Waals en _R—Cg") n’est pas suffisant
pour induire un blocage de 'excitation, par contre il est suffisamment fort pour que la force
d’attraction en _ggﬁ dérivant du potentiel d’interaction induise des collisions ionisantes. Il
apparait également que le nombre d’ions provenant de collisions ionisantes augmente avec n,
logiquement car les forces dipolaires sont de plus en plus fortes. Pour les états n < 34, les
forces dipolaires sont trop faibles et aucune résonance sur les nombres d’ions n’est observée a

temps courts.

4.4.5.3 Interprétation des résonances d’ionisation Penning

Pour simuler la résonance d’ionisation & résonance de Forster, nous reprenons quelques
considérations simples développées dans [Robicheaux, 2005]. Il est montré dans ce paragraphe
que pour décrire correctement les taux d’ionisation observés, il est nécessaire de prendre en
compte ’anisotropie de l'interaction dipoéle-dipdle.

S’il n’est pas tenu compte de la dépendance angulaire de l'interaction dipodle-dipole, il y a
collision possible entre deux atomes lorsque 'excitation est effectuée sur I'état attractif |—),
d’énergie supposée radiale U(R) = %(14— \/1 + (AZS)/2)2 avec W (R) = 1'5]’;—%,“2 et Appss’
le décalage (négatif et dépendant du champ électrique) entre les niveaux pp et ss’.

Par conservation de l'énergie, la vitesse v(R) lorsque les deux atomes sont séparés d'une
distance R est :

o(R) = \/ 2 u(r) - U (o) (4.49)

ot Ry est 'espacement internucléaire de départ et p = =§= est la masse relative des deux

atomes et il est admis que la vitesse initiale relative est nulle. Le temps nécessaire pour que
les deux atomes passe de Ry & Ry est :

R
T(R;) = /R Of . (1R) iR (4.50)

Le calcul (4.50) ne donne qu’'un ordre de grandeur du temps de collision et n’est en fait pas
suffisant pour expliquer la résonance du nombre d’ions & droite de la résonance de Forster.

En effet, en 'absence de blocage dipolaire de l’excitation, la distribution spatiale d’un
atome plus proche voisin excité autour d’'un atome est donnée par la distribution d’Erlang.
En présence de blocage de l'excitation le plus proche voisin est contenu dans le volume
V = Vpmo — %wRilm, Ryin étant le rayon minimum permettant l'excitation (nous utili-
sons le fait que efficacité du blocage varie trés rapidement avec R), pris comme solution de
I'équation Appss — U(Rpmin) = Av, avec Av ~ 6 MHz. En définissant R, le rayon Ry maxi-
mum permettant ionisation en un temps inférieur & un temps 7 (dans la formule (4.50)), la
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probabilité P de collision avec ionisation d’un des deux atomes aprés un temps inférieur a 7
serait donnée par :

Rmax 2 3 R \3 3
P OC/ %ei(%) dR = ei( g;n) — ei(Rg—sz) (451)
31

Cette intégrale n’a évidemment de sens que si Ryar > Rmin, ce qui en général n’est pas le
cas en considérant le temps 7 entre excitation et détection dans l'expérience, typiquement
700-1000 ns. La distance Ry, est d’environ 5.5 pm a résonance de Forster pour 'état 38p3 /o
et ne diminue que lentement hors de la résonance (cf Fig. 4.45(a)). Les temps typiques de
collisions a résonance de Forster (F' = 1.46 V/cm) et pour le champ électrique F/ = 1.65
V/cm (correspondant au champ électrique de la résonance d’ionisation) sont donnés sur la
figure 4.45(b) en fonction de la distance internucléaire. Avec le champ électrique F' = 1.65
V/em il faut nécessairement que les atomes soient distants d’au plus 2.1 pm pour qu’'une
collision ait lieu pendant les premiéres 1000 ns, soir une distance 2.5 fois plus petite que la
distance minimale d’excitation.

Rmin
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% -6 3 281
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2 25¢10° 0.71
2.0X1076 T T T T T T 1 0.0 T T T T T T T
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Fi1G. 4.45 — (a) Distance interatomique minimum R, (voir texte) permettant I'excitation d’une paire
d’atomes au voisinage de la résonance de Férster de 1'état 38p3 /5. (b) Temps de collision permettant I’ionisation
par procédé Penning d’un des atomes (voir texte) en fonction de la distance interatomique initiale pour deux
champs différents, F=1.46 V/cm (résonance de Foster de I'état 38ps/5) et F’=1.65 V/cm (position de la
résonance d’ionisation expérimentale).

De fait, pour retrouver le résultat expérimental, il faut tenir compte de la particularité
des différents niveaux d’énergie. En champ électrique (exemple de 'état 38ps /2), des paires
d’atomes trés proches peuvent étre excitées pour des directions particuliéres des axes internu-
cléaires © par rapport & I’axe défini par le champ électrique. En effet, quatre des états propres
a résonance de Forster ont des zéros d’interaction pour des directions particuliéres.

Ainsi, la probabilité d’ionisation P s’écrit maintenant :

T Rmaz(0) 1 7(£)3 -
P / / —————=e \fa) 27 R"sin ©dRdIO (4.52)
0 Rimin(©) 4/3 7TR3

Le calcul de R4, (©) doit a priori tenir compte de la trajectoire de collision non radiale en
champ électrique (cf section 1.3.2.3). Pour les angles particuliers permettant 'excitation de
paires proches, les temps de collision sont approximativement deux fois plus longs que ceux
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donnés par 'expression (4.50) pour un méme espacement interatomique initial. Mais en toute
rigueur, il faudrait tenir compte de la distribution thermique des vitesses initiales (qui peut
jouer un role important), et surtout tenir compte du fait que le phénoméne d’autoionisation
n’est a priori pas limité spatialement méme s’il est plus important a courte distance. Un
calcul exact devrait étre mené pour retrouver les taux exacts d’ionisation. Nous multiplions
finalement le temps calculé avec la formule (4.50) par 2 pour évaluer le temps de collision.
Ry,in(0) est calculé en prenant I’état propre d’énergie décalé d’une énergie —%\/5 ‘1 — 3cos? @!
a résonance de Forster, par rapport au niveau non perturbé [38ps /2, 38ps3/2).

0.27 1 e

0.24 —1us

0.211 ——500 ns
0.18 -
0.15
0.12 1
0.09 1
0.06 1
0.03 -

000 T T T T T 1
1.6 1.8 2.0 2.2 24 2.6

F (V/cm)

Probabilité d'ionisation (%)

F1G. 4.46 — Probabilité d’autoionisation (formule (4.51)) pour une excitation sur I'état |—) a droite de la
résonance de Forster 38p;3/» (le champ & résonance est Fr ~ 1.46 V/cm), aprés un délai At entre excitation et
détection. La densité d’atomes excités dans I’état Rydberg est supposée étre 2.5 x 10° at/cm ™ en I’absence
d’interaction.

Le résultat du calcul de la probabilité d’ionisation en utilisant la formule (4.52) est donné
Fig. 4.46 pour I'état 38p3/, en champ électrique. La densité atomique loin de la résonance de
Férster est supposée étre ~ 2.5x 10? at/em™3. Le calcul n’est bien siir réalisé que sur aile des
champs forts de la résonance de Forster, 1a ol 'interaction est attractive. Le résultat, méme
s’il ne reproduit pas exactement les données expérimentales est que, comme nous 'avions
indiqué dans la partie expérimentale, du fait du blocage de I’excitation, l'ionisation est plus
importante sur l'aile de la résonance a temps courts. Aprés 500 ns, 'ionisation est limitée a
résonance de Forster car I'excitation de paires proches collisionnant rapidement a été inhibée.
On voit par ailleurs que le taux d’ionisation trouvé par le calcul est plus faible que celui
obtenu expérimentalement, de I'ordre de 0.5% du nombre total d’atomes de Rydberg pour la
résonance d’ionisation de I’état 38p3 /2. Un calcul plus complet est nécessaire.

En champ nul, un certain nombre d’états sont tout simplement des zéros d’interactions
et permettent l’excitation de paires proches. L’excitation de paires proches se fait cependant
vers des états non attractifs qui ne devraient pas conduire & une collision. La distribution
des vitesses initiales devrait probablement étre considérée pour expliquer les taux d’ionisation
observés.

4.4.5.4 Conclusion : blocage de I’ionisation

Par le calcul précédent, trés simplifié, nous avons retrouvé les résultats expérimentaux
qui avaient été interprétés de maniére qualitative. Le blocage des paires d’atomes proches a
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résonance de Forster permet de limiter de fagon importante les taux d’ionisation et d’une ma-
niére générale les mouvements relatifs des atomes excités entre eux. L'importance du blocage
dipolaire pour la conservation de la cohérence en empéchant le mouvement des atomes avait
déja été soulevé par [Jaksch et al., 2000]. Ce role est dans une certaine mesure confirmé. La
résonance d’ionisation observée sur l'aile des champs forts des résonances de Forster est par
contre due & l'anisotropie de 'interaction dipole-dipole. Cette anisotropie sera peut-étre une
limitation qu’il sera important d’étudier pour pouvoir utiliser le blocage dipolaire.

4.4.6 Conclusion : blocage a résonance de Forster et perspectives

Un blocage dipolaire de 'excitation de I'ordre de 30% a été observé a résonance de Forster,
confirmant que I'excitation d’un atome vers un état npz/; avec n ~ 38 est a priori bloquée a
résonance de Forster si cet atome se trouve & une distance inférieure a ~4.5 pym d’un autre
atome excité. Des modéles simples basés sur l'interaction entre paires d’atomes permettent
déja d’expliquer un certain nombre de résultats. En information quantique, il pourrait étre
intéressant d’augmenter la portée du blocage dipolaire pour rendre plus aisée une expérience
de blocage total de ’excitation : il est nécessaire dans ce cas de diminuer la largeur spectrale
de l'excitation ou de rechercher d’autres configurations de blocage de 'excitation utilisant des
niveaux de nombre quantique principal n plus élevés. L’interaction dipéle-dipéle en champ
électrique est un candidat trés prometteur. D’importantes possibilités d’utilisation de l'inter-
action dipole-dipoéle en champ électrique ont ainsi été précisées dans la conclusion 4.3.2.4.

Il n’en reste pas moins que le systéme étudié a résonance de Forster est extrémement riche
et complexe. Nous ne reviendrons pas ici sur l'interprétation des résultats expérimentaux
ni sur les difficultés que nous avons rencontrées pour ’observation du blocage dipolaire a
résonance de Forster, que nous avons résumées dans la conclusion de la partie expérimentale
au paragraphe 4.4.3. Outre les problémes d’élargissements par puissance ou ceux liés a la
distribution des paires proches d’atomes proches qui nous permettent d’expliquer un grand
nombre de phénomeénes, il faudrait également considéré les processus a N corps de migration
des excitations ns et (n 4+ 1)s dans Ienvironnement des autres atomes ainsi que l'effet des
forces dipolaires. Ce sont ces mécanismes physiques que nous nous proposons d’étudier plus
en détail dans le chapitre suivant, et notamment leurs effets a résonance de Forster sur la
cohérence locale dans un ensemble d’atomes de Rydberg.



Chapitre 5

Excitation large bande d’un ensemble
d’atomes froids de Rydberg : Analyse
par creusement spectral a résonance
de Forster

5.1 Introduction

Au chapitre précédent, nous avons axé I’étude de 'interaction dipoéle-dipdle sur le blocage
dipolaire de l'excitation vers des états de Rydberg dans le cas d’une excitation monomode
quasi-continue. Ce schéma d’excitation peut a priori permettre d’atteindre un blocage total
de l'excitation a l'intérieur d’une sphére dont le diamétre, de prés d’'une dizaine de micro-
métres, est la limite en deca de laquelle le couplage dipole-dipéle est supérieur & la résolution
spectrale de I'excitation pour deux atomes séparés par cette distance. Lorsqu’on considére
les atomes d’un piége magnéto-optique, un tel volume contient un grand nombre d’atomes,
plusieurs dizaines pour une densité de 10'! at/cm?, mais un seul peut étre excité. Avec une
excitation large bande, tous les atomes sont au contraire susceptibles d’étre excités quelque
soit 'environnement des autres atomes, et ainsi le blocage dipolaire de ’excitation n’est pas
attendu (cf section 2.3.1). Les atomes de Rydberg sont alors répartis de maniére stochas-
tique. La répartition des atomes va se manifester par une distribution des niveaux d’éner-
gie en quasi-bande, caractéristique des interactions dipole-dipdle dans un ensemble d’atomes
de Rydberg. On peut sonder une telle distribution par spectroscopie micro-onde ou laser.
Des expériences utilisant des excitations par rayonnement micro-onde ont mis en évidence
des élargissements démontrant 1’existence de quasi-bandes de niveaux d’énergie. Nous avons
déja mentionné et décrit 'expérience de article [Afrousheh et al., 2004 en introduction du
chapitre 4, qui consiste & sonder sur une transition micro-onde la distribution des niveaux
d’énergie apreés excitation d’atomes de rubidium vers des états de Rydberg. Les nombreuses
expériences de transfert résonant d’excitation ont également montré des élargissements im-
portants en fonction du champ électrique, résultant d’une quasi-bande de niveaux d’énergie
da aux interactions dipole-dipole [Mourachko et al., 1998, Anderson et al., 1998|. Le role de
I'interaction dipoéle-dipole dans les élargissements de raie en champ électrique a été confirmée
par 'expérience [Mourachko et al., 2004] ou la réaction de transfert résonant d’énergie

Rb(255, /) + Rb(33s1/3) — Rb(24p3/5) + Rb(34ps)5) (5.1)
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est perturbée! par la présence d’atomes excités dans I'état 34s, /2 qui présentent un tres fort
couplage dipodle-dipdle avec I'état 33p3/o et augmentent donc I'importance des couplages de
type sp — ps. Cette expérience est une démonstration de 'importance de la migration des
produits de la réaction (5.1) selon la réaction 34ps 12+ 338172 — 33s1/2 + 34p3/2, de méme
temps caractéristique que la réaction 34ps /5 + 3451 /5 — 3451 /5 + 34p3 /3. Comme nous P'avons
décrit longuement dans la section 1.3.4.2, les interactions dipole-dipole entre plusieurs atomes
conduisent aux grands élargissements spectraux obtenus expérimentalement.

L’expérience que nous avons envisagée pour analyser 'interaction-dipole-dipole dans un
ensemble d’atomes de Rydberg est de réaliser une excitation large bande avec un laser pulsé et
d’analyser la distribution des niveaux d’énergie avec un laser continu monomode. Pour cela,
nous réalisons une spectroscopie de désexcitation stimulée vers un autre niveau, le niveau
7s1/2, permettant de réaliser un creusement spectral (Hole Burning) du nombre d’atomes de
Rydberg excités initialement. Nous avons utilisé cette technique spectroscopique pour étudier
la distribution des niveaux d’énergie d'un ensemble d’atomes excités dans un état nps, au
voisinage de la résonance de Forster :

Cs(nps/a) + Cs(npsjz) — Cs(nsyja) + Cs((n+1)s12) (5.2)

Il est intéressant de noter qu'un ensemble d’atomes de Rydberg aprés une excitation pul-
sée est un systéme quasiment isolé du fait de la longue durée de vie des états de Rydberg
(incluant leffet du rayonnement du corps noir). Le gaz de Rydberg suit donc une évolution
hamiltonienne, qui doit permettre une conservation de la cohérence durant un long temps. La
cohérence d’un sous-systéme au sein de ce nuage de Rydberg ne dépend donc a priori que des
interactions du sous-systéme avec les autres atomes de Rydberg.

Les auteurs de l'article [Anderson et al., 2002| ont utilisé une méthode interférométrique
de type Ramsey pour étudier la cohérence d'un gaz d’atomes de Rydberg a résonance de
Forster. Il s’agit d’étudier la cohérence locale de paires d’atomes au passage de la réso-
nance de Forster (5.1) obtenue pour un champ électrique Fj en fonction des réactions de
migration dans 'environnement des autres atomes 24pz/, + 25512 — 24p3/s + 25s1/5 et
34ps /o + 335172 — 335172 + 34p3 2. Dans cette expérience, les atomes (fournis par un PMO)
sont excités de manieére pulsée dans les états 25515 et 33s1/o pour un champ électrique hors
résonance (I) : I'état de départ W(0) est alors I'état W(0) = ss’ = [2551 /23351 /2). La méthode
d’interférences de Ramsey consiste & appliquer deux impulsions de champ électrique de durée
to permettant de mettre la réaction (5.1) & la résonance de Forster. A résonance, la population
oscille entre les états pp = [24p3/234ps32) et ss’, avec la période ﬁ, ol F et E_ sont les
énergies des états propres |+) et |—) superpositions symétrique ou antisymétrique des états
pp et ss’ (voir p. 188 pour la définition des états propres a résonance de Forster). La présence
de ces oscillations est caractéristique de la cohérence des paires d’atomes interagissant a ré-
sonance de Forster [Robicheaux et al., 2004]. Les deux impulsions de champ électrique sont
séparées par une période de durée T' pendant laquelle la réaction (5.1) est mise hors résonance,
les composantes de I'état W(t) projeté sur les états non perturbés pp et ss’ évoluant alors sépa-
rément aux fréquences de Bohr, E,,(F')/h et Esy /h respectivement. Si seule la réaction (5.1)
est considérée, la population transférée dans I’état ss’ aprés la séquence d’impulsions peut se
mettre sous la forme :

(Epp(F) — Ese)T| . o (By —E_)t
oh )sin® (=) (5.3)

'L’expérience a consisté a vérifier que la présence d’un troisiéme atome excité dans I'état 34s, /2 autour de
deux atomes dans les états 255,/ et 33sy,, interagissant via la réaction (5.1), était équivalente a la présence
d’un troisiéme atome dans I’état 33s; /5.

P(ss') o cos?(
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Pour 7 maintenu constant et T variable, la population transférée dans les états s et s’ oscille
a la fréquence f = %

En présence des réactions de migration, qui, on le rappelle, sont toujours résonantes, les ni-
veaux d’énergie de chaque paire d’atomes sont modifiés par ’environnement des autres atomes.
Hors de la résonance de Forster, le niveau d’énergie pp est couplé & une bande de niveaux due
a la présence des autres atomes essentiellement présents dans les états s et s’ (état pouvant
s'écrire? |pp) @ € ot & désigne l'environnement des atomes s et s’). La bande de niveaux
résulte de la considération de tous les échanges possibles entre une excitation p de cette paire
et une excitation s d’'un atome de ’environnement. Pour 7 maintenu constant et T' variable,
il en "résulte" un brouillage rapide des oscillations (I’état du systéme W(t) est dans une su-
perposition de niveaux évoluant avec des fréquences de Bohr différentes pendant la phase
d’évolution libre de durée T'). Finalement, le signal d’interférences observé dans la publication
[Anderson et al., 2002] est de la forme S = A + Be 7/7 cos(2nfT), ot T est une constante
caractérisant un brouillage quasi-exponentiel des interférences. Cette constante dépend de
la densité atomique, elle varie dans cette expérience entre 30 et 100 ns pour une densité
atomique variant de 10° 4 5 x 10° at/cm™3. Ces valeurs sont en accord avec les couplages
dipole-dipdle ps < sp et ps’ <+ s'p calculées en considérant uniquement deux autres atomes s
et s’ dans environnement de la paire d’atomes proches [Anderson et al., 2002]. Dans l'article
|[Robicheaux et al., 2004], les auteurs ont montré que les forces dipolaires ne peuvent pas ex-
pliquer la rapidité de la perte de cohérence observée dans 'expérience [Anderson et al., 2002].
Les processus de migration des excitations ns et (n+1)s sont la principale cause de cette perte
de cohérence. Cette expérience présente par rapport aux expériences qui ont été réalisées dans
le césium un treés fort effet de migration en comparaison du couplage di a 'effet de la réaction
de transfert (5.1) qui lui correspond & un couplage dipole-dipdle modéré de deux atomes au
départ dans des états de n différents.

Nos expériences ont consisté a réaliser la spectroscopie de I'état npz/» au voisinage de réso-
nance de Foster. Nous avons observé la possibilité de désexciter les atomes transférés dans les
états ns et (n+ 1)s au voisinage d’une résonance de Forster, ce qui indique que la réaction de
Forster (5.2) est réversible. Par analogie avec 'expérience [Anderson et al., 2002], nous avons
interprété cette désexcitation des états ns et (n + 1)s comme une propriété de cohérence de
chacune des paires d’atomes, malgré la présence de son environnement. En réalisant la spec-
troscopie de ’état ns au voisinage de la résonance de Forster, il apparait un décalage spectral
systématique et inattendu entre les fréquences centrales des raies de désexcitation des états
ns et nps . L'analyse de ce décalage suggeére que seul I'état [+) est détecté. Différentes hypo-
théses sont émises pour expliquer un tel résultat. Il semble qu’il faille étudier attentivement
le role de la détection des atomes de Rydberg par ionisation par champ électrique ainsi que
le role des forces dipolaires illustrées par la Fig. 4.26 (b). Le temps de décohérence de notre
systéme a pu étre étudié indirectement en analysant la possibilité ou non de désexciter les
états ns et (n+ 1)s, i. e. en analysant la réversibilité de la réaction (5.2). Les causes de cette
perte de cohérence sont encore expliquées ici par la migration des excitation ns et (n + 1)s.

Dans ce chapitre, nous présentons les résultats expérimentaux publiés dans D'article
[Mudrich et al., 2005] et qu’on analyse en termes de décohérence. Pour parvenir a ces résul-
tats, nous avons utilisé la spectroscopie dite de creusement spectral que nous avons introduite
page 94. Nous en rappelons d’abord le principe. Les résultats expérimentaux concernant la
possibilité de désexciter les états ns et (n+1)s puis les décalages spectraux entre les fréquences
centrales des spectres de creusement spectral des états ns et np3/» au niveau des résonances

2Cette description est trés simplifiée et suppose que les paires d’atomes en interaction peuvent se distinguer
du reste du systéme sans pouvoir totalement négliger I'interaction avec ’environnement.
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de Forster 24ps /o + 24p3 9 — 2451 /5 + 25513 et 25p3 /5 +25p3 /5 — 25513 + 2651 /2 sont ensuite
présentés. Une étude particuliére concerne 1’évolution temporelle des spectres de creusement
spectral & résonance de Forster. Enfin, les différentes interprétations possibles de tels résultats
sont discutées.

5.2 Schéma de désexcitation : spectroscopie par creusement
spectral

La possibilité d’utiliser un schéma d’excitation dit "pulsé-continu" (PC) a été discutée au
chapitre 2. Ce schéma est reproduit sur la figure 5.1. Il n’a pas pu étre complétement exploité
pour I’étude du blocage dipolaire en raison des sources importantes de photoionisation parasite
qu’il génére. Dans certaines conditions, il a été montré qu'une spectroscopie par creusement
spectral pouvait étre utilisée en champ électrique statique. En effet, si le champ électrique
statique est suffisant (> 40 V/cm), les ions peuvent étre repoussés suffisamment loin de la zone
d’excitation en un temps caractéristique de l'ordre de 1 us. Il est alors possible de tirer parti
d’un creusement spectral qui apparait dans le spectre élargi par la distribution d’ions (cf Fig.
2.15 et 2.20). Ce creusement spectral pourrait permettre de déceler la présence d’interactions
entre atomes de Rydberg.
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FI1G. 5.1 — Schéma de pompage PC - creusement spectral. L’excitation vers I’état de Rydberg est effectuée
suivant le schéma exposé au chap 2.3.2 (excitation vers I’état 7ps,» avec un laser colorant pulsé, désexcitation
spontanée vers l’état 7s, réexcitation vers un état de Rydberg avec le laser continu Ti:Sa). Le dépompage
est ensuite réalisé par le laser continu Ti:Sa par désexcitation vers I’état 7s de courte durée de vie. Deux
voies possibles de photoionisation apparaissent : ionisation & 2 photons depuis 1’état 6s avec le laser colorant
pulsé (pouvant étre en grande partie minimisée) et ionisation directe & un photon avec le laser Ti :Sa (restant
toujours proportionnelle au nombre d’atomes de Rydberg excités).

Pour effectuer une spectroscopie dite de "creusement spectral", la séquence d’impulsions
présentée Fig. 5.2 est utilisée. Aprés 'impulsion du laser & colorant pulsé permettant 'ex-
citation de l'état 7pz/ et ensuite celle I'état 7s par désexcitation spontanée, une premiere
impulsion du laser Ti:Sa, de durée At; permet d’exciter les atomes vers un état de Rydberg
depuis I'état 7sy/9, F' = 4. Les ions sont alors accélérés hors de la zone d’interaction avec les
atomes pendant un temps At sous 'effet d’'un champ électrique statique. Aprés ce laps de
temps At, les atomes dans les états 7sy/, et Tpy/p sont également désexcités en raison de la
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courte durée de vie de ces états. Une deuxiéme impulsion de durée Aty du laser Ti:Sa est alors
appliquée pour désexciter les atomes de Rydberg nps/o les atomes vers U'état 7sy o, F' = 4,
d’ott ils retombent vers I’état 6p par émission spontanée. Finalement, une impulsion du champ
électrique d’ionisation est appliquée avec un délai variable pour réaliser la détection sélective
des états de Rydberg. L'impulsion est en général appliquée juste aprés la fin de la séquence
d’impulsions lasers, mais peut aussi étre décalée temporellement pour cette expérience.

Excitation et creusement spectral utilisent la méme fréquence du laser Ti:Sa. L’excitation
avec un désaccord important par rapport a la résonance 7sy; — npzp est permise par la
présence des photoions. Lorsque ces ions se sont "échappés", le creusement est efficace uni-
quement & la fréquence de la résonance atomique. Par conséquent, le trou dii au creusement
spectral est beaucoup plus fin que la raie d’excitation (cf Fig. 5.2).

Champ d‘ionisation

Dt, Dt,
Impulsion .
de Impulsion de de

pompage dépompage (TiSa)

Dt

Signal Rydberg (arb. u.)
Signal Rydberg (arb. u.)

200 -100 0 100 200 200 -100 0 100 200
Fréquence du laser TiSa (MHz) Fréquence du laser TiSa(MHz)

FI1G. 5.2 — Séquence temporelle du schéma de spectroscopie de creusement spectral. Une premiére impulsion
de durée Aty permet d’exciter les atomes vers un état de Rydberg : At; = 10 ns lorsque l'excitation est pulsée
suivant le schéma (a) de la Fig. 5.5, At; ~ 300 ns pour une excitation avec le laser Ti:Sa suivant le schéma
5.1. Le dépompage est effectué aprés un temps variable, At, par une deuxiéme impulsion (durée Atz) du laser
Ti:Sa. Le dépompage se manifeste par un trou dans le spectre d’excitation.

Des études systématiques en fonction de la durée ou de la puissance de la deuxiéme impul-
sion laser font apparaitre que ce creusement spectral présente une largeur dépendant beaucoup
des conditions expérimentales. Pour des temps courts de dépompage (impulsion de durée Ats)
et des faibles puissances du laser Ti:Sa, la largeur du creusement spectral est < 10 MHz. Cette
largeur est comparable a celle obtenue dans les études concernant le blocage dipolaire, attendu
également ici. Par contre, nous voyons sur la figure 5.3 que le creusement spectral s’élargit
dés que la désexcitation atteint prés de 100% au centre de la raie. Cet élargissement est lié a
la puissance du laser et & la durée de I'impulsion. Pour une puissance fixe du laser Ti:Sa de
200 mW (soit une intensité maximum de ~ 300 W/cm?) I'élargissement apparait lorsque Ato
excéde 1 us. Aprés Ats = 3 us, Iélargissement obtenu est d’environ 30 MHz. Pour une durée
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fixe Ato =5 us, I’élargissement apparait pour une puissance du laser supérieure & 30 mW. Le
comportement de I’élargissement obtenu expérimentalement est en accord avec les calculs du
chapitre 2.

Pour utiliser cette spectroscopie afin d’analyser la distribution des niveaux de Rydberg
d’un ensemble d’atomes, il faut se placer dans des conditions ol le creusement spectral n’est
pas élargi, et donc utiliser une impulsion de désexcitation de faible puissance et de courte
durée. Cette technique de spectroscopie telle que considérée ici ne permet pas d’obtenir des
densités importantes, nécessaires a l’observation des interactions dipoéle-dipole entre atomes de
Rydberg. En effet, malgré la possibilité de saturer fortement la premiére impulsion d’excitation,
les ions limitent le nombre d’atomes qu’il est possible d’exciter en élargissant les spectres
d’excitation (plus d’une centaine de mégahertz pour les spectres de la figure 5.3). L’effet Stark
des états npsz/y augmentant rapidement avec n, cette spectroscopie se limite a I'étude de n
relativement bas. Elle est également limitée par la nécessité de réaliser une spectroscopie en
champ électrique relativement élevé, ce qui reviendra & considérer des résonances de Forster
pour des n bas (cf section suivante).

Nous avons étudié avec cette méthode les états de nombre quantique principal n < 28.
Un calcul simple de l'interaction dipole-dipdle en champ électrique qu’il est possible d’obtenir
dans le cas des données de la figure 5.3 (a) montre la difficulté pour observer un élargissement
du creusement spectral di a cette interaction. Le couplage dipole-dip6le moyen entre atomes

2
séparés par une distance interatomique moyenne égale a 0.9R, est donné par vgg ~ sin? 0”—”;,
d
soit pour I'état 23p3/o & 127 V/cm, vgq = 1,4 MHz dans le cas de la plus forte densité3. Cette
valeur est assez faible comparée la résolution spectrale de la désexcitation (~ 10 MHz). A
ce point, il semble que la méthode considérée n’est pas applicable & 1’observation du blocage
dipolaire ou pour observer la formation d’'une quasi-bande de niveaux d’énergie. Pour cela, il

faut augmenter fortement le nombre d’atomes excités et supprimer toute création de photoions.

Pour aller plus loin, la spectroscopie par creusement spectral a été appliquée a la désexcita-
tion stimulée d’atomes de Rydberg excités au préalable avec un laser pulsé (cf. Schéma 5.5 et
5.2). Une premiére impulsion fournie par un laser colorant pulsé (de durée Aty = 9 ns) excite
les atomes du PMO depuis I'état 6p3/, vers un état de Rydberg nps/; (transition autorisée en
présence de champ électrique). Aprés un délai At, suffisant pour permettre aux ions de s’échap-
per de la zone d’excitation, une impulsion du laser Ti:Sa (de durée Ats) desexcite les atomes
vers I’état de courte durée de vie 7sy /9, F' = 4. Un spectre de creusement spectral obtenu pour
I'état 25p3 /o pour un champ électrique de 43.8 V/cm est montré Fig. 5.4. La largeur impor-
tante ici obtenue, de quelques 60 MHz est une conséquence de la forte puissance (~ 200 mW)
et de la longue durée At; = 5 us de 'impulsion de dépompage. Une proportion importante des
atomes sont excités dans I’état |m;| = 3/2 car l'excitation pulsée ne permet pas I’excitation
sélective de I'état |m;| = 1/2. Ceci explique qu’environ 40 % des atomes ne peuvent pas étre
désexcités par le laser Ti:Sa réalisant la transition 25pg /o, [mj| = 1/2 — Tsy /9, |m;| = 1/2.

L’intérét de cette spectroscopie est qu’elle permet d’obtenir rapidement une forte densité
d’atomes de Rydberg avec un nombre réduit d’ions qui de plus disparaissent de la zone du
PMO en un temps inférieur & 1 us. Elle rend ainsi possible la réalisation d’une spectroscopie
haute résolution, sans charge d’espace parasite?.

3Le volume d’excitation est cylindrique. Nous supposons un nuage & symétrie sphérique de rayon caracté-
ristique 75 wm, ce qui donne a priori une valeur surestimée pour la densité atomique : 9 x 10° at/cm® pour
60000 atomes excités. Un champ électrique de 127 V/cm correspondant & tan? 6 = 1.2 pour I'état 23p3/2-

4La source principale d’ions dans le cas d’une excitation pulsée est ’émission spontanée amplifiée. Le nombre
d’ions est cependant bien plus faible qu’en excitation PC.
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F1G. 5.3 — Spectroscopie de creusement spectral de 'état 23ps /o (& 127 V/cm) en faisant varier, dans un
premier temps (cas a), la durée de la deuxiéme impulsion Aty de 0 & 3 us (avec P, = 200 mW) et, dans un
deuxiéme temps (cas b), sa puissance P> de 0 & 200 mW (avec Ata=5 us). Ces expériences ont été réalisées en
imposant At; = 300 ns et At = 1 pus. Comme prédit par le modéle (cf. Fig. 2.13 et 2.15), le trou de dépompage
devient de plus en plus prononcé et s’élargit lorsque la durée d’illumination ou la puissance de "impulsion laser
augmentent.
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FIG. 5.4 — Spectre de creusement spectral d’atomes excités dans 1’état 25ps /2 par un laser pulsé réalisant la
transition 6ps/o — 25p3/2 pour un champ électrique de 43.8 V/cm. Le laser Ti:Sa utilisé pour la désexcitation
stimulée est de puissance 200 mW et son waist au niveau du PMO est ~ 150 pm.
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F1G. 5.5 — Schéma de spectroscopie par creusement spectral aprés excitation pulsée. L’excitation vers les
états de Rydberg np se fait directement avec un photon du laser & colorant pulsé (les deux états |m;| = 1/2,3/2
sont excités), & partir de ’état 6p (la transition 6p — np est autorisée en champ électrique). Le dépompage
utilise ensuite le laser continu Ti:Sa en désexcitant les atomes vers ’état 7s de courte durée de vie.

5.3 Spectroscopie par creusement spectral du croisement évité
a résonance de Forster

La dynamique du transfert résonant d’énergie a été étudiée au niveau de deux résonances
de Forster différentes :

24p3 ), myj| = 1/2 + 24p3 /o, myj| = 1/2 — 24515 + 25512 (5.4)
25p3)9, Imj| = 1/2 + 25p3 )9, |mj| = 1/2 — 2551 /5 + 2651 /9

Différentes techniques ont été utilisées pour caractériser la dynamique temporelle du trans-
fert résonant d’excitation. Dans un premier temps, nous étudions le transfert résonant d’ex-
citation avec la méthode d’excitation PC (cf Fig. 5.1) et étudions quelques particularités liés
a la présence des photoions. Ensuite, sont abordés les études par creusement spectral a réso-
nance de Forster en utilisant le schéma d’excitation 5.5 notamment. Ces études constituent le
résultat principal de ce chapitre.

5.3.1 Observation du transfert d’excitation a résonance de Forster

La dynamique du transfert d’excitation a résonance de Forster (réaction (5.4)) est illustrée
par la figure 5.6. Les atomes sont excités dans l'état 24pz/ avec le schéma d’excitation PC
(cf Fig. 5.1). L’impulsion d’excitation du laser Ti:Sa de durée 300 ns permet d’obtenir une
densité pic d’atomes dans I’état Rydberg typiquement® de I'ordre de 3-4 109 at/cm™3. Le délai

SLa densité est déterminée de maniére assez imprécise. Le laser Ti:Sa et le laser pulsé sont contrapropageants
et excitent un nuage d’atomes de forme allongée. Le waist du laser Ti:Sa au niveau du PMO est d’environ 150
pm, celui du laser pulsé est estimé & environ 200 pum et le rayon caractéristique du PMO est supposé étre de
300 pm. Le nombre d’atomes excités est ~150000. La détermination de la densité pic doit aussi prendre en
compte la saturation par puissance de I’excitation.
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entre excitation et détection varie entre 0 et 5 ps. Le nombre d’atomes détectés dans 1’état 24s
part d’'une valeur quasi nulle mais augmente rapidement pour atteindre un maximum aprés
environ 500 ns. Prés de 35 % des atomes au départ dans I'état 24ps o sont transférés dans les
états 24s et 25s. Ensuite, la décroissance des signaux est essentiellement due aux durées de
vie finie des niveaux 24s et 24p3 5.

L’interaction dipole-dipole obtenue pour deux atomes séparés par I’espacement internucléaire
moyen est de ordre du MHz. L’excitation, de largeur spectrale 15-20 MHz (car saturée) est
élargi par puissance et aucun phénoméne de blocage de I'excitation n’est donc possible. Le
nombre d’atomes dans les états 24s et 25s est quasi nul juste aprés la fin de 'excitation car
I’état d’excitation d’une paire d’atomes dans 1’état Rydberg est une superposition cohérente
des états |[4) et |—) combinaisons linéaires symétriques ou antisymétriques des états pp et ss’
(un léger désaccord a résonance ne change pas ce résultat comme 'indique le résultat (2.4).).
Le ro6le des ions est avant tout de rajouter un désaccord inhomogéne en champ électrique
par rapport & la position de la résonance de Forster, ils minimisent donc le transfert d’exci-
tation. L’accélération par le champ électrique externe doit cependant étre bien étudiée pour
déterminer exactement leur importance pendant le transfert résonant d’excitation.

En premiére approximation, un temps caractéristique du transfert d’excitation® d’environ
500 ns signifie un couplage moyen entre atomes d’environ 2 MHz, & comparer a la valeur de
1 MHz estimée pour deux atomes espacés de la distance interatomique moyenne. Considérer
un ensemble de paires en interaction donne un ordre de grandeur raisonnable du temps de
transfert pour une excitation a résonance de Forster [Westermann et al., 2006] mais pour plus
de précision, il a été démontré dans la référence [Westermann et al., 2006] qu’au moins 6
atomes doivent étre considérés pour reproduire les signaux expérimentaux. Lorsque plus de
deux atomes sont considérés, les couplages d’échange sp — ps et s'p — ps’ sont responsables
de la diffusion des excitations s et s’ dans I’échantillon d’atomes p et permettent d’expliquer
les largeurs en champ électrique des transferts d’excitation.
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FIG. 5.6 — Evolution temporelle du nombre d’atomes transférés vers I’état 25s et du nombre d’atomes restants
dans l’état 24p aprés excitation de I'état 24p suivant le schéma d’excitation 5.1 (a). L’excitation est effectuée
a F=59.11 V/cm (résonance de Férster de I’état 24ps o, m;| = 1/2). Le temps d’excitation avec le laser Ti:Sa
est 300 ns et le délai entre excitation et détection est variable.

A résonance de Forster, le transfert dans 'état |ss’) aprés un temps ¢ est [(U,y |¥(¢))|> = sin®(27Wt), ot
W est le couplage dipole-dipole en MHz. Le transfert est total aprés tg = ﬁ. Pour un ensemble de paires
séparées par une distance aléatoire, les oscillations ne sont pas observées, le signal devrait converger vers un

transfert de 50 %.
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5.3.2 Décalage spectral observé par spectroscopie de creusement spectral
et cohérence de l’interaction dipole-dipdle

Les résonances de Forster des états 24p3 5 et 25p3 /9 (bien caractérisées dans ’expérience
[Mourachko et al., 1998|) ont été étudiées par spectroscopie de creusement spectral. Nous
avons montré au paragraphe 5.2 qu’apres excitation d’atomes vers des états npz/, avec un
laser pulsé (cf. schéma 5.5) ou avec la méthode d’excitation pulsée-continue avec élargisse-
ment par la présence d’ions a 'excitation (cf. schéma 5.1), il est possible de les désexciter
efficacement vers I'état 7s. Compte-tenu du bruit coup & coup des excitations pulsées, il nous
a été difficile de bien caractériser la largeur du creusement spectral et les études en densité,
tout en montrant un léger élargissement pour les densités les plus grandes n’ont pas amené a
une caractérisation quantitative des interactions dipdle-dipdle entre atomes de Rydberg. Bien
que l'excitation présentait de multiples avantages, une forte excitation dans des états Rydberg
avec un nombre d’ions pouvant étre minimisé, nous avons considéré qu’une excitation non
monomode ne pouvait pas apporter de résultat, ce qui nous a amenés a développer le schéma
d’excitation continu & 3 couleurs (cf. schéma 2.3 ). Cependant, une observation trés intéres-
sante et inattendue a été la possibilité de désexciter tres efficacement les atomes dans les états
ns et (n+ 1)s a résonance de Forster, alors que ces états ne sont a priori pas couplés a I'état
7s par le laser Ti:Sa utilisé pour la désexcitation. Une explication possible était la possibilité
de désexciter les états de paire |+) et |—) lorsqu’est réalisé la spectroscopie de creusement
spectral. En balayant la fréquence du laser Ti:Sa, nous avons observé un décalage spectral
0sp systématique entre les fréquences correspondant au creusement spectral maximum pour
les états ns et npg/o. Celui-ci suggere en fait que la possibilité d’observer la désexcitation des
états s et s’ au voisinage des résonances de Forster est limitée aux paires d’atomes excitées
dans 'état de paire |+). Cette désexcitation a été pergue comme est une preuve de la ré-
versibilité des réactions (5.4) et (5.5). Les résultats de ces études sont présentés dans cette
partie. Les positions centrales des raies sont mesurées en spectroscopie de creusement spectral,
d’abord avec pompage pulsé-continu ou PC (voir schéma 5.2), puis en pompage pulsé (voir
schéma 5.5). Une étude temporelle du creusement spectral a résonance de Forster a permis
de caractériser dans une certaine mesure la décohérence du systéme pour les réactions (5.4)

t (5.5). Un certain nombre d’hypothéses sont analysées afin d’expliquer les divers résultats
expérimentaux obtenus.

5.3.2.1 Mise en évidence du décalage spectral

Etude par creusement spectral aprés excitation PC

Dans cette expérience, une premiére impulsion du laser Ti:Sa permet 'excitation & par-
tir du niveau 7sy/p vers I'état 24p3/» au voisinage de la résonance de Forster. Le nombre
d’atomes excités est de 'ordre 150000, soit une densité évaluée précédemment a environ 3-4 x
10° at/cm™3. Aprés un délai variable, une deuxiéme impulsion d’une durée d’une microse-
conde est envoyée pour réaliser le creusement spectral. La figure 5.7 montre la réalisation
du creusement spectral lorsqu’on détecte avec les méme conditions expérimentales les atomes
dans l'état 24p3 /o et dans 'état 25s. On rappelle que I'élargissement du spectre a l'excitation
permettant de mettre en évidence le creusement spectral est dii a la présence des ions. La
démonstration est donc faite qu'une grande partie des atomes transférés dans les états 24s
et 25s & résonance de Forster peuvent étre désexcités vers I'état 7sy /o (cf Fig. 5.7), jusqu’a
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60% des atomes présents initialement dans ces états. Sur la figure 5.7, le creusement spectral
de I'état 24p3 /o est relativement étroit, suggérant que la désexcitation est réalisée principale-
ment lorsque les ions se sont complétement éloignés”. Ce résultat n’est pas étonnant puisque
le creusement spectral ne peut étre réalisé que pour une fréquence identique & I'excitation
et & la détection, condition globalement vérifiée uniquement pour un champ parasite nul en
raison de la dynamique des ions et du champ électrique, donc a la résonance de la transition
7s1/2 — 24p3/2. Une observation importante est que le creusement spectral des états 24s et
25s apparait comme systématiquement décalé vers le bleu par rapport au creusement spectral
de I'état 24p3 /5. Ce décalage atteint 20 MHz sur les spectres des états 25s et 24p3 5 de la figure
5.7, pris pour un champ électrique 59.11 V/cm a résonance de Forster. La fonction d’ajuste-
ment permettant de définir la position centrale du creusement spectral est empirique. Elle est
de la forme N(v) = L(v) x (1 — G(v)), ou L(v) est une fonction lorentzienne définissant le
profil de la raie d’excitation alors que G(v) est une fonction gaussienne définissant le profil du
creusement spectral. L’élargissement du creusement spectral de 1’état 25s par rapport & celui
de I'état 24p3/, pourrait étre d au couplage dipodle-dipole pouvant créer une quasi-bande de
niveaux d’énergie. Le décalage spectral pourrait étre interprété comme le fait que nous obser-
vons uniquement 1’état de paire |+), combinaison linéaire des états pp et ss’ car celui-ci est
décalé vers le bleu du niveau pp dans le schéma de croisement évité a résonance de Forster. La
désexcitation des états s et s’ serait possible par désexcitation directe d’une paire d’atomes, la
composante pp de ’état de paire étant effectivement couplée par le champ électrique du laser
a l'état intermédiaire de 'excitation %(|75>|24p3/2> + [24p3/9)|7s). Du fait de I'importance
du décalage spectral par rapport a la résolution spectrale de la désexcitation (~ 20 MHz),
nous allons voir au paragraphe suivant qu’une désexcitation via une transition directement a
2 photons vers I’état |7s7s) est en fait assez probable. Le décalage spectral présenté ici tend a
accréditer I’hypothése que ce sont des paires d’atomes pouvant interagir a résonance de Forster
qui sont dépeuplées.

Malgré I'utilisation de la technique de creusement spectral, la présence du nuage d’ions
créés par photoionisation avec le laser pulsé reste un inconvénient important. En effet, les
quelques 10000 & 50000 ions créés® par le laser pulsé se déplacent dans la direction du champ

"Un temps de 800 ns est nécessaire pour que le champ électrique créé par un nuage de 15000 ions et au
départ de rayon caractéristique 150 pm soit divisé par un facteur 10 au niveau du PMO. Ce calcul est effectué
pour un champ statique accélérateur de 59.11 V/cm.

8Ce nombre varie beaucoup suivant les expériences en raison de la faible durée de vie du colorant utilisé
pour le laser pulsé¢ (Coumarine 450).
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F1G. 5.7 — Creusement spectral des états 24p et 25s aprés une excitation PC (Pompage pulsé-continu), en
présence d’un champ de 59.11 V/cm, donc a résonance pour la réaction de Forster 24p + 24p — 25s + 24s.
L’efficacité du creusement spectral est caractérisée par la profondeur du trou. Les ajustements des courbes
expérimentales utilisent une fonction définie de maniére empirique (voir texte).

électrique statique et crée un champ électrique parasite?, qui rapidement s’oppose au champ
électrique statique pendant la premiére impulsion d’excitation du laser Ti:Sa (voir Fig. 3.8 et les
études du chapitre 3). De ce fait, 'excitation est fortement perturbée, d’ou les élargissements
caractéristiques mais aussi la forte asymétrie des raies d’excitation p vers le bleu (le creusement
spectral est décalé vers le rouge par rapport au maximum d’excitation). Comme nous le
suggérons au paragraphe 5.3.3, ceci a un effet puisque le champ parasite créé par les ions
modifie la position du champ électrique total par rapport a la résonance de Forster et de ce
fait les propriétés du transfert résonant d’excitation.

Décalage spectral : étude par creusement spectral aprés excitation pulsée
Pour améliorer le diagnostic du décalage spectral entre les signaux s et p, I’étude par
creusement spectral des résonances de Forster a été réalisée avec le schéma d’excitation pulsée

9Le champ parasite moyen AF,, créé par les ions suivant I'axe du champ électrique externe est en moyenne
donné par :

AF, = /000 7’ p(r)AF (r)dr (5.6)

Cette expression est établie aprés avoir effectué une moyenne angulaire. p(r) est le profil normalis¢ de la
distribution spatiale des atomes dans l'état fondamental de l'excitation (ici I’état 7s), AF(r) est le champ
parasite supposé étre & symétrie sphérique. Seule est considérée la projection du champ parasite suivant I’axe
du champ externe (Oz) car nous avons vu dans la section ?? que seule cette composante est significative en
champ électrique externe. Finalement, pour un nuage d’ions gaussien de densité au centre n;(0), ce champ
parasite moyen vaut environ :

AFy, ~0.21 X AFpmaz = 0.21 x 2.38 m(o)a\/if (5.7)
TEQ
soit seulement un cinquiéme du champ maximum créé par le nuage d’ions. Ce résultat suppose que le nuage
d’atomes dans I’état 7s et le nuage d’ions sont de méme rayon caractéristique. Un nuage de 15000 ions de rayon
o ~ 100 pm crée a priori un champ électrique parasite moyen de quelques 0.4 V/cm. Un tel champ électrique
parasite peut étre responsable d’un élargissement de raie de prés de 150 MHz, comme on peut ’observer Fig.
5.7).
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permettant I'excitation depuis I'état 6ps/o. Dans ce cas, 'excitation est quasi instantanée et
donc non perturbée par la dynamique des ions. L’étude a été effectuée pour les deux états
24p3 /o et 25pg/9 avec des résultats assez similaires. Les résultats de I'étude concernant I'état
25p3 /o autour de la résonance de Forster (5.5) sont ici reportés. Dans cette expérience, le
nombre d’ions n’excéde pas 10000 alors que la densité d’atomes excités dans ’état Rydberg
est augmentée par un facteur ~ 3 (~ 650000 atomes sont excités par une impulsion du laser
pulsé avec une énergie proche de 100 uJ). L’amplitude des transferts d’excitation vers les
états 2bs et 26s quelques microsecondes aprés l'excitation par le laser pulsé est présentée
sur la figure 5.9 (b) pour différents champs électriques de part et d’autre de la résonance de
Forster. L’amplitude maximum du transfert d’excitation est obtenue pour un champ d’environ
44.08 V/em. L’'impulsion du laser Ti:Sa réalisant le creusement spectral est envoyée juste
aprés 'impulsion du laser pulsé. Elle est d’une durée de quelques 5 us et de puissance 200
mW. Les largeurs spectrales des trous de creusement spectral sont de presque 80 MHz, dues
principalement & I'impulsion longue du laser Ti:Sa (élargissement temporel).
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F1a. 5.8 — Creusement spectral des états 25p et 26s. L’excitation (pompage pulsé) est effectuée pour deux
champs électriques, de part et d’autre de la résonance de Forster 25p+ 25p — 265+ 25s ((a) 43.93 V/cm et (b)
44.13 V/cm). La fréquence du laser de dépompage (Ti:Sa) est rapportée & 0 au centre de la raie. Les signaux
p et s sont normalisés & un pour un signal avant dépompage.

Des décalages importants sont encore observés entre les positions centrales des raies de
creusement spectral d’atomes dans les états 26s et 25p3 /5 de part et d’autre de la résonance
de Forster. La figure 5.9 (a) donne les positions des raies de dépompage s et p autour de
la résonance de Forster (obtenue pour un champ électrique Fp=44.08 V/cm). Ce qu’on voit
apparaitre est qu’effectivement le creusement spectral de 1’état 26s semble étre efficace unique-
ment sur la partie répulsive du croisement évité par 'interaction dipdle-dipole & résonance de
Forster. Les spectres correspondant, tracés sur la figure 5.8, mettent en évidence un décalage
de presque 50 MHz & droite de la résonance de Forster. Ainsi, seul serait détecté I’état répulsif
|4+) d’une paire d’atomes, combinaison linéaire symétrique ou antisymétrique!® des états |pp)
et [ss’). Un ajustement a partir des données expérimentales du niveau d’énergie de I'état |+),
E, = %(1 +4/1+ %) avec A le décalage d’énergie entre les niveaux pp et ss’ dépendant

du champ électrique, permet de trouver une interaction de 'ordre de 15 MHz (cf Fig. 5.9 (a)).
Il est évidemment intéressant de se poser la question de la justification d’un tel ajustement. Si
la désexcitation d’une paire d’atomes excitée au départ dans I’état |+) était réalisée vers I’état
intermédiaire |¥;) = %(|75>|24p3 /2) + 124p32)|7s) comme cela a été suggéré au paragraphe

1O(Suivant langle entre l’axe internucléaire de la paire d’atomes et ’axe du champ électrique, I'état |+) est

soit symétrique, soit antisymétrique, de méme pour Iétat |—).
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Fi1G. 5.9 — (a) Positions des minima dans les spectres 26s et 26p (cf Fig. 5.8) pour différentes valeurs du
champ électrique de part et d’autre de la résonance de Foérster. La droite en trait plein est un ajustement
linéaire des positions de la raie 25p, les courbes en pointillé sont les courbes de potentiel Vi (F) et V_(F)
d’un modele de croisement évité a 2 niveaux (voir texte) permettant d’ajuster les positions des raies 26s sur la
partie répulsive. (b) Nombre d’atomes désexcités depuis I’état 26s relativement au nombre d’atomes désexcités
depuis I'état 25p en fonction du champ électrique.
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5.3.2.1, il est certain que le croisement serait observé de facon différente (I'état |U;) est en
effet sensible au décalage Stark, la fréquence de la transition |+) — |¥;) devrait augmenter
a droite de la résonance). Il est en fait probable que sur laile des champs forts de la réso-
nance de Forster, la détection de I’état |+) soit le fait d’une transition & deux photons vers
I'état fondamental |7s /o, 7s1/2). Ceci justifie d’ailleurs mieux a posteriori la nécessité expé-
rimentale d’utiliser de fortes puissances pour réaliser la détection. Le décalage spectral entre
les résonances de creusement spectral des états s et p ne dépend pas de la densité a droite
de la résonance de Forster, ce qui justifie le fait que nous mesurons le niveau d’énergie de
I'état |+) variant peu en champ électrique. Il n’est par contre pas possible de conclure pour la
désexcitation en présence d'un champ électrique F' < Fy mais il est possible (voire probable)
qu’elle soit effectuée & un photon vers 'état intermédiaire |¥;). Finalement, la mesure de 15
MHz n’est pas exactement la mesure de 'interaction possible entre deux atomes. Différentes
hypothéses seront étudiées pour donner 'explication du décalage d5,. Une des explications
donnée au paragraphe 5.3.3 est liée a la présence de forces dipolaires attractives. Lorsque
deux atomes sont excités dans 1'état de paire |—), ils exercent une force mutuelle attractive
qui les rapproche. Si les forces dipolaires sont suffisantes, elles pourraient amener les atomes
a collisionner. Un phénomeéne similaire a la prédissociation serait également possible avec un
couplage entre 1'état |—) et d’autres potentiels moléculaires lorsque les atomes sont suffisam-
ment rapprochés. L’état |+) est quant a lui répulsif et serait moins couplé a l’environnement
des autres états moléculaires. Une derniére hypothése est simplement que la non observation
de l'état |—) est peut étre seulement un probléme de détection. Avant de développer plus en
détail les différentes interprétations possibles, les évolutions temporelles du décalage et du
creusement spectral sont étudiées au paragraphe suivant.

Dynamique et cohérence de l’interaction dipole-dipoéle

Le décalage spectral observé par spectroscopie de creusement spectral suggére que nous
détectons ’état de paire |+) pour chaque paire d’atomes interagissant a résonance de Forster.
Cette étude peut en quelque sorte renseigner sur la cohérence locale du systéme complet
d’atomes. I est intéressant de savoir dans quelle mesure ces réactions de Forster (5.4) ou (5.5)
sont également réversibles, donc d’étudier la cohérence de ces réactions.

Les résultats expérimentaux des Fig. 5.10 et 5.11 montrent que cette cohérence est limitée.
Une premiére expérience est réalisée sur la résonance de Forster (5.4) avec le schéma d’im-
pulsions 5.2, dans lequel est utilisé un délai Atp variable entre I'impulsion de pompage PC
(durée Aty =300 ns et puissance Pr;sq, ~ 200 mW) et 'impulsion de désexcitation (durée Aty
= 1 us et puissance Pr;s, ~ 200 mW). La probabilité de désexcitation des atomes présents
dans les états s et s’ chute rapidement. Cette désexcitation devient quasiment inefficace aprés
un temps de 'ordre de 1 us. Ces résultats sont comparés & une expérience de pompage pulsé-
dépompage (cf Fig. 5.11) conduisant a une observation similaire pour la résonance de Forster
(5.5).

Une interprétation possible de cette expérience a été décrite en introduction de ce chapitre
lorsque nous avons présenté I'expérience [Anderson et al., 2002]. La cohérence de 'interaction
dipdle-dipole entre deux atomes proches a résonance de Forster est rapidement "détruite" par
les interactions avec ’environnement et notamment les réactions d’"échange" d’excitations
sp < ps et §'p — ps’ des produits s et s’ de la réaction (5.5) dans Uenvironnement des autres
atomes. La migration de des excitations s et s’ & travers tout I’échantillon rend probablement le
recouplage vers I'état ¥, beaucoup moins efficace et peut expliquer les temps rapides de perte
de cohérence. Nous développons ce point au paragraphe 5.3.3 ot nous discutons notamment le
fait que les forces répulsives ne jouent qu'un réle mineur lorsqu’une paire d’atomes est excitée
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dans I’état de paire répulsif. Une question est de savoir si le terme "étude de cohérence" est
bien adapté dans notre expérience. En effet, le systéme de deux atomes proches est cohérent
tant que la population oscille entre les états pp et ss’ pour une excitation initiale dans I’état pp
[Robicheaux et al., 2004]. Si 'état |—) est couplé a d’autres états moléculaires, les oscillations
ne sont plus possibles et le systéme a normalement complétement perdu sa cohérence bien que
nous puissions encore désexciter les paires d’atomes dans 1'état |+). Nous verrons cependant
dans la section 5.3.3 que la non observation de I'état |—) est peut étre seulement un probléme
de détection. Dans ces conditions, on peut dire que la décroissance observée du signal de
désexcitation de l'état |+) renseigne sur la cohérence locale de chaque paire (bien qu’elle
ne soit pas une étude proprement dit de la cohérence, au sens ou nous n’étudions pas les
oscillations de Rabi possibles entre les populations dans les états ss’ et pp pour une paire
d’atome donnée).
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F1c. 5.10 — Dépendance temporelle de I'efficacité de dépompage de 1’état 25s & résonance de Forster (I’état
25s est un produit de la réaction 24p 4+ 24p — 24s + 25s, résonante pour F=59.11 V /cm). Le dépompage est
réalisé suivant les schémas des Fig. 5.1 et 5.2. Le temps d’excitation avec le laser Ti:Sa est At; = 300 ns, le
temps de dépompage Atz = 1 ps. Le délai At, entre les deux impulsions de pompage-dépompage est variable.

Il est finalement raisonnable d’affirmer que la désexcitation des états ns et (n+1)s a permis
de mettre en évidence Iétat |[+) du croisement évité a résonance de Forster. La possibilité d’une
désexcitation efficace de l'état |+) est rapidement perdue et cela semble étre une signature de
la cohérence du systéme. Cependant, l'interprétation exacte de ces expériences n’a toujours
pas été donnée. Dans le paragraphe suivant, nous analysons les divers mécanismes pouvant
rendre compte des résultats obtenus.

5.3.3 Interprétations : forces et environnement

Détection et suivi adiabatique

Pour interpréter tous ces résultats, différentes hypothéses doivent étre étudiées, dont no-
tamment les réles possibles de la détection par ionisation par champ électrique. Pour une paire
d’atomes a résonance de Forster, le suivi des niveaux lorsqu’on applique une rampe de champ
électrique nécessaire & l'ionisation par champ pour la détection est plus ou moins diabatique
ou adiabatique (cf Fig. 5.12). S’il y avait un suivi essentiellement diabatique des niveaux, les
signaux détectés s et p proviendraient directement des états ss’ et pp. Par contre, si le suivi
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F1G. 5.11 — Evolution temporelle de 'amplitude de dépompage aprés excitation suivant les deux schémas
décrits Fig. 5.1 et 5.5 (des états 25p et 24p respectivement). Comme sur la Fig. 5.10, Le délai At, entre
les deux impulsions de pompage-dépompage est variable. La diminution de 'amplitude de dépompage (donc
Pefficacité de dépompage) diminue rapidement lorsque le délai entre les deux impulsions augmente (I'amplitude
de dépompage est plus faible dans le cas de Iexcitation pulsée, car les deux états |m;| = 1/2 et |m;| = 3/2
sont excités simultanément, mais seul ’état |m;| = 1/2 est désexcité par le laser Ti:Sa.
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F1G. 5.12 — Schéma du croisement évité de la résonance de Forster de 1’état 25p3/2. On reconnait les états
non perturbés |ns(n + 1)s) et |nps/onps/2) ainsi que les nouveaux états propres en présence d’interaction
dipole-dipdle, |+) et |—). Les fleches pleines indiquent que le suivi du croisement est diabatique au cours de
I'ionisation. Les fléches en tiretés indiquent le suivi adiabatique du croisement.
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était essentiellement adiabatique, les signaux s et s’ détectés proviendraient uniquement de
I'état |+), le signal p provenant de I’état |—). Avec cette derniére hypothése, 'état |—) serait
éventuellement desexcité, mais cette désexcitation ne serait pas observée pour le signal s dé-
tecté. Il est notable que deux atomes excités sur 1’état |—) tendent a se rapprocher sous effet
d’une force dipolaire attractive. L’option d’un passage adiabatique lors de la détection doit
donc étre envisagée sérieusement. Les résultats d’un calcul assez simple sont présentés dans
le paragraphe ci-dessous. Il est montré qu’aprés un certain temps, quelques microsecondes, un
certain nombre de paires d’atomes (notamment celles qui sont initialement assez proches pour
contribuer de fagcon importante aux signaux s et s’ ) sont suffisamment rapprochées pour que le
couplage dipdle-dipole entre ces paires d’atomes proches permettent un passage adiabatique
du croisement évité. Une subtilité également discutée dans la note 12 est le fait que I'état
d’une paire d’atomes juste aprés l'excitation est une superposition cohérente des états |+) et
).

Expérimentalement, le champ électrique d’ionisation est balayé assez lentement & travers le croisement
évité de la résonance de Forster. Le champ électrique d’ionisation utilisé varie lentement au départ, de la forme
F(t) = b(e'/™ — 1) avec une pente a lorigine de b/to = 100 V/cm/us (et to = 1 us) pour la détection de I’état

tll

24p3 /o par exemple. Un calcul Landau-Zener exact’" montre que la "transition" entre passage diabatique et

passage adiabatique a lieu lorsque l'interaction atteint quelques 10 MHz pour une excitation & résonance de
Forster (ce calcul ne tient pas compte du mouvement des atomes au cours de l'ionisation par champ). Pour
une excitation sur l’aile droite de la résonance de Forster, le signal provient en grande partie de 'état |+).
Par contre, pour une excitation a gauche de la résonance de Forster, la non observation de 1’état |—) nécessite
une plus grande interaction, plus de 20 MHz au moins (le facteur déterminant est la vitesse a laquelle est
traversé le croisement évité da a l'interaction dipole-dipole). Pour I'étude en excitation pulsée de la résonance
de Forster de I’état 25p3 /2, la densité atomique est de I'ordre de ~ 6.5 x 10° aut/cmf3 (cette densité correspond
a 'excitation de 600000 atomes par le laser pulsé dont le waist au niveau du PMO est supposé étre de 250 pm).
Les atomes sont alors séparés en moyenne par la distance ~ 0.9Rg ~ 3 um ou Ry est le rayon de Wigner-Seitz.
L’interaction possible entre atomes séparés par la distance internucléaire moyenne n’excéde donc pas 2 MHz,
méme & résonance de Forster pour I'état 25p3/,. Cependant, des paires trés proches peuvent étre excitées avec
la méthode d’excitation pulsée. Pour des atomes séparés de seulement 1 pm, cette interaction est voisine de
W(R) ~ % ~ 75 MHz. Bien sir, juste aprés ’excitation, trés peu d’atomes ont un plus proche voisin
situé & une si petite distance : seuls 2.5 % d’entre eux.

Cela suggeére cependant de considérer de fagon attentive l'effet des forces dipolaires. Les forces dipolaires
tendent a rapprocher deux atomes proches excités dans 1’état de paire |—) attractif alors que par contre l'in-
teraction est répulsive pour une excitation sur ’état |+). Des paires d’atomes excités sur Pétat attractif a
gauche de la résonance de Forster pourraient ainsi avoir tendance & passer plus adiabatiquement le croisement
évité que des paires excitées sur I'état répulsif. Une étude des forces dipolaires a résonance de Forster (pour
I'état 23ps/2) a déja été réalisée dans larticle [Fioretti et al., 1999]. Cet article fait état d’une variation forte
du nombre d’atomes s détectés pour des excitations sur la branche répulsive ou sur la branche attractive. Les
ordres de grandeur des temps de collision sous ’effet des forces dipolaires ont été évalués au chapitre 4.4.5 pour
interpréter les collisions ionisantes observées lorsque 1’état de paire attractif est excité. Une différence impor-
tante dans I'expérience décrite dans cette section est la possibilité d’exciter des paires trés proches fortement
couplées par l'interaction dipdle et réagissant donc quasiment instantanément. Nous reprenons exactement le

méme calcul’® en considérant ’état 25p; /2 au voisinage de résonance de Forster. Pour une excitation & réso-

1T e résultat varie de facon importante par rapport au calcul habituel de la probabilité de passage & travers
un croisement évité (cf formule (1.31)), lorsque le champ électrique "de départ" est proche du champ électrique
de la résonance de Forster. Pour calculer la probabilité de transition, nous utilisons simplement le résultat de
larticle [Rubbmark et al., 1981].

12Rappelons le calcul d’un ordre de grandeur du temps de déplacement sous 1’effet des forces dipolaires. v(R)
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nance de Forster, on trouve avec ce calcul que des paires d’atomes séparées par une distance d’environ 3 pym au
départ se retrouvent séparées de 1.7 um aprés 5 us, I'interaction étant alors de quelques 15 MHz. Ce temps est
plutot de 8 us si le champ électrique est de 0.06 V/cm plus faible que le champ de la résonance de Forster. 11
est fort bien possible que les forces dipolaires empéchent dans une certaine mesure l'observation de l'état |—),
d’autant que la détection n’est réalisée qu’apreés plus de 5 us dans I'expérience de spectroscopie par creusement
spectral aprés excitation pulsée. La question peut se poser également pour des paires d’atomes excitées sur
létat répulsif |[4). Deux atomes séparés initialement de 1.7 ym a 2.7 um se retrouvent a une distance de 'ordre
de 3 pum aprés environ 5 us. Les atomes s’éloignent donc relativement lentement 'un de Pautre (’accélération
due a la force répulsive diminue rapidement & mesure que les atomes s’éloignent), cela affecte nécessairement
moins la détection.

La méthode de détection des atomes par ionisation par champ électrique est potentiel-
lement une bonne raison pour observer de fagon prépondérante la composante |+) de l'état
ss’ pour un certain nombre de paires d’atomes. Cette explication semble cependant trop ra-
dicale car il est probable que toutes les paires ne suivent pas toutes un chemin adiabatique
lors de l'ionisation. Un calcul plus complet devrait étre entrepris pour déterminer l'effet exact
des forces dipolaires pendant la détection'®. On peut imaginer que la non mise en évidence
de l'état |—) pourrait étre liée aussi & un mélange des niveaux s et p avec les niveaux de la
multiplicité, hypothése que nous étudions au paragraphe suivant.

Mélange avec des états de n et [ différents
Les temps de collision entre atomes restent relativement longs, plusieurs microsecondes

est la vitesse relative du mouvement entre les deux atomes séparés d’une distance R:

o(R) = §|U(R> — U(Ro)| (5.8)

ol Ry est 'espacement internucléaire de départ, u = T£= est la masse relative des deux atomes et U(R) =

V2pspugr,
R3

2
% 1+4/1+ (W(R)> pour l’état attractif, avec W(R) ~ . Le temps nécessaire pour que la

A2
distance interatomique entre les deux atomes passe de Ro & Ry est :

Ry
T(Rf):/RO R (5.9)

Le mouvement des atomes sous ’effet des forces dipolaires doit en fait étre décrit de maniére plus rigoureuse et
bien tenir compte des conditions initiales, notamment lorsque 1'état initial est une superposition des états |+)
et |—). Pour une excitation a résonance de Forster, ’état du systéme peut s’écrire en premiére approximation :

U(R,t) = %(m(R, B)+) + (R, 1)]=)) (5.10)

ou |+) = ig(|pp> + |ss’)). L’état du systéme ¥ (t) est une superposition des deux états possibles, attractifs ou
répulsifs. Chacune des composantes V4 vérifie séparément :

OV 4 P?

—— = |=—xW| V(R 5.11

25 = | = W] s (5.11)
ol }Qj—i est le hamiltonien d’énergie cinétique. La probabilité de détecter 1'état ss’ est P, (t) = %(1 +

Re[(¥4(t)|T_(t))). Alors que le paquet d’onde se localise en deux positions distinctes de 1’espace, le recouvre-
ment entre les deux composantes (U (¢)|¥_(t)) devient nul au cours du temps. Dans la limite des faibles mou-
vements ¥_(R,t) et W4 (R,t) sont indépendants de R mais ceci n’est pas notre cas [Robicheaux et al., 2004].

131’étude devrait ajouter des effets & N corps. Nous avons notamment vu que ’ajout d’un troisiéme atome
élargit le croisement évité par I'interaction dipéle-dipole et que les couplages d’échange sp «+ ps’ introduisent
d’autres croisements évités (cf section 1.3.4.2).
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pour la majeur partie des paires d’atomes et il n’est pas évident que les forces dipolaires
attractives puissent conduire & une collision. Aucun ion issu de collision n’a en particulier pu
étre observé. Une redistribution vers d’autres états n'l’ que ceux excités au départ n’a pas non
plus été observée. On aurait pu penser a un couplage de 'état de paire |—) a d’autres états
moléculaires attractifs ou répulsifs. Notamment, on peut par exemple imaginer des couplages
entre les composantes ss’ et pp de 'état |—) avec des états du type |n'l’,n”1”) responsable
d’un mélange de [ et d’'un mélange de n (ceci est possible car les niveaux 25s et 26s sont
situés a l'intérieur des multiplicités d’états n = 28 et n = 29 respectivement'?). D’autres
couplages moléculaires sont également possibles. Une interprétation des transferts d’excitation
(hors des situations résonantes) a par exemple été donnée en termes de mouvement dans des
potentiels couplés!® [Zanon et al., 2002, de Oliveira et al., 2003]. A résonance de Forster, les
mouvements attractifs induits par les forces dipolaires sont assez rapides pour rapprocher
les atomes et pour que les couplages avec d’autres états moléculaires soient possibles. Une
description compléte des niveaux moléculaires et des couplages possibles devrait étre entreprise
pour déterminer les possibilités de tels couplages.

Quelques particularités des états moléculaires a résonance de Forster ne sont pas & exclure
non plus, par exemple liées a la présence du couplage Stark npsz ,—nds /5 et donc de I'interaction
dipole-dipéle en champ électrique. Cependant, I'effet reste faible et n’a probablement pas de
lien propre avec les observations expérimentales de ce chapitre!©.

Forces dipolaires et migration de I’excitation

Le phénomeéne de diffusion des excitation s et s’ restreint probablement l'interprétation
a deux corps que nous avons donnée pour expliquer par exemple I'influence possible de la
détection sur I'observation du décalage spectral ds,. Nous savons en effet que les réactions de
migration sp — ps et ps’ — s’p sont importantes notamment sur les ailes de la résonance parce
qu’elles sont résonantes quelque soit le champ électrique et permettent ainsi une diffusion ra-
pide des produits de la réaction de transfert pp — ss’ d’une paire d’atomes proches. Retournée
a l’état pp aprés diffusion, cette paire d’atomes réagit a nouveau rapidement. Finalement, le
transfert d’excitation au sein d’un gaz d’atomes de Rydberg est efficace sur une grande plage
de champs électriques autour de la résonance de Forster!”. Aprés diffusion, les excitations s

“Pour le champ électrique autour de résonance de Forster (F=44.06 V/cm), les états s traversent les
multiplicités (cf par exemple le diagramme Stark 1.3), chaque croisement est légérement évité car [ n’est pas
un bon nombre quantique en champ électrique. La spectroscopie des premiers croisements a été effectuée par
les auteurs de larticle [Nosbaum et al., 1995] pour les états n =24, 25 et 26 du césium.

5De la méme fagon, de tels couplages permettent de comprendre les collisions avec changement de structure
fine dans les piéges magnéto-optique [Gallagher and Pritchard, 1989]. Les potentiels & trés longue distance
[Boisseau et al., 2002, Singer et al., 2005] dont le terme attractif est en %}% permettent de comprendre les
transferts observés (par exemple pour des collisions du type pp — ss’ étudiées trés loin des résonances de
Forster). A chaque vibration du systéme dans le potentiel a longue distance, la molécule a une certaine
probabilité de changer d’états moléculaire.

6De fait, les résonances de Forster étudiées dans ce chapitre sont obtenues pour un couplage Stark caractérisé
par un paramétre tan” @ de Pordre de un (voir la définition au paragraphe 1.3.2.1). Le couplage correspondant

2 2
Hpq(1—3cos” ©) . . s . . s .
Wp ~ %W’T, modifie quelque peu le croisement évité. Suivant angle ©, le croisement évité est soit

légérement déplacé vers les champs électriques faibles, soit déplacé vers les champs électriques élevés.

"Une question pourrait étre de savoir si le transfert d’excitation peut étre plus efficace lorsque les paires
d’atomes sont excités dans I’état |+) que dans ’état |—). Les forces dipolaires répulsives permettent dans une
certaine mesure un couplage plus fort & 'environnement. Cependant, il a déja été mentionné au paragraphe
5.3.3 que les mouvements de répulsion restent limitées et de fait ne jouent probablement qu’un réle limité a
temps courts (le transfert d’excitation est effectif durant les 500 premiéres nanosecondes). La composante |—)
de I'état de paire excité pourrait étre couplé a d’autres potentiels, pouvant par cet effet limiter ainsi 'efficacité
de diffusion, mais la encore les temps de transfert sont trop courts pour que cela puisse vraiment avoir un effet.
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et s’ n’appartiennent pas forcément a un état de paire mais peuvent étre délocalisées sur un
grand ensemble d’atomes. Il est ainsi probable!® que la diffusion soit a 'origine de la perte
rapide de la possibilité d’observer I'état |+) sur la figure 5.11. Alors que les excitations s et s’
sont diffusées dans I’échantillon, leur désexcitation laser est beaucoup plus difficile, I'état de
paire sp n’étant pas couplé a I’état intermédiaire de désexcitation.

Comparaison avec ’excitation continue haute résolution

Au chapitre 4.4.1.1 (notamment en page 192), il avait été spécifié que pour une excitation
laser & haute résolution (schéma d’excitation a 3 couleurs), le décalage spectral dy), était faible
(positif a gauche de la résonance de Forster, négatif & droite), & temps courts. Le décalage Jp
reste identique en excitation continue avec un long délai entre excitation et détection pour la
résonance de Forster 38p3/o. Les décalages a temps courts pour 'excitation de I'état 25p3 /o
au voisinage de résonance de Forster sont également différents de ce qui a été présenté dans
le paragraphe précédent. Ceci est raisonnable pour une excitation haute résolution. Pour un
champ plus petit que le champ électrique de la résonance de Forster, seul I'état |[+) est excité.
Pour un champ plus élevé, seul 'état |—). Il avait par contre été noté que la raie d’excitation s
en champ électrique était asymétrique du coté de 1'état |+). Nous pouvons tout a fait suggérer
que cet effet est similaire a celui observé dans ce chapitre. L’asymétrie pourrait étre notamment
due a la détection, des paires d’atomes excités dans I’état |—) loin sur l'aile droite (champs
forts) de la résonance de Forster ayant peu de chance d’étre détectées. Les études présentées
dans ce chapitre utilisent des excitations soit élargies par la présence des ions et par puissance
pour ce qui est le 'excitation PC, soit simplement large bande pour ce qui est de I’excitation
pulsée. Ceci explique que les états |[+) et |—) sont tous deux accessibles a l'excitation hors
résonance et qu’on puisse observer 'état |+) sur laile des champs forts des résonances de
Forster.

Remarque concernant la présence d’un décalage a ’excitation

Dans ce paragraphe, nous essayons d’évaluer la dynamique des ions pour montrer qu’elle
n’est pas responsable des observations précédentes dans le cas de lexcitation PC (cf Fig.
5.1). Précisons auparavant que ces ions ne sont pas impliqués dans 'observation du décalage
spectral d 4, par spectroscopie de creusement spectral observé dans le cas de I'excitation pulsée.
En effet, le décalage spectral dg, est "quasiment" indépendant du délai entre 'excitation et la
désexcitation par le laser Ti:Sa pour une excitation a résonance de Forster (seul I'état |[4) étant
détecté), alors que le nuage d’ions quitte rapidement la zone d’interaction avec les atomes!?.
Il est par ailleurs indépendant de la densité pour une excitation sur ’aile des champs élevés de
la résonance de Forster, ce qui confirme bien qu’on observe 'état |+) (le décalage dp, est alors
principalement déterminé par la différences d’énergie entre les niveaux ss’ et pp). Par ailleurs,
la présence des ions ne permettrait pas de comprendre la "disparition" de I’état |—) dans le
processus de creusement spectral. L’excitation est en effet instantanée en excitation pulsée
(avec un nombre d’ions moindre que dans les expériences avec excitation pulsé-continue) et
I’état excité au départ est I’état pp pour une paire d’atomes, superposition cohérente des états
|+) et |—). L’état |—) devrait étre observé, notamment a résonance de Forster et a gauche de
la résonance de Forster, 14 ol son énergie dépend peu du champ électrique statique et donc
peu d’un éventuel champ électrique parasite.

8T,a méme conclusion est obtenue dans I’article [Robicheaux et al., 2004].
9T e décalage dsp est identique plus d’une microseconde aprés 'excitation pulsée. Cette étude a été réalisée
avec I’état 25p3 /o 4 44.03 V/cm, donc sur la résonance de Forster.
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Les ions sont cependant présents a l'excitation dans le schéma d’excitation PC (cf Fig.
5.1). et il peut étre intéressant d’observer leur effet au voisinage d’une résonance de Forster.
C’est ce que nous nous proposons de faire dans ce paragraphe. La dynamique du transfert
d’excitation a été étudiée au paragraphe 5.3.1 en comparant les amplitudes maximales des
raies d’excitation correspondant aux signaux s et p lorsque la fréquence du laser Ti:Sa est
balayée. Nous revenons dans ce paragraphe sur cette expérience consistant & réaliser une
excitation vers 'état 24ps3/, suivant le schéma d’excitation PC (impulsion d’excitation de 300
ns avec le laser Ti:Sa). Un léger décalage spectral (Jsp) est en fait présent entre les positions
centrales des raies d’excitation s et p. Ce décalage varie au cours du temps en fonction du
délai entre excitation et détection : quasi nul pour une excitation & temps cours a résonance de
Forster (Fy=>59.11 V/cm pour I'état 24ps /2), le décalage augmente rapidement pour atteindre
5 MHz aprés une microseconde sur la figure 5.13(a). Autrement dit les spectres d’excitation s
se décalent vers le bleu des spectres d’excitation p.

Sur 'aile des champs faibles de la résonance de Forster (gauche), le décalage est négatif a
temps courts (vers le rouge des spectres d’excitation p) mais progressivement les spectres se
décalent vers le bleu. Sur 'aile droite de la résonance de Forster (champs forts), le décalage
est positif a temps courts, il reste positif et semble méme augmenter a temps plus longs. Les
positions des fréquences de résonance des spectres d’excitation 24s et 24p3/, sont reportées en
fonction du champ électrique autour de la résonance de Forster de 'état 24p3 o sur la figure
5.13(b). Le délai entre excitation et détection est de 1 us. On peut remarquer la dissymétrie
des décalages d), de part et d’autre de la résonance de Forster (Fy = 59.11 V/cm). On notera
aussi le fait que le décalage est trés différent de celui obtenu par la technique de creusement
spectral dans le cas de I'excitation pulsée (cf Fig. 5.11).

7
6 En —m—signal 24p,,,
§ ] \/%\$/$ E —8 —*— signal 24s
= % _(‘,,f 12608.026 /J\l\ I
Y = =N
> £ 12608.0251 I N
3 o \‘\;\H\u
8 § 12608024 e lnd
e .024 4 Hﬁ ™~
g LN
I
, i , , 12608.0231___ . . .
0 2 4 6 8 59.0 59.1 59.2 59.3
Temps entre excitation et détection (us) Champ électrique (V/cm)

(a) Décalage spectral entre les positions centrales (b) Décalage spectral entre les positions centrales des
des raies d’excitation 24s et 24p3,, aprés un délai raies d’excitation 24s et 24p3/, aprés un délai d’une mi-
variable entre ’excitation laser et la détection. Cette croseconde entre 'excitation laser et la détection pour
étude est réalisée a résonance de Forster (Fo=>59.11 différents champs électriques.

V/cm) avec le schéma d’excitation pulsé-continu

(voir texte).

F1G. 5.13 — Analyse des spectres d’excitation pulsée-continue de I’état 24p3 /3.

La présence du nuage d’ions créés par photoionisation avec la premiére impulsion du laser a colorant pulsé

pourrait étre & lorigine du décalage spectral observé ici, notamment en raison de leur dynamique pendant



5.4 Conclusion 237

’excitation. De 10000 & 50000 ions sont créés lors de cette expériences?’. Le nuage d’ions se déplace dans
la direction du champ électrique statique et crée un champ électrique parasite, qui rapidement s’oppose au
champ électrique statique (voir Fig. 3.8 et les études du chapitre 3). A temps courts, i. e. lorsque le nuage
d’ions ne s’est pas encore déplacé, le champ inhomogéne créé par les ions permet une excitation vers le rouge
de la transition 7s — 24p; /> (champ électrique parasite dans le méme sens que le champ électrique statique au
départ) , ceci ne concernant que les atomes situés a droite dans le PMO sur la figure 3.8. Pour une excitation
a gauche de la résonance de Forster (i. e. en présence d’un champ électrique statique F' vérifiant F' < Fp), ces
atomes voient de fait un champ électrique décalé vers le champ électrique Fy correspondant & la résonance de
Forster. Un transfert d’excitation rapide vers les états s et s’ peut avoir lieu & temps courts pour une excitation
vers le rouge de la transition 7s — 24p3,5. Ensuite, & mesure que le nuage d’ions s’¢loigne, 'excitation dans
I'état p devient prépondérante vers le bleu de la transition 7s — 24ps,,. Le nombre d’atomes p excités étant
plus important pour une excitation vers le bleu de la transition 7s — 24ps,5, le taux de transfert d’excitation
est finalement beaucoup plus important pour une excitation vers le bleu que vers le rouge. Ceci explique en
partie pourquoi le transfert d’excitation vers les états s et s’ se décale ensuite vers le bleu en "rejoignant" le
maximum d’excitation p. Le méme raisonnement peut étre tenu pour une excitation & droite de la résonance
de Forster (champ électrique statique F vérifiant F' < Fp). Le transfert a lieu vers le bleu de la transition
7s — 24p3 )5, i.e lorsque le champ parasite est suffisant pour mettre le champ électrique total & résonance. On
comprend donc les transferts d’excitation vers le rouge (cette excitation permet seulement de faibles taux de
transfert car le nuage d’ions s’éloigne rapidement du PMO) a gauche de la résonance de Forster a temps courts
et vers le bleu a droite de la résonance. Le spectre de I’état s rejoint ensuite ’état p a gauche de la résonance
alors qu’il reste fortement décalé vers le bleu & droite de la résonance. Il reste & expliquer pourquoi & résonance
de Forster le décalage dsp ne reste pas nul (cf Fig. 5.13(b)). La raie d’excitation p se décale vers le bleu au
cours de l'excitation et la raie d’excitation s devrait sans doute tout au plus "suivre" la raie d’excitation p.
Une possibilité est que le champ parasite créé par les ions, opposé au champ statique permet une excitation
prépondérante vers I’état |+) en permettant une excitation vers le bleu des spectres de 1’état p. Ceci reste une
hypothése et demanderait une plus grande investigation.

Ces observations pourraient sembler apporter un peu de confusion pour l'intréprétation
des résultats dans le cas de 'excitation pulsée-continue (cf Fig. 5.1). En fait, elles ne modifient
pas les résultats obtenus par spectroscopie de creusement spectral car les ordres de grandeur
des décalages spectraux sont ici beaucoup plus petits. Pour I'excitation pulsé-continu, le creu-
sement spectral de I'état 24p3 o est tres fin spectralement?! (cf Fig. 5.7). Ceci plaide pour le
fait que le creusement n’est efficace que lorsque le champ électrique est quasiment nul, a la
fois a l’excitation et a la désexcitation. La question ne se pose pas pour 'excitation pulsée (cf
Fig. 5.5), comme nous l’avons indiqué en introduction de ce paragraphe.

5.4 Conclusion

C’est par une méthode de spectroscopie originale par creusement spectral qu’il a pu étre
observé la possibilité de désexciter par laser les atomes dans les états ns et (n + 1)s produits
a résonance de Forster (réaction npgjonps, — ns(n + 1)s), vers I'état 7s fortement lié. Les
observations expérimentales ont permis d’interpréter la désexcitation des états ns et (n+1)s
comme étant due a une transition & deux photons depuis 1'état de paire |+), combinaison
linéaire des états pp et ss’. Ceci fournit dans une certaine mesure une preuve de la réversibilité
de la réaction pp < ss’. L’état de paire |[+) uniquement observé correspond a un état répulsif

20Ce nombre varie beaucoup suivant les expériences en raison de la faible durée de vie du colorant utilisé
pour le laser pulsé

21Le creusement spectral de Détat 24s est plutot présent du coté rouge de raie d’excitation 24ps /2, elle-méme
asymétrique vers le bleu en raison de la dynamique des ions pendant ’excitation.
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n’induisant cependant qu'un faible mouvement répulsif entre les deux atomes d’une paire
d’atomes pendant les temps caractéristiques de cette expérience, i.e. quelques microsecondes.
La possibilité de désexcitation de 1'état de paire |+) est cependant limitée & ~ 1 us. Une
explication provient des processus de migration & N corps étant a l'origine de la "dilution"
des excitations ns et (n+ 1)s dans environnement des autres atomes, et nous avons donc pu
mesurer un temps de "vie" de I’état |[4) dans I'environnement des autres atomes. La question
se pose de la mesure du temps de cohérence du systéme d’une paire d’atomes car 'état |—)
n’est pas observé. La non observation de I'état |—) peut étre interprétée de maniére subtile en
considérant le suivi plus ou moins adiabiatique du croisement évité de la résonance de Forster
lors de l'ionisation par champ électrique. On peut préférer aussi '’hypothése du l-mixing des
états ns et (n+1)s possible au cours d’une collision permettant le couplage de nombreux états
moléculaires. En information quantique, l'utilisation de méthodes dans lesquelles les atomes
de Rydberg sont excités pendant un temps trés court, voire non excités comme dans le modéle
de porte quantique utilisant le blocage dipolaire [Jaksch et al., 2000] seront probablement
nécessaires. Cette expérience ouvre beaucoup d’hypothéses qu’il serait trés intéressant de
tester dans des expériences futures. Cependant, les résultats obtenus traduisent d’ores et déja
I’évanescence de la cohérence d’un systéme quantique en contact avec son environnement.



Chapitre 6

Frontiére entre gaz de Rydberg et
Plasmas ultra-froids

6.1 Introduction : un nouveau champ d’études

La photoionisation d’un nuage d’atomes froids telle qu’elle a été présentée au chapitre 3.1
permet de réaliser des plasmas quasi-neutres a trés basses températures [Killian et al., 1999].
Le plasma se forme lorsque la charge d’espace créée par les ions est suffisante pour piéger
les électrons, qui sinon s’échappent trés rapidement de la zone du PMO aprés 'ionisation
(cf chapitre 3.2.4). Pour une excitation au voisinage du seuil d’ionisation, la température des
électrons est proche de 0 K et celle des ions, quelques centaines de microkelvin, est déter-
minée par la température des atomes avant photoionisation. Un des enjeux de tels plasmas
est d’obtenir un régime fortement corrélé. Les corrélations en position (ions-ions, électrons-
électrons) se développent au sein d’un plasma lorsque I’énergie cinétique des charges (ions ou
électrons) devient plus faible que I'énergie potentielle d’interaction entre deux plus proches
voisins. Elles sont ainsi caractérisées par le paramétre de Coulomb I'e (respectivement T';),
proportionnel au rapport entre I’énergie potentielle d’interaction et 1’énergie d’agitation ther-
mique, . = €2/a kT, (respectivement T; = e2/a;kT}), aje)étant le rayon de Wigner-Seitz
mettent d’atteindre un réggime de forte corrélation caractérisé par la formation d’un cristal de
Wigner [Diedrich et al., 1987|, mais ceci concerne uniquement des plasmas a une composante
(OCP), donc non neutres.

relié a la densité n; via éﬂaf’(e)ni(e) = 1. Les ions dans les piéges de Paul ou de Penning per-

La Fig. 6.1 montre les délimitations entre les différents plasmas existant dans la nature ou
créés en laboratoire et les traitements théoriques adaptés a leur comportement. Les plasmas
obtenus par décharge, ionisation laser (a4 température ambiante)... sont bien décrits classi-
quement sans prendre en compte les corrélations [Delcroix and Bers, 1994] (I'.; << 1). Les
plasmas dégénérés tels que les plasmas au centre des étoiles sont extrémement denses et né-
cessitent une description quantique (fonctions d’onde délocalisées comme celles qu'on peut
rencontrer dans les métaux). Ils sont encore mal connus. Les plasmas corrélés sont suffisam-
ment dilués pour étre décrits par les équations de 'hydrodynamique classique mais en tenant
compte des corrélations. Bien que les plasmas ultra-froids soient de bons candidats & ’obser-
vation de fortes corrélations, les corrélations observées jusqu’a présent restent faibles (I'; ~ 1
dans la référence [Chen et al., 2004, Pohl et al., 2005])

Un refroidissement supplémentaire du plasma s’avére nécessaire car de nombreuses expé-
riences utilisant au départ des atomes refroidis par laser ont mis en évidence des phénomeénes
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Plasmas relativistes
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F1G. 6.1 — Classsification de différents plasmas suivant la température des électrons et leur densité. Les
plasmas usuels sont des plasmas dit "cinétiques" bien décrits par des équations de I’hydrodynamique classique
sans prise en compte des corrélations. Au contraire, les plasmas ultra-froids sont a la limite du régime fortement
couplé ou corrélé.

de chauffage des ions et des électrons qui empéchent d’atteindre le régime de fortes cor-
rélations. L’expansion rapide des plasmas sous l'effet de la pression cinétique des électrons
dénote une augmentation rapide de la température des électrons [Kulin et al., 2000]. Pour
une température initialement proche de 0 K, la température atteint rapidement plus de 10
K [Roberts et al., 2004, Vanhaecke et al., 2005]. Les études théoriques ont soulevé deux phé-
nomeénes principaux. Aprés la photoionisation, les porteurs de charge perdent une énergie
potentielle de I'ordre de e?/ ae(;) alors qu'ils tendent & se corréler en position. Ceci est da
au fait que la distribution spatiale des ions et des électrons est stochastique juste aprés la
photoionisation. Cette énergie est convertie en énergie cinétique et conduit a un chauffage in-
trinséque rapide en une dizaine de nanosecondes pour les électrons et en quelques centaines de
nanosecondes pour les ions [Kuzmin and O’Neil, 2002b, Robicheaux and Hanson, 2002]. Un
chauffage a temps plus long (& 1’échelle de la microseconde) provient des recombinaisons a
trois corps :

Cst+e +e —Cs*+e” (6.1)

Par ce mécanisme, lors de la recombinaison d’un des électrons avec l'ion en un atome
de Rydberg, le deuxiéme électron acquiert l’excés d’énergie. Les recombinaisons a 3 corps
augmentent principalement la température des électrons [Robicheaux and Hanson, 2002].
Un tel phénomeéne est relativement probable et a été observé expérimentalement par
[Killian et al., 2001] ainsi que dans la référence [Li et al., 2004]. L'importance des collisions
a trois corps avait été noté au cours d’une expérience infructueuse visant a observer un régime
de corrélations par refroidissement cryogénique d’un plasma |[Delpech and Gauthier, 1972].

L’échauffement des électrons & temps trés court fait que rapidement les corrélations
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électrons-électrons sont négligeables. Les corrélations ions-ions' sont cependant & prendre

en compte pour décrire correctement 1'évolution du systéme [Pohl et al., 2004a]. Différentes
études théoriques concernant les plasmas corrélés discutent de la possibilité d’obtenir une
transition de phase vers un cristal de Coulomb lorsque les corrélations ions-ions deviennent
importantes. Pour un plasma neutre dans lequel les électrons sont en équilibre thermody-
namique, la densité d’électrons dans le plasma est de la forme n.(7) = neo e~ ?(M/KTe oy
¢(7) est un potentiel électrostatique local écranté par la charge des électrons vérifiant loca-

lement autour d’un ion ¢(r) = L—e "/ avec \g = 1/% la longueur d’écran de Debye
efe

4eq

[Delcroix and Bers, 1994].

Dans ces conditions, la transition de phase fluide-solide vers un cristal de Coulomb s’opére
pour I'; &~ 174 lorsque le paramétre a;/\g — 0 [Hamaguchi et al., 1997, Pohl et al., 2004¢|. Le
diagramme de phase dans le plan (a;/\g,I';) extrait de [Hamaguchi et al., 1997] est reproduit
sur la figure 6.2. Dans [Pohl et al., 2004c|, il est montré que la prise en compte exacte des
corrélations, de la dynamique des ions (plasma hors ’équilibre) et que le plasma est non
neutre montre que cette transition pourrait s’opérer pour I'; ~ 1000 [Pohl et al., 2004c| dans
les conditions expérimentales des plasmas ultra-froids.
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Fi1G. 6.2 — Diagramme de phase fluide-solide pour un plasma, extrait de [Hamaguchi et al., 1997]. En référence
au texte : a = a; et kK = k;. [Hamaguchi et al., 1997]| s’applique au cas de particules de poussiéres chargées
négativement dont la charge est écrantée par un plasma. Le résultat se généralise & des ions dont la charge est
écrantée par les électrons du plasma.

L’objet de ce chapitre n’est pas de décrire toute la physique trés riche de ces plasmas hors
équilibre. Cependant, pour pouvoir mesurer correctement la température des électrons, il

P A . . o . dTdv’ fi;(Fr! ,8,0") —ng (F)n; (!
1Tes corrélations sont mesurées a partir de la fonction de corrélation gii (7, r!) = [ d5dv’ fii(7 T(ﬂ;) U(L/)”‘(T)n’(r )
n;(r)n;(r

exprimée & partir de la fonction de distribution a deux corps fi; (7, 7/, U, v’
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est nécessaire de la définir correctement, de tenir compte du fait que la distribution des
électrons n’est pas exactement thermique. Pour cela, une étude "comparative" des équa-
tions décrivant les équations des plasmas ultra-froids et des amas globulaires a été réalisée
[Comparat et al., 2005]. Nous renvoyons a cet article reproduit en annexe pour plus de détails
et nous contentons ici d’'une description succincte de la mesure de température des électrons
dans la section 6.2. Le résultat principal de cet article est que la distribution en énergie des
électrons dans le plasma est donnée par une distribution de Maxwell-Boltzmann tronquée (dis-
tribution de Michie-King). Afin d’atteindre un régime ou les corrélations ions-ions sont plus
importantes et observer une transition de phase vers un cristal de Coulomb, il faut refroidir
davantage le plasma. Différentes voies pour refroidir un tel plasma ont fait I'objet de travaux
expérimentaux ou théoriques. Mentionnons quelques propositions : la mise en réseau optique
des atomes avant ionisation [Pohl et al., 2004b], le refroidissement laser des ions du plasma
dans le cas d’alcalino-terreux, (Srt, Cat ou Be™) [Pohl et al., 2004c| ou enfin I'ajout d’atomes
de Rydberg dans le plasma pour favoriser des collisions ionisantes atomes de Rydberg-électrons
(réaction (6.1) inversée) [Vanhaecke et al., 2005, Pohl et al., 2006]. Nous discutons plus avant
cette derniére voie dans la section 6.2.

Une autre étude intéressante sur les plasmas ultra-froids concerne 1’évolution spontanée
d’un gaz d’atomes de Rydberg froids en un plasma ultra-froid [Robinson et al., 2000]. Un tel
phénoméne avait déja été observé dans un jet atomique de césium mais pour des conditions de
densités atomiques beaucoup plus grandes [Vitrant et al., 1982|. Une ionisation des atomes,
lente au départ, crée une charge d’espace, suffisante pour ensuite piéger les électrons. Un
phénomeéne d’ionisation en avalanche se produit ensuite par collisions entre les électrons piégés
dans la charge d’espace et les atomes de Rydberg et explique l'ionisation de ’ensemble du
nuage. Selon I'état de Rydberg excité, 'ionisation initiale peut avoir plusieurs origines sur
lesquelles nous reviendrons. Alors que dans un jet thermique, les causes d’ionisation au départ
sont principalement les collisions entre atomes de Rydberg (le jet d’atomes de césium est
trés dense, typiquement 10'2 at/cm~3), dans le cas d’un gaz d’atomes froids, les causes sont
entre autres le rayonnement du corps noir et les collisions avec le gaz résiduel. Le role de
I'ionisation Penning induite par les mouvements dipolaires a récemment été mis en évidence
[Li et al., 2005| et explique l'apparition du plasma plus rapidement pour certains états. Nous
avons vu qu’a temps courts, les taux d’ionisation Penning sont plus importants a droite des
résonances de Forster mais aussi pour I'état n=43 en champ nul en raison de la présence
des forces dipolaires. Nous avons confirmé récemment leur réle dans 1’évolution spontanée
du plasma pour les états np3/; du césium. Mentionnons finalement que les électrons formeés
par collisions ou rayonnement du corps noir ne possédent pas assez d’énergie pour ioniser
I’ensemble de I’échantillon d’atomes de Rydberg. Des collisions superélastiques doivent aussi
étre considérées pour le bilan énergétique du processus. Il s’agit de collisions du type C's*(nl)+
e” — Cs*(n < n,l') + e ou l'électron gagne de 1'énergie cinétique. De telles collisions ont
été caractérisées notamment par [Li et al., 2004].

Nous rappelons dans ce chapitre les processus impliqués dans 1’évolution spontanée du gaz
de Rydberg, notamment le réle des forces dipolaires et de l'ionisation Penning. Les données de
la section 6.3.2.1 prises dans le cadre de la thése de M. Viteau illustrent de maniére "lumineuse"
le role des forces dipolaires dans la formation du plasma. Ils feront I'objet d’une analyse plus
compléte dans des travaux et théses ultérieurs.
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6.2 Vers 'obtention d’un régime de fortes corrélations

6.2.1 Introduction

La physique des plasmas ultra-froids est trés riche, non seulement parce qu’elle nécessite
une étude des corrélations, mais aussi parce que ces plasmas ne sont pas a I’équilibre thermo-
dynamique. Le plasma est en expansion du fait d’'une part du défaut initial d’électrons dans
le plasma et d’autre part de la diffusion par pression cinétique des électrons (les électrons
acquiert rapidement une énergie cinétique importante; par contre la température des ions
est faible, restant inférieure au Kelvin). A temps d’expansion courts (typiquement 1 us), la
distribution spatiale des ions au départ gaussienne de rayon caractéristique o reste gaussienne
lors de ’expansion du plasma :

kT,
o?(t) = o} + vit? avec vi = z

-y (6.2)
ou T, est la température de photoionisation. A temps plus longs, la distribution des ions se
modifie pour faire apparaitre une onde de choc similaire a ce que nous avons décrit pour un
nuage d’ions ( cf. section 3.2.3).

L’équipe du laboratoire Aimé Cotton s’est intéressée a réaliser une mesure de la tempéra-
ture des électrons du plasma [Comparat et al., 2005|. Déterminer la température des électrons
demande de connaitre la fonction de distribution des électrons au sein du plasma, et cette
distribution n’est pas simplement la distribution de Maxwell-Boltzmann. Une analogie trés
utile a été développée avec la théorie bien établie des amas globulaires? en astrophysique. Les
deux systémes, I'un composé d’ions et d’électrons de charges g; et ¢., 'autre supposé com-
posé de deux sortes d’étoiles de masse My et My sont régis par des lois de Newton similaires.
L’analogie tient au comportement identique des forces de Coulomb et de gravitation en 1/72.

Il est possible de définir une constante de "gravitation" pour les plasmas G’ = 47;57%1%.

Le rapprochement avec la théorie des amas globulaires est développé dans larticle
[Comparat et al., 2005]. D’autres similitudes importantes peuvent étre retrouvées, par exemple
concernant le taux de recombinaison & trois corps identifié aux taux de formation d’étoiles bi-
naires en astrophysique. La distribution des électrons f(7,¥) est obtenue par 1'équation du
mouvement Brownien dérivée aprés plusieurs simplifications de 1’équation de Focker-Planck

(voir [Comparat et al., 2005]) :

a rof_f of
dtoc2v8E[ ]

+ 6.3

kgTeK = OF (6.3)
On utilise la notation Te® pour la température des électrons (K pour King), a priori un peu
différente de la température cinétique. Nous y reviendrons plus loin. La distribution de quasi-
équilibre est obtenue en supposant Z—J; ~ 0. Elle est connue depuis longtemps en astrophysique
sous le nom de distribution de Michie-King, introduite pour la premiére fois par Kramers. Elle
vérifie :

E Ey

- K - K .
e kpTe™ — e kpTe ) st B < Ey

0 st B> E

J(E) < (6.4)

avec F = ¢.P + %mev2, ®(7,t) étant le potentiel d’interaction avec le plasma ne dépendant
que de r pour un plasma a symétrie sphérique. Celui-ci vérifie I’équation de Poisson (avec

2Un amas globulaire est un amas sphérique d’étoiles pouvant contenir plusieurs millions d’étoiles.
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ne(r) = f0+oo f(w)dmv?do) :

_GeTle + qin;

AD = (6.5)

€0
La distribution de Michie-King est définie comme une distribution de Maxwell-Boltzmann
tronquée. Un électron ne reste piégé que si son énergie est inférieure a 1’énergie d’éjection

E;. 11 en résulte une évaporation continue des électrons chauds au cours de ’expansion du
E. m1)2 7QG‘I>(7‘)*Et

— t —
. . . P K K K
plasma?. La distribution f(r,v) peut se récrire f(r,v) oc e k87X (e 2kpTeRe kpTel 1

Le potentiel d’interaction d’un électron avec le plasma q.®(r) est représenté sur la figure 6.3(a)
pour un nuage d’ions de forme gaussienne. La profondeur de piégeage en unités de kpTe’
est directement reliée au facteur 7(0,t) = %‘f}@ ot g.P(0) est 'énergie d’interaction d’un
électron avec le plasma en r = 0. Les profils radiaux de la densité d’électrons et de la densité
d’ions dans le cas d'un nuage d’ions gaussien comportant 500000 ions avec un défaut de 10 %
d’électrons sont présentés sur la Fig. 6.3(b). Il est intéressant de remarquer 'excés d’électrons
a la périphérie du plasma (analogue a la formation d’un halo d’étoiles en astrophysique).

L’hypothése d'un quasi-équilibre pour les électrons est correcte car la thermalisation est
trés rapide au centre du plasma, (temps caractéristique inférieur a 50 ns). En comparai-
son, le mouvement des ions est trés lent. Pour des énergies proches de l’énergie de tronca-
ture, les électrons passent plus de temps sur les ailes du plasma et collisionnent moins, la
distribution f varie plus lentement en fonction du temps. Des résultats de simulations nu-
mériques complétes, Monte-Carlo [Robicheaux and Hanson, 2002| ou dynamique moléculaire
[Pohl and Pattard, 2006] confirment la solidité de la solution de quasi-équilibre (6.4). A no-
ter que la définition de cette température TeK , dite température de King est différente de la
définition de la température d’équilibre (%k:BTe = %meage) qui dépend de r dans le plasma
et ne s’applique donc pas & une mesure expérimentale (les deux définitions semblent conver-
ger aprés environ 1 us d’expansion du plasma). La détermination de la température TX est
rendue possible en supposant que la distribution des ions reste gaussienne (cf. relation (6.2)),
a partir de la relation (6.4) et en résolvant 1’équation (6.5). L'un des points délicats est la
détermination de la profondeur exacte du potentiel, 1(0,t), car celle-ci dépend évidemment
de la dimension spatiale du plasma et des nombres d’ions et d’électrons. Nous discutons plus
avant ce probléme dans le paragraphe suivant.

6.2.2 Mesure expérimentale de la température-Possibilité de refroidir le
plasma

Nous donnons ici une illustration expérimentale de la mesure de la température des élec-
trons reprise succinctement des articles [Vanhaecke et al., 2005] et [Comparat et al., 2005].
Elle met en avant notamment la difficulté d’établir une valeur précise de la température. Nous
rappelons ensuite une expérience (menée au laboratoire Aimé Cotton) ayant eu pour but le
refroidissement d’un plasma [Vanhaecke et al., 2005] et ayant fait l’objet ensuite de travaux
théoriques au sein du groupe "Finite Systems" & Dresde (au MPIPKS). Cette expérience
consistait & ajouter un échantillon d’atomes de Rydberg au sein d’'un plasma de maniére & ce
qu’il se comporte comme des glagons en refroidissant les électrons au cours de leur ionisation
par collision avec ceux-ci. Comme nous 'avons expliqué en introduction de ce chapitre, les
collisions ionisantes entre atomes de Rydberg et électrons chauds auraient di permettre le re-
froidissement du plasma, mais la conclusion quant & un refroidissement ou & un réchauffement

3L’évaporation d’un électron pourrait conduire & un refroidissement si le potentiel piégeant les électrons
n’était pas lui-méme modifié par cette évaporation. Il est difficile de conclure a ce sujet.
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F1c. 6.3 — (a) Profil du potentiel d’interaction d’un électron avec le plasma g.®(r) suivant un axe méridien
en fonction de z/o ot 0 = 340 pum est le rayon caractéristique de la distribution d’ions supposée gaussienne. Le
nombre d’ions est 5x10° avec un défaut d’électrons de 'ordre de 10%. (b) Dans les méme conditions, profils des
densités d’ions et d’électrons ne(r) et n;(r) en fonction de /0. Dans l'encart, grossissement pour les grandes
distances.

n’est pas évidente car les deux phénoménes entrent en compétition.

Mesure de température

La mesure de température repose sur 'application d’un potentiel d’extraction des électrons.
En appliquant une tension V entre les grilles (séparées par une distance d=1.575 c¢m et dispo-
sées de chaque coté du PMO), I'énergie potentielle de I’électron devient ®'(7) = ®(r) + %,
(Oz) définissant la direction du champ électrique. La profondeur du plasma est ainsi abaissée
et une partie des électrons est rapidement extraite du plasma et accélérée vers les détecteurs
a galettes microcanaux. La figure 6.4 traite le cas d’un seul électron au sein d’un nuage d’ions
et représente 1'énergie potentielle ®'(7) pour différents champs électriques. Pour un plasma, le
potentiel créé par le plasma lui-méme s’approfondit au cours de I’éjection (suffisamment rapide
pour ne pas modifier la distribution des ions) jusqu’a atteindre une valeur maximale lorsque
tous les électrons sont éjectés (correspondant & la courbe 3 de la figure 6.4). Comme nous le
voyons sur la Fig. 6.5, le nombre d’électrons détectés augmente linéairement en fonction du
champ V/d appliqué jusqu’a un seuil a partir duquel tous les électrons ont été extraits du
plasma. Ce seuil est obtenu lorsque le champ externe compense le champ maximum créé par
le nuage d’ions. Il est égal a:

V2 g

Erp, ~2.38 ‘
T (2m)3/2" " dmego

(6.6)

Le seuil Epp, permet de connaitre le nombre d’ions, moyennant la connaissance de o(t). Des
mesures a différents temps et pour différentes températures de photoionisation ont permis de
valider la relation (6.2) et d’évaluer 0(0) ~ 200 pum. Le nombre d’électrons total N, est donné
directement par le nombre d’électrons mesurés lorsque le champ d’extraction est supérieur a
Ery. La température TeK est alors déduite* des calculs précédents concernant la distribution

“La fonction g(n) = 1.9(n — 2)ksTX est simplement un ajustement linéaire des résultats du calcul de la
température TX obtenus en faisant varier les différentes données initiales que sont la profondeur du piege, 7,
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FI1G. 6.4 — Potentiel d’interaction d’un électron avec un nuage d’ions en présence de différents champs externes
dirigés suivant axe (Oz).
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F1G. 6.5 — Nombre d’électrons extraits N, en fonction du champ électrique appliqué, pour un plasma obtenu
par photoionisation et contenant initialement quelques 10° ions et aprés une expansion d’environ 1 us.
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de Michie-King, qui peuvent se condenser sous la forme d’une expression simple reliant 7 &
n=n(0,t), N; et Ne et o :

2 ¢> N;— N,
1.9(n — 2)kpTE ~ \ﬁq—i (6.7)

T 47eg o

Expérimentalement, la calibration exacte des nombres d’électrons par rapport aux nombres
d’ions est délicate. De méme, l'excitation se fait suivant un cigare (par excitation pulsée a
deux photons depuis ’état 6s dans cette expérience), le plasma n’est donc pas sphérique.
Toutes ces incertitudes rendent la mesure délicate. Mais surtout, la profondeur du poten-
tiel n est susceptible de varier avec la taille du nuage (donc avec le temps) ainsi qu’avec le
nombre d’ions. D’aprés un ajustement des résultats obtenus dans différentes études théoriques
|[Robicheaux and Hanson, 2002, Kuzmin and O’Neil, 2002a|, nous trouvons que le paramétre
71 est compris dans U'intervalle 5 < 1 < 15 au cours de 'expansion du plasma.

Une simulation récente [Pohl and Pattard, 2006| propose une formule d’ajustement du poten-
tiel n(r,t) lorsque la distribution des ions est gaussienne, qui permet d’exprimer la profondeur
du potentiel 7 en fonction de N;, o et TX :

e2 02 N2 \ 021
- 0.211 ~ 3. i ]
N~ 3.28 x N; <0k:TeK> 3.28 x (akTeK> (6.8)

La donnée de la profondeur du potentiel (6.8) utilisée dans l'expression (6.7) permet de re-
trouver TX & partir de I’équation suivante :

1.9(3.28(N;z)*2t — 2) = \/gNd:c (6.9)

2 2
) — P — € 2 _ 9
ol Ng= N; — N, et x = ok TR avec e” = .

Sur la Fig. 6.6, nous représentons la température T d’un plasma formé par photoioni-
sation ainsi que la température de photoionisation 7. en fonction de la longueur d’onde du
laser pulsé, le seuil d’ionisation en excitation depuis I’état 6p étant obtenu pour A ~ 508 nm.
L’expérience a été effectuée pour 3 énergies d’impulsion du laser pulsé, 3 pJ, 0.6 pJ et 0.2
ud, permettant la formation d’un plasma d’un rayon caractéristique de 200 pym. La mesure
du nombre total d’ions est effectuée 2 us aprés la formation du plasma. Pour la calibration
du nombre d’électrons, il est supposé que N, ~ N; pour une excitation au niveau du seuil
d’ionisation (T = 0 K) lorsque I’énergie d’impulsion est maximum : le phénomeéne d’évapora-
tion est supposé faible lorsque leur température est trés petite et le défaut initial d’électrons
(pour qu’'un premier électron soit piégé) est faible en comparaison des grands nombres d’ions
et d’électrons obtenu avec cette énergie d’impulsion.

Alors que la température devrait étre quasi-nulle juste au-niveau du seuil d’ionisation, elle
est assez élevée, de 'ordre de 30-50 K pour une puissance du laser pulsé de 0.6 uJ par exemple.
C’est une conséquence de tous les mécanismes de chauffage que nous avons mentionné en in-
troduction de ce chapitre (la température TeK = 0 K pour la plus forte densité juste au-dessus
du seuil n’a pas de réalité physique et n’est qu’'une conséquence de la méthode de calibration
du nombre d’électrons). Lorsque par contre la température initiale des électrons est élevée
pour une excitation loin au-dessus du seuil d’ionisation, la température est plus faible que la
température de photoionisation, ce qui est attendu de part le phénomeéne d’évaporation des
électrons. Expérimentalement, nous avons tenté d’installer un deuxiéme systéme de détection

le rayon caractéristique du nuage d’ions o et les nombres d’ions et d’électrons, N; et Ne.
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FIG. 6.6 — Température de King mesurée 2 us aprés la formation d’un plasma par un laser pulsé, en fonction
de la longueur d’onde du laser pulsé (la photoionisation en excitation depuis I’état 6ps;/o est possible pour
A < 508 nm), pour différentes puissances du laser pulsé : ~ 3 uJ (b), ~ 0.6 puJ (c) et ~ 0.2 pJ (d). Par
comparaison, nous reportons également la température de photoionisation (a).

par galettes microcanaux pour détecter & la fois ions et électrons, mais ce deuxiéme systéme
de détection a di étre placé trop loin du PMO (plus de 60 cm) et ne donne pas une mesure suf-
fisamment fiable. La mesure de température reste concluante, méme si un degré d’incertitude
important demeure sur la détermination expérimentale des nombres d’ions et d’électrons.

Refroidissement du plasma : le glagon de Rydberg

L’une des motivations principales de la mesure de température était le controle
du refroidissement d’un plasma [Vanhaecke et al., 2005]. La méthode proposée dans
[Vanhaecke et al., 2005] et que nous avons tenté d’améliorer sans résultat probant était d’uti-
liser I'observation selon laquelle un nuage d’atomes de Rydberg dans un plasma ultra-froid
s’ionise en grande partie, par collisions avec les électrons du plasma, ce qui était supposé
conduire & son refroidissement. La figure 6.7, extraite de [Vanhaecke et al., 2005] illustre ce
phénoméne d’ionisation d’'un nuage d’atomes de Rydberg dans un plasma. Dans cette expé-
rience, un plasma est formé par photoionisation et juste aprés, une deuxiéme impulsion laser
excite un grand nombre d’atomes vers un état de Rydberg au sein du plasma. En fonction de
la puissance du laser de photoionisation (donc du nombre d’ions dans le plasma) est tracée la
fraction non ionisée d’atomes de Rydberg pour différents états. Cette fraction diminue rapi-
dement avec n. Le nombre d’ions augmente significativement en paralléle avec la disparition
du signal Rydberg. L’efficacité d’ionisation par collisions des atomes de Rydberg apparait
logiquement comme une fonction croissante de n.

Cependant, une étude comparée des résultats expérimentaux avec une simulation théorique
[Pohl et al., 2006] a montré depuis qu’une partie importante des atomes sont en fait désexcités
par collisions (résultant en un chauffage) vers des états de n inférieurs avec n < 22 et non
détectés. Il existe en fait une barriére en fonction de n en dega de laquelle les atomes ont
plutdt tendance a étre désexcités et au-dela de laquelle il ont plutét tendance a étre ionisés.
Cette barriére est donnée pour une énergie de liaison E; ~ 4kgT, (correspondant a T, = 50 K
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FIG. 6.7 — Fraction restante, 1 us aprés l’excitation, du nombre d’atomes de Rydberg excités au sein d’un
plasma obtenu par photoionisation (contenant au départ ~ 400000 ions). Cette figure est extraite de l'article
[Vanhaecke et al., 2005].

pour n=28). Dans l'expérience, il n’est pas possible de conclure quant & un chauffage ou a un
refroidissement différent suivant n, notamment du fait des indéterminations pour la mesure
de température des électrons. Par ailleurs, le fait d’avoir rajouter des atomes de Rydberg
s’étant ionisés augmente le taux de recombinaison a trois corps a temps longs (~ 1 us) et peut
finalement conduire & chauffer plutét le plasma. Il existe toutefois un régime intermédiaire,
dans les quelques centaines de nanosecondes suivant 'impulsion d’excitation des atomes de
Rydberg, ou la température des électrons diminue lorsque n > 28 [Pohl et al., 2006]. Ce
résultat laisse l'opportunité d’exciter des atomes de Rydberg de maniére continue dans le
plasma pour obtenir un refroidissement par ionisation prépondérant par rapport au chauffage
par recombinaisons & trois corps. On pourrait alors parler de "glagon de Rydberg" pour le
plasma ultra-froid.

6.2.3 Conclusion

Nous avons étudié la possibilité de refroidir les électrons d’un plasma. Pour arriver & cette
fin, il a été nécessaire de définir une température de quasi-équilibre donnée par la distribution
de Michie-King. La mesure expérimentale s’est heurtée a la détermination exacte simultanée
des nombres d’ions et d’électrons et ne donne finalement pas une valeur de la température a
mieux qu’un facteur 2. Des améliorations expérimentales sont sans doute possibles.

L’expérience de refroidissement des électrons du plasma en rajoutant des atomes de Ryd-
berg comme glagons a permis de souligner la limitation d’un tel objectif par les recombinaisons
a trois corps, dont il faut rappeler qu’elles varient en Tefg/ % De ce fait un régime ou I’ est
grand sera difficilement atteint. D’aprés la référence [Pohl et al., 2004c|, le produit I‘eNf/ 3
doit étre augmenté (ainsi que I';) pour obtenir une cristallisation et le choix des auteurs de
cet article est d’augmenter N; pour éviter les problémes de recombinaisons. Le refroidissement
laser pour refroidir un plasma semble une voie trés prometteuse pour atteindre la cristallisa-
tion [Pohl et al., 2004¢c|. Expérimentalement, le refroidissement laser des ions n’a pas encore
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été réalisé. Mais une premiére étape a été franchie dans le cas du Strontium, reposant sur
la possibilité d’utiliser 'électron de valence des ions Sr* (comme pour les autres alcalino-
terreux) du plasma pour réaliser une imagerie par absorption permettant de déterminer les
densités, la température (utilisation de l'effet Doppler) et la vitesse d’expansion du plasma
[Simien et al., 2004, Chen et al., 2004]. Obtenir le refroidissement des ions (en utilisant entre
autres la méme transition optique nécessaire a I'imagerie) ne sera pas sans probléme car les
collisions a trois corps vont créer des états autoionisants (un électron de Rydberg autour d’un
coeur excité) qui seront une source de chauffage important. D’autres voies ont été étudiées
théoriquement telle que la mise en réseau des atomes neutres avant ionisation, mais le ré-
seau devrait étre quasi parfait, avec moins d’'un défaut pour 100 sites [Pohl et al., 2004b]. Le
blocage dipolaire de ’excitation pourrait aussi permettre d’ordonner au départ les atomes en
évitant l'excitation de paires proches et pourrait donc permettre de corréler les ions, avant
I'utilisation d’autres techniques pour refroidir plus avant le plasma. La cristallisation d’un
plasma ultra-froid nécessite finalement de surmonter encore de nombreux obstacles.

6.3 Evolution spontanée d’un gaz d’atomes froids de césium en
un plasma ultra-froid

6.3.1 Introduction

Pour un nombre suffisamment élevé d’atomes de Rydberg et pour des atomes de nombre
quantique principal grand, un nuage d’atomes de Rydberg froid s’ionise spontanément. Les
électrons peuvent étre détectés pendant plusieurs dizaines de microsecondes avec un champ
électrique de détection de seulement quelques V/cm, en comparaison des champs de plusieurs
centaines de V/cm nécessaires pour détecter la présence d’atomes de Rydberg. Cet effet,
caractéristique de la formation d’un plasma, a été étudié au Laboratoire Aimé Cotton et a
I'université de Virginie de maniére concertée et en appliquant des approches complémentaires,
notamment dans la détection.

Scénario

Le scénario proposé par [Robinson et al., 2000] pour expliquer ’apparition du plasma est
reproduit Fig. 6.8. Aprés excitation vers un état de Rydberg, les atomes s’ionisent d’abord
avec un taux proportionnel au nombre d’atomes excités. Ce processus d’ionisation est initié
notamment par le rayonnement du corps noir induisant des transitions vers le continuum,
par des collisions ionisantes avec des atomes de Rydberg chauds (produits aprés excitation
d’atomes du gaz résiduel vers un état de Rydberg) et comme nous allons l'exposer par la
suite par les collisions entre atomes froids. A partir du moment ou les électrons peuvent étre
piégés par la charge d’espace créée par les ions, ils permettent ’ionisation de plusieurs atomes
de Rydberg par collision car ils ont suffisamment d’énergie cinétique®. Le gaz de Rydberg
subit alors un phénomeéne d’ionisation par avalanche. Expérimentalement, il est observé une
quasi-disparition des atomes de Rydberg dans I'état de Rydberg initial. Différentes études
[Killian et al., 2001, Robicheaux and Hanson, 2002| ont montré I'importance des recombinai-
sons & trois corps dans les plasmas : deux électrons collisionnent avec un ion et libérent un
électron trés chaud (pouvant ioniser un nombre important d’autres atomes) plus un atome
de Rydberg fortement lié. Les atomes de Rydberg fortement liés ne sont pas détectés si le

SL’énergie d’un photon du corps noir la plus probable est d’environ 500 cm ™!, soit par exemple 6 fois
I’énergie de liaison Er = 82 cm™' d’un atome de Rydberg avec n=40.
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FIG. 6.8 — Schéma décrivant 1’évolution spontanée d’un gaz d’atomes de Rydberg vers un plasma ultra-froid.
Trois étapes d’évolution peuvent étre distinguées. Dans un premier temps se forme une charge d’espace par
ionisation de quelques atomes par rayonnement du corps noir, collisions avec les atomes chauds et collisions
froides. Lorsque le nombre d’ions devient suffisant pour piéger quelques électrons, un phénoméne d’ionisation
par avalanche survient, conduisant & la formation d’un plasma quasi-neutre. Enfin, le plasma ainsi formé subit
une expansion en raison de la diffusion et de la répulsion coulombienne initiale.
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champ d’ionisation pour la détection d’atomes de Rydberg par champ électrique est trop
faible, ce qui souvent est le cas. Le taux de recombinaison & trois corps varie comme n2T, o/2
en fonction de la température des électrons T, et de leur densité n.. Ce taux est important
a basse température, donc particuliérement dans les plasmas ultra-froids. Des études expéri-
mentales ont mis en évidence une redistribution aprés l'ionisation spontanée du gaz d’atomes
froids en raison de ces resombinaisons |Li et al., 2004, Walz-Flannigan et al., 2004]. Les gaz
d’atomes de Rydberg ne s’ionisent finalement spontanément qu’avec des taux de 'ordre de
70% |Li et al., 2004, Walz-Flannigan et al., 2004]. Les électrons sont aussi responsables de col-
lisions avec changement de moment angulaire [ ou changement de nombre quantique principal
n observées dans [Walz-Flannigan et al., 2004, Dutta et al., 2001| et aménent a peupler des

états de Rydberg non forcément détectésS.

Role des collisions dans la formation de la charge d’espace

Nous revenons dans ce paragraphe sur la formation initiale de la charge d’espace étudiée
dans la premiére partie de larticle [Li et al., 2004]. Notamment, les processus de formation de
la charge d’espace par ionisation par le rayonnement du corps noir ou par les collisions ioni-
santes sont comparés aux résultats expérimentaux. Le moyen utilisé est d’extraire le nombre
d’atomes N, nécessaires (donc la densité initiale d’atomes de Rydberg) pour qu’un plasma
se forme aprés un temps 7. La figure 6.9 présente typiquement 1’évolution du nombre d’ions
en fonction du nombre d’atomes de Rydberg excités aprés un délai 7 entre excitation et dé-
tection, il se dégage clairement la présence d’un seuil & partir duquel le nombre d’ions évolue
beaucoup plus rapidement (les fluctuations en fréquence et en puissance du laser pulsé sont
ici utilisées pour faire varier le nombre d’atomes de Rydberg initialement excités).

,:..i"
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Nombre d’atomes de Rydberg

FIG. 6.9 — Nombre d’ions formés en fonction du nombre d’atomes de Rydberg excités dans I'état 26d , 9 us
apreés l'excitation laser pulsée.

Dans le cas d'un taux d’ionisation I'N, proportionnel au nombre d’atome de Rydberg N,,

5Sur le diagramme Stark de la Fig. 1.3, il apparait qu’au cours de la collision avec I’électron, I’état de
Rydberg suit adiabatiquement 1’état Stark jusqu’a atteindre les zones de croisement aux champs élevés, ou
I’atome est susceptible de changer de [ et de n.
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le nombre d’atomes de Rydberg au seuil est simplement N, = ]\é—?‘ ol N7y, est le nombre

d’ions au seuil, déterminé par la formule (3.10), p. 128 (ot AE,, est remplacée par 1’énergie
cinétique AE, de I'électron aprés ionisation).

Nous ne reproduisons pas ici I’ensemble des expériences et des analyses présentées dans
[Li et al., 2004]. Seule I’évolution en fonction de n des seuils est tracée Fig. 6.10, pour un
délai 7 = 10 ps. Lorsqu’un grand nombre d’atomes chauds sont excités vers 1'état de Ryd-
berg (typiquement 1% du nombre d’atomes de Rydberg dans la région du PMO), le nombre
d’atomes au seuil varie expérimentalement en (n*)~2!, & comparer a la valeur théorique en
(n*)Y/* ¢l n’est considéré que l'ionisation du corps noir (cette dépendance avec n est valable
pour 25 < n* < 40), l'ionisation par le corps noir affectant plus les états de Rydberg rela-
tivement liés. Clairement, méme si le role du corps noir ne peut étre écarté, la dépendance
principale provient d’autres phénoménes. Le seuil théorique en considérant les collisions avec
les atomes chauds varie effectivement en (n*)~3. Cette évolution est obtenue en considérant
que l'énergie cinétique de I’électron apreés collision ionisante est en moyenne ~ 0.5 x # u.a
[Robicheaux, 2005], soit la moitié” de I’énergie de liaison d’un des atomes de Rydberg, et que
le taux d’ionisation est proportionnel au nombre d’atomes de Rydberg et a la section efficace
d’ionisation ~ 10 x 7(agn?)?, soit environ 10 fois la section efficace géométrique de la collision
(soit finalement n4NfTh x #) Sur la figure 6.10 présente aussi I’évolution des seuils lorsque
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FI1G. 6.10 — Seuils du nombre d’ions nécessaire pour permettre le piégeage des électrons, en fonction de n
(échelle logarithmique en abscisse), avec ou sans atomes chauds (voir texte).

le nombre d’atomes chauds est moindre®, divisé par au moins un facteur 10. L’évolution du
seuil avec n change peu, en (n*)=32,

Différents mécanismes étaient suggérés dans |Li et al., 2004] pour expliquer ces résultats.
L’un concerne les collisions atomes chauds dans I'état 6p3 /o avec les atomes de Rydberg, selon
le mécanisme A* + A — AT + A + e~. La section efficace de cette collision varie en n?. Elle
est deux ordres de grandeur inférieure pour de telles collisions? par rapport aux collisions
Rydberg-Rydberg, le taux n’est sans doute pas négligeable car la densité d’atomes dans I'état

"Cette évaluation est trés approximative et ne tient pas compte de I'énergie cinétique initiale de I’atome
chaud. Autrement dit, elle se base uniquement sur des calculs d’ionisation Penning.

81’excitation vers I’état Rydberg étant réalisée de maniére pulsée depuis P’état 6p, le volume d’excitation
d’atomes du gaz résiduel vers 1'état 6ps,o est réduit fortement en utilisant un laser pompeur fin spatialement
et collimaté sur le PMO plutét que les 6 faisceaux des lasers du PMO.

9Une vision moléculaire du probléme est bien adaptée. Ces collisions sont permises car I’énergie totale
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6p est elle aussi 2 ordres de grandeur supérieures (au niveau du seuil de formation du plasma).
L’autre mécanisme concerne I'importance des collisions froides Rydberg-Rydberg que nous
développons dans la section suivante, dont la section efficace de collision varie clairement
comme n?*, ce qui donne un seuil en n~3 pouvant expliquer ’évolution en fonction de n dans

I’expérience réalisée sans atomes chauds.

6.3.2 Collisions froides

Le role des forces dipolaires entre atomes froids dans la formation du plasma a été mis
en évidence récemment [Li et al., 2005]. Notamment, l'excitation de deux atomes dans un
potentiel moléculaire attractif en —Cg/R5 conduit & une collision rapide sous I'effet des forces
dipolaires, puis & une autoionisation du systéme moléculaire lorsque les deux atomes atteignent
la région a courtes distances ol tous les potentiels moléculaires sont couplés, notamment aux
potentiels moléculaires attractifs reliés a Pasymptote Cs™ + Cs(n/l’) + e~. Pour le rubidium,
la formation du plasma est beaucoup plus lente lorsque les atomes de Rydberg sont excités
dans un état |ns) au voisinage de n=48 plutét que dans un état |nd), ceci simplement da au
fait que les états |nd,nd) et |(n + 2)p, (n — 2)f) sont d’énergies proches et couplés par une
interaction dipole-dipdle forte. Certains états moléculaires a la limite asymptotique |nd, nd)
sont ainsi fortement attractifs.

Nous avons déja rencontré le processus d’ionisation Penning pour le césium a droite des
résonances de Forster (cf paragraphe 4.4.5) et également en champ nul pour I'état 43ps/s.
Le décalage d’énergie d,pss entre les niveaux des états |ns, (n + 1)s) et [nps /o, nps o) reste
positif et faible pour n > 42 (en champ électrique nul), typiquement inférieur a 250 MHz
mais négatif pour n < 42. L’interaction entre deux atomes est donc fortement attractive pour
n > 42 mais répulsive pour n < 42. Expérimentalement, des résultats récents ont montré des
comportements tres différents d’ionisation suivant le signe de 9,y . L’analyse des résultats est
toujours en cours, nous les exposons simplement car ils sont une illustration significative de
Ieffet des forces dipolaires. Nous analysons plus en détails I’évolution temporelle des nombres
d’ions conduisant & la formation du plasma dans le cas de I'excitation haute résolution utilisée
pour la démonstration du blocage dipolaire. L’étude détaillée de cette évolution temporelle,
notamment & temps courts, est importante pour I’étude du blocage dipolaire en champ élec-
trique, car il est connu qu'une distribution d’ions peut masquer ou mimer 'effet du blocage
dipolaire. Nous souléverons notamment les problémes de collisions froides entre atomes de
Rydberg et atomes dans les états 6p ou 7s.

6.3.2.1 Importance des forces dipolaires

Les données de la Fig. 6.11 sont une manifestation trés claire des forces dipolaires at-
tractives ou répulsives. En effet, pour n > 42, le nombre d’ions varie rapidement, d’abord
linéairement puis quadratiquement en fonction du nombre d’atomes de Rydberg initialement
excités (le délai entre excitation et détection est de 10 wus). Il est & noter que la variation
du nombre d’atomes est obtenue dans cette expérience en faisant varier la puissance du laser
Ti:Sa dans le schéma d’excitation continu par I'intermédiaire des états 6p et 7s, les conditions

du systéme A* 4+ A, cinétique de translation des deux atomes plus leur énergie potentielle, est supérieure a
I’énergie potentielle du systéme moléculaire AT+ A+e~ & courtes distances internucléaires, 1 ot les potentiels
moléculaires sont couplés et permettent la transition (une température de 300 K correspond a une énergie
cinétique d’environ 300 cm ™!, supérieure & ’énergie de liaison d’un atome de Rydberg). De maniére générale,
il suffit que I’énergie cinétique des deux atomes soit suffisante pour qu’ils puissent s’approcher suffisamment
[Hickman et al., 1983].
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expérimentales étant proches de celles utilisées pour la démonstration du blocage dipolaire.
La variation linéaire est principalement due a des processus donnant des taux d’ionisation
proportionnels aux nombres d’atomes de Rydberg, tels que 'ionisation par le rayonnement du
corps noir, les collisions avec le gaz résiduel, ou encore les collisions froides avec les atomes
dans les états 6p et 7s. La variation quadratique dénote la présence de collisions binaires
froides entre atomes de Rydberg.
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F1G. 6.11 — Nombre d’ions en fonction du nombre d’atomes+ions détectés, pour différents n, pour un délai

égal & 10 pus entre excitation et détection.

Des équations de taux simples permettant de décrire l'allure générale des courbes sont les

suivantes :
N,
N, =—(T+T;)N, —/ (2ﬂions)n$(F)dF
dt v
dNions [
=IiN, + / ﬁionsnz(r)dr (6'10)
dt v

n, est la densité d’atomes dans 1’état Rydberg, N, et N;o,s sont les nombres d’atomes de
Rydberg et d’ions respectivement. I' est la durée de vie de 1’état Rydberg, typiquement 47
us pour 'état 41p. Le taux d’ionisation I'; N, est & distinguer du terme d’ionisation par col-
lisions binaires — [ V(2ﬁions)n%(f’) intégré sur le volume du PMO et caractérisé par le coeffi-
cient de collisions binaires Bjons (exprimé en cm®.s~! usuellement). Ce dernier s’écrit souvent
—2@(,”5% en fonction du volume V,.(t) défini par V,.(t) = (fV J”Q(f’,t)ciff’f1 ou f(7,t) est la
fonction de distribution des atomes de Rydberg aprés excitation (modifiée au cours du temps
par la présence des collisions binaires froides).

Utiliser un tel modéle pour caractériser les collisions entre atomes de Rydberg est une
approximation importante ne tenant pas compte de la dynamique trés lente de la collision, ni
le fait que les interactions peuvent impliquer non pas deux mais plusieurs atomes. Néanmoins,
ces équations de taux sont utilisées comme un premier modéle dans la section 6.3.2.2 pour
caractériser 1’évolution temporelle du nombre d’ions.
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Pour n < 42, les forces dipolaires sont en principe répulsives et limitent les possibilités de
collisions binaires, ce qui explique les taux d’ionisation principalement linéaires. Il demeure
cependant un léger effet quadratique non encore complétement expliqué. Une des explications
possibles pourrait provenir des symétries moléculaires. En effet, des 6 couples de potentiels mo-
léculaires reliés a 'asymptote np—np, seul un des couples IE; —3%F(R) est fortement répulsif
sin < 42. S’il n’est considéré que l'interaction dipole-dipole entre les états pp et ss’, les autres
potentiels moléculaires seraient non déplacés par 'interaction. L’interaction dipole-dipodle avec
les nombreux autres états possibles détermine dans ce cas le signe de l'interaction, attractive
par exemple pour l'autre paire de potentiels 12; —3 %+ (A). Le calcul [Singer et al., 2005] ne
tient pas compte de la structure fine mais le méme résultat est obtenu en utilisant le calcul
de Pannexe A (avec ou sans la structure fine). Il n’est pas certain que ces états soient suffi-
samment attractifs pour amener a une collision, il demeure que I’excitation de paires d’atomes
trés proches dans 'un de ces états peu déplacés, pouvant alors collisionner rapidement, n’est
pas & exclure. Des effets & plusieurs corps ainsi que l'effet du peuplement par le corps noir
d’états de Rydberg voisins et permettant I’apparition de couplages dipole-dipole forts seront
probablement aussi & considérer dans une analyse future des données.

L’état n = 42 est un état intermédiaire pour lequel le blocage dipolaire joue un réle impor-
tant, notamment en limitant I’excitation de paires proches. En plus des différents mécanismes
d’ionisation, collisions froides, photoionisation par le rayonnement du corps noir et collisions
avec les atomes chauds, l'interprétation devra veiller a considérer les effets de saturation laser
par puissance ainsi que la possibilité du blocage dipolaire (le blocage dipolaire est présent
principalement pour les états 41p3/s , 42p3/5 et 43p3/5). Cette manifestation claire des forces
dipolaires peut laisser espérer un bon contréle expérimental des collisions entre atomes de
Rydberg, et la possibilité de se placer expérimentalement dans des conditions ou les taux
d’ionisation sont plus faibles.

6.3.2.2 Evolution temporelle du nombre d’ions

L’objectif de ce paragraphe est d’aborder plus spécifiquement 1’évolution temporelle du
nombre d’ions en présence des collisions froides. L’interprétation exacte des résultats fera
I'objet de travaux ultérieurs mais il convient de comprendre les conditions de la formation
des ions pour établir les meilleures conditions d’observation du blocage dipolaire par exemple,
notamment juste aprés I'excitation. Les nombres d’ions sont d’abord étudiés & temps courts
en fonction du nombre d’atomes de Rydberg. Les évolutions temporelles des nombres d’ions
a temps plus longs sont ensuite étudiées et interprétées de maniére simple avec des équations
de taux, jusqu’au seuil critique du nombre d’ions permettant 'ionisation spontanée du gaz de
Rydberg en un plasma.

Nombre d’ions a temps courts

Nous étudions dans cette expérience le nombre d’ions formés en fonction du nombre
d’atomes de Rydberg excités dans I'état 85ps/9, juste aprés I'excitation (450 ns de délai).
L’excitation est continue, le laser Ti:Sa étant allumé pendant 300 ns, focalisé sur ~ 200 — 300
pum (les conditions expérimentales sont trés proches de la premiére expérience du blocage
dipolaire en champ électrique 4.3.1). Les résultats sont montrés sur la figure 6.12.

Il apparait que le nombre d’ions varie quasi linéairement avec le nombre d’atomes de
Rydberg excités lorsque nous faisons varier la puissance du laser Ti:Sa (variation de 0 & 125
mW). Autrement dit le nombre d’ions est proportionnel au nombre d’atomes de Rydberg
lui-méme proportionnel a la puissance laser : N;ons < I';Pr;sq. Par contre, la dépendance
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est plutot quadratique lorsque nous faisons varier le nombre d’atomes initialement présent
dans I’état 6p en coupant le laser repompeur pour que seule une fraction des atomes reste
dans la transition cyclante de piégeage 6s,F' = 4 — 6pg /9, F’ " =5 (le nombre d’atomes dans
I’état 7s et le nombre d’atomes de Rydberg varient linéairement avec le nombre d’atomes dans
I’état 6ps /2). La puissance du laser Ti:Sa est dans cette expérience ~85 mW. L’interprétation
(confirmée récemment) est simplement qu’une partie des ions proviennent & temps courts
de collisions froides entre atomes dans les états 6p ou 7s avec des atomes froids dans 1’état
Rydberg. En effet, dans ce cas Nops x (1 Nﬁ‘ﬁlN’“ + (9 N7‘§2NT, avec Ngp et N7, les nombres
d’atomes dans les états 6p et 7s, 81 et (B2 sont les taux de collisions binaires avec des atomes
dans I’état Rydberg, V7 et Vo les volumes d’"interaction" exprimés a partir des fonctions de
distribution des nombres atomes dans les états 6p et 7s respectivement. En faisant varier la
puissance du laser Ti:Sa, le nombre d’ions est directement proportionnel au nombre d’atomes
de Rydberg, N;ons < N,.. Par contre, en faisant varier le nombre d’ atomes dans 1’état 6p, le
nombre d’ions varie comme N;ps X N,? car dans ce cas Ngp < NV, et N7, oc N, en premiére
approximation.
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F1G. 6.12 — Nombre d’ions formés 700 ns aprés Pexcitation de 1'état 85ps,2 en fonction du nombre d’atomes
de Rydberg excités dans cet état. La variation est linéaire (ajustement linéaire) lorsque nous faisons varier
Iintensité du laser Ti:Sa mais elle est presque quadratique lorsque nous changeons la densité initiale d’atomes
dans les états 6p et 7s (ajustement suivant une loi de puissance en N2* exactement).

Cet effet de collisions froides entre atomes de Rydberg et atomes peu excités est un processus
d’ionisation Penning. Un des atomes effectue une transition vers un état plus fortement lié
alors que l'autre est excité vers le continuum. Soulignons que ces collisions sont prépondérantes
lorsque n est élevé (section efficace variant en n?) mais qu’elles conduisent & des taux d’ioni-
sation comparables & ceux du corps noir pour n ~ 40. Il n’est pas a priori possible d’écarter
complétement 'effet des collisions entre atomes chauds dans 'état 6p et atomes de Rydberg
froids. Cependant, la coupure du laser repompeur affecte probablement moins'® la proportion
d’atomes chauds dans ’état hyperfin 6s, F' = 4 et il serait peu probable d’obtenir un effet aussi
net sur la figure 6.12. Il semble que l'effet de ces collisions puisse étre quasiment annulées si
I’excitation de I'état 6p est coupée juste aprés I'excitation vers I’état Rydberg. Techniquement,

0 A température ambiante, les atomes sont répartis dans les niveaux hyperfins 6s, F = 3 et 65, F = 4 au
prorata de l'ordre de dégénérescence de ces deux niveaux. La présence des lasers piéges et la coupure du laser
repompeur modifie sans doute cette affirmation. Cependant, le laser repompeur n’affecte qu’une petite partie
des atomes du gaz résiduel.



258 Chap 6 - Frontiére entre gaz de Rydberg et Plasmas ultra-froids

il n’était pas possible d’effectuer cette opération suffisamment rapidement avec les lasers du
PMO, lors de I’étude du blocage dipolaire du chapitre 4. L’utilisation d’une nouvelle diode
pour effectuer le pompage vers ’état 6p permettra cette opération. Il a par ailleurs été montré
expérimentalement que ces taux de collisions froides peuvent quasiment s’annuler en effec-
tuant une transition multiphotonique & 3 photons permettant de ne pas peupler les états 6p
et 7s. Une excitation sans état intermédiaire devrait permettre de complétement écarter les
problémes d’ionisation par collisions froides au cours de ’excitation.

Evolution temporelle

Pour clore I’étude des différentes causes de I'ionisation spontanée du gaz d’atomes de Ryd-
berg, nous analysons dans cette section I’évolution temporelle compléte des signaux d’atomes
de Rydberg et d’ions libres. Il est notamment observé une diminution rapide du nombre
d’atomes de Rydberg que nous tentons d’interpréter & partir des pertes par ionisation ou par
émission spontanée, décrites par les équations de taux (6.10).

L’étude de 'état 100p3/ est présentée sur la Fig. 6.13. Alors que la durée de vie de I'état
100ps/o est normalement de prés de 400 ps (en considérant la désexcitation radiative plus
leffet du corps noir), elle semble n’étre que d’une quinzaine de us, alors que simultanément le
nombre d’ions augmente trés rapidement. Cette non-linéarité est caractéristique de collisions
froides ionisantes, probablement entre atomes de Rydberg. Le nombre d’atomes de Rydberg
ne chute pas a 0, laissant suggérer soit que des paires d’atomes sont excités dans des états
relativement stable, soit que les atomes ont effectué des transitions vers des états voisins qui
ne sont pas distingués des atomes encore présents dans I'état 100p3/ lors de la détection (il
est probable que tous les atomes tels que n > 90 soient détectés dans cette expérience). Enfin,
nous voyons que le nombre d’ions détectés augmente rapidement et atteint plus d’1/3 de la
perte de signal d’atomes dans I'état 100ps/o, suggérant qu'une grande partie des collisions
libérent un ion.

Les équations de taux (6.10) peinent & bien décrire 1'évolution temporelle du nombre d’ions
et du nombre atomes de Rydberg. Sur la figure 6.13(a), il semble que la chute du nombre
d’atomes de Rydberg soient beaucoup plus rapide que ce qu’il est possible d’obtenir par simples
collisions binaires et nous suggére des processus & N corps. Fig. 6.13(b), nous supposons que
18% des atomes aprés collision ne sont pas distingués des atomes dans I'é¢tat 100pz/, lors
de la détection et que 12,5% des collisions ne conduisent pas forcément & une ionisation.
L’ajustement est un peu meilleur mais n’explique pas la chute trés rapide puis brusquement
amortie du signal Rydberg. Un modéle de la dynamique collisionnelle est nécessaire pour
vraiment comprendre ces données. De ces mesures et nos premiéres évaluations, nous déduisons
cependant, en premiére approximation, un taux de collisions binaires froides S;,,s d’environ
1072 —1071% ¢m? s7! pour n = 100.

Les expériences récentes ont conclu & un comportement temporel trés différent pour n < 42
et pour n > 42 dans l'excitation des états npgz/o. La chute rapide du signal Rydberg est obser-
vée pour n > 42 mais pour n < 42, ’évolution temporelle du signal est essentiellement limitée
par la durée de vie a laquelle se rajoutent d’autres effets linéaires d’ionisation, telles que les col-
lisions avec les atomes dans les états 6p et 7s par exemple (les équations de taux reproduisent
bien I’évolution temporelle du signal). Pour n = 43, de méme que pour n = 100, I’évolution
temporelle du signal ne s’explique pas seulement par un modéle de collisions binaires. D’autres
phénoménes tels que la possibilité de prédissiciation dans des états moléculaires moins éner-
gétiques (non détectés) pourraient conduire aux comportements temporels observés. L’effet
de la superradiance serait aussi & considérer. Des travaux en cours permettront de conclure
prochainement.
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F1c. 6.13 — (a) Evolution temporelle du nombre d’atomes de Rydberg aprés excitation dans 1'état 100p3,2
et nombres d’ions simultanément détectés. Les courbes calculées utilisent les équations de taux (6.10) (I'ajus-
tement est obtenu pour l’évolution temporelle des ions). (b) Méme courbes qu’en (a) mais un ajustement
différent, supposant que toutes les collisions ne conduisent pas forcément a un phénomeéne d’ionisation (voir
texte).

6.3.2.3 Conclusion : formation du plasma

Un certain nombre de phénoménes de collisions ont été identifiés comme étant & 1'ori-
gine de l'ionisation spontanée d’un gaz de Rydberg froid. La détermination des contributions
exactes des différentes sources d’ions, collisions thermiques, rayonnement du corps noir, colli-
sions froides entre atomes de Rydberg ou avec des atomes dans des états intermédiaires sera
I'objet d’études ultérieures, mais nous pouvons affirmer que les collisions froides jouent un
role prépondérant. L’ionisation en avalanche d’un gaz de Rydberg devient possible lorsque le
seuil de quelques milliers d’ions est atteint. Ceci est illustré sur les spectres d’excitation de
I'état 50p3 /o sur la Fig. 6.14. Le plasma apparait au centre de la raie, 1a ou le nombre d’ions
est maximum, & partir du moment ol le nombre d’ions atteint le seuil de 2000 ions, aprés
7-10 ps. La forme de raie d’excitation caractéristique obtenue est due aux excitations a 2 et
3 photons (le décalage des lasers du PMO est ici de -15 MHz). La raie correspondant aux
ions peut paraitre un peu déplacée vers le rouge mais la présence des excitations multiphoto-
niques ne permet pas de conclure (nous avons déja précisé qu’une excitation multiphonique a
3 photons permet d’éviter les 2 états intermédiaires et limite donc au départ 'ionisation du
gaz de Rydberg). Cette asymétrie vers le rouge pourrait correspondre a une prépondérance de
I'ionisation de paires d”’atomes en interaction attractive, ce qui reste a confirmer.

6.4 Conclusion

Les plasmas ultra-froids ont soulevé un grand nombre de problémes physiques riches. Une
des applications dans ’avenir serait de réaliser une source d’électrons extrémement brillante
et directive [Claessens et al., 2005| a partir d’un plasma ultra-froid, bien plus que ce qui est
réalisé par les meilleurs canons & électrons.

A plus court terme, I'un des enjeux actuels est d’atteindre une transition de phase fluide-
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FIG. 6.14 — Nombres d’atomes de Rydberg dans 1’état 50 p et nombre d’ions en fonction de la fréquence
d’excitation du laser Ti:Sa, pour différents délais aprés l'excitation. Aprés 10 us, il se forme un plasma.

solide vers un cristal de Coulomb. Une méthode prometteuse pour l'atteindre est le refroidis-
sement laser des ions du plasma, possible dans le cas des alcalino-terreux. Nous avons exposé
dans ce chapitre une méthode de mesure de température des électrons du plasma, et la pos-
sibilité de le refroidir en rajoutant des atomes de Rydberg s’ionisant dans le plasma, tels des
"glagons", pour développer les corrélations, notamment électrons-électrons. Cette technique
de refroidissement s’est avérée délicate pour deux raisons : la mesure de température reste
imprécise, mais également les recombinaisons & trois corps sont trés importantes lorsque la
température des électrons devient petite. Il reste que des outils importants et des analogies
trés intéressantes avec ’astrophysique ont pu étre développés.

La frontiére entre plasmas ultra-froids et gaz de Rydberg froids est mince au regard des
taux trés importants de recombinaison & trois corps pour les uns et d’ionisation pour les autres.
L’ignition de l'ionisation spontanée d’un gaz de Rydberg a retenu également notre attention
dans ce chapitre. Il est apparu clair que les collisions froides, notamment celles induites par les
forces dipolaires, sont au coeur de la formation d’une charge d’espace suffisante pour piéger
ensuite les électrons et former un plasma. Pour 'utilisation du blocage dipolaire, une excitation
nécessairement cohérente sans états intermédiaire permettra de limiter les taux d’ionisation
Penning. Les différentes études présentées dans ce chapitre feront probablement 1’objet de
développements futurs plus conséquents au sein du groupe, expérimentaux et théoriques, par
exemple concernant le role des forces dipolaires.
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L’ensemble des résultats obtenus dans cette thése montre & quel point la physique des
atomes de Rydberg froids est liée aux interactions interatomiques a longue distance de type
dipole-dipéle. La maitrise de l'interaction dipole-dipole entre atomes de Rydberg est un grand
enjeu pour contrdler ’excitation vers des états de Rydberg via le blocage dipolaire de I'exci-
tation. Elle permet également de mieux comprendre ’évolution temporelle de gaz d’atomes
de Rydberg, dont deux exemples décrits dans cette thése sont I’évolution "spontanée" en un
plasma ultra-froid et les propriétés tout a fait originales du transfert résonant d’énergie interne
a résonance de Forster.

Le résultat le plus important obtenu au cours de ce travail de thése est la mise en évidence
du blocage dipolaire de l'excitation vers des états de Rydberg. Plusieurs équipes s’étaient
investies sur ce probléme, particuliérement pour sa démonstration expérimentale car le blocage
dipolaire doit permettre la manipulation de qubits & partir d’atomes neutres froids et la
réalisation de portes quantiques trés rapides [Protsenko et al., 2002, Jaksch et al., 2000]. Le
blocage dipolaire pour un ensemble d’atomes a été démontré dans une premiére configuration
en présence d’un champ électrique statique permettant a chaque atome de posséder un treés
fort moment dipolaire permanent o< %(n*)Qqao lorsqu’il est excité dans I’état Rydberg. Plus
précisément, nous avons utilisé la configuration de couplage Stark entre les états np et (n—1)d
du césium, l'interaction dipole-dipole entre atomes excités dans 1’état np se mettant alors sous
la forme simple W “2(1_2&, u étant le moment dipolaire permanent de chacun des
atomes, aligné suivant ’axe du champ électrique faisant un angle © avec I’axe internucléaire.
Un schéma d’excitation & trois couleurs utilisant des lasers continus a été développé pour
obtenir une excitation de grande résolution spectrale (3 MHz en régime d’excitation continu).
Nous avons montré que l'excitation d’un ensemble d’atomes de Rydberg est alors limitée du
fait des interactions dipdle-dipole de chaque atome avec son plus proche voisin. La limitation
de l'excitation apparait ainsi lorsque la densité d’atomes excités devient telle que le couplage
entre 2 atomes séparés par I’espacement internucléaire moyen R,,, W,, ~ g—; devient de l'ordre
de grandeur de la résolution spectrale de I'excitation Av. En comparant les taux d’excitation
obtenus en champ électrique nul, donc sans interaction dipéle-dipéle, et en champ électrique,
il a été possible d’évaluer a 60% 1'efficacité du blocage dipolaire de I'excitation des états nps /2
en champ électrique. Une difficulté de la mise en évidence du blocage dipolaire lorsque les
atomes sont excités dans les états nps/p a été la présence de I'interaction de Van der Waals en
champ électrique nul, due & la proximité des niveaux nps/onps/, et ns(n +1)s. Correspondant
4 une interaction dipdle-dipole du deuxiéme ordre, cette interaction est cependant responsable
d’une limitation de ’excitation en champ électrique nul, certes plus faible, mais sa prise en
compte a permis d’expliquer la limitation & 60% de lefficacité du blocage dipolaire en champ
électrique. Le blocage dipolaire a été mis en évidence récemment pour les états npy 9, pour
lesquels, comme attendu, l'effet de l'interaction Van der Waals en champ nul n’a pas été
observé. Des études en cours devraient permettre d’obtenir un blocage encore plus efficace.
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Un modéle de champ local moyen (couplage dipole-dipole principal avec le plus proche voisin
atome excité) a permis d’expliquer simplement la plupart des résultats obtenus. Ces résultats
concernent de grands ensembles d’atomes, mais ils permettent d’affirmer que, comme attendu,
I'interaction dipoéle-dipole en champ électrique devrait a priori permettre d’observer un blocage
quasi-total de 'excitation d’atomes vers ’état 70p. Pour cela, il suffira de limiter le volume
d’excitation & une boule de rayon ~ 5 pm de rayon. Il sera ainsi possible de réaliser un état
collectif ne comportant qu'un seul état excité. Le blocage dipolaire dans un tel volume est
trés intéressant car il devrait permettre de controler la desexcitation dans un état de stockage
donné et ainsi de préparer un état collectif comportant un nombre déterminé d’atomes dans
cet état de stockage. La connaissance du nombre exact d’atomes dans un état donné permettra
de réaliser des études interférométriques particuliérement précises.

Dans cette thése, le blocage dipolaire a été démontré dans une deuxiéme configuration, dans
laquelle des atomes excités vers un état nps , présentent une forte interaction dipéle-dipole au
voisinage de résonances de Forster correspondant a la réaction npy/3+npy/3 — ns+ (n+1)s, et
obtenues pour un champ électrique précis. Typiquement, pour une paire d’atomes, la présence
d’un croisement évité par l'interaction dipole-dipdle a résonance de Forster entre les états
npy/3npass et ns(n + 1)s pour un champ électrique donné permet un controle relativement
précis de l'interaction entre deux atomes. Expérimentalement, un blocage de ’excitation de
Pordre de 30% a été observé apreés excitation d’un ensemble d’atomes & résonance de Forster.
Outre le fait que les résonances de Forster concerne des n bas (n < 42), une des raisons
pour laquelle un blocage plus efficace n’a pu étre observé est la saturation par puissance laser.
Celle-ci diminue la résolution spectrale de 'excitation et élargit les raies par puissance. Elle a
pour conséquence une diminution de la distance minimale d’excitation d’un atome proche d’un
atome déja excité. Un des résultats intéressants de la résonance de Forster est qu’elle permet
d’étudier la largeur de la résonance en fonction du champ électrique. Nous avons montré
que les grandes largeurs obtenues s’expliquent en partie en prenant en compte seulement la
distribution des paires d’atomes les plus proches pour lesquelles le blocage de I'excitation peut
étre effectif et total hors de la résonance sur une grande plage de champ électrique. Il faut
sans doute considérer d’autres effets tels que les effets & IV corps de migration des excitations
ns et (n+ 1)s dans 'environnement des autres atomes ou les forces dipolaires interatomiques
pour comprendre complétement le blocage dipolaire au voisinage des résonances de Forster et
notamment les élargissements en champ électrique.

Les étapes pour parvenir a la réalisation de portes quantiques rapides sont désormais tra-
cées. L’excitation devra utiliser une source cohérente, non limitée comme c’était le cas dans
nos expériences par la durée de vie d’un état intermédiaire de I'excitation. Une possibilité déja
testée est de réaliser une excitation multiphotonique a 3 couleurs avec la méthode d’excitation
actuelle. L’expérience pourra s’orienter également vers une excitation cohérente a un photon
depuis I'état 6s. Dans la référence |Jaksch et al., 2000], la séquence d’impulsions du modéle de
porte de phase conditionnelle utilisant le blocage dipolaire nécessite un temps de 'ordre de la
période de Rabi de I'excitation laser %” ol 2 est la fréquence de Rabi supposée beaucoup plus
petite que le couplage dipole-dipdle entre deux atomes v4qy. Deux atomes situés a quelques 5
pm 'un de 'autre verront une interaction de plus de 45 MHz s’ils sont excités pour un champ
électrique de 250 mV/cm dans I'état 70ps s2- Il n’est pas difficile de voir que les conditions
sont déja présentes pour réaliser en moins d’une microseconde la séquence d’impulsions néces-
saires. Cette expérience sera bientdt réalisée dans le groupe d’Optique quantique de I’Institut
d’Optique a partir de deux atomes neutres confinés au sein de deux piéges microscopiques.

Au-dela de l'information quantique, les gaz d’atomes de Rydberg sont des systémes quan-
tiques complexes, encore mal compris mais extrémement intéressants car ils permettent de
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rassembler différentes physiques, que ce soit la physique atomique et moléculaire, la physique
de I'état solide ou encore la physique des plasmas. Notamment, les gaz d’atomes de Rydberg
froids présentent par bien des aspects des propriétés similaires & celles des solides amorphes,
car les mouvements des atomes sont négligeables en premiére approximation durant les temps
d’expérience. Ces gaz de Rydberg sont donc gelés. La diffusion des excitations ns et (n+ 1)s
dans le procédé Forster de transfert résonant d’énergie électronique pp — ss’ est quasiment
identique a la diffusion des excitations électroniques par interaction dipoéle-dipdéle magnétique
entre les dopants d’un cristal ou d’un solide amorphe. De profondes analogies dans le traitement
de ces problémes pourraient étre retrouvées. Des thémes chers a la physique du solide tel que
la localisation d’Anderson pourraient sans doute étre observées. Au contraire, des excitations
délocalisées existent probablement en présence d’interaction dipole-dipole. Des phénoménes
complexes ont pu étre étudiés dans cette thése, portant par exemple sur la conservation de la
cohérence au sein de tels systémes. Une étude du transfert résonant d’énergie a résonance de
Forster (réaction pp — ss’) dans un ensemble d’atomes de Rydberg a permis de montrer la
possibilité de désexciter les atomes dans les états ns et (n + 1)s de fagon stimulée par laser
vers ’état fortement 1ié 7s. Il est apparu par ailleurs un décalage spectral caractéristique entre
les positions centrales des raies ns et npz/,. Celui-ci nous a amenés a conclure que la désexci-
tation des atomes dans les états ns et (n+ 1)s est possible par désexcitation directe des paires
d’atomes dans ’état de paire |+), état répulsif combinaison linéaire des états pp et ss’. Pour
tenter d’expliquer la non observation de I’état |—), nous avons discuté le probléme du suivi
adiabatique lors de 'ionisation par champ électrique pour la détection des atomes de Rydberg
ou encore le role des forces dipolaires attractives entre atomes. La possibilité d’"observer"
I’état |+) diminue cependant rapidement en un temps inférieur a la microseconde, ce qui est
interprété comme étant la conséquence les interactions & N corps incluant les réactions de mi-
gration dans l'environnement des produits ns et (n+ 1)s de la réaction de transfert pp — ss'.
Ces résultats sont subtils et pas encore complétement compris. Beaucoup de travail reste a
réaliser sur ce théme.

L’excitation d’un ensemble d’atomes vers des états de Rydberg nous a amenés a étudier plus
précisément 1’évolution temporelle d’'un gaz d’atomes de Rydberg sous 'effet des interactions
entre atomes, notamment dipdle-dipole. En effet, un gaz d’atomes de Rydberg ne peut pas étre
rigoureusement considéré comme figé en présence d’interactions dipdle-dipdle pour des temps
supérieurs & quelque centaines de nanosecondes. Des études ont notamment permis de montrer
I'importance des forces dipolaires attractives dans les processus d’ionisation "spontanée" de
gaz d’atomes de Rydberg froids. Ces forces permettent de rapprocher suffisamment les atomes
de Rydberg pour que des phénoménes d’ionisation Penning aient lieu. Pour une excitation
vers des potentiels moléculaires attractifs & trés longue distance, ces forces dipolaires sont trés
clairement impliquées dans une formation rapide de la charge d’espace qui se forme avant
que l'ionisation par avalanche d’un gaz d’atomes de Rydberg froids conduise a la formation
d’un plasma ultra-froid. Le role exact des forces dipolaires, I'importance du rayonnement du
corps noir et l'implication de processus a N corps font encore 'objet d’études pour mieux
comprendre les mécanismes de la formation de cette charge d’espace.

Tous ces résultats montrent que l'interaction dipdle-dipoéle constitue un véritable langage
entre atomes froids lorsqu’ils sont excités dans des états de Rydberg. La compréhension et la
maitrise de l'interaction dipole-dipdle entre atomes de Rydberg permettra de les manipuler
un & un ou au contraire permet d’envisager la possibilité de créer des systémes "structurés".



264 Conclusion générale




Annexe A

Interaction dipodle-dipole

A.1 Introduction

Cette annexe reprend ’analyse tensorielle de l'interaction dipole-dipole développée par
Daniel Comparat dans sa thése [Comparat, 1999]. Cette analyse utilise comme axe de référence
I’axe du laboratoire, i.e. I’'axe du champ électrique externe. Elle nous sera utile pour décrire
I'interaction dipéle-dipoéle en champ électrique et & résonance de Forster.

A.2 Analyse tensorielle de 'interaction dipole-dipole

L’interaction dipodle-dipole entre deux atomes A et B s’exprime assez simplement dans le
référentiel moléculaire prenant comme axe de quantification ’axe internucléaire. Mais le champ
électrique est défini suivant un autre axe, c’est pourquoi ’axe choisi dans notre description
est 'axe du laboratoire défini par ’axe du champ électrique.

Considérons deux atomes neutres (A) et (B), joints par le rayon vecteur R = Rit, défini
par les angles polaires O et ¢ (en coordonnées sphériques, cf Fig. A.1). 74 (resp. 7p) désigne
le vecteur reliant le coeur atomique de de I’atome A (resp. B) a son électron périphérique.

F1G. A.1 — Définition des angles polaires © et ¢. Le champ électrique est orienté suivant ’axe (Oz).

L’hamiltonien dipole-dipdle est donné par I’expression suivante (en u. a.) établie au cha-
pitre 1 :
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1. . L oo
Vaa = —3 (a7 — 3(ra.i)(7p.1)) (A1)

R
Cette expression peut se formuler & partir des composantes r(f‘, rﬁ, rd et r(l)? , rf , B

des opérateurs vectoriels 74 et 7p (les composantes s’écrivent en fonction des harmoniques
sphériques, cf chap 1, p. 26) :

020, 8)(ritrB) + "Dy (@, 6)(rtrB + rArB)

Via(©,¢) = ——5 5

1Y, 710, ¢)(rg'r¥ + ritrf)
,0) (g + rArf) (A.2)

+ o+ 4+ +
S 5 o o
|
[N}

-2 = 2\/?

Y3(0, ), YQﬂ(@, o) et Y2i2(®, ¢) désignent les harmoniques sphériques :

S
)
Il

)

Y0 =4/ — -1
9(6,6) =\ 1= (3cos’ @ - 1)
+1 15 . +ig

Y5 (0,9) = F2 gsm@cos@e
+2 15 . 9 +2i¢

Y5-4(0,9) = 39, 5n Oe

T

On remarquera que le premier terme du développement (A.2) correspond formellement au
terme de 'interaction dipdle-dipdle classique W}Zie;ﬁgsg@).

Pour évaluer les éléments de matrice de l'opérateur dipoéle-dipole & partir de l'ex-
pression (A.2), il est possible d’appliquer le théoréme de Wigner-Eckart. Le calcul
donne pour le couplage dipdle-dipole entre deux états |nq,li,j1, My ;no,l2, j2, Mj,) et
Ing, 13, jg, Mj,; 14, la, ja, Mj,) le résultat suivant (nous omettons les notations (A) et (B), les
notations (1) et (3) désignent ’électron de valence de 'atome (A) alors que les notations (2)

et (4) concernent ’électron de valence de I’atome (B)) :

(nsl1, g1, My, sma, lo, o, M, |Vaa|ns, Us, 53, M, na, s, ja, My,)

= ﬁ (nlallvaHTHn?n l37j3) (n27 l?aj?HTHnﬁlalﬁlvjﬁl) (A3)

2 1
K i1 —M; jo— M J 1 J3 Jj2 1 Ja
D I S oY ST | O A S

q=—2k=-1

)
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ott T%*(0©, ¢) est défini par :

clq]Y5 (e, ?) ) siq#0
0]Y2(0, ¢) (k0 + L+ 251) sig=0

Tq’k(67¢) = { c

Les éléments de matrice dipolaire réduits du type (n1, 11, j1||r||ns, l3, j3) sont calculés dans
lapproximaiton de Coulomb (cf. section 1.2.3). Ce calcul a été implémenté sous Mathematica
par D. Comparat [Comparat, 1999|.

A.3 Interaction dipodle-dipole en champ électrique

Dans cette section, le principal résultat du chapitre introductif sur l'interaction dipole-
dipole en champ électrique (1.3.2) est démontré, a savoir que l'interaction dipole-dipole est
diagonale dans le sous-espace comprenant les 4 états [pypy), [p—p—), |[p+p—) et |p—p4) (I'état
|p+) a été défini au chap. (1.3.2) comme étant 1’état en champ électrique |np;(F), m; = £m)
avec m = 1/2).

Ecrivons en effet la décomposition de I'état [np;(F),m;) sur les états de base [n'l’,, m;),
en ne conservant que les termes les plus importants :

‘npj(F)vmj> ~ apg/g‘np3/27mj> + alh/z’npl/%mﬁ + ad5/2‘(n - 1)d5/27mj>

+ ad3/2 ](n — 1)d3/2, m]> + ans\nsl/g, m]> + a(n+1)s‘(n + 1)81/2, ’mj> <A4)

Cette décomposition a été explicitée au chap. 1.3.2.1 pour les états |npso(F), m; = £1/2).
Chacun des coefficients Upgps py sy Odsjns Odgjys Ons €6 G(ni)s dépend du paramétre de
couplage en champ électrique 6 (il existe aussi une trés légére variation en fonction de n dont
nous ne tenons pas compte dans ce calcul). Tous ces coefficients sont réels car l'opérateur
Stark est réel symétrique dans la base de départ. Des expressions analogues sont obtenues
pour les états |npy o(F),m; = £1/2) ou |npss(F),m; = +3/2) (pour ce dernier, les
coefficients a,s et A(n41)s Sont nuls).

Chacun des éléments de matrice du couplage dipole-dipole dans la base des 4 états de départ
est de la forme :

(np;(F), mj1;np;(F), mja|Vaalnp; (F), mjz; npi(F), mja)
Le calcul de ces éléments de matrice fait intervenir une somme de termes donnés par l'ex-
pression (A.3). Finalement, l'opérateur dipole-dipole s’écrit en premiére approximation, dans
cette base:

(1 + 3cos(20)) 0 0 0

v, —_ 9 0 L(1 + 3co0s(20)) 0 0

dd == "3 0 0 1(1 + 3cos(20)) 0
0 0 0 (1 + 3cos(20))

+h(B)A(O, ¢) + W'(0)A'(©, ¢)

+1(0)B(©,9)

+m(6)C(O, ) +m'(§)C" (O, ¢)

+ o (A.5)
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avec .

9(0) =402, (3, 12 0y + 0B 120, + O3 s+ 0 B (1))
a2, (03, 02y + OBl s+ Ot i, )
+ 8%% y (ansa’(nJrl)s:U'pj/(n+1)s/1'pj/"5>
+ 8/(2\/_) D, (ansa n+1)stp;(n+1)skpins t Qdy o lpjds /o (a(n+1)supj(n+1)s + ansupjns))

+ 8/(2\/5)%%' Op 1 Adg o Ads jo Mp i1 ds jo Hpjds o

ol Fipylr, désigne I’éléement de matrice dipolaire de la transition |npy, mg) — |n'l},, my), et ou
nous avons simplifié les notations en posant j = 3/2 et j' = 1/2.

g(0) est le principal coefficient, I'opérateur dipdle-dipole est donc principalement diagonal
dans la base d’états propres du systéme non perturbé. Cependant, les matrices A(©O, @),
A(©,¢), B(©,¢), C(0,0¢), C'(O©,¢),... ne sont pas diagonales. L’importance des termes non
diagonaux de 'opérateur dipdle-dipdle est donnée par I'ensemble des coeflicients suivants :

h(0) = 8a§j, (@ o l1p;1d3 2 (A1) ip s (n41)s T Anshpms))
W (0) = 8a;,(aa ,bp;dy s (An1)ship, (1) + Anslipns))
l(@) = 8a129j ads/zads/QMdes/zﬂpjds/z

m(0) = 8ap, ap;,ady 3 1p;ds 1o (Onshipyms + An1)shpy (n+1)s)
m’(@) = 8apj apj/ad3/2ﬂpj,d3/2 (a’TLS/’ijTLS + a(n-{—l)sﬂpj(n-i-l)s)

Un certain nombre d’autres éléments de matrice ne sont pas explicités car ils sont négligeables.
En ne conservant que l'interaction la plus forte avec I'état d (interaction entre les états np o
et (n —1)ds /o ou entre les états nps/s et (n — 1)ds/2), nous retrouvons l'expression utilisée au
chap. 4.3 :

9 1(1+ 3cos(20)) 0 0 0
. Fpd 0 1(1 4 3cos(20)) 0 0
Vaa = _f(e)ﬁ 0 ’ 0 1(1 4+ 3cos(20)) 0 (A.6)
0 0 0 1(1+3cos(20))

ou f(6) = 4Ap(0)Ad(0) avec Ap(0) = a% 5 €t Ad(0) = ad pour les états nps /o et Ap(f) =

a12?1 ) €t Ad(9) = ad pour les états npy jo. pipq st I element de matrice dipolaire de transition
p < d pour la tranbltlon considérée.

Avec cette approximation (nous y revenons dans la suite du paragraphe), chaque état est cou-
plé uniquement avec lui-méme et la base d’états propres du systéme est inchangée. L’interac-
tion dipole-dipole occasionne seulement un déplacement des niveaux d’énergie, correspondant
exactement au terme d’interaction dipoéle-dipdle classique.

Une méme expression est finalement obtenue pour l'interaction entre atomes dans les
états [npso(F), m; = £1/2) ou |npyo(F), m; = +1/2). Par contre, la matrice d’interaction
n’est plus diagonale pour les états |nps/o(F'),m; = £3/2) et a fortiori si des interactions
entre atomes dans des états m; différents sont possibles. En champ électrique faible, les états
Inpsa(F), mj = £1/2) et |nps o (F), m; = £3/2) sont quasi-dégénérés, le calcul complet serait
requis, mais nous ne ’avons pas développé. Il est d’autant plus requis lorsque des états de n
élevés sont considérés car une séparation suffisante (12 MHz au moins pour notre expérience)
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entre les niveaux [nps o (F), m; = £1/2) et |nps5(F), m; = £3/2), pour faire I'approximation
précédente, est obtenue en champ électrique pour une valeur de tan 8 de plus en plus grande a
mesure que n augmente. La séparation entre les raies d’excitation des états 7T0ps /o, |m;| = 1/2
et T0ps3 /2, |m;| = 3/2 n’est obtenue par exemple que pour un champ d’environ 0,1 V/cm (voir
en comparaison le résultat de l'expérience sur la figure 2.10), soit tanf = 0.15. Pour 'état
36p3/2, la séparation est obtenue pour tanf < 1V/cm (voir également la figure 2.23).

On peut, pour aller plus loin, essayer d’évaluer dans quelle mesure il peut étre nécessaire
de tenir compte des différentes corrections et notamment des coefficients non diagonaux de
l'opérateur dipole-dipole. En fait, il se trouve que pour I'é¢tat Stark nps/, (F), les coefficients de
la décomposition (A.4) sont, par ordre d'importance, les coefficients a, J20 Qds )y Opy g Gns €1
A(n41)s b enfin ag, J2 Le coefficient aq, |, augmente légérement en fonction du champ électrique
puis diminue rapidement en raison du déplacement Stark di au couplage de I'état np3 o avec
I'état (n — 1)ds/p. L'amplitude du coefficient aq, /» Teste donc trés faible. Par ailleurs, on
notera que ans et a(,41)s sont de signe opposés et se compensent partiellement. Finalement,
la correction non diagonale provient probablement des coefficients [(0) et m(6). I(0) reste
cependant tres faible car il fait intervenir le coefficient ag4, /o €t le moment dipolaire f, J2ds )
lui aussi assez petit par rapport au moment dipolaire i, Jads 2 m(0) est aussi prés d’'un facteur
10 inférieur a la somme des corrections diagonales (m(6) est & comparer au terme de correction
diagonale 8/(2\/§)a12)jad5/2upjd5/2 (A(nt1)stp;(n+1)s T Anskyp, (ns)) dans I'expression de g(0)). Ces
corrections diagonales peuvent étre rajoutées dans I'expression (A.6) pour plus de précision
mais elles restent elles-méme au total au moins 10 fois inférieures au terme principal (A.6).

Pour ce qui est de I'é¢tat Stark np o (F), le coefficient aq, /2 n’est plus du tout négligeable
(bien au contraire). Il apparait donc un certain nombre de corrections non diagonales, certes
beaucoup plus petites que le terme principal, mais probablement du méme ordre de grandeur
que les différentes corrections diagonales.

Nous avons finalement justifié que I'interaction dipéle-dipdle en champ électrique se résume
en bonne approximation (pour un champ suffisamment élevé pour les états npsz/, et quel que
soit le champ électrique tant que ne sont pas considérées d’éventuelles corrections pour les
états npq /2) a un simple décalage d’énergie. Ceci valide le modeéle développé pour décrire le
blocage dipolaire en champ électrique.

A.4 Interaction dipdle-dipole a résonance de Forster

Cette section retrouve les résultats exposés au chap. 4.4, notamment les différents états
propres cacactérisant la résonance de Forster |npsjo,|mj| = 1/2np3/9,|m;| = 1/2) <
Insy /9, mj| = 1/25(n + 1)sp3/a, |m;j| = 1/2) (cf Fig. (4.30) et (4.31) p. 193). Dans cette
description, comme il a été précisé au chap. 4.4, I'espace est limité au sous-espace formé
par les états [pipi), [p—p-), [p+p—) et |p_p4) ainsi que les états symétriques |sis',),
|s_s" ), |sys") et |s"si) (dans un systéme de deux atomes, seuls les états symétriques
|ss’) = %ﬂns (n+1)s)+|(n+1)s ns)) sont couplés par interaction dipole-dipole aux états pp,
les états antisymétriques ne sont pas couplés). Le couplage en champ est supposé négligeable
pour les champs électriques utilisés (le couplage en champ est tel que tan?§ < 0.2 pour n > 30
au niveau des résonances de Forster. En considérant que jips = 0.7p,4, le couplage en champ
reste au moins 3 fois inférieur au couplage obtenu a résonance de Forster). Par ailleurs, les
états [nps/o, m; = +3/2) ne sont pas considérés dans le calcul: cette hypothése n’est valide
que pour n < 39.

La matrice des couplages dipole-dipodle Vyq est donc calculée dans cette base 8 x 8, chacun des
éléments de matrice étant évalué avec 'expression A.3.
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Cette matrice est la suivante :

Ay 0 0 0 0 0O 0 O
0 JANS 0 0 0 0O 0 O
0 0 JANS 0 0 0O 0 O
uis 0 0 0 Ay 0 0 0 O
Vad :\/5 RS %(1 + 3 cos[20]) — %ef“p cos[O©] sin[O] %ef“i’ cos[O©] sin[O] — %efz‘psm[@]z o o0 0 O
%e”? cos[O] sin[O] %(1 + 3 cos[20]) %(71 — 3cos[20]) ge_“b cos[0] sin[O] o 0 0 O
—%e.’“p cos[©] 5111'[9] %.(_'1 — 3cos[20]) % (1 4 3 cos[20]) %e ?cos[®]sin[®@] 0 0 0 O
7%E2Z¢sin[@]z 7%(-37’? cos[O] sin[O] %e”ﬁ cos[O] sin[O] %(1 + 3 cos[20]) o 0 0 o
o 0 0 O %(1 + 3 cos[20]) %e_id’ cos[O] sin[O] 735_7"(75 cos[O] sin[O] ‘7%§_2i¢sin[@]2
o 0o o0 o0 - %e“i’ cos[O] sin[O] 3 1(1 + 3cos[20]) %(—1 — 3cos[20]) —%ef“p cos[O] sin[O]
MQ o 0 0 o %em5 cos[O] sin[O)] é( 1 — 3cos[20]) %(1 + 3 cos[20]) %e_’d’ cos[O] sin[O)]
+ \/5 Rp?f 0o 0 0 O —%ez“‘)sin[@]2 %e cos[O] sin[O] —%e“p cos[O©] sin[O] %(1 + 3 cos[20])
0 0O 0 O 0 0 0 0
0 0O 0 O 0 0 0 0
0 0O 0 O 0 0 0 0
0 0O 0 O 0 0 0 0

Le coefficient v/2 provient ce que nous ne considérons que les états \ss’ ) symétriques. fps est le
moment dipolaire de la transition |ns; /o, |m;| = 1/2) — |[np3/s, |m;| = 1/2), considéré comme
égal au moment dipolaire de la transition [(n + 1)sy/9,|m;| = 1/2) — |nps s, |mj| = 1/2).
A, est le décalage entre les niveaux d’énergie des états non perturbés |pp) et |ss’). Le niveau
d’énergie de létat |ss’) varie trés peu en champ électrique, il est donc pris comme référence.
La variation du niveau d’énergie de 1'état |pp) est en général a peu preés linéaire avec le champ
électrique F' a l'échelle de la résonance de Forster. Le calcul de la Fig. (4.30) est effectué en
supposant A, o< —F.

Les niveaux d’énergie propres donnés par la diagonalisation du systéme sont représentés
a résonance de Forster en fonction du parameétre © Fig. 4.31 p. 193 et pour deux angles ©
en fonction du champ électrique Fig. 4.30. 2 niveaux sont d’énergie j:3\8[ E211 4 3 cos 20|

(avec p11 = sy €t o = pgp), 2 autres d’énergie j:‘é_”ll{f |7+ 9cos20|. Ces 4 états ont un

comportement relativement similaire en fonction de © et il existe des angles pour lesquels
I'interaction dipole-dipole est nulle. Les autres niveaux dépendent peu du Champ électrique

mais sont décalés de maniére importante par I'interaction, de 1,5 x L;%Ss‘? 3 x ”SP (leur com-
portement est relativement similaire en fonction de ©). Comme attendu, aucun de ces états
d’énergie ne dépend de ¢.

Une moyenne angulaire de Uinteraction dipole-dipdle (sur © et ¢ et l'ensemble des états
propres) donne :

2
:U'sp
R3
Cette moyenne ne tient pas compte du couplage laser avec ’état intermédiaire de I’excitation
dans ’étude du blocage dipolaire, ¥; = %(’78 np) + |np 7s)). Celui-ci est en fait couplé a

= V| =

(A.7)

parts égales d’une part avec les 4 états sans zéros d’interaction et d’autre part avec les 4 états
avec zéros (et ceci quelque soit 'angle ©), dont les comportements sont assez similaires en
fonction de ©. Une moyenne tenant compte du couplage avec I’état ¥; donnerait un résultat
proche du résultat (A.7).



Annexe B

Distributions spatiales de champ
électrique

B.1 Introduction

Deux points sont développés dans cette annexe. Le premier est le calcul de la distribution
spatiale des ions et du champ électrique en présence d’explosion coulombienne et d’un champ
électrique externe suivant le résultat établi dans Particle [Kaplan et al., 2003]. Le deuxiéme
concerne le calcul spécifique du champ électrique lorsque les ions sont formés de maniére conti-
nue par le laser TiSa pendant I'excitation. Le cas plus compliqué d’une ionisation par collisions
entre atomes de Rydberg n’est pas abordé. C’est un probléme plus compliqué ol le nombre
d’ions formés dépend du nombre d’atomes excités qui lui-méme dépend de la distribution
spatiale des ions.

B.2 Distribution spatiale du champ électrique aprés explosion
coulombienne

Dans la section 3.2.3, il est établi que la trajectoire d'un ion 7(t) = (r(t), O(t), ¢(t)) est
radiale et vérifie la relation fondamentale de la dynamique :
D €*N(r)
D2~ mr?
L’hypothése émise est que le nombre d’ions N (r(t)) a U'intérieur de la boule de rayon r(t) est
constant, i.e. N(r(t)) = N(rg) avec rg = r(0).
En multipliant chaque membre par Dr/Dt puis en intégrant cette équation, il vient :

() -5 )

47reomR8

(B.1)

avec Ry = o le rayon du nuage gaussien to = % , Nt étant le nombre total d’ions.

75)
En récrivant ’équation précédente, =D
/— (

) 2R3N (1)

N, I’équation de la trajectoire

S

se met sous la forme d’une équation implicite

r [r 2N To)R3
— | — -1 | ——1 _— B.3
TO(TO >+n< +\/ > Ny rd (B3)
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La densité d’ions en r & l'instant ¢ p(r(t)) se déduit du fait que 47r2p(r)Dr = dwrép(ro) Dro,
soit en dérivant par rapport a rg ’équation de la trajectoire :

To 2 DTO
0) = st (1) 210 b
o0 (1)) = plro) (") (B.4)
Le champ électrique en 7(t) est quant a lui simplement donné par :
eN(ro)
E(r(t) = 2 (B.5)

Pour chaque valeur initiale 7, il existe une et une seule valeur r(t), et réciproquement. Une
interpolation des courbes p(r(t)) et E(r(t)) donne le résultat en tout point.

En présence d’un champ électrique externe E;Et et du champ E, créé par I’ensemble des autres
ions, d’aprés le principe d’addition des champs électriques, ’équation de la dynamique s’écrit :

D277 651 CE;xt
—_— = B.6
Dt? m + m (B.6)

En posant tout simplement 7 = 7— Z (t)uy ou Z(t)u> est le déplacement sous 'effet du champ
externe dirigé suivant ’axe z, nous sommes ramenés a calculer I’équation B.1 par rapport au
centre de masse du nuage d’ions.

B.3 Photoionisation par un laser continu

Au chapitre 3.3.3, nous avons montré que le nombre d’atomes photoionisés dans la boule
de rayon de r pendant dt au temps 7, nz,(r, 7) étant la densité d’atomes dans 1'état 7p s’écrit :

dN;(r,7) = orpdr / n7p(r",7)47rr"2d7“” (B.7)
0

Sous 'effet d’un champ externe, cette distribution d’ions se déplace.

F1G. B.1 — Coordonnées utilisé pour décrire le champ créé par un nuage aprés déplacement sous l'effet d’un
champ électrique externe et éventuellement expansion.

Aprés un temps t — 7 elle crée en ¥ un champ dE(F) =g df;g;;g) i, avec r’ = i — Z(t —1)uy.
En négligeant I'explosion coulombienne, le champ total au temps ¢ est simplement ’addition
de tous les champs créés a un instant 7 et s’étant déplacés pendant ¢ — 7. Nous obtenons :
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dANi(r'(7),7)

2 ’IIT/(T)dT (BS)

t
By 1) = Bopie 4 [ g
t(7, 1) ea:tuz+/0 qz47r607”,(7)

En projetant correctement suivant les axes u’ et u, en coordonnées cylindriques (cf Fig. B.1),
nous retrouvons facilement la distribution spatiale du champ électrique. En particulier :

(1) = \/p2+(Z—Z(t—T)2
Pt Gt S
' (7) (1) z 7 (7) P

L’ensemble des calculs numeériques est effectué en supposant que les volumes d’excitation laser
sont gaussiens. Ils se généraliseraient facilement & un volume de géométrie cylindrique.
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Articles

Les articles publiés au cours de cette thése ne sont pas accessibles dans cette version du
manuscrit. Les articles principaux, a savoir les articles concernant 1’étude des taux de collisions
atomes-molécules dans un piége dipolaire [Zahzam et al., 2006], ’étude de cohérence & réso-
nance de Forster [Mudrich et al., 2005] et la démonstration du blocage dipolaire & résonance
de Forster [Vogt et al., 2006, peuvent étre retrouvés a I’adresse http ://prl.aps.org/.
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Résumé

Cette thése traite des interactions a trés longue portée entre atomes de Rydberg froids.
Elle présente les résultats de la premiére réalisation du blocage dipolaire, qui se traduit par
une limitation de ’excitation d’un ensemble d’atomes vers un état de Rydberg en raison du
déplacement des niveaux d’énergie lié aux interactions dipole-dipdle entre atomes. L’impor-
tance de I'implication du blocage dipolaire a été soulignée pour l'information quantique avec
la possible réalisation de portes quantiques conditionnelles & deux qubits. La mise en évidence
du blocage dipolaire est présentée dans le cadre de deux configurations expérimentales diffé-
rentes : en présence d’un champ électrique et & résonance de Forster. Parvenir & la maitrise du
blocage dipolaire de I'excitation vers des états de Rydberg a demandé un contréle important
des conditions expérimentales : compensation des champs parasites, controle des sources d’io-
nisation d’atomes, contréle de l'intensité laser d’excitation pour se placer en-dessous du seuil
de saturation par puissance. Des études complémentaires ont été réalisées, telle que celle des
forces dipolaires entre atomes de Rydberg responsables d’un phénoméne d’ionisation Penning,
aussi a 'origine de la formation d’un plasma ultra-froid. Une autre étude concerne le proces-
sus du transfert d’excitation & résonance de Forster, dont les propriétés de cohérence ont été
analysés par une technique spectroscopique originale dite de "creusement spectral”.

Abstract

This thesis deals with long-range interactions between cold Rydberg atoms. It describes
results of the first realization of the dipole blockade, characterized in an ensemble of atoms
by a strong limitation of the excitation to Rydberg states, due to the shift of the energy le-
vels linked to the dipole-dipole interactions between Rydberg atoms. The importance of the
dipole blockade has been underlined in quantum information with the possible realization of
two qubits conditionnal quantum gates. The evidence for the dipole blockade is brought using
two different configurations: in the presence of a static electric field and using Forster reso-
nances. Getting the dipole blockade requires a very good control of experimental conditions :
compensation for stray electric fields, control of ionization sources, control of the intensity of
excitation to stay below the power saturation threshold. Complementary experiments have
been carried out, such as the study of dipolar forces between Rydberg atoms responsible for
Penning ionization, which can be at the origin of the formation of an ultra-cold plasma. Ano-
ther study concerns the excitation transfert at Foster resonance, whose coherence properties
have been studied by an original spectroscopic technique close to spectral hole-burning.

Mots clés
Atomes de Rydberg Forces dipolaires Ionisation Penning
Blocage dipolaire Information quantique Photoionisation
Cohérence Interaction Van der Waals Plasmas froids

Collisions froides Interaction dipole-dipole Procédé Forster



