
HAL Id: tel-00492482
https://theses.hal.science/tel-00492482v1
Submitted on 16 Jun 2010 (v1), last revised 24 Jun 2010 (v2)

HAL is a multi-disciplinary open access
archive for the deposit and dissemination of sci-
entific research documents, whether they are pub-
lished or not. The documents may come from
teaching and research institutions in France or
abroad, or from public or private research centers.

L’archive ouverte pluridisciplinaire HAL, est
destinée au dépôt et à la diffusion de documents
scientifiques de niveau recherche, publiés ou non,
émanant des établissements d’enseignement et de
recherche français ou étrangers, des laboratoires
publics ou privés.

Propagation quantique d’ondes de matière guidées:
Laser à atomes et localisation d’Anderson

Juliette Billy

To cite this version:
Juliette Billy. Propagation quantique d’ondes de matière guidées: Laser à atomes et localisation
d’Anderson. Physique Atomique [physics.atom-ph]. Université Paris Sud - Paris XI, 2010. Français.
�NNT : �. �tel-00492482v1�

https://theses.hal.science/tel-00492482v1
https://hal.archives-ouvertes.fr
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THÈSE

présentée par

Juliette BILLY

en vue d’obtenir le grade de Docteur en Sciences de l’Université Paris-Sud 11
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Introduction

Depuis 1995 [1,2], la physique des atomes ultra-froids a atteint une telle ma-
turité qu’elle est aujourd’hui utilisée pour simuler des problèmes fondamentaux
de la matière condensée [3, 4]. Les atomes froids permettent en effet de réaliser
des systèmes "idéaux" remarquablement bien contrôlés expérimentalement, dont
les paramètres peuvent être réglés précisément et de manière indépendante. Plus
spécifiquement, dans ses systèmes, les interactions inter-atomiques peuvent être
contrôlées à l’aide de résonances de Feshbach [5], ce qui n’est pas le cas des élec-
trons. De plus ses systèmes peuvent être détectés et leurs paramètres mesurés
à l’aide de méthodes variées et directes [6] : en particulier une mesure directe
des fonctions d’onde est possible. Ces méthodes sont ainsi complémentaires des
mesures indirectes - par exemple de conductance - réalisées dans le domaine de
la matière condensée. Enfin, il est possible de manipuler les atomes froids à l’aide
de potentiels "propres", ne présentant ni absorption ni phonons. Ces potentiels
permettent de réaliser des géométries très variées : 1D, 2D, 3D ou même des
réseaux. Un exemple frappant du lien de plus en plus fort entre atomes froids
et matière condensée est donné par les expériences réalisées dans les réseaux op-
tiques, analogue de la structure crystalline en physique du solide : un tel système
offre en effet la possibilité de contrôler de manière indépendante tous les para-
mètres de l’hamiltonien de Bose-Hubbard (énergie sur site, couplage par effet
tunnel, interactions) qui régit son évolution. Dans ce contexte, les atomes froids
ont déjà obtenu plusieurs succès spectaculaires, initiés par l’observation de la
transition superfluide-isolant de Mott en 2002 [7]. Une autre thématique en plein
essor est liée à la physique en basse dimension : elle a donné lieu à la réalisation
de gaz de bosons 1D dans le régime de Tonks-Girardeau [8,9] ou à l’observation
de la transition de Berezinskii-Kosterlitz-Thouless à 2D [10,11]. Notons que si ce
domaine s’est développé initialement avec les bosons, il s’est considérablement
enrichi ces dernières années avec la possibilité de contrôler aussi des fermions ou
des mélanges d’espèces dans des réseaux optiques. Citons par exemple l’observa-
tion de la transition BEC-BCS [12], la réalisation d’isolants de Mott [13, 14] ou
de mélanges [15–18]. Pour plus de détails, on pourra se référer à la revue [4].

Un des problèmes fondamentaux particulièrement étudiés dans le cadre de
la matière condensée est le transport quantique. Sous cette nomination sont re-
groupés une grande variété de phénomènes. On en distingue deux grands types :
il existe d’une part des effets linéaires à une particule, comme l’effet tunnel, les
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oscillations de Bloch dans un réseau ou la très célèbre localisation d’Anderson
en présence de désordre. Nous reviendrons bien sûr en détails sur cette dernière
dans la suite. D’autre part des effets non-linéaires, où les interactions entre par-
ticules jouent un rôle essentiel, donnant lieu par exemple à la superfluidité, à
l’apparition de solitons ou au blocage de Coulomb. L’étude de ces phénomènes
avec des atomes froids s’est aussi naturellement développée ces dernières années.
Citons entre autres l’observation de la réflexion quantique sur une surface [19],
les études d’instabilités en présence d’une barrière en mouvement [20–22], l’ob-
servation d’ondes de choc [23] et de solitons [24,25] et très récemment l’étude de
la propagation d’une impureté dans les gaz 1D [26]. Cette thématique du trans-
port quantique est ainsi actuellement en plein essor donnant lieu à nombreuses
propositions théoriques [27–34].

Dans ce contexte d’utilisation des atomes froids comme systèmes modèles
pour la matière condensée, une attention toute particulière est apportée à l’intro-
duction d’un désordre contrôlé afin de simuler au mieux les systèmes électroniques
réels, dans lesquels les impuretés sont inhérentes. L’effet le plus emblématique du
désordre sur les ondes électroniques est la localisation d’Anderson [35]. Celle-ci se
manifeste par un arrêt total des ondes en présence d’un désordre même faible et
donne lieu à une transition de phase métal-isolant à 3D. Ce phénomène a suscité,
depuis sa prédiction par P. W. Anderson en 1958, d’innombrables études aussi
bien théoriques qu’expérimentales [36]. Mise en évidence de manière indirecte
dans les systèmes électroniques dans les années 1980, la localisation d’Anderson
a ensuite fait l’objet de nombreuses réalisations avec des ondes classiques (lu-
mineuses, sonores ou μ-ondes). Ces recherches sont toujours d’actualité dans ce
type de systèmes, comme en témoigne la récente démonstration à 3D avec des
ultra-sons [37] en 2008 ou encore la première observation directe de la localisation
via les fonctions d’ondes localisées [38] en 2007. La localisation d’Anderson est
ainsi, un peu plus de 50 ans après sa découverte, un domaine de recherche tou-
jours très actif où restent encore des questions ouvertes : celles-ci portent d’une
part sur les exposants critiques, qui décrivent la transition à 3D, et d’autre part
sur l’effet de non-linéarités. La possibilité d’étudier cette problématique dans le
domaine des atomes froids [39] a du coup suscité un vif intérêt et une intense
compétition scientifique ces dernières années. En outre, même si la localisation
dynamique a été observée avec des atomes froids [40, 41], la localisation d’An-
derson n’avait jusqu’en 2008 jamais été observée directement avec des ondes de
matière, c’est-à-dire via les fonctions d’ondes localisées.

Depuis la proposition théorique de Damski et al. en 2003 [39], cette théma-
tique a pris une importance grandissante dans le domaine des atomes froids, avec
notamment les premières expériences réalisées en 2005 à Hannovre, Florence et
Orsay [42–44] en utilisant comme onde de matière un condensat en expansion
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dans un guide. Ces expériences, dont l’une a été réalisée dans le groupe d’Op-
tique Atomique durant la thèse de D. Clément [44], n’ont néanmoins pas permis
l’observation de la localisation d’Anderson. Elles ont toutefois suscité un travail
théorique intense pour déterminer les conditions d’observations de la localisa-
tion [45–51]. Dans cette "quête" de la localisation, les travaux théoriques menés
par L. Sanchez-Palencia, au sein du groupe d’Optique Atomique, ont ainsi joué
un rôle essentiel en mettant notamment en évidence la présence d’un seuil de
mobilité effectif (effective mobility edge) à 1D dans le cas d’un désordre créé par
un champ de tavelures laser (speckle) [46]. Ce mobility edge effectif implique que
seules les ondes de matière de basse énergie peuvent en pratique être stoppées
par le désordre : pour observer le phénomène de localisation avec un condensat
en expansion, il faudra donc limiter l’énergie de ce dernier. Celle-ci résultant des
interactions initiales à l’intérieur du condensat, un point clé sera donc de réaliser
des condensats les plus dilués possibles. Une fois ces conditions indentifiées, nous
avons donc adapté le principe des expériences précédentes sur notre expérience.
Nous avons alors été à même d’observer, pour la première fois, la localisation
d’Anderson d’ondes de matières [52]. Notons que cette observation, faite en 2008
a été réalisée de manière quasi-simultanée dans le groupe de M. Inguscio à Flo-
rence [53], avec un système toutefois différent et complémentaire.

En parallèle de ces travaux sur la localisation d’Anderson et toujours dans la
perspective de l’étude du transport quantique, nous développons sur notre expé-
rience une nouvelle source atomique cohérente : le laser à atomes guidé [54],
analogue atomique d’un laser photonique. De manière générale, ces lasers à
atomes, démontrés juste après la réalisation des condensats [55–59], permettent
de réaliser, par extraction cohérente d’atomes d’un condensat, des ondes de ma-
tière "mono-énergétiques" et directionnelles. Motivées par les futures applica-
tions, notamment en interférométrie atomique [60], ces lasers à atomes ont fait
l’objet de nombreuses études expérimentales ou théoriques, qu’elles concernent
leur flux [61, 62], leurs propriétés de cohérence [63,64] ou leur dynamique trans-
verse [65–71]. La maîtrise acquise dans ce domaine ouvre maintenant de nou-
velles perspectives où ces lasers à atomes peuvent par exemple être utilisés pour
sonder un condensat [72] ou, comme nous l’avons déjà dit, étudier différents
phénomènes de transport quantique. Dans cette perspective et afin d’assurer un
meilleur contrôle de leur propagation, des lasers à atomes, guidés par un guide
optique horizontal, ont récemment été réalisés [54, 73]. L’annulation des effets
de la gravité permet alors d’obtenir des lasers à atomes se propageant avec une
longueur d’onde de de Broglie élevée (∼ μm). En outre ces lasers à atomes
guidés offrent la possibilité de contrôler de manière indépendante l’énergie de
l’onde de matière et les interactions intra-laser. Ils sont ainsi particulièrement
bien adaptés à l’étude de phénomènes de transport quantique à travers des obs-
tacles [28, 29,31,33,34], que ces effets soient linéaires ou non-linéaires.



8 Introduction

Au cours de cette thèse, nous avons amélioré et caractérisé le laser à atomes
guidé [54], en étudiant précisément le processus de couplage et en réalisant une
mesure de sa largeur spectrale. Cette dernière est basée sur l’étude de la propa-
gation du laser à atomes à travers une barrière de potentiel réalisée optiquement
et d’épaisseur suffisamment grande pour que la transmission du laser à atomes
soit essentiellement classique. Nous avons de plus étudié la possibilité d’observer
de l’effet tunnel lors de la propagation du laser à atomes guidé à travers des obs-
tacles réalisés optiquement. Ces travaux sont prometteurs en vue d’étudier des
effets de propagation quantique à travers des structures optiques plus complexes,
comme par exemple une cavité Fabry-Pérot atomique [28,30] ou du désordre [33].
Ils font l’objet de deux articles en préparation.

Enfin, notons que les travaux présentés dans ce manuscrit, ont été réalisés à
Orsay avant le déménagement de l’expérience dans le nouveau bâtiment de l’Ins-
titut d’Optique à Palaiseau. En particulier nous avons dû arrêter nos expériences
sur le laser à atomes guidé pour déménager notre dispositif expérimental. Ac-
tuellement, la nouvelle expérience commence à redonner ses premiers résultats et
va permettre de continuer les travaux présentés dans ce manuscrit. De la même
manière qu’à Orsay, ces expériences seront menées en parallèle des études por-
tant sur la localisation d’Anderson. Nous sommes en effet actuellement en train
de mettre en place un nouveau dispositif en vue de l’observation de la transition
d’Anderson à 3D.

Plan du mémoire

Ce mémoire se décompose en trois chapitres : le premier chapitre présente
notre réalisation expérimentale d’ondes de matière guidées optiquement. Ce cha-
pitre introduit tout d’abord les élements théoriques nécessaires dans la suite du
mémoire. Nous présentons ensuite succintement notre dispositif expérimental de
création de condensat, celui-ci ayant déjà fait l’objet de descriptions détaillées
[74–76]. Puis nous présentons notre réalisation expérimentale d’un condensat
dans un piège hybride obtenu au croisement d’un piège magnétique et d’un piège
optique très allongé, que nous utiliserons comme guide d’onde par la suite. In-
sistons d’ores et déjà sur le fait que cette configuration est le point essentiel à
la réalisation d’ondes de matière guidées sur notre expérience. Nous concluons
ce chapitre en présentant succintement les deux ondes de matière (condensat en
expansion et laser à atomes guidé) que nous avons réalisé ainsi que les conditions
expérimentales nécessaires aux expériences présentées dans les deux autres cha-
pitres.
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Le deuxième chapitre est consacré à l’étude expérimentale de la localisation
d’Anderson 1D d’un condensat en expansion dans un champ de speckle. Nous
commençons par introduire de manière plus détaillée le phénomène de localisa-
tion d’Anderson, en en donnant une image ondulatoire et en présentant un bref
état de l’art expérimental sur ce vaste sujet. Nous présentons ensuite le cas par-
ticulier de la localisation 1D d’ondes de matière, en détaillant la proposition de
L. Sanchez-Palencia [46] sur laquelle repose notre réalisation expérimentale. Puis
nous décrivons la mise en oeuvre expérimentale des élements essentiels de cette
réalisation, à savoir (i) la mise en place d’un désordre adapté obtenu à partir d’un
speckle et (ii) le contrôle d’un condensat en expansion. Enfin, nous présentons
notre observation expérimentale de la localisation d’Anderson 1D, en mettant en
évidence, conformément aux prédictions théoriques [46], deux régimes de locali-
sation : exponentiel et algébrique de part et d’autre du mobility edge effectif.

Enfin le dernier chapitre est dédié à l’étude du laser à atomes guidé et de sa
propagation à travers des obstacles réalisés optiquement. Nous commençons par
décrire le principe et les propriétés du laser à atomes guidé, ce qui nous permet
d’introduire les paramètres essentiels pour le décrire. Nous détaillons ensuite le
processus de couplage à l’origine du laser à atomes, d’un point de vue théorique
comme expérimental. Nous montrons alors que le laser à atomes est limité expé-
rimentalement par des fluctuations magnétiques et déduisons du spectre de ces
fluctuations, la distribution en énergie du laser à atomes. Puis nous présentons les
barrières de potentiel que nous avons réalisé en vue des expériences de transmis-
sion. Nous détaillons ensuite notre méthode pour caractériser spectralement le
laser à atomes, basée sur la propagation du laser à atomes à travers une barrière
de potentiel épaisse. Enfin, nous concluons ce chapitre en étudiant la possibilité
d’observer l’effet tunnel avec notre dispositif expérimental.
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Production d’ondes de matière
guidées

Dans ce chapitre, nous nous intéressons à la réalisation expérimentale d’ondes
de matière guidées à partir de condensats de Bose-Einstein. Sur notre expérience,
ces ondes de matière sont guidées par un piège optique (ou pince optique) horizon-
tal très allongé, et sont de deux types différents. Dans un premier cas, l’onde de
matière guidée est aisément obtenue en relâchant un condensat de Bose-Einstein
dans le piège optique : c’est ainsi une superposition d’ondes de matière de diffé-
rentes énergies. Dans le deuxième cas, l’onde de matière est un laser à atomes,
analogue atomique d’un laser photonique : idéalement, c’est une onde de matière
mono-énergétique. En pratique, sa réalisation impose des conditions expérimen-
tales strictes. Pour chaque type d’ondes de matière, nous cherchons à étudier des
phénomènes de transport quantique à travers des obstacles créés optiquement,
comme nous le verrons aux chapitres 2 et 3.

Sur notre dispositif expérimental, l’obtention de ces ondes de matière gui-
dées se déroule en trois grandes étapes : nous commençons par créer, dans un
piège purement magnétique, un nuage d’atomes au seuil de la condensation. Puis
dans un deuxième temps, nous transférons ce nuage d’atomes ultra-froids dans
un piège dit hybride, obtenu à l’intersection du piège magnétique et du piège
optique. Après une nouvelle étape de refroidissement évaporatif, nous obtenons
un condensat de Bose-Einstein, à partir duquel nous créons une onde de matière
guidée optiquement. Suivant la méthode choisie, celle-ci est soit réalisée à partir
du condensat hybride en expansion dans le guide optique, soit un laser à atomes.

Ce chapitre se découpe en quatre parties : dans la première partie, nous
rappelons quelques résultats théoriques généraux concernant les condensats de
Bose-Einstein. Les trois autres parties suivent les étapes de production des ondes
de matière. Tout d’abord, nous présentons succintement le dispositif expérimen-
tal qui nous permet d’obtenir des condensats de Rubidium 87. Puis nous nous
intéressons à la réalisation de condensats dans le piège hybride. Enfin dans la
dernière partie, nous présentons les deux types d’ondes de matière guidées que
nous pouvons créer expérimentalement.
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1.1 Généralités sur les condensats de Bose-Einstein
Nous revenons ici sur les principaux résultats théoriques permettant de dé-

crire les condensats de Bose-Einstein. Nous présentons en particulier le régime
de Thomas-Fermi, qui correspond au régime dans lequel se trouvent les conden-
sats que nous obtenons expérimentalement. Nous présentons aussi le formalisme
"quasi-1D" usuellement utilisé dans les géométries très allongées. Ce formalisme
est en particulier bien adapté à la description des ondes de matières guidées que
nous réalisons.

1.1.1 Condensation de Bose-Einstein et équation de Gross-
Pitaevskii

La condensation de Bose-Einstein [77] correspond à l’accumulation d’un nombre
macroscopique de particules de spin entier, les bosons, dans le même état quan-
tique. Qualitativement, elle apparaît lorsque la nature ondulatoire (quantique)
des bosons devient prépondérante, soit lorsque leur longueur d’onde de de Bro-
glie thermique λdB devient de l’ordre ou supérieure à la distance inter-atomique
d ≈ n1/3 où n est la densité du gaz de bosons. Pour un gaz d’atomes, de masse m,
à la température T, ce critère d’apparition de la condensation de Bose-Einstein
s’écrit :

D = nλ3
dB ∼ 1 avec λdB =

√
2π�2

mkBT
, (1.1)

où D est la densité dans "l’espace des phases". Plus quantitativement, il est pos-
sible de mettre en équation la condensation de Bose-Einstein d’un gaz idéal de
bosons [78, 79]. Nous rappelons ici les principaux résultats dans le cas d’un gaz
idéal (sans interaction) de N atomes piégés dans un piège harmonique tridimen-
sionnel de courbures ωx,y,z. Nous prenons comme origine des énergies l’énergie
du niveau fondamental. A une température T donnée, le nombre moyen d’occu-
pation de l’état quantique i d’énergie Ei s’écrit :

f(Ei) =
1

e(Ei−μ)/kBT − 1
(1.2)

avec N =
∑

f(Ei) et μ le potentiel chimique (μ < 0). Lorsque T tend vers
0, μ tend nécessairement vers 0, sans quoi aucun état n’est peuplé. Lorsqu’on
abaisse la température du gaz, les états excités deviennent saturés et un nombre
macroscopique d’atomes s’accumule dans l’état fondamental. On montre alors
que le critère exact d’apparition de la condensation s’écrit :

D = n(0)λ3
dB ≈ 2.612 (1.3)
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avec n(0) la densité spatiale au centre du nuage. En d’autres termes, la condensa-
tion de Bose-Einstein apparaît en deçà d’une température critique Tc telle que :

Tc = 0.94
�ω

kB

N1/3 (1.4)

où ω = (ωxωyωz)
1/3 est la moyenne géométrique des courbures du piège. Pour

des températures inférieures à Tc, le nombre macroscopique N0 d’atomes qui
s’accumulent dans l’état fondamental du piège vaut :

N0

N
= 1 −

(
T

Tc

)3

(1.5)

Néanmoins cette description repose sur l’hypothèse que les atomes n’inter-
agissent pas entre eux. Pour décrire réellement le comportement d’un conden-
sat, il est nécessaire de prendre en compte les interactions inter-atomiques, qui
sont dues aux collisions entre atomes. Dans le cas d’atomes ultra-froids, celles-ci
peuvent être décrites par une diffusion en onde s, caractérisée par la longueur
de diffusion a. Dans le cas du Rubidium 87, a est positive, indiquant que les
interactions entre atomes sont répulsives (a = 5.3 nm). Les gaz d’atomes avec
lesquels nous travaillons sont dilués (na3 << 1), il est alors possible de décrire
les interactions par un potentiel de champ moyen : gcolln où gcoll = 4π�

2a/m est
la constante de couplage due aux collisions.

L’évolution d’un condensat, composé de N atomes interagissant et soumis à
un potentiel extérieur V (r) est alors donnée par l’équation de Gross-Pitaevskii
dépendante du temps [77] :

i�
∂

∂t
ψ(r, t) =

[
− �

2

2m
Δ + V (r) + gcoll |ψ(r, t)|2

]
ψ(r, t) (1.6)

Dans le régime stationnaire (ie à l’équilibre), la fonction d’onde du condensat
peut être écrite sous la forme :

ψ(r, t) = φ0(r) e−iμt/� (1.7)

où n(r, t) = |ψ(r, t)|2 est la densité spatiale du condensat et μ son potentiel
chimique. φ0(r) vérifie l’équation de Gross-Pitaevskii indépendante du temps :[

− �
2

2m
Δ + V (r) + gcoll |φ0(r)|2

]
φ0(r) = μφ0(r) (1.8)

Dans cette équation, les termes du membre de gauche définissent les différentes
énergies mises en jeu, à savoir respectivement l’énergie cinétique, l’énergie po-
tentielle et l’énergie d’interaction. Le potentiel chimique μ rend compte, quant
à lui, de l’augmentation d’énergie induite par l’ajout d’un atome dans la phase
condensée.
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1.1.2 Régime de Thomas-Fermi
Dans le cas où le nombre N d’atomes dans le condensat est grand (N >> 1),

l’énergie cinétique peut devenir très faible devant l’énergie d’interaction. On peut
alors la négliger dans l’équation de Gross-Pitaevskii : c’est ce qu’on appelle l’ap-
proximation de Thomas-Fermi. Dans ce régime, la fonction d’onde du condensat
prend alors la forme suivante :

φ0(r) =

√
μ − V (r)

gcoll

(1.9)

Expérimentalement, nous travaillons avec des pièges harmoniques de courbure
ωx,y,z. Le profil de densité du condensat a une forme de parabole inversée, de
rayons caractéristiques :

Ri =

√
2μ

mω2
i

où i = x, y, z (1.10)

Le potentiel chimique μ est obtenu alors en normalisant la fonction d’onde du
condensat au nombre d’atomes N :

μ =
1

2
(15aN�

2ωxωyωz)
2/5m1/5 (1.11)

L’approximation de Thomas-Fermi est valide lorsque Na >> σi avec σi =√
�/mωi la taille de l’oscillateur harmonique associé dans la direction i. Cette

condition de validité peut aussi se réécrire μ >> �ωi. En pratique, les condensats
que nous réalisons contiennent entre quelques 104 et 106 atomes. Les pièges que
nous utilisons sont anisotropes de fréquences transverses comprises entre 70 et
400 Hz environ et de fréquence longitudinale variant entre 5 et 60 Hz environ.
Cela correspond à des potentiels chimiques de quelques centaines de Hertz à
quelques kilohertz. Ainsi les condensats que nous réalisons peuvent généralement
être décrits dans l’approximation de Thomas-Fermi.

1.1.3 Régime quasi-1D
Nous présentons ici le formalisme usuellement utilisé dans les configurations

très allongées [27,29,80,81] et qui est ainsi bien adapté pour décrire les ondes de
matières guidées créées sur notre expérience. Considérons une onde de matière se
propageant dans un potentiel extérieur anisotrope de courbures transverse ω⊥ et
longitudinale ωz telles que ω⊥ >> ωz. Dans ce cas, il est justifié de supposer que
la dynamique transverse suit adiabatiquement l’évolution longitudinale. Cette
hypothèse permet d’écrire la fonction d’onde de l’onde de matière guidée sous la
forme [80] :

Ψ(ρ, z, t) = ψ⊥(ρ, z, t)φ(z, t) (1.12)
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avec les conditions de normalisation suivantes :∫
|ψ⊥|2dρ = 1 (1.13)

∫
|ψ|2dρ = |φ(z, t)|2 = n1D(z, t) (1.14)

où n1D est la densité linéique de l’onde de matière.

L’évolution de l’onde de matière guidée dans le potentiel extérieur V (ρ, z) est
donnée par l’équation de Gross-Pitaevskii (Eq.1.6). L’approximation adiabatique
permet de supposer que la fonction d’onde transverse ψ⊥ de l’onde de matière
varie lentement à la fois selon z et dans le temps, cette deuxième hypothèse
imposant de plus que l’onde de matière se propage à faible vitesse. On peut alors
montrer [80] que les fonctions ψ⊥ et φ sont solutions de deux équations couplées :[

− �
2

2m
Δ⊥ + V⊥ + gcoll n1D(z) |ψ⊥|2

]
ψ⊥ =μ̃(z) ψ⊥, (1.15)

i�
∂φ

∂t
=

[
− �

2

2m

∂2

∂z2
+ (V‖(z) + μ̃(z))

]
φ (1.16)

où Δ⊥ porte uniquement sur les directions transverses et V⊥(ρ, z) est le potentiel
transverse. V‖(z) =

∫
V (r)|ψ⊥|2dρ est le potentiel 1D effectif ressenti par l’onde

de matière : il correspond au potentiel moyenné sur les directions transverses.

Enfin μ̃ est le potentiel chimique effectif local de l’onde de matière [80,81]. Il
caractérise à la fois la dynamique transverse de l’onde de matière et son énergie
d’interaction et s’écrit sous la forme :

μ̃(z) =

∫ (
�

2

2m
|∇⊥Ψ⊥|2 + V⊥ |Ψ⊥|2 + gcolln1D |Ψ⊥|4

)
dρ (1.17)

où les deux premiers termes correspondent respectivement à l’énergie cinétique
et potentielle dans les directions tranverses. Le dernier terme quant à lui décrit
les interactions à l’intérieur de l’onde de matière et dépend de la densité linéique
de l’onde de matière n1D.

Dans le cas d’un potentiel transverse harmonique, le potentiel effectif s’écrit de
manière simple dans les deux cas limites : interactions faibles et fortes. Le cas des
fortes interactions correspond au régime de Thomas-Fermi pour lequel an1D >>
1, le potentiel chimique effectif s’écrit μ̃ = 2�ω⊥

√
an1D. Dans le cas d’interac-

tions faibles (an1D << 1), le potentiel chimique s’écrit μ̃ = �ω⊥(1 + 2an1D). En
pratique les ondes de matière que nous réalisons expérimentalement se trouvent
dans le régime de faibles interactions.
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1.2 Dispositif expérimental

Nous présentons dans cette partie le dispositif expérimental (Fig. 1.1) nous
permettant d’obtenir un condensat de Bose-Einstein de Rubidium 87. Ce dis-
positif a été décrit en détails dans les thèses de M. Fauquembergue [74], J.-F.
Riou [75] et W. Guerin [76]. Nous revenons ici très brièvement sur les étapes
nécessaires pour atteindre la condensation ainsi que sur les principaux éléments
du dispositif expérimental. En particulier, nous présentons le piège magnétique
dans lequel est créé le condensat ainsi que notre système d’imagerie.
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Fig. 1.1: Dispositif expérimental : nous travaillons sous un vide de bonne qualité
(quelques 10−11 mbars dans la cellule en verre où est obtenu le condensat) pour éviter
au maximum les collisions entre les nuages d’atomes et le gaz résiduel pendant la
durée d’un cycle expérimental (∼ 1 min). Ce dernier commence par le ralentissement,
via le "ralentisseur Zeeman", d’un jet d’atomes de Rubidium 87, extrait du four à
120 ◦C. A la sortie du ralentisseur, les atomes ont une vitesse suffisamment faible
pour être capturés dans le piège magnéto-optique. Ils sont alors transférés dans un
piège purement magnétique, dans lequel est obtenu un condensat de Bose-Einstein
(contenant environ 106 atomes) après évaporation radio-fréquence.
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1.2.1 Etapes vers la condensation
La production d’un condensat de Bose-Einstein nécessite de créer un nuage

d’atomes à très basse température et de densité suffisamment élevée pour que la
densité dans l’espace des phases nλ3

dB soit de l’ordre de 1. La densité dans l’espace
des phases initiale étant de l’ordre de 1015 environ, l’obtention d’un condensat
nécessite donc un certain nombre d’étapes successives, présentées figure 1.2. On
distingue trois grandes étapes : refroidissement laser, puis transfert dans un piège,
magnétique dans notre cas, et enfin refroidissement évaporatif.
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Fig. 1.2: Chemin dans l’espace des phases vers la condensation

Expérimentalement, notre point de départ est un jet d’atomes extrait d’une
vapeur de Rubidium chauffée dans un four à 120 ◦C. Ce faisceau atomique su-
bit plusieurs étapes de refroidissement laser, pour lesquelles nous utilisons des
faisceaux lasers désaccordés dans le rouge de la transition fermée1 |F = 2〉 →
|F ′ = 3〉 (λ = 780 nm) du Rubidium 87 :
- Ralentissement Zeeman [82]. A l’aide d’un faisceau laser contra-propageant,
on diminue la vitesse des atomes jusqu’à 20 m/s environ pour permettre leur cap-
ture dans le piège magnéto-optique.
- Piège magnéto-optique (PMO) [83]. Il est constitué de trois paires de fais-
ceaux lasers contra-propageants (piège + repompeur) et d’un gradient magné-
tique obtenu à partir de deux circuits imprimés tenant lieu de bobines et permet
de piéger et refroidir les atomes. Après une vingtaine de secondes de chargement,

1L’écart entre les niveaux |F ′ = 2〉 et |F ′ = 3〉 étant faible, les atomes ont une probabi-
lité non négligeable de se désexciter vers |F = 1〉 et d’être "perdus" pour le refroidissement.
On superpose donc à chaque faisceau piège un faisceau repompeur, accordé sur la transition
|F = 1〉 → |F ′ = 2〉.
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nous piégeons dans le PMO environ 109 atomes à une température de 500 μK
environ.
- "Dark Spot" [84] : cette étape consiste à ne pas repomper les atomes au centre
du piège (en imageant un point noir au centre des faisceaux repompeurs) pour
éviter les phénomènes de diffusion multiple et ainsi augmenter la densité spatiale
du nuage.
- Mélasse optique [85]. En augmentant le désaccord des faisceaux pièges et
en coupant le champ magnétique, on abaisse la température du nuage atomique
jusqu’à 50 μK environ, au prix d’une diminution faible de la densité du nuage.

A l’issue de ces différentes étapes, le nuage atomique contient environ 6 108

atomes à une température de 50 μK environ. Nous transférons alors ce nuage
dans un piège purement magnétique, dans lequel est réalisée l’évaporation radio-
fréquence permettant d’atteindre la condensation. Nous présentons les particu-
larités et les caractéristiques de notre piège magnétique dans la partie suivante.

1.2.2 Piège magnétique
Le piégeage magnétique d’atomes neutres [86] repose sur l’interaction entre

leur moment magnétique et un champ magnétique statique. Celle-ci est décrite
par un potentiel gF mF μB |B(r)| avec mF l’état hyperfin considéré et gF le fac-
teur de Landé correspondant. Seuls les atomes tels que gF mF > 0 peuvent être
piégés magnétiquement dans un minimum de champ |B(r)|. Expérimentalement,
nous piégeons les atomes dans l’état |F = 1, mF = −1〉 pour lequel gF = −1/2.
Le tranfert du nuage atomique dans le piège magnétique induit ainsi une perte
de 2/3 des atomes.

Le piège magnétique que nous utilisons est un piège de type Ioffe-Pritchard
qui combine un champ quadrupolaire assurant le confinement radial du piège
(plan yOz) via un gradient b′ de champ et un champ dipolaire orienté dans la
direction x. Celui-ci crée un biais magnétique B0 non nul et une courbure b′′ dans
la direction privilégiée x. Le module du champ magnétique ainsi créé s’écrit :

|B(x, y, z)| =

√(
B0 +

b′′x2

2

)2

+

(
b′2 − b′′B0

2

)
(y2 + z2) (1.18)

Autour du centre du piège, le potentiel magnétique V associé est bien ap-
proximé par le potentiel harmonique suivant :

V = V0 +
1

2
m(ω2

xx
2 + ω2

yy
2 + ω2

zz
2) (1.19)

ωx =

√
gF mF μB

m
b′′ et ωy,z ≈

√
gF mF μB

m

b′2

B0

(1.20)
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La spécificité du groupe d’Optique Atomique est l’utilisation de matériaux
ferromagnétiques pour réaliser les pièges magnétiques [87, 88]. Plus particuliè-
rement sur notre dispositif expérimental (Fig. 1.3), le champ quadrupolaire est
obtenu à partir de quatre pôles ferromagnétiques qui guident et concentrent le
champ magnétique obtenu à partir de deux bobines [74,88]. Ces pôles permettent
ainsi de créer un gradient de champ important pour un courant d’alimentation
des bobines peu élevé : typiquement b′ = 830 G/cm pour un courant saturant de
60 A. Ils permettent aussi d’éloigner les bobines quadrupolaires de la cellule à
vide, facilitant ainsi leur refroidissement. Cependant ils introduisent des champs
rémanents que nous compensons en ajoutant deux bobines supplémentaires de
même géométrie que les bobines quadrupolaires. Le champ dipolaire est quant-
à-lui créé à l’aide de deux bobines d’axe x parcourues par un courant de 15 A
(Fig. 1.3).

y

z

x

Dipôle Cellule

Anti-dipôle

Quadrupôle

Cellule

Bobines
du PMO

Dipôle

Pôle
ferromagnétique

Fig. 1.3: Schéma et photo in situ de l’électroaimant.

En pratique, nous commençons par transférer le nuage d’atomes obtenu à
l’issue de la mélasse optique dans un piège magnétique peu confinant, de manière
à adapter sa taille à celle du nuage atomique. Puis nous comprimons le piège pour
augmenter le taux de collisions dans le nuage atomique de manière à favoriser le
refroidissement évaporatif. La compression est obtenue d’une part en augmentant
le courant dans le quadrupôle et d’autre part en diminuant le biais magnétique.
Dans ce but, nous créons un champ anti-dipolaire, en ajoutant deux bobines
supplémentaires parcourues par un courant de sens opposé à celui du dipôle. Le
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piège ainsi obtenu est caractérisé par les valeurs expérimentales suivantes :
b′ = 830 G/cm , b′′ = 82 G/cm2 et B0 = 7.1 G (1.21)

qui correspondent à des fréquences de piégeage longitudinale ωx/2π = 8.2 Hz et
transverse ωy,z/2π = 280 Hz.

Nous obtenons alors un condensat de Bose-Einstein dans le piège magnétique
après une étape de refroidissement évaporatif [89, 90] : celle-ci consiste à reti-
rer du nuage les atomes les plus chauds, les atomes restants se rethermalisant
alors à une température plus faible. Pour ce faire, on tronque le piège magné-
tique à l’aide d’un champ radio-fréquence2 qui induit une transition entre l’état
piégeant magnétiquement |F = 1, mF = −1〉 dans lequel se trouve le nuage ato-
mique et l’état |F = 1, mF = 1〉, anti-piégeant magnétiquement. On élimine ainsi
les atomes situés sur la ligne équipotentielle magnétique définie par la condition
de résonance. La condensation est alors atteinte en diminuant progressivement la
fréquence du champ rf. Typiquement après une rampe d’évaporation de 27s, nous
obtenons des condensats de Bose-Einstein purs contenant environ 106 atomes.

1.2.3 Imagerie absorption-fluorescence et analyse des images
La caractérisation des nuages d’atomes se fait en imageant directement le

nuage d’atomes obtenu à l’issue de chaque cycle expérimental. Expérimentale-
ment nous avons utilisé deux types d’imagerie3 : par absorption et par fluores-
cence. Nous présentons ici ces deux techniques. Puis nous évaluons les perfor-
mances (en terme de bruit) de notre système d’imagerie pour chaque technique
et les comparons. Nous verrons en particulier que l’utilisation d’une caméra am-
plifiée (de type EMCCD4), nous permet de détecter de très faibles densités ato-
miques. Enfin nous détaillons comment les caractéristiques des condensats sont
déduites des images.

1.2.3.1 Principe de l’imagerie

Le principe est d’illuminer le nuage d’atomes avec un faisceau laser à réso-
nance avec la transition |F = 2〉 → |F ′ = 3〉 (ou proche de résonance) pendant
un temps court : 50 μs en pratique. Nous imageons alors le nuage atomique sur
une caméra (CCD ou EMCCD) via un système de transport d’image, comme
présenté figure 1.4. L’image obtenue avec la caméra est directement reliée à la
densité du nuage atomique intégrée suivant l’axe du système d’imagerie (x) :

n2D(y, z) =

∫
n(x, y, z)dx (1.22)

2On parle de couteau radio-fréquence.
3Il existe d’autres méthodes d’imagerie [6], comme par exemple le contraste de phase
4Electron-Multiplying Charge-Coupled-Device
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Système d’imagerie

Il se compose d’un système optique de transport d’image et de la caméra
(Fig. 1.4). Le système de transport d’image est constitué de deux objectifs Clai-
raut, de focale f ′ = 120 mm, utilisés en configuration f ′ − 2f ′ − f ′. L’avantage
de cette configuration afocale est d’assurer un grandissement égal à 1 même si
le nuage atomique n’est pas exactement placé au foyer objet du premier objec-
tif. Ce système optique a une ouverture numérique ON = 0.15, limitée par le
diamètre interne des bobines qui créent le champ magnétique dipolaire. Cette ou-
verture numérique correspond à une résolution spatiale théorique de 3 μm. Nous
reviendrons ultérieurement sur ce point. Notons néanmoins ici que si les objectifs
Clairaut sont corrigés de l’aberration sphérique, ils présentent des aberrations de
champ (coma, astigmatisme) et de l’aberration chromatique5.

La caméra que nous utilisons est une caméra amplifiée EMCCD (modèle
C9102 de Hamamatsu) permettant de détecter de très faibles flux. Celle-ci est
constituée d’une matrice de 1000 × 1000 pixels carrés de côté 8 μm et d’efficacité
quantique 0.45 à 780 nm. Le signal détecté par chaque pixel de la caméra est
amplifié avant lecture, le gain pouvant être choisi entre 6 et 2000.

Ce système d’imagerie (transport d’image et caméra) est le même pour les
deux techniques d’imagerie que nous utilisons : en absorption et en fluorescence.
Les différences entre ces deux techniques reposent sur l’éclairement du nuage
atomique et le signal détecté.

Imagerie par absorption

Cette technique consiste à illuminer le nuage d’atomes avec un faisceau laser
collimaté (appelé faisceau sonde) se propageant suivant l’axe x et d’imager ce
faisceau après traversée du nuage atomique à l’aide du système d’imagerie (Fig.
1.4a). En comparant l’image obtenue avec une image de référence, pour laquelle
il n’y a pas d’atomes, on mesure l’absorption du nuage atomique. Celle-ci dépend
directement de la densité colonne n2D(y, z)6.

5Pour les études de transport d’ondes de matière à travers des obstacles lumineux, il est
nécessaire de quantifier l’aberration chromatique du système de transport d’image. Les obs-
tacles que nous utilisons sont obtenus à partir de faisceaux laser à 514 et 405 nm. Nous avons
mesuré cette aberration en éclairant à l’aide de deux sources laser différentes (laser He-Ne à 833
nm et laser à 405 nm) un diaphragme de quelques microns de diamètre et en déterminant les
positions de ses images à travers le système optique. Nous trouvons que celles-ci sont espacées
de 1.4 ± 0.1 mm, l’image du faisceau bleu étant plus proche du système optique que l’image du
faisceau rouge. Cela signifie que pour imager l’obstacle lumineux réellement "vu" par l’onde de
matière, il est nécessaire de rapprocher la caméra de 1.4 mm environ par rapport à la position
d’observation du nuage atomique.

6Notons ici qu’il s’agit de la densité dans le plan image.
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CCDNuage atomique Transport d'image

z

y

x

a)

b)

faisceau sonde

faisceaux piège
verticaux (PMO)

cellule à videbobines
dipolaires

Fig. 1.4: Système d’imagerie : le nuage d’atomes est imagé sur la caméra via un
système de transport d’image. a) Imagerie par absorption : l’absorption par le nuage
atomique d’un faisceau laser à résonance (faisceau sonde) est mesurée. b) Imagerie par
fluorescence : nous éclairons le nuage atomique avec les faisceaux piège verticaux du
PMO (ramenés à résonance) et détectons sa fluorescence.

Considérons le cas d’un faisceau sonde d’intensité I0(y, z) faible devant l’in-
tensité de saturation du Rubidium Isat = 1.67 mW/cm2. L’intensité Iout(y, z) du
faisceau sonde après traversée du nuage atomique est alors donnée par la loi de
Beer-Lambert :

Iout(y, z) = I0(y, z) e−σ(δ) n2D(y,z) (1.23)

où σ(δ) est la section efficace d’absorption qui dépend du désaccord δ par rapport
à la transition |F = 2〉 → |F ′ = 3〉 de largeur Γ :

σ(δ) =
σ0

1 + 4δ2/Γ2

1

1 + s(δ)
avec σ0 = C × 3λ2

2π
(1.24)

σ0 est la section efficace à résonance. Le coefficient C tient compte de la structure
multi-niveaux de l’atome et dépend de la polarisation des atomes : on l’évalue à
7/15 en supposant que les atomes n’ont pas de polarisation privilégiée [75]. s(δ)
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est le paramètre de saturation :

s(δ) =
s0

1 + 4δ2/Γ2
avec s0 =

I0

Isat

(1.25)

Afin d’avoir un signal indépendant de l’intensité incidente, il est important de
se placer dans le régime de faible saturation. En pratique l’intensité de la sonde
I0 vaut environ 100 μW/cm2 et correspond à s0 � 0.06 	 1. La densité colonne
n2D(y, z) est mesurée expérimentalement en prenant deux images espacées de
quelques dizaines de millisecondes : la première est prise en présence du nuage
atomique, la deuxième, prise en l’absence d’atomes, sert de référence. A résonance
(δ = 0), la densité colonne correspondante est ainsi calculée par division des deux
images :

n2D(y, z) =
1

σ0

ln

(
Iref(y, z)

Iat(y, z)

)
(1.26)

Imagerie par fluorescence

Dans ce cas, le nuage atomique est illuminé par un faisceau laser se propa-
geant dans une direction perpendiculaire à l’axe optique du système d’imagerie
(Fig. 1.4). On détecte alors la lumière diffusée par le nuage atomique. Expéri-
mentalement, nous utilisons les faisceaux pièges verticaux du PMO (ramenés à
résonance) pour éclairer le nuage atomique. Chacun des faisceaux pièges verti-
caux à une intensité d’environ 2 mW/cm2, supérieure à Isat. Ainsi la transition
|F = 2〉 → |F ′ = 3〉 est saturée, ce qui rend le signal de fluorescence moins dé-
pendant de l’intensité des faisceaux. Néanmoins, la probabilité que des atomes
se désexcitent vers l’état |F = 1〉 pendant la prise d’image est non négligeable.
Nous allumons donc les faisceaux repompeurs verticaux pendant le pulse d’ima-
gerie. D’autre part, nous utilisons des faisceaux contra-propageants de manière
à limiter le déplacement des atomes par diffusion résonante de photons pendant
la prise d’image.

Dans le cas où la densité atomique est suffisamment faible pour pouvoir négli-
ger les phénomènes de diffusion multiple à l’intérieur du nuage7 (et en supposant

7Notons que les deux méthodes d’imagerie deviennent moins fiables lorsque les nuages
que nous observons deviennent trop denses optiquement, comme c’est le cas des condensats.
En fluorescence en particulier, les photons émis par les atomes peuvent subir des diffusions
multiples : un photon diffusé par un atome du nuage peut ainsi être absorbé immédiatement
par un autre atome du nuage. Il en résulte que la caméra détecte alors moins de photons
qu’elle ne devrait, ce qui fausse la mesure du nombre d’atomes. En revanche l’imagerie par
absorption étant sensible au nombre de "photons perdus", cet effet doit être moins gênant.
On peut toutefois être amené à diminuer la densité optique effective du nuage atomique en
désaccordant les faisceaux sonde ou PMO ; dans ce cas les effets d’indices deviennent gênants [6].
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que les faisceaux qui illuminent le nuage atomique ont une intensité uniforme)
l’intensité Iout(y, z) reçue par la caméra est telle que :

Iout(y, z) =
Ω

4π

s

2(1 + s)
Γ �ω0 n2D(y, z) (1.27)

où ω0/2π est la fréquence de la transition D2 du Rubidium 87 (λ = 780 nm). Le
paramètre de saturation à résonance vaut ici s0 = Itot/Isat où Itot tient compte
de l’intensité totale des deux faisceaux. Ω/4π est l’efficacité de collection du
système de transport d’image, l’angle solide Ω étant relié à l’ouverture numérique
ON = sin θ ∼ 0.12 du système optique :

Ω

4π
=

1

2
(1 − cos θ) ≈ ON2

4
≈ 4 10−3 (1.28)

Il est ainsi possible de mesurer la densité colonne n2D(y, z) en prenant une seule
image du nuage atomique.

1.2.3.2 Performances et comparaison

Nous déterminons et comparons ici les performances de notre système d’ima-
gerie, en absorption et en fluorescence, en terme de résolution spatiale et de
bruit. Insistons ici sur le fait que nous nous intéresserons plus particulièrement
aux seuils de détection respectifs des deux méthodes. Nous ne considérerons donc
que des faibles densités atomiques pour lesquelles le signal de fluorescence est bien
donné par la formule (1.27)

Comparaison pour un système idéal

Commençons tout d’abord par comparer les rapports signaux à bruits ((s/b)abs

et (s/b)fluo) des deux méthodes d’imagerie dans le cas idéal où le bruit est
uniquement donné par le bruit de grenaille (shot noise) des photons au ni-
veau du détecteur (ici une caméra EMCCD). Dans le cas d’une absorption
faible α = σ0n2D 	 1, le signal correspond au nombre de photons diffusés
ΔNabs

ph = αNinc où Ninc est le nombre de photons incidents. Le rapport signal à
bruit vaut donc idéalement (s/b)abs = α

√
Ninc =

√
α ΔNabs

ph . Dans le cas de la
fluorescence, le signal est donné par le nombre de photons diffusés et collectés
dans l’angle solide relatif, soit Ω/4π.ΔNfluo

ph . Le rapport signal à bruit correspon-
dant vaut (s/b)fluo =

√
Ω/4π ΔNfluo

ph . On en déduit alors le rapport entre ces
deux méthodes :

(s/b)fluo

(s/b)abs

=

√
Ω

4πα

√
ΔNfluo

ph

ΔNabs
ph

(1.29)
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Pour conclure, il nous faut estimer le rapport des photons diffusés suivant les
deux méthodes. Celui n’étant pas a priori déterminé, il nous faut introduire
une hypothèse supplémentaire. Une première approche raisonnable consiste à
considérer des temps d’imagerie identiques tabs = tfluo. En utilisant la relation
ΔNph = Πe Γt, où Πe = s/2(1 + s) est la population de l’état excité, on obtient
dans ce cas : ((s/b)fluo

(s/b)abs

)
tabs=tfluo

=

√
Ω

4πα

√
1

sabs

(1.30)

où nous avons supposé sfluo 
 1 (fluorescence saturée) et sabs 	 1 (absorption
linéaire). Cette expression montre que la fluorescence devient plus sensible que
l’absorption lorsque celle-ci diminue. Toutefois, ce n’est qu’une indication car
rien n’oblige à choisir des temps identiques pour ces deux méthodes.

De fait, une comparaison plus objective consiste à prendre des temps d’expo-
sition correspondant à une même résolution spatiale. Là aussi, on se place dans
un cas idéal où celle-ci est limitée par la marche aléatoire des atomes due à la
diffusion de photons. On peut alors estimer la taille rms du nuage après un temps
d’exposition t par [91] :

Δr ∼ �k

m

√
ΠeΓt3/2 (1.31)

Le temps d’exposition doit donc être plus court en fluorescence qu’en absorption
(tfluo/tabs ∼ s

1/3
abs). Ceci conduit à un nouveau rapport des performances entre les

deux méthodes :
((s/b)fluo

(s/b)abs

)
Δrabs=Δrfluo

=

√
Ω

4πα

( 1

sabs

)1/3

(1.32)

Celui-ci est naturellement diminué par rapport à l’expression (1.30), puisque le
temps d’exposition doit être plus court en fluorescence qu’en absorption. Cepen-
dant la conclusion n’est en rien modifiée : la fluorescence reste plus sensible pour
de faibles absorptions, typiquement pour α ≤ Ω/4π.

Rappelons ici que ces considérations sont valables dans le cas idéal et ne
donnent ici qu’une tendance générale. En pratique la sensibilité des systèmes
d’imagerie est limitée par des bruits techniques sur notre expérience. De plus
nous constatons que l’évolution de la résolution spatiale en fonction du temps
d’imagerie se comporte différemment pour l’absorption et la fluorescence, la loi
(1.31) n’étant pas forcément vérifiée (même en incluant la résolution du système
optique). Nous allons maintenant présenter plus en détail ces deux caractéris-
tiques essentielles.
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Résolution spatiale

Comme nous l’avons expliqué ci-dessus, la résolution dépend du mouvement
des atomes par diffusion de photons pendant le temps d’illumination t du nuage
atomique mais aussi et surtout de la résolution du système de détection.

La résolution du système optique, identique pour les deux types d’imagerie,
est donnée théoriquement par l’ouverture numérique (ON = 0.15) et vaut environ
3 μm (rayon de la tâche d’Airy). Néanmoins nous mesurons expérimentalement
une résolution supérieure de 8 μm. Ceci s’explique par la présence d’aberrations
résiduelles sur le système optique total, bien que chacun des objectifs (Clairauts)
en soit en principe corrigé. Cette résolution est mesurée8 en déterminant, par ab-
sorption, la taille transverse d’un nuage d’atomes très froids allongé dans le piège
optique [76]. Nous vérifions que la diffusion des atomes est bien négligeable ici : la
résolution de 8 μm reste stationnaire lorsque l’on diminue le temps d’exposition
en dessous de 50 μs.

En répétant la même procédure de calibration du système optique pour la
fluorescence, nous trouvons cependant une nette différence : la résolution mini-
male observée est alors de 15 μm. Nous avons essayé de réduire cette taille au
maximum en jouant sur la puissance des faisceaux (pièges et repompeur) ainsi
que sur le temps d’exposition mais sans succès. Cet effet reste donc jusqu’à pré-
sent incompris. Comme annoncé précédemment, nous avons finalement choisi un
temps de 50 μs, identique à celui utilisé pour l’absorption. Celui-ci correspond au
temps maximal pour lequel la diffusion des atomes ne dégrade pas la résolution.

Seuil de détection minimal des systèmes d’imagerie

Du fait des différences de résolution spatiale, la comparaison précise des tech-
niques d’imagerie par absorption ou fluorescence suivant la formule (1.32) n’est
déjà plus valide. De plus, il faut tenir compte d’un effet nettement plus impor-
tant : la présence de bruit technique. Nous allons donc comparer ici les deux
méthodes en déterminant les densités atomiques minimales détectables.

Considérons tout d’abord l’imagerie par absorption. Dans le cas d’un nuage
atomique d’absorption faible (α = σn2D << 1), la densité spatiale minimale que
l’on peut mesurer avec la caméra est directement donnée par les fluctuations
d’intensité I du faisceau sonde :

nmin
2D =

1

σ(0)

ΔI

I
(1.33)

Expérimentalement, nous avons mesuré des fluctuations d’intensité de 5% en-
viron, ce qui correspond à une densité minimale d’environ 0.4 at/μm2. De plus

8Pour ce type de mesure nous utilisons un objectif de microscope ×4 et d’ouverture numé-
rique ON = 0.15. La taille du pixel effectif est ainsi de 2 μm et ne gêne pas la mesure.
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l’imagerie en absorption est dégradée par les vibrations mécaniques de la cellule
à vide qui induisent des fluctuations des systèmes de franges parasites obser-
vées sur le faisceau sonde. Ces instabilités induisent un bruit supplémentaire sur
l’image finale via la division d’images. Nous voyons ainsi apparaître des stuctures
de type franges ou anneaux sur nos images expérimentales figure 1.5a.

a) b)

Fig. 1.5: Comparaison de deux images de nuages atomiques (contenant 2×108 atomes
dans le piège magnétique avant évaporation) prises en absorption (a) et en fluorescence
(b) après un temps de vol tv = 7 ms.

Dans le cas de l’imagerie par fluorescence, l’utilisation d’une caméra ampli-
fiée EMCCD va nous permettre de détecter des densités atomiques très faibles.
La densité minimale est directement reliée au nombre minimal de photons qui
peuvent être détectés au niveau de la caméra. Le fait de pouvoir amplifier, avec
un gain G, le signal électronique généré sur chaque pixel, va permettre de multi-
plier, de manière effective, le nombre de photons incidents 9. En contrepartie le
bruit de la caméra va aussi augmenter et nous devons étudier ces deux aspects.
Considérons pour cela un pixel donné. Le nombre de photons effectifs (pour un
gain G) détectés est proportionnel au nombre d’atomes Nat :

N eff
ph = G

Ω

4π
Nph

1 atNat (1.34)

où Nph
1at = (1/2)Γt ∼ 100 ph/at est le nombre de photons diffusés par atome.

En l’absence de fond lumineux parasite, le bruit technique de la caméra pro-
vient de différentes sources incontournables : le bruit d’obscurité de la caméra
avant amplification et le bruit de lecture. Ce dernier (ΔNlect ∼ 20 ph) est le
seul qui ne soit pas amplifié par le gain de la caméra, celui-ci va donc devenir

9On raisonnera par la suite en terme de photons effectifs. La conversion photons - électrons
se fait directement en utilisant l’efficacité quantique η = 45%.
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complètement négligeable. Lorsque la caméra est utilisée à fort gain, le bruit est
finalement limité par le bruit d’obscurité (ΔNdark ∼ 0.6 ph) qui est très faible
car la caméra est refroidie à -50◦C :

ΔN eff
ph =

√
ΔN2

lect + 2G2 ΔN2
dark ≈

√
2GΔNdark (1.35)

Ici le facteur
√

2 correspond au bruit quantique du bruit d’amplification. Au final
les expressions (1.34) et (1.35) montrent qu’il est possible de détecter environ 2
atomes par pixel (avec un rapport signal à bruit égal à 1). Cela correspond à
une densité minimale mesurable très faible de 0.03 at/μm2. Notons toutefois que
cette dernière correspond à la densité observable dans le plan image. Etant donné
la résolution spatiale de 15 μm (soit environ 2 pixels) du système d’imagerie par
fluorescence, on en déduit que la densité réellement observable vaut environ 0.1
at/μm2. Celle-ci est très inférieure à la densité minimale détectable en absorption.
Comme l’indiquait la comparaison "idéale" effectuée précédemment, il est donc
beaucoup plus avantageux d’utiliser l’imagerie en fluorescence pour détecter des
petits nombres d’atomes. Insistons une dernière fois ici sur le fait que ceci est
rendu possible par l’utilisation d’une caméra amplifiée.

En pratique nous avons diminué au maximum le bruit de fond dû à la lumière
parasite de manière à atteindre une sensibilité proche de la valeur théorique
estimée ci-dessus. En particulier nous verrons dans le chapitre consacré à la
localisation d’Anderson que cette très bonne sensibilité nous a permis de détecter
des densités linéiques très faibles (de l’ordre de 1 at/μm), et donc de pouvoir
observer précisément la décroissance exponentielle des profils.

En conclusion, il est également important de remarquer que, du fait que la
lumière émise par fluorescence est incohérente spatialement, les images obtenues
ne présentent ni franges ni anneaux (voir figure 1.5b). Cela constitue encore un
avantage supplémentaire pour utiliser la technique d’imagerie par fluorescence
sur des nuages atomiques peu denses.

Choix du système d’imagerie

En conclusion, nous avons utilisé l’imagerie par fluorescence pour imager
la propagation des ondes de matière guidées (condensat en expansion ou la-
ser à atomes) où la densité atomique est naturellement faible (quelques dizaines
d’atomes par micron). L’imagerie par absorption, implémentée auparavant sur
notre expérience, a, quant-à-elle, été essentiellement utilisée pour calibrer au
mieux notre imagerie par fluorescence10. Néanmoins, ceci présuppose que l’ima-

10Pour cette calibration, nous avons comparé des images en absorption et des images prises
en fluorescence en faisant varier différents paramètres : gain de la caméra et temps d’illumina-
tion de la caméra. Pour une calibration plus précise, nous avons aussi comparé des images de
nuages d’atomes de densités optiques différentes : nuages thermiques, condensats contenant un
nombre variable d’atomes (entre 105 et 106).



1.2 Dispositif expérimental 29

gerie par absorption ait été calibrée au préalable. En particulier, compte tenu
de la structure multi-niveaux du Rubidium, il est difficile de déterminer exac-
tement sa section efficace d’absorption, i.e. la valeur précise du paramètre C
dans l’expression (1.24). Une calibration précise a donc été réalisée en analysant
l’expansion d’un condensat (Annexe A).

1.2.3.3 Analyse des images de condensat

Nos images de condensats sont réalisées après la coupure brutale du piège
et un temps de vol tv, typiquement 26 ms, pendant lequel le condensat s’étend
sous l’effet des interactions répulsives entre atomes. Ainsi il est possible de ré-
soudre spatialement les nuages d’atomes, leur taille après le temps de vol deve-
nant supérieure à la résolution spatiale du système d’imagerie. Nous déduisons
de l’image prise après temps de vol toutes les caractéristiques du condensat :
nombre d’atomes, tailles, distribution spatiale et en vitesse.

Ces condensats sont décrits dans l’approximation de Thomas-Fermi. On peut
montrer que leur profil de densité, initialement parabolique, est simplement dilaté
par un coefficient dépendant du temps bi(t), dont l’évolution est donnée par les
lois d’échelle11 (ou équations de scaling) [92–94]. Expérimentalement, les pièges
que nous réalisons sont très anisotropes. Considérons le cas d’un piège anisotrope
orienté dans la direction z de confinements transverse ω⊥ et longitudinal ωz tels
que ε = ωz/ω⊥ << 1, les facteurs d’échelle s’écrivent [92] :

b⊥(t) =
√

1 + (w⊥t)2 (1.36)

bz(t) = 1 + ε2
(
ω⊥t arctan ω⊥t − ln

√
1 + (w⊥t)2

)
(1.37)

L’expansion est ainsi très rapide dans les directions transverses, qui sont les plus
confinantes et lente dans la direction longitudinale du piège. Elle donne lieu à
l’inversion d’ellipticité typique d’un condensat anisotrope en expansion.

En intégrant le profil de densité du condensat après expansion suivant l’axe
de l’imagerie x, on obtient la densité colonne :

n2D(y, z, t = tv) =
4

3
n0Rx(tv) max

[
1 −

(
y

Ry(tv)

)2

−
(

z

Rz(tv)

)2

, 0

]3/2

(1.38)

avec n0 = 15N/(8πRxRyRz) la densité au centre du nuage et Ri(t) = Ri,0 bi(t).
En ajustant l’image d’un condensat par la formule précédente, nous déterminons
le nombre N d’atomes dans le condensat et ses rayons de Thomas-Fermi Ri. Nous

11Nous donnerons l’expression exacte des lois d’échelle dans l’annexe §.A
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vérifions alors que le nombre d’atomes mesuré est compatible avec la valeur que
l’on peut déduire des rayons Ri. L’imagerie en absorption est ainsi calibrée et
le condensat entièrement caractérisé. Enfin, en intégrant la densité colonne n2D

suivant l’axe y, on obtient le profil de densité du condensat (ici suivant l’axe z
du guide optique) :

n1D(z, t = tv) =
15

16

N

Rz(tv)
max

[
1 −

(
z

Rz(tv)

)2

, 0

]2

(1.39)

ce qui nous sera utile quand nous chercherons à caractériser les condensats en
expansion dans le guide optique (Chapitre 2).

1.3 Production d’un condensat dans un piège
hybride

La spécificité de notre expérience est la réalisation d’un condensat dans un
piège, dit hybride, obtenu au croisement du piège magnétique présenté §.1.2.2 et
d’un piège optique anisotrope. Ce dernier servira aussi de guide pour les ondes
de matière que nous réalisons expérimentalement. Dans cette partie, nous com-
mençons par présenter le piège optique (ou piège dipolaire) que nous utilisons sur
notre expérience. Nous présentons ensuite notre dispositif expérimental ainsi que
sa caractérisation. Enfin nous présentons notre réalisation expérimentale d’un
condensat de Bose-Einstein dans le piège hybride.

1.3.1 Potentiel dipolaire
1.3.1.1 Principe

Les pièges optiques ou dipolaires reposent sur l’interaction lumière-matière.
Il est bien connu que cette interaction peut être décrite à l’aide de deux forces :
d’une part une force dissipative, la force de pression de radiation, utilisée pour
le refroidissement laser et d’autre part une force conservative, la force dipolaire.
Nous nous intéressons ici à la force dipolaire. On peut montrer que celle-ci dérive
d’un potentiel, appelé potentiel dipolaire, directement proportionnel à l’intensité
lumineuse reçue par les atomes [95].

Dans le cas d’un atome à deux niveaux (de pulsation ω0 et de largeur Γ)
éclairé par une onde lumineuse (de pulsation ωL et d’intensité I(r)), on peut
montrer qu’à fort désaccord δ = ω0 − ωL, le potentiel dipolaire s’écrit [96] :

Vdip(r) = −3πc2

2w3
0

Γ

δ̃
I(r) (1.40)
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où δ̃ =

(
1

ω0 − ωL

+
1

ω0 + ωL

)−1

(1.41)

Ainsi à fort désaccord, le potentiel est proportionnel à l’intensité de l’onde lu-
mineuse I(r) et inversement proportionnel au désaccord généralisé δ̃, qui est
composé d’un terme résonant et d’un terme anti-résonant non négligeable à fort
désaccord. La force de pression de radiation varie quant à elle en I/δ̃2 et devient
négligeable devant la force dipolaire à grand désaccord.

Le signe du potentiel dépend ainsi du signe du désaccord. Avec un faisceau
fortement désaccordé vers le rouge, les atomes sont attirés vers un minimum de
potentiel, qui correspond à un maximum d’intensité. Pour créer le piège optique,
nous utiliserons ainsi un laser à 1064 nm. De plus, la pression de radiation étant
négligeable, on crée un piège purement conservatif. Au contraire avec un laser
fortement désaccordé dans le bleu, on réalise une bosse de potentiel, l’intensité
maximale correspondant à un maximum de potentiel. Nous utiliserons ainsi des
sources laser à 514 et 405 nm pour créer les obstacles lumineux en vue de l’étude
du transport d’ondes de matière (§.2.3 et §.3.4).

L’expression (1.40) est valable pour un atome à deux niveaux, ce qui est loin
d’être le cas de l’atome de Rubidium, qui présente une structure fine et une struc-
ture hyperfine. Dans le cas qui nous intéresse, la structure hyperfine correspond
à des décalages en fréquence de l’ordre du GHz pour l’état fondamental et de
l’ordre du MHz pour les états excités. Ces décalages en fréquence sont négli-
geables devant le désaccord correspondant à notre situation expérimentale (de
l’ordre d’une centaine de THz). En sommant les contributions associées, il est
possible d’éliminer la structure hyperfine dans l’expression du potentiel. Dans le
cas d’une onde polarisée linéairement, ce dernier s’écrit [97] :

Vdip(r) = −1

6

I(r)

�ε0c

∑
L′

∑
J ′

1

δ̃JJ ′

|(J ′ ‖D|‖ J)|2
2J + 1

(1.42)

où δ̃JJ ′ est le désaccord entre le niveau fondamental 5s2S1/2 et un niveau excité
quelconque |n′, L′, J ′〉. (J ′ ‖D|‖ J) est le dipôle réduit, défini à partir du théo-
rème de Wigner-Eckart (complément DX de [98]). On trouvera les tables de ces
coefficients dans [97,99].

Dans le cas du piège dipolaire à 1064 nm, seules les raies D1 et D2 (vers
les états 5p2P1/2,3/2) du Rubidium 87 contribuent significativement au potentiel
dipolaire. Le potentiel dipolaire peut ainsi s’écrire [96] dans le cas d’une lumière
polarisée linéairement :

Vdip(r) = −3πc2

2w3
0

Γ I(r)

(
1

3

1

δ̃1

+
2

3

1

δ̃2

)
(1.43)



32 Chap 1 - Production d’ondes de matière guidées

où δ̃1,2 sont les désaccords (tenant compte des termes anti-résonants) du laser
par rapport aux raies D1,2. Notons de plus que les valeurs du potentiel dipolaire
données par la formule précédente et par la formule (1.40) (cas d’un atome à
deux niveaux) diffèrent au plus de 2%. Nous utiliserons donc la formule (1.40)
pour calculer le potentiel dipolaire.

1.3.1.2 Caractéristiques d’un piège dipolaire

Nous présentons dans cette partie les propriétés d’un piège dipolaire, à savoir
sa profondeur et ses fréquences de piégeage. Ses propriétés découlent du profil
d’intensité I(r) du faisceau lumineux qui crée le piège. Nous considérons dans la
suite un faisceau laser gaussien se propageant suivant l’axe z. Nous supposons
que le faisceau est isotrope. L’intensité du faisceau s’écrit donc :

I(x, y, z) =
2P

πw(z)2
exp

(
−2

x2 + y2

w(z)2

)
avec w(z) = w0

√
1 +

(
z

zr

)2

(1.44)

où w0 est le waist du faisceau, zr = πw2
0/λ sa longueur de Rayleigh, λ sa longueur

d’onde et P sa puissance. Ce faisceau laser crée le potentiel dipolaire suivant :

Vdip(x, y, z) = − V0

1 + z2/z2
r

exp

(
−2

x2 + y2

w(z)2

)
(1.45)

où la profondeur du piège optique V0 est calculée à partir de l’expression (1.43)
pour une intensité égale à l’intensité maximale du faisceau I0 = 2P/πw2

0. La
profondeur du piège doit être choisie très supérieure à la température des atomes
que l’on cherche à piéger, les atomes de température kBT � V0/10 s’échappant
du piège par évaporation.

Autour de l’origine, le potentiel (1.45) peut être approximé par un potentiel
harmonique de pulsations :

ωx,y =

√
4V0

mw2
0

et ωz =

√
2V0

mz2
r

(1.46)

On notera dans la suite ω⊥ = ωx,y et ω‖ = ωz.

Enfin, comme nous l’avons mentionné précédemment, nous travaillons à fort
désaccord, ainsi la force de pression de radiation peut être négligée devant la
force dipolaire. Il reste néanmoins important de déterminer le taux d’émission
spontanée, celle-ci étant responsable du chauffage d’un nuage d’atomes piégé.
Dans le cas d’un atome à deux niveaux, le taux d’émission spontanée est donné
par [96] :

Γsp(r) � Γ

δ̃

(
ωL

ω0

)3
Vdip(r)

�
(1.47)
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1.3.2 Piège optique
1.3.2.1 Dispositif expérimental

Le piège optique (ou pince optique) utilisé sur notre expérience est obtenu en
focalisant un faisceau laser de longueur d’onde 1064 nm, soit fortement désac-
cordé dans le rouge de la raie D2 du Rubidium 87. Notre source laser est un laser
Nd :YAG continu (Mephisto, Innolight). Ce laser délivre un faisceau monomode
transverse de puissance maximale 2W et est d’une grande stabilité : son bruit
d’intensité relatif (intégré sur la bande de fréquence [10Hz, 2MHz]) est inférieur
à 10−3. Sa puissance est contrôlée au cours du cycle expérimental via l’entrée
externe de modulation.

Le système optique permettant de focaliser le faisceau sur les atomes est dé-
crit figure 1.6. Le faisceau en sortie du laser est injecté dans une fibre optique
à maintien de polarisation, à l’aide d’un jeu de lames (λ/2, λ/4). L’efficacité de
couplage vaut 60 % environ et jusqu’à 75 % lorsque l’injection est optimisée
à forte puissance. En sortie de fibre, un coupleur permet d’obtenir un faisceau
collimaté de waist 2 mm qui est ensuite acheminé vers le système optique de foca-
lisation, constitué de deux doublets convergents corrigés a priori de l’aberration
sphérique. Ce système de focalisation, d’ouverture numérique 0.03, nous permet
de focaliser à une distance de 1 mètre avec un waist image d’une vingtaine de
microns. La grande distance de travail est imposée par la géométrie de notre
expérience. Le réglage du faisceau sur l’axe du système de focalisation doit être
particulièrement soigné pour éviter toute aberration de champ (coma, astigma-
tisme) et obtenir un profil spatial propre pour le piège optique.

Le coupleur en sortie de fibre, les miroirs et le système de focalisation sont
placés sur une platine de translation motorisée se déplaçant suivant l’axe de pro-
pagation du faisceau z. Il était en effet initialement prévu de transporter, avec la
pince optique, un nuage d’atomes vers une chambre à vide secondaire de meilleur
accès optique12. Notre utilisation de la platine s’est limitée à régler très précisé-
ment la position suivant z du foyer de la pince optique.

Le faisceau laser en sortie du système de focalisation est acheminé vers les
atomes à l’aide de deux miroirs de renvoi (Fig. 1.6). Une lame de verre est ajoutée
sur le faisceau laser de manière à réfléchir quelques pourcents de l’intensité. Le
faisceau réfléchi est envoyé d’une part vers une caméra CCD et d’autre part vers
une photodiode à quatre quadrants. La caméra CCD est utilisée pour aligner la
pince optique sur le condensat. Compte tenu de la géométrie de notre expérience,
il n’est pas possible d’imager directement le condensat et la pince optique, ce qui

12Notre nouveau dispositif expérimental reprend cette idée de transport optique et utilise
une nouvelle platine de translation plus performante.



34 Chap 1 - Production d’ondes de matière guidées

rend la procédure d’alignement délicate. On trouvera le détail de cette procédure
dans [75,76]. Nous utilisons aussi cette caméra pour visualiser le faisceau et ainsi
caractériser optiquement le piège optique (§.1.3.2.2).

d

d

asservissement

atomes

caméra CCD

photodiode
4 cadrans

miroir sur piezos

f'=150 f'=20

laser
Nd:YAG

d =200tz

x

lame de
verre

faisceau
ralentisseur

miroir
dichroïquechambre

secondaire

Fig. 1.6: Chemin du faisceau de la pince optique

La photodiode quatre quadrants est quant-à-elle utilisée pour asservir en posi-
tion la pince optique. En effet, pour limiter au maximum les fluctuations rapides
de la position du faisceau au niveau du foyer, nous avons placé sous les pieds
des miroirs de renvoi une couche de sorbothane. Néanmoins, celle-ci induit des
dérives lentes de l’ordre de la dizaine de microns, qu’il est nécessaire de corriger.
Nous avons donc mis en place un asservissement : à partir du signal d’erreur
construit à l’aide la photodiode quatre quadrants, celui-ci rétroagit sur le pre-
mier miroir de renvoi (monté sur deux cales piézoélectriques). L’asservissement
est un proportionnel intégrateur et a une bande passante de 130 Hz. Il a permis
de réduire l’amplitude rms des fluctuations à 200 nm.

Enfin, comme nous le verrons par la suite, nous avons eu besoin de diminuer
fortement les fréquences de piégeage de la pince optique. Pour ce faire, les fré-
quences de piégeage transverse variant en 1/w0 et la fréquence longitudinale en
1/w2

0, nous avons augmenté le waist w0 du faisceau laser13, en plaçant en sortie
du système de focalisation un diaphragme de diamètre variable. Expérimentale-
ment, nous nous sommes placés dans deux configurations différentes : la première

13Pour diminuer les fréquences de piégeage, on peut aussi diminuer la puissance du faisceau
laser mais cette variation, en

√
P , est moins rapide.
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configuration, comprimée, est obtenue pour un diaphragme de diamètre Φ = 32.5
mm. La deuxième configuration, décomprimée, correspond à un diaphragme de
diamètre Φ = 15 mm.

1.3.2.2 Caractérisation expérimentale

Dans cette partie, nous caractérisons le piège optique obtenu dans ces deux
configurations. Nous déterminons en particulier ses fréquences de deux manières
différentes : dans un premier temps nous caractérisons directement le faisceau la-
ser à 1064 nm à l’aide d’une caméra CCD (Fig. 1.6) et dans un deuxième temps,
nous mesurons directement les fréquences d’oscillations des atomes dans le piège.

Caractérisation optique

Nous caractérisons la pince optique dans ses directions transverses en obser-
vant directement le faisceau laser avec la caméra CCD. En déplaçant la platine
de translation, nous pouvons de plus observer l’allure du faisceau suivant son axe
de propagation z et déterminer la position du foyer. Nous déterminons ainsi les
waists du faisceau à 1064 nm dans les directions transverses (x et y)et sa distance
de Rayleigh zr dans la direction de propagation. Nous avons réalisé cette caracté-
risation dans chacune des configurations présentées auparavant, à savoir pour un
diaphragme de diamètre Φ = 32.5 mm ou Φ = 15 mm. Ces deux caractérisations
sont présentées respectivement figures 1.7 et 1.8.

Dans la première configuration (Fig. 1.7), on remarque que le faisceau de
la pince optique a un comportement non symétrique de part et d’autre du foyer
(figure a), reflètant la présence d’aberration sphérique (bien que les doublets com-
posant le système de focalisation en soient corrigés). On constate en diminuant le
diamètre du diaphragme (Fig. 1.8) que le profil du faisceau devient beaucoup plus
propre, néanmoins compte tenu de la troncature du faisceau par le diaphragme,
le faisceau n’est pas à proprement parler un faisceau gaussien. Toutefois, nous
constatons dans les deux cas que le faisceau est bien approximé par un faisceau
gaussien (figures b et c). Pour le diaphragme de diamètre φ = 32.5 mm, on me-
sure des waists d’environ 30 μm et pour le diaphragme de diamètre φ = 15 mm,
on trouve des waists de 56 et 59 μm. Les waists mesurés dans chacun des cas sont
compatibles avec le rayon de la tache d’Airy λ/2 ON (respectivement 33 μm et
70 μm), bien que ces grandeurs ne soient pas directement comparables.

Pour déterminer la longueur de Rayleigh zr, nous déterminons l’évolution de
l’intensité maximale du faisceau suivant l’axe de propagation z (figure d)). La
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variation théorique de l’intensité du faisceau autour du foyer est donnée par :

Imax(z) =
I0

1 + (z/zr)2
avec I0 =

2P

πw2
0

(1.48)

où I0 est l’intensité maximale du faisceau au foyer et w0 son waist. En ajustant
les profils de la pince optique par (1.48), nous trouvons des longueurs de Ray-
leigh zr respectivement de 3 mm et 13 mm. Bien que les faisceaux ne soient pas
à proprement parler gaussien, ces mesures sont du même ordre que les longueurs
de Rayleigh théoriques : zr = πw2

0/λ (qui valent respectivement 2.9 mm et 10
mm). A des distances du foyer inférieures à zr, l’allure du potentiel optique est
ainsi connue avec une bonne approximation, ce qui est particulièrement impor-
tant pour la réalisation et l’étude d’ondes de matière guidées optiquement. Pour
des distances supérieures à zr, le faisceau se dégrade fortement et le potentiel
optique devient anharmonique.

A partir de la mesure des waists et de la longueur de Rayleigh, on peut
calculer les caractéristiques du piège optique à l’aide des formules de la partie
§.1.3.1.2. Cela suppose de connaître la puissance du faisceau laser. En anticipant
un peu sur la suite, nous estimons les caractéristiques du piège optique dans les
deux configurations que nous utilisons expérimentalement :

- dans la configuration la plus comprimée, nous travaillons avec une puissance
laser d’environ 90 mW en entrée du système à vide. Le piège a une profondeur
de 8 μK et ses fréquences sont estimées à : ω⊥/2π = 280 Hz et ω‖/2π = 2 Hz.

- dans la deuxième configuration, plus décomprimée, nous utilisons une puis-
sance de 180 mW. Le piège a une profondeur de 5 μK et on estime ses fréquences
à : ω⊥/2π = 120 Hz et ω‖/2π = 0.4 Hz.

Néanmoins ces estimations sont peu précises, le faisceau laser pouvant être
détérioré à l’entrée dans le système à vide. De plus il est difficile de mesurer la
puissance effectivement reçue par les atomes. Nous avons donc vérifié nos mesures
des fréquences de piégeage en utilisant les atomes comme sonde. Cette deuxième
caractérisation fait l’objet du paragraphe suivant.

Caractérisation avec les atomes

Nous mesurons les fréquences caractéristiques du piège optique en observant
les oscillations d’un nuage atomique froid dans le piège. Dans la direction lon-
gitudinale (z) du piège, nous déclenchons les oscillations en décalant le foyer de
la pince optique par rapport au centre du piège magnétique. A la coupure du
piège magnétique, le nuage est ainsi excentré par rapport au centre du piège
optique et commence à osciller. La fréquence des oscillations du centre de masse
de nuage (oscillations dipolaires) donne directement la fréquence du piège dans
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Fig. 1.7: Caractérisation de la pince optique obtenue pour un diaphragme de diamètre
φ = 32.5 mm. a) Evolution du faisceau de part et d’autre du foyer. b) Profils du faisceau
au meilleur foyer dans les directions x et y. Ses waits sont déterminés à l’aide d’un
ajustement gaussien (ligne continue) et on trouve : wx = 33 μm et wy = 30 μm. c)
Intensité maximale du faisceau en fonction de z. Un ajustement par l’équation (1.48)
nous donne la longueur de Rayleigh zr = 3 mm, qui correspond à la valeur théorique
zr = πwxwy/λ = 2.9 mm.
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Fig. 1.8: Caractérisation de la pince optique obtenue pour un diaphragme de diamètre
φ = 15 mm. a) Evolution du faisceau de part et d’autre du foyer. b) Profils du faisceau
au meilleur foyer dans les directions x et y, les rebonds sont dû à la troncature du
faisceau par le diaphragme. On détermine les waists du faisceau par un ajustement
gaussien (ligne continue) : wx = 59 μm et wy = 56 μm. c) Intensité maximale du
faisceau en fonction de z. Un ajustement par l’équation (1.48) nous donne la longueur
de Rayleigh zr = 13 mm, compatible avec la valeur théorique zr = πwxwy/λ = 10 mm
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cette direction. Dans la direction transverse y14, nous déclenchons les oscillations
en éteignant brutalement le piège optique et en le rallumant 1 ms plus tard.
Nous détectons alors les oscillations du centre de masse du nuage après différents
temps d’évolution dans la pince.
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Fig. 1.9: Mesures des fréquences d’oscillation du piège optique dans la configuration
comprimée (diaphragme de diamètre Φ = 32.5 mm) pour une puissance de 90 mW.
Un ajustement par une sinusoïde amortie nous permet de déterminer les fréquences
du piège. Nous mesurons une fréquence transverse (a) ω⊥/2π = 349.7 ± 0.6 Hz et une
fréquence longitudinale (b) ω‖/2π = 1.72 ± 0.01 Hz.

14L’axe x étant l’axe de l’imagerie, il n’est pas possible de mesurer la fréquence du piège
dans cette direction, mais compte tenu de la caractérisation réalisée dans la partie précédente,
sa valeur doit être très proche de celle suivant y.
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Nous présentons figure 1.9 nos mesures des fréquences caractéristiques du
piège optique obtenu dans la configuration la plus comprimée (diaphragme de
diamètre φ = 32.5 mm). Les fréquences du piège sont déterminées à l’aide d’un
ajustement sinusoïdal amorti des oscillations et valent : ω⊥/2π = 349.7 ± 0.6
Hz dans les directions transverses et ω‖/2π = 1.72 ± 0.01 Hz dans la direction
longitudinale z. Ces valeurs sont en accord avec les valeurs trouvées à partir de la
caractérisation optique, du fait des incertitudes que nous avons sur la puissance
du faisceau et sur les waists du faisceau. Nous prendrons bien sûr comme fré-
quences du piège optique celles mesurées avec les atomes. D’autre part, on peut
noter que les oscillations présentent un amortissement, dû à l’anharmonicité du
piège. Il est d’autant plus marqué dans la direction z que le piège est peu confi-
nant : le nuage s’étend alors très fortement au cours des oscillations.

De la même manière, nous avons caractérisé le piège optique dans la confi-
guration plus décomprimée, obtenue pour un diaphragme de diamètre 15 mm
et une puissance de 180 mW en entrée du système à vide. Nous mesurons alors
une fréquence transverse ω⊥/2π= = 119.4 ± 0.4 Hz, qui correspond à la valeur
obtenue avec la caractérisation optique présentée dans le paragraphe précédent.
Par contre, il s’est avéré impossible de mesurer par la même méthode la fré-
quence longitudinale : d’une part l’amortissement des oscillations dipolaires est
très important. D’autre part, en observant les oscillations quadrupolaires d’un
condensat dans le piège optique, nous avons constaté la présence d’un piégeage
magnétique résiduel, non négligeable lorsque le piège optique est décomprimé.
Nous reviendrons en détails sur ce point dans le chapitre 2 lorsque nous caracté-
riserons l’expansion d’un condensat dans le piège optique.

1.3.3 Condensation dans le piège hybride
Nous présentons dans cette partie la réalisation d’un condensat de Bose-

Einstein dans le piège hybride. Nous présentons dans un premier temps la géo-
métrie de notre expérience et donnons les fréquences du piège hybride. Nous
détaillons ensuite notre procédure expérimentale et les précautions nécessaires
pour obtenir d’un condensat pur dans le piège hybride.

1.3.3.1 Piège hybride

Le piège hybride est obtenu à l’intersection du piège magnétique présenté
§.1.2.2 et du piège optique présenté §.1.3.2. Ces derniers sont tout les deux ani-
sotropes, mais dans des directions orthogonales. Le piège magnétique est orienté
suivant l’axe du dipôle x alors que le piège optique est orienté suivant l’axe z,
comme représenté figure 1.10.
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Fig. 1.10: Géométrie de l’expérience

En conséquence, le confinement du piège hybride est assuré par le piège op-
tique dans la direction x et par le piège magnétique dans la direction z. Au
contraire dans la direction y, les deux pièges peuvent avoir un confinement im-
portant. Le piège hybride ainsi obtenu est très confinant dans les trois directions
de l’espace et n’est donc pas favorable à l’obtention d’un condensat, du fait de
pertes à trois corps importantes. Il s’est ainsi avéré impossible de transférer,
sans trop de perte, le nuage d’atomes froids du piège magnétique pur dans ce
piège hybride. En revanche ce transfert devient efficace si on décomprime le piège
magnétique au début de la phase de transfert.
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Nous décomprimons le piège magnétique en diminuant le courant qui tra-
verse le quadrupôle jusqu’à 1.8 A, ce qui correspond à un gradient de champ
de 75 G/cm. Pour comparaison, nous rappelons qu’initialement le gradient de
champ vaut 830 G/cm pour un courant de 60 A. Nous avons mesuré les fré-
quences transverses du piège magnétique après décompression, en observant les
oscillations du centre de masse d’un nuage atomique dans le piège magnétique.
Nous déclenchons ces oscillations en allumant pendant quelques millisecondes les
bobines du PMO. Celles-ci créent un grandient de champ qui déplace le nuage.
A la coupure brutale de ce gradient additionnel, le nuage subit des oscillations
dipolaires, que nous mesurons en déterminant, après temps de vol, la position
du centre de masse du nuage. La figure 1.11 présente la mesure des oscillations
dans la direction z : un ajustement des oscillations par une sinusoïde amortie
nous donne une fréquence ωPM

z /2π = 24.3 ± 0.1 Hz supérieure à la fréquence de
piégeage optique dans la direction z. De la même manière, nous avons mesuré
la fréquence de piègeage magnétique dans la direction y et retrouvé la valeur
mesurée suivant z. En effet, suivant y, le confinement magnétique est inférieur
au confinement optique.
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Fig. 1.11: Mesure de la fréquence d’oscillation du piège magnétique suivant l’axe z
pour un courant I = 1.8 A traversant le quadrupôle. Un ajustement des oscillations
par une sinusoïde amortie nous donne une fréquence ωPM

z /2π = 24.3 ± 0.1 Hz.

Ainsi le confinement du piège hybride est dominé par la pince optique dans les
directions transverses et par le piège magnétique dans la direction longitudinale
z. En négligeant le piège le moins confinant sur chacun des axes, nous faisons une
erreur de l’ordre de 1 % sur les fréquences du piège hybride. Dans la suite nous
noterons ω⊥ et ωz les confinements transverse et longitudinal du piège hybride,
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ceux-ci étant donnés par les relations suivantes :

ω⊥ = ωPO
x,y et ωz = ωPM

z (1.49)

Ces confinements sont ainsi contrôlables de manière indépendante, en faisant
varier d’une part la puissance de la pince optique et d’autre part le courant tra-
versant le quadrupôle. Pour les besoins de l’expérience, nous avons fait varier très
fortement ces paramètres : nous avons ainsi réalisé des pièges dans des configura-
tions comprimées (typiquement ω⊥/2π = 350 Hz et ωz/2π = 24 Hz) comme dans
des configurations plus décomprimées (typiquement ω⊥/2π = 120 Hz et ωz/2π
= 5.4 Hz).

1.3.3.2 Chargement et évaporation

Nous présentons dans cette partie la méthode que nous utilisons pour charger
un nuage d’atomes froids dans le piège hybride à partir du piège magnétique et
obtenir un condensat pur dans ce piège hybride. Cette méthode reste globalement
la même quelque soit la configuration du piège hybride utilisée. Nous prenons ici
comme exemple le cas d’un piège hybride comprimé, de fréquence transverse 350
Hz environ et de fréquence longitudinale 24 Hz environ (Fig. 1.12).

Notre point de départ est un nuage d’atomes froids piégé dans le piège ma-
gnétique pur. Ce nuage d’atomes est refroidi par évaporation radio-fréquence
jusqu’à une température proche du seuil de la condensation, environ 700 nK.
Nous commençons ensuite le transfert dans le piège hybride (Fig. 1.12) : comme
nous l’avons dit auparavant, pour que ce transfert soit efficace, il est nécessaire
de décomprimer le piège magnétique de manière à limiter au maximum les pertes
à trois corps. Nous décomprimons le piège magnétique jusqu’à atteindre une fré-
quence de piégeage suivant z de 24 Hz. Dans le même temps, nous allumons la
pince optique et augmentons sa puissance graduellement jusqu’à atteindre la fré-
quence transverse ω⊥/2π = 350 Hz environ. Cette étape de transfert est réalisée
adiabatiquement en 1s pour éviter toute excitation du nuage atomique.

Nous avons choisi de partir d’un nuage au seuil de la condensation de ma-
nière à optimiser le chargement : d’une part le nuage d’atomes est suffisamment
froid pour permettre un "bon" recouvrement géométrique15 entre les deux pièges
optique et magnétique et obtenir un transfert efficace. D’autre part, comme le
nuage n’est pas condensé, nous évitons qu’il oscille lors de la décompression du
piège magnétique et minimisons les pertes à trois corps lors du transfert.

Une fois le transfert dans le piège hybride terminé, nous réalisons une étape
d’évaporation radio-fréquence, similaire à celle utilisée pour obtenir un nuage au

15Rappelons tout de même que les deux pièges optique et magnétique sont allongés dans
des directions perpendiculaires.
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Fig. 1.12: Cycle expérimental d’obtention d’un condensat dans le piège hybride. Les
fréquences indiquées sont les fréquences transverses du piège magnétique (PM) et du
piège optique (PO). Celles-ci définissent respectivement les fréquences longitudinale et
transverse du piège hybride.

seuil de la condensation dans le piège magnétique. De la même manière, nous
appliquons une rampe décroissante sur la fréquence du champ rf pour éliminer
les atomes les plus chauds du piège, l’évaporation se faisant le long des lignes
équipotentielles magnétiques. Néanmoins dans le cas présent, compte tenu du
fort confinement transverse dû au piège optique, les atomes chauds ne peuvent
uniquement s’échapper le long de l’axe z suivant lequel le confinement optique
est faible devant le confinement magnétique (Fig. 1.13) : l’évaporation dans le
piège hybride est ainsi peu efficace. Au final, après une rampe d’évaporation de
quelques secondes, nous obtenons un condensat pur contenant typiquement 1-2
105 atomes.

Enfin, au cours de cette procédure expérimentale, nous avons pu observer un
"effet dimple" [100, 101] : lorsque nous allumons la pince optique, même adiaba-
tiquement, nous augmentons, du fait de la modification de la forme du piège, la
densité dans l’espace des phases. En pratique, pour un nuage entièrement ther-
mique dans le piège magnétique seul, nous observons, après la phase de charge-
ment dans le piège hybride et avant toute évaporation rf supplémentaire, que le
nuage présente une fraction condensée de l’ordre de 10% environ.
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Fig. 1.13: Evaporation dans le piège hybride. Le confinement optique de ce dernier
empêche les atomes d’atteindre les lignes équipotentielles magnétiques dans les direc-
tions transverses. L’évaporation a alors lieu uniquement suivant la direction z pour
laquelle le confinement optique est faible.

1.4 Production d’ondes de matière guidées

Une fois le condensat obtenu dans le piège hybride, il est utilisé comme source
cohérente d’atomes pour créer des ondes de matière guidées. Sur notre dispositif
expérimental, nous réalisons deux types d’ondes de matière guidées : la première
est créée par un condensat en expansion dans le piège optique, la deuxième est
un laser à atomes guidé. Dans les deux cas, le condensat et l’onde de matière
sont piégés transversalement par le même piège optique, ce qui assure une effi-
cacité de transfert du condensat à l’onde de matière de 100%. Notons tout de
même que pour pouvoir guider les ondes de matière sur de grandes distances, il
est nécessaire de compenser le faible confinement longitudinal du piège optique
(ω‖/2π). Nous verrons dans la suite les méthodes et dispositifs que nous avons
mis en place dans ce but. Nous appelerons guide optique le piège optique dont
la courbure longitudinale a été compensée.

Dans cette partie nous présentons brièvement les deux types d’ondes de ma-
tière que nous réalisons et étudions sur notre expérience. Nous profitons de cette
présentation succinte pour revenir sur un point crucial pour l’observation et
l’étude de phénomènes de transport quantique d’ondes de matière à travers des
obstacles. Pour qu’un effet quantique ait lieu, les ondes de matière doivent avoir
des longueurs d’onde de de Broglie λdB = h/mv supérieures ou égales à l’épais-
seur des obstacles qu’elles rencontrent. Dans notre cas, ces obstacles sont créés
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optiquement, leur taille caractéristique est alors au mieux limitée par la limite
de diffraction. λdB doit ainsi être de l’ordre du micron, ou supérieure. C’est là
qu’à apparaît tout l’intérêt d’utiliser un guide d’onde horizontal, qui permet de
s’affranchir des effets de la gravité et donc limiter la vitesse de propagation des
ondes de matière. Toutefois, cela ne suffit pas et nous présentons brièvement ici
les conditions expérimentales qui permettent l’observation d’effets quantiques.

1.4.0.3 Condensat en expansion dans le guide optique

Pour créer cette onde de matière, nous réalisons un condensat dans le piège
hybride puis relâchons le confinement longitudinal de ce dernier, en éteignant
brutalement le piège magnétique (Fig. 1.14). Le condensat s’étend alors dans le
guide optique sous l’effet des interactions répulsives entre atomes. En d’autres
termes, l’énergie initiale d’interaction entre les atomes est convertie progressi-
vement en énergie cinétique au cours de la propagation. L’énergie d’interaction
dépendant de la densité locale du condensat (parabole inversée dans notre cas),
l’onde de matière obtenue est non monochromatique.

a)

0

R (t)z

z

Fig. 1.14: Réalisation d’une onde de matière à partir d’un condensat en expansion
dans le guide optique : a) initalement le condensat est obtenu dans le piège hybride
de confinemement tranverse optique et de confinement longitudinal magnétique. b) La
coupure du piège magnétique induit l’expansion du condensat dans le guide optique.

Comme nous l’avons mentionné précédemment, nous cherchons à obtenir des
ondes de matière de longueur d’onde de Broglie élevée, soit d’énergie cinétique
faible. Ici les énergies cinétiques mises en jeu sont, du fait de la conservation de
l’énergie, de l’ordre de l’énergie d’interaction initiale du condensat. Cette der-
nière est caractérisée par le potentiel chimique μ du condensat, qui dépend à la
fois du nombre d’atomes dans le condensat et des fréquences du piège (Eq.1.11).
Ainsi pour observer et étudier le transport quantique d’un condensat en expan-
sion, nous cherchons à minimiser le potentiel chimique initial du condensat en
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diminuant au maximum le nombre d’atomes dans le condensat et les fréquences
du piège hybride. Typiquement, nous utiliserons un piège très décomprimé de
fréquences ω⊥/2π = 70 Hz et ωz/2π = 5.4 Hz, ce qui donne un potentiel chi-
mique pour le condensat de quelques centaines de Hertz et une longueur d’onde
de de Broglie de 2 à 3 μm pour l’onde de matière.

1.4.0.4 Laser à atomes guidé

Cette deuxième onde de matière est obtenue en extrayant des atomes du
condensat réalisé dans le piège hybride. Comme nous le verrons au chapitre
3, l’extraction des atomes se fait par application d’un champ radio-fréquence
d’amplitude faible16. Celui-ci induit une transition entre l’état piégeant magné-
tiquement |F = 1, mF = −1〉, dans lequel se trouvent les atomes du condensat,
vers l’état |F = 1, mF = 0〉, qui lui est insensible au premier ordre au champ
magnétique. Les atomes extraits du condensat se trouvent ainsi dans un état
piégé optiquement uniquement. Ils se propagent alors librement dans le piège
optique très allongé horizontal (Fig. 1.15). Ils forment ainsi ce qu’on appelle un
laser à atomes, par analogie avec les lasers photoniques, obtenus en extrayant
de manière cohérente des photons d’une cavité laser. Ici nous extrayons de ma-
nière cohérente des atomes du condensat. Idéalement ce laser à atomes est donc
quasi-monochromatique.

De la même façon que pour un condensat en expansion, les énergies mises
en jeu ici sont de l’ordre du potentiel chimique μ du condensat initial, l’énergie
initiale du laser à atomes étant donnée par les interactions répulsives avec les
atomes restants dans le condensat. Ici il est de plus possible de contrôler l’énergie
du laser à atomes en faisant varier la fréquence du champ rf. On peut ainsi créer
un laser à atomes d’énergie faible même pour un condensat de potentiel chimique
élevé. Toutefois, ce laser à atomes aura un flux faible, ce qui le rend difficile à
détecter. Ainsi pour observer des effets quantiques avec le laser à atomes, nous
cherchons ainsi également à diminuer le potentiel chimique du condensat-source
en décomprimant le piège hybride.

1.5 Conclusion
Nous avons présenté dans ce chapitre le dispositif expérimental nous per-

mettant de réaliser deux types d’ondes de matière guidées : un condensat en
expansion dans le guide optique et un laser à atomes guidé. Ces deux ondes de
matière ont des longueurs d’onde de de Broglie λdB de l’ordre du micron, soit de
l’ordre des longueurs d’onde du visible. Notre configuration est ainsi particulière-

16Le principe est identique à celui de l’évaporation radio-fréquence, la seule différence
concerne l’amplitude du champ rf appliqué.
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Fig. 1.15: Principe du laser à atomes guidé optiquement. a) les atomes, extraits du
condensat sous l’effet d’un champ radio-fréquence, se propagent librement dans le guide
optique. b) Image en absorption d’un laser à atomes. Le champ de l’image vaut 1.4
mm.

ment adaptée à l’observation de phénomènes de transport quantique au passage
d’obstacles créés optiquement. Pour chacune des ondes de matière, nous avons
cherché à observer un effet quantique différent. D’une part, nous avons étudié la
propagation de l’onde de matière créée par le condensat en expansion en présence
d’un désordre, réalisé à partir de tavelures laser (ou speckle). Ce travail a conduit
à l’observation de la localisation d’Anderson [52], qui constitue le résultat majeur
de cette thèse. D’autre part, nous avons aussi commencé à étudier la propagation
du laser à atomes guidé à travers une unique barrière de potentiel (là aussi réali-
sée optiquement à partir d’un faisceau laser focalisé). Ces travaux préliminaires
sont prometteurs en vue d’observer un effet tunnel au passage du laser à atomes
à travers une barrière de potentiel. Ces deux études font respectivement l’objet
des chapitres 2 et 3 de ce manuscrit.







C H A P I T R E 2

Localisation d’Anderson d’un
condensat en expansion

La localisation d’Anderson est l’un des effets spectaculaires induits par un
désordre sur la propagation d’ondes, celles-ci pouvant être stoppées même en
présence d’un désordre faible. Prédite en 1958 par P.W. Anderson pour des ondes
électroniques sans interactions afin d’expliquer la transition métal-isolant [35], la
localisation a été mise en évidence expérimentalement dans ce type de systèmes,
toutefois les interactions entre électrons et la présence de phonons rendent l’ob-
tention de résultats quantitatifs difficile. Il n’a été réalisé qu’au milieu des années
1980 que ce phénomène était commun à tous les types d’ondes se propageant dans
un milieu désordonné [102]. La localisation d’Anderson a alors été l’objet de nom-
breuses observations expérimentales avec des ondes classiques (ondes lumineuses,
sonores ou μ-ondes) [36] mais n’avait jusqu’à présent jamais été observée directe-
ment avec des ondes de matière [52,53]. Nous présentons dans ce chapitre notre
étude de la localisation d’Anderson d’un condensat en expansion dans un guide
optique unidimensionnel en présence de désordre [52] : celui-ci est créé par un
champ de tavelures (ou speckle) obtenu par diffusion d’une lumière laser cohé-
rente par une surface rugueuse.

Nous introduisons tout d’abord quelques idées générales sur la propagation
et la localisation des ondes dans un milieu aléatoire : nous présentons plus spé-
cifiquement la localisation d’Anderson et ses principales propriétés. Puis nous
détaillons le cas particulier d’un condensat en expansion dans un guide unidimen-
sionnel en présence d’un champ de speckle [46]. Nous décrivons ensuite les deux
principaux éléments de notre schéma expérimental, à savoir le potentiel aléa-
toire obtenu à l’aide du speckle et le condensat en expansion : nous détaillons
leur mise en place et leur caractérisation expérimentale. Puis nous présentons
notre observation expérimentale de la localisation exponentielle d’un condensat
en présence de désordre. Enfin dans la dernière partie, nous présentons notre
étude expérimentale d’un régime spécifique à la localisation d’un condensat en
présence de speckle : à savoir le régime de localisation algébrique [46].
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2.1 Localisation d’onde dans le désordre
Il existe plusieurs approches pour introduire le phénomène de localisation

d’Anderson, comme on peut le voir par exemple dans les revues [103–105]. Dans
sa prédiction théorique initiale [35], Anderson considère des électrons sans in-
teraction dans un réseau régulier spatialement mais dont l’énergie par site varie
aléatoirement selon une distribution de largeur W et montre qu’au delà d’une
valeur critique de W , les électrons ne peuvent plus diffuser dans le réseau, le
système se comportant alors comme un isolant.

Il est aussi possible de présenter la localisation d’Anderson à l’aide d’une ap-
proche plus ondulatoire développée au début des années 1980 par Vollhardt et
Wölfle [106] : dans cette approche (ou "self-consistent theory"), la localisation
d’Anderson est considérée comme une extension du phénomène de localisation
faible [107], qui apparaît lors de la diffusion d’ondes dans un milieu faiblement
désordonné et se manifeste, non pas par l’arrêt total de l’onde, mais par une di-
minution de la constante de diffusion. A ce phénomène de localisation faible est
associé un autre effet apparaîssant aussi dans les milieux faiblement désordon-
nés : la rétro-diffusion cohérente [107]. Le point commun à tous ces phénomènes
est qu’ils se manifestent lorsque des phénomènes d’interférences (cohérents) sur-
vivent à une moyenne d’ensemble sur différentes réalisations du désordre. La
mise en évidence de ces effets interférentiels au début des années 1980 avec l’ex-
périence de Sharvin et Sharvin [108] a suscité d’innombrables études théoriques
et expérimentales [103–105,107].

Dans cette partie, nous adoptons cette approche ondulatoire, plus intuitive,
pour introduire le phénomène de localisation d’Anderson. Nous commençons ainsi
par présenter succintement la diffusion d’une onde scalaire sans interaction dans
un milieu faiblement désordonné et montrons que la présence d’interférences
conduit aux phénomènes de rétro-diffusion et de localisation faible. Nous nous
inspirons fortement, pour ce faire, de la présentation de E. Akkermans et G.
Montambaux dans leur livre Physique Mésoscopique des Electrons et des Pho-
tons [107]. Puis à partir de cette image, nous présentons le cas d’un désordre
plus fort pour lequel apparaît la localisation d’Anderson. Nous décrivons alors
ses principales propriétés et présentons un bref état de l’art des études expéri-
mentales menées sur la localisation d’Anderson, en particulier dans le domaine
des atomes froids.

2.1.1 Diffusion d’ondes dans un milieu désordonné

Nous considérons ici la propagation d’une onde plane monochromatique de
vecteur d’onde k se propageant dans un milieu désordonné statique de taille finie.
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Celui-ci est composé de diffuseurs ponctuels, élastiques, répartis aléatoirement
aux positions ri. Pour décrire la diffusion de l’onde dans ce milieu aléatoire, il
est nécessaire d’introduire les différentes échelles spatiales intervenant dans le
problème : la longueur d’onde λ = 2π/k, le libre parcours moyen l∗ caractéri-
sant la distance entre deux diffuseurs du milieu désordonné et l’extension L de
ce dernier. On distingue alors deux régimes de diffusion : le régime de diffusion
simple lorsque L << l∗ où l’onde subit peu (ou pas) de diffusions et le régime
de diffusion multiple lorsque l∗ << L : l’onde subit dans ce cas de nombreuses
collisions avec le milieu désordonné avant d’en sortir.

Dans la suite, nous considérons le régime de diffusion multiple, dans le cas
d’un faible désordre : kl� >> 1. On peut alors considérer que l’onde se pro-
page de diffuseur en diffuseur, comme représenté Fig.2.1. L’amplitude complexe
A(k, k′) de l’onde diffusée dans la direction k′ s’écrit alors comme la sommes des
amplitudes diffusées sur tous les chemins de diffusion possibles :

A(k, k′) =
∑
r1,r2

f(r1, r2) ei(k.r1−k′ .r2) (2.1)

où f(r1, r2) est l’amplitude complexe associée au chemin de diffusion multiple
entre les points r1 et r2 : elle tient compte de la phase accumulée par l’onde le
long de ce chemin de diffusion. L’intensité de l’onde s’écrit alors :

|A(k, k′)|2 =
∑
r1,r2

∑
r3,r4

f(r1, r2)f
�(r3, r4) ei(k.r1−k′ .r2) e−i(k.r3−k′ .r4) (2.2)

Le produit des amplitudes f(r1, r2)f
�(r3, r4) fait intervenir la différence de phase

entre les deux chemins r1 → r2 et r3 → r4. Celle-ci varie aléatoirement avec les
chemins de diffusion. Ainsi le produit des amplitudes moyenné sur les différentes
réalisations du désordre est nul sauf lorsque les chemins suivis correspondent à
des trajectoires identiques (Fig.2.1) : ces dernières correspondent à un unique
chemin parcouru dans le même sens de propagation (r1 = r3 et r2 = r4) ou dans
le sens opposé (r1 = r4 et r2 = r3).

L’intensité diffusée moyennée sur les différentes réalisations du désordre peut
alors s’écrire sous la forme suivante :

〈|A(k, k′)|2〉 = 〈
∑
r1,r2

|f(r1, r2)|2
[
1 + ei(k+k′).(r1−r2)

]
〉 (2.3)

où 〈...〉 représente la moyenne sur les réalisations du désordre. L’intensité diffusée
moyenne est la somme de deux termes : le premier, de phase nulle, correspond à
des chemins de diffusion parcourus dans le même sens (Fig.2.1a). C’est le terme
de diffusion "classique". Le deuxième terme correspond aux interférences entre
des chemins parcourus dans des sens opposés (Fig.2.1b).
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Fig. 2.1: Chemins de propagation contribuant à l’intensité diffusée : les chemins par-
courus dans le même sens de propagation (a) correspondent à la diffusion classique et
ceux parcourus dans des sens opposés (b) donnent lieu aux interférences.

2.1.1.1 Diffusion "classique"

Elle fait l’objet des théories développées au début du XXième siècle : théorie
du transfert radiatif pour les ondes électromagnétiques et modèle de Drude-
Boltzman pour les ondes électroniques. Ces théories ne prennent pas en compte
les phénomènes d’interférences : l’intensité moyenne diffusée est donnée par la
somme des intensités suivant tous les chemins possibles. Elles décrivent néan-
moins de nombreuses situations expérimentales. Elles donnent par exemple l’évo-
lution du coefficient de transmission moyen 〈T 〉 d’une onde à travers un milieu
aléatoire de taille finie L (ou loi d’Ohm) : 〈T 〉 ∝ l∗/L. Il est aussi possible de
décrire la diffusion des ondes à l’aide d’une équation de diffusion, définissant
ainsi une constante finie caractéristique du problème : la constante de diffusion
D0 = vl∗/d où v est la vitesse de l’onde et d la dimension du système [107].

2.1.1.2 Interférences

Le deuxième terme de l’équation (2.3) contient un terme de phase dépendant
des positions r1,2. La somme sur ces positions est généralement nulle et le pro-
blème correctement décrit par la théorie de la diffusion "classique". Néanmoins,
ce terme d’interférences devient non nul dans deux cas particuliers et est alors
responsable d’effets persistants après une moyenne d’ensemble :

- k + k′ � 0 : l’intensité diffusée dans la direction exactement opposée à
la direction incidente est égale au double de la valeur classique. Ce phénomène
est appelé rétro-diffusion cohérente et a lieu dans un cône d’angle Δθ ∝ 1/(kl∗)
faible autour de la direction incidente. Cet effet, impossible à observer avec des
ondes électroniques, a été mis en évidence expérimentalement avec des ondes



2.1 Localisation d’onde dans le désordre 55

lumineuses en 1984 [109, 110]1. Le facteur 2 sur l’intensité rétro-diffusée n’a lui
été mesuré précisément qu’en 1995 [111], cette mesure nécessitant une très bonne
résolution angulaire.

- le cas r1=r2 traduit l’existence de boucles de diffusion fermées. Chaque
boucle contribue d’un facteur 2 à l’intensité diffusée et ce indépendamment de
la direction de diffusion. Néanmoins la contribution d’une unique boucle fermée
est négligeable : un grand nombre de boucles est donc nécessaire pour modifier
l’intensité diffusée par rapport à la valeur classique. L’existence de ces boucles
fermées a pour conséquence d’augmenter la probabilité de retour de l’onde à
sa position initiale. Ce phénomène, appelé localisation faible, se traduit par une
"diminution" de la diffusion de l’onde dans le milieu désordonné. Par analogie avec
la diffusion classique, on peut définir une constante de diffusion D et montrer
qu’elle est finie et inférieure à la constante de diffusion classique : 0 < D < D0,
la correction ΔD = D0−D apportée à la constante de diffusion classique restant
faible devant cette dernière. Ce phénomène a été mis en évidence dans les années
1980 par des mesures de magnéto-résistance de films métalliques [108, 114] et
observé avec différents types d’ondes dont par exemple les ondes sismiques [115].

2.1.2 Localisation forte ou localisation d’Anderson
Lorsque on augmente l’influence du milieu désordonné (lorsque kl∗ diminue),

on voit clairement que l’approche présentée ci-dessus va être mise en défaut
lorsque la longueur d’onde λ de l’onde incidente et le libre parcours moyen ca-
ractéristique du milieu diffusant deviennent du même ordre de grandeur. Effec-
tivement, une transition de phase a lieu entre le régime diffusif et un régime
de localisation forte ou localisation d’Anderson, pour lequel la constante de dif-
fusion D s’annule. La "position" de cette transition (appelée mobility edge) est
donnée par le critère de Ioffe-Regel [116] : kl∗ ≈ 1. Dans le régime de localisation
(λ > l∗), l’onde est complètement stoppée par le désordre et reste localisée dans
une zone de l’espace autour de sa position initiale. Anderson a de plus montré
que la fonction d’onde localisée présente une décroissance spatiale exponentielle à
partir du point de localisation. Cette décroissance exponentielle, qui est la signa-
ture emblématique de la localisation d’Anderson, est caractérisée par la longueur
de localisation Lloc. Pour des expériences de transmission, cette localisation se
traduit par une décroissance exponentielle de la transmission de l’onde à tra-
vers le milieu aléatoire (de taille L) : 〈log T 〉 ∝ −L/Lloc. Notons également que,
contrairement au cas classique, la transmission présente des fluctuations grandes
devant sa valeur moyenne.

1La rétro-diffusion cohérente a fait l’objet de nombreuses études expérimentales : avec
des ondes lumineuses se propageant dans divers milieux, comme par exemple des poudres
diélectriques [111] ou des atomes froids [112], mais aussi avec des ondes sonores [113].
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Ce phénomène de localisation est fortement dépendant de la dimensionnalité
du système [117]. Dans un système unidimensionnel infini, une onde localise
même en présence d’un désordre faible2. C’est aussi le cas à 2D, même si dans
ce cas la longueur de localisation augmente exponentiellement lorsque l’influence
du désordre diminue. A 3D, le comportement est très différent : il existe une
réelle transition de phase entre un régime diffusif et un régime de localisation.
Ici les exposants critiques (s et ν) caractérisant la transition peuvent être définis
à partie de l’évolution des paramètres caractéristiques du système autour de la
transition, à savoir la constante de diffusion et la longueur de localisation :

D ∝ (E − Ec)
s pour E ≥ Ec (2.4)

Lloc ∝ (E − Ec)
−ν pour E ≤ Ec (2.5)

où E = (�k)2/2m est l’énergie de l’onde et Ec l’énergie critique correspondant
à la transition. Les théories développées au début des années 1980, à savoir la
"scaling theory" [117] et la "self-consistent theory" [106], prédisent que s = ν = 1.
Depuis 2008, une autre théorie [118], combinant les deux précédentes, prédit une
valeur de 1.5 pour les exposants critiques. De plus comme nous le verrons dans
la suite, les mesures expérimentales et les simulations numériques donnent aussi
des résultats contradictoires. Compte tenu de la diversité des valeurs proposées
et mesurées, la détermination des exposants critiques reste une problématique
toujours d’actualité.

2.1.3 Une petite histoire de la localisation d’Anderson
La localisation d’Anderson a bien sûr été l’objet de nombreuses études expé-

rimentales [103,104]. La localisation ayant été initialement prédite dans le cadre
de matière condensée, les études la concernant ont tout d’abord été menées dans
les systèmes électroniques. Les premières observations de la transition métal-
isolant induite par le désordre ont été réalisées au début des années 1980 avec
des semi-conducteurs désordonnés : silicium dopé [119] et AlxGa1−xAs [120], à
partir de mesures de conductivité et de susceptibilité diélectrique. Toutefois ces
expériences ont donné des résultats contradictoires notamment sur la valeur des
exposants critiques : 0.5 pour le silicium et autour de 1 pour AlxGa1−xAs. De
manière générale, les interactions entre électrons et/ou la présence d’excitations
thermiques (phonons) rendent les mesures quantitatives extrêmement délicates
dans les systèmes électroniques. Il est également possible d’étudier la localisation
avec des expériences numériques [121]. Ces simulations sont seulement partielle-
ment en accord avec les données expérimentales : elles donnent notamment des

2L’image de la localisation d’Anderson comme extension de la localisation faible n’est pas
valable pour un système 1D. Dans ce cas, il n’y a pas de localisation faible et seul le phénomène
de localisation forte existe.
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exposants critiques autour de 1.5.

Comme nous l’avons déjà mentionné, depuis les années 1990, la localisation
d’Anderson est sortie du cadre strict de la matière condensée pour être étudiée
dans d’autres systèmes mieux contrôlables. Etant liée à la présence d’interfé-
rences, elle est observable dans tous les systèmes ondulatoires : classiques comme
quantiques. En particulier, l’observation de la rétro-diffusion cohérente avec des
ondes lumineuses en 1984 et une proposition de S. John [122] en 1988 ont suscité
d’intenses recherches autour de la localisation d’Anderson des ondes acoustiques
ou électromagnétiques, telles que les μ-ondes [123] et les ondes lumineuses [124].
Même si ces systèmes sont a priori plus facilement contrôlables, en particulier
du fait de l’absence d’interactions, les résultats obtenus ont été très controversés
en raison de la difficulté à différencier les signatures de la localisation de celles
de l’absorption : en effet la localisation comme l’absorption induisent une dé-
croissance exponentielle de la transmission avec l’extension du milieu diffusant.
Néanmoins ce problème a été en grande partie résolu en mesurant les fluctua-
tions de la transmission [125] ou en étudiant sa dynamique [37, 126, 127]. Ces
méthodes ont permis en 2006 de déterminer des exposants critiques autour de
0.5 [128], soit toujours en désaccord avec les prédictions théoriques et les simu-
lations numériques. Enfin, récemment des expériences menées dans des cristaux
photoniques désordonnés [38,129] et avec des μ-ondes [130] ont permis d’observer
directement les fonctions d’ondes localisées.

Enfin, une thématique en plein essor actuellement est l’étude de l’effet de
non-linéarités (de type effet Kerr en optique) sur la localisation d’Anderson.
Les expériences menées dans les cristaux photoniques [38,129] ont en particulier
commencé à aborder cette question. Nous reviendrons dans la suite sur cette
thématique dans le cas des atomes froids, où les non-linéarités sont générées par
les interactions inter-atomiques.

2.1.4 Localisation d’Anderson dans les atomes froids
C’est dans ce contexte qu’il a été proposé pour la première fois en 2003 de

réaliser des études sur la localisation d’Anderson dans les atomes froids [39].
Plusieurs groupes, dont le groupe d’Optique Atomique à Orsay, se sont alors
lancés dans la "quête" de la localisation d’Anderson d’ondes de matière créées à
partir de condensats de Bose-Einstein.

2.1.4.1 Les atomes froids : un système très bien contrôlé

Comme nous l’avons déjà mentionné en introduction, les condensats sont
bien adaptés à l’étude des problèmes de la matière condensée, et en particulier à
l’étude de la localisation d’Anderson. Ces systèmes sont remarquablement bien
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contrôlés, peuvent être obtenus dans des géométries variées (1D, 2D, 3D, réseaux)
et observés à l’aide de différentes techniques [6] : la possibilité d’imager direc-
tement leur fonction d’onde est ainsi particulièrement intéressante pour l’étude
de la localisation d’Anderson. Ils offrent aussi un bon contrôle des interactions
inter-atomiques via les résonances de Feshbach [5] ou par modification de la den-
sité spatiale du gaz. Enfin, il est possible de créer des potentiels désordonnés
contrôlés et sans phonons, en particulier à l’aide de potentiels lumineux [49]3.
Ces derniers peuvent par exemple être obtenus en faisant l’image d’une surface
rugueuse sur les atomes [42]. Néanmoins cette technique nécessite d’utiliser un
très bon système d’imagerie. On peut aussi réaliser le potentiel désordonné à
l’aide d’un champ de speckle [134]. Cette technique a déjà été utilisée [43, 44].
C’est aussi celle que nous utilisons : nous reviendrons ultérieurement sur ses pro-
priétés (§.2.3). Enfin, il est possible de créer un "pseudo-désordre" en réalisant
des réseaux optiques bichromatiques : ceux-ci sont obtenus en superposant deux
réseaux optiques de longueurs d’ondes incommensurables et d’amplitudes très
différentes [135].

2.1.4.2 "Quête de la localisation d’Anderson"

Après une première réalisation de condensats en présence de désordre [136],
plusieurs tentatives expérimentales, utilisant comme onde de matière un conden-
sat de Bose-Einstein en expansion dans un guide, ont alors eu lieu en 2005 à
Hannovre, Florence et Orsay [42–44]. Ces expériences n’ont néanmoins pas per-
mis l’observation de la localisation d’Anderson, en partie en raison d’interactions
inter-atomiques trop importantes. Elles ont suscité un intense travail théorique
que ce soit dans des systèmes unidimensionnels [46, 49, 50] ou en dimensions
supérieures [45, 47,48,51].

Finalement, la localisation d’Anderson a été observée en 2008 à Florence et
Orsay dans des systèmes 1D exempts d’interactions [52, 53]. Si la décroissance
exponentielle des fonctions d’ondes localisées a été observée dans ces deux expé-
riences, les systèmes utilisés sont toutefois différents et complémentaires :

- l’équipe de Florence a créé un fort désordre à l’aide d’un réseau bichro-
matique et est parvenue à supprimer les interactions à l’aide de résonance de

3D’autres méthodes peuvent être envisagées : les potentiels désordonnés peuvent par
exemple être créés magnétiquement en utilisant la rugosité propre aux fils conducteurs à la
surface d’une puce atomique [131] ou à l’aide d’antennes radio-fréquence [132]. Néanmoins, il
est difficile de connaître précisément les propriétés statistiques des potentiels aléatoires ainsi
réalisés. Il a aussi été proposé [133] de créer un potentiel aléatoire en utilisant deux espèces
atomiques interagissant l’une avec l’autre en présence d’un réseau : l’idée est de créer un réseau
optique d’amplitude élevée pour l’une des espèces atomiques et d’amplitude quasi-nulle pour
l’autre espèce. Ainsi les atomes de la première espèce, placés aléatoirement dans les différents
puits du réseau, sont vues comme des impuretés par les atomes de la seconde espèce. Les
récentes réalisations de mélanges d’espèces dans des réseaux [15–17] vont dans ce sens.
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Feshbach. L’expérience ainsi réalisée se rapproche du modèle d’Anderson dans
le sens que les atomes se propagent dans un réseau principal dont les énergies
sur site sont perturbées par la présence d’un deuxième réseau d’amplitude faible.
Néanmoins, ce système, décrit par l’hamiltonien d’Aubry-André [137], présente
une transition de phase entre un régime diffusif et un régime de localisation,
même en 1D [53].

- sur notre expérience, nous avons utilisé un condensat très dilué pour sup-
primer les interactions. Nous avons alors observé la localisation d’Anderson en
laissant l’onde de matière, créée par le condensat en expansion dans un guide
d’onde 1D, se propager sur de grandes distances en présence d’un désordre (créé
par un speckle) faible [52]. Ce travail sera présenté en détails dans la suite.

Il paraît clair que ces deux expériences sont le point de départ à des études
expérimentales de la localisation d’Anderson en dimensions supérieures : à 2D
[45, 47] et surtout à 3D [48, 51] où elles pourraient permettre de répondre aux
questions qui restent ouvertes, à savoir la position exacte du mobility edge et la
valeur des exposants critiques.

Enfin, pour être le plus complet possible, signalons que des expériences ont
été menées avec des atomes froids pour étudier le phénomène dit de localisa-
tion dynamique dans des systèmes de rotateurs forcés (kicked-rotor systems) à
1D [40] et à 3D [41]. Il existe en effet une correspondance entre la localisation
d’Anderson 1D et le comportement d’un "kicked rotor" quantique excité à une
fréquence particulière, pour lequel une localisation est observée dans l’espace des
impulsions. Par ailleurs, il a été montré que l’analogue 3D d’un tel système, ob-
tenu par l’ajout de fréquences d’excitation supplémentaires, est substantiellement
équivalent au modèle d’Anderson 3D [138]. L’expérience réalisée à Lille [41] a en
particulier permis de déterminer des exposants critiques (ν ≈ 1.4) très proches
des résultats obtenus par des simulations numériques.

2.1.4.3 Désordre et interactions

Comme nous l’avons mentionné auparavant, la localisation d’Anderson consi-
dère des particules sans interactions et est donc intrinsèquement un phénomène
à une particule. En particulier le modèle d’Anderson ne prend pas en compte
l’interaction coulombienne entre électrons, pourtant inhérente aux systèmes élec-
troniques : la transition métal-isolant est induite par le désordre. Cette approche
est ainsi complémentaire de l’approche proposée par Mott [139] qui considère
un système sans désordre, la transition métal-isolant étant alors induite par les
interactions. Naturellement, chacune de ces deux approches ne peut à elle seule
décrire des systèmes électroniques réels, pour lequels il faut tenir compte de la
présence d’impuretés et des interactions.
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La prise en compte des interactions fait donc l’objet de nombreux travaux
théoriques et en particulier dans le cadre des atomes froids [49,140], où les interac-
tions inter-atomiques sont aisément contrôlables via des résonances de Feshbach.
L’effet des interactions sur la localisation d’Anderson n’est que partiellement
connue aujourd’hui et fait l’objet de débats toujours ouverts : l’idée commu-
nément admise est que de faibles interactions suffisent à détruire la localisation.
Néanmoins des résultats obtenus récemment semblent contredire cette idée : dans
le cas de condensats en expansion, des simulations numériques [141,142] indiquent
que les interactions répulsives entre atomes ne détruisent la localisation d’An-
derson que lorsqu’elles dépassent une valeur critique. D’autres résultats [143]
prédisent que la localisation devrait persister même en présence d’interactions4.
Il a aussi été suggéré récemment, en considérant la transmission d’une onde de
matière quasi-monochromatique à travers un milieu désordonné, que les interac-
tions répulsives induisaient une diminution des longueurs de localisation avant de
détruire complètement la localisation [31,33]. Enfin notons que très récemment,
en 2009, cette question des interactions a commencé à être abordée expérimen-
talement à Florence [147].

De manière plus générale, l’effet combiné du désordre et d’interactions sur
des nuages d’atomes froids donne lieu à une physique très riche : en particulier
en présence d’interactions fortes, il est prédit l’apparition de nouvelles phases
quantiques, comme par exemple le verre de Bose [148, 149], donnant lieu à des
diagrammes de phases complexes [3, 150–152]. Ceux-ci permettent de décrire la
transition d’Anderson en l’absence d’interactions comme la transition de Mott
en l’absence de désordre. Ce domaine de recherche est particulièrement actif
actuellement, donnant lieu à de nombreuses propositions théoriques pour l’étude
de ces phases, en particulier dans des réseaux optiques [3], de même il existe des
propositions similaires pour étudier des gaz de fermions ou des mélanges boson-
boson ou fermion-boson. Ces systèmes désordonnés en présence d’interactions
font aussi l’objet d’études expérimentales, que ce soit par la mesure d’oscillations
dipolaires [153] ou d’oscillations de Bloch [154], qu’elles concernent des bosons
en interaction dans un réseau optique [135, 155] ou des mélanges d’espèces [15–
18]... En conclusion, les travaux qui seront présentés dans la suite s’inscrivent
dans un contexte scientifique en pleine émulation et extrêmement compétitif,
la démonstration de la localisation d’Anderson 1D étant considérée comme un
"milestone" du domaine.

4Notons aussi les travaux réalisés sur la localisation des excitations de Bogolyubov [144–
146].
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2.2 Localisation d’Anderson d’ondes de matière
à une dimension

Après avoir présenté la localisation d’Anderson de manière générale, nous re-
venons dans cette partie sur les particularités de la localisation 1D d’ondes de
matière. Nous considérons tout d’abord le cas d’une onde plane se propageant
en présence d’un désordre quelconque. Puis nous présentons les résultats théo-
riques de la proposition de L. Sanchez-Palencia [46] concernant la localisation
d’Anderson d’un condensat en expansion dans un champ de speckle. Nous ver-
rons en particulier que cette étude théorique permet d’identifier une condition
essentielle pour l’observation de la localisation et que nous avons mis en œuvre
expérimentalement.

2.2.1 Localisation d’une onde plane
Considérons ici une onde plane de vecteur d’onde k caractérisée par son éner-

gie Ek = �
2k2/2m qui se propage dans un potentiel désordonné V (z). Celui-ci

est constitué de barrières de potentiel aléatoirement réparties spatialement et
d’amplitudes aléatoires. L’échelle caractéristique δz des variations spatiales du
potentiel est faible devant la longueur d’onde λk = 2π/k de l’onde. On caractérise
le désordre en amplitude par la valeur moyenne VR de l’amplitude des barrières.
A 1D, il est prédit que toute onde k localise quelque soit l’amplitude du désordre.
En particulier l’onde k est localisée par un désordre d’amplitude faible devant
l’énergie de l’onde : VR << Ek. C’est ce cas que nous considérons dans la suite. Si
on associe à l’onde k une particule classique de même énergie, le régime de faible
désordre correspond à un régime où la particule "vole" au dessus du désordre
sans être affectée par ce dernier. Si maintenant, on considère une particule quan-
tique, celle-ci subit de multiples réflexions quantiques sur différentes les barrières
de potentiel : la localisation de la particule dans le désordre résulte alors des
interférences destructives entre toutes ces réflexions.

Chacune des réflexions quantiques que subit l’onde est aléatoire du fait de
la répartition aléatoire des barrières dans l’espace et en amplitude. L’ensemble
de ces réflexions multiples interfère destructivement, induisant une diminution
faible de l’amplitude de l’onde au passage de chaque barrière de potentiel jusqu’à
annulation et entrainant la formation d’un état localisé φk. Il est prédit que
la fonction d’onde de cet état localisé présente une enveloppe r(z) décroissant
exponentiellement dans l’espace. Cette décroissance est décrite par la longueur
de localisation Lloc(k) et qui est grande devant Δz. Cette décroissance peut être
aussi décrite à l’aide de l’exposant de Lyapounov égal à l’inverse de la longueur
de localisation et qui s’écrit :

γ(k) =
1

Lloc(k)
= −lim|z|→∞

〈
log(r(z))

|z|
〉

(2.6)
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Fig. 2.2: Localisation d’Anderson d’une onde k en présence de faible désordre : l’onde,
d’énergie Ek supérieure à l’amplitude moyenne VR du désordre, subit de multiples ré-
flexions quantiques sur les barrières du désordre. Celles-ci interfèrent destructivement,
donnant lieu à une onde localisée dont la fonction d’onde décroit exponentiellement.

L’évolution de φk est donnée par l’équation de Schrödinger linéaire à une
dimension : [

− �
2

2m
∂2

z + V (z)

]
φk(z) = Ekφk(z) (2.7)

Dans le régime de faible désordre, il est possible de faire un traitement pertur-
batif du problème en se plaçant dans l’approximation de Born. La résolution de
l’équation (2.7) au premier ordre de l’approximation de Born permet de calculer
explicitement l’exposant de Lyapounov γ(k). On montre alors [46,156] que γ(k)
est proportionnel à la densité spectrale du désordre C(k)5 à la fréquence spatiale
2k :

γ(k) =

√
2π

2

m2

�4k2
C(2k) (2.8)

Cette formulation indique qu’une onde k n’est localisée que si elle trouve une
condition de Bragg dans le désordre qui la diffuse vers l’arrière : kdesordre =
2k. En d’autres termes, pour que l’onde k soit localisée, il faut qu’il existe une
composante spectrale 2k dans le désordre. Dans le cas contraire, au premier ordre
dans l’approximmation de Born, l’exposant de Lyapounov est nul, la longueur
de localisation tend alors vers l’infini et l’onde n’est alors que très faiblement
diffusée par le désordre.

En anticipant un peu sur la suite, nous présentons ici le cas particulier d’un
désordre issu d’un champ de speckle. Nous verrons que dans ce cas, le spectre
du désordre est à support fini. La distribution en fréquence spatiale C(2k) est

5Comme nous le verrons par la suite (§.2.3.1), la densité spectrale C(k) du désordre est
donnée par la transformée de Fourier de la fonction de corrélation 〈V (z)V (z+δz)〉 du potentiel
aléatoire.
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triangulaire et prend uniquement des valeurs non nulles pour les fréquences spa-
tiales k inférieures à une fréquence de coupure kc = π/Δz. Cette fréquence de
coupure va jouer le rôle d’un seuil de mobilité effectif (effective mobility edge) :
il a été montré, en prenant en compte les ordres supérieurs dans l’approximation
de Born, que toutes les ondes sont localisées par un champ de speckle avec une
longueur de localisation finie, mais que les longueurs de localisation subissent un
"saut" (jusqu’à plusieurs ordres de grandeur) au niveau de kc [157,158] : au-delà
de kc, elles deviennent en particulier bien plus grandes que la taille typique des
systèmes expérimentaux (∼ mm). Les ondes telles que k > kc vont donc en pra-
tique rapidement disparaître du système et seules les longueurs de localisation
des ondes k < kc (qui sont diffusées efficacement par le désordre) pourront être
mesurées expérimentalement.

2.2.2 Localisation d’un condensat en expansion dans un
champ de speckle

Naturellement, une onde plane n’est pas réalisable expérimentalement. On
peut néanmoins réaliser une superposition d’ondes planes caractérisée par sa
distribution D(k). En particulier, cette superposition d’ondes planes peut être
obtenue en relâchant un condensat dans un guide uni-dimensionnel. Dans cette
partie, nous nous attachons à décrire la localisation d’Anderson d’une telle onde
de matière, créée par un condensat en expansion, en présence d’un désordre créé
par un champ de speckle. Ce schéma expérimental a déjà été utilisé dans les ten-
tatives expérimentales en 2005 [43,44]. Dans ces expériences, un arrêt de l’onde de
matière en présence du désordre a été observé. Cependant cet arrêt n’est pas dû
au phénomene de localisation d’Anderson. Il s’explique d’une part, dans les ailes
des profils de densité observés, par un effet de localisation "classique" entre deux
barrières de désordre et d’autre part, par un effet de fragmentation au centre de
ces profils [50]. Ces expériences ont été le point de départ de travaux théoriques
afin de déterminer les conditions nécessaires à la localisation d’Anderson d’un
condensat en expansion dans un champ de speckle, menant à une proposition
théorique de L. Sanchez-Palencia en 2007 [46]. C’est sur cette proposition que
repose notre schéma expérimental et nous en décrivons ici les points essentiels.

L’onde de matière, créée à partir un condensat de Bose-Einstein 1D, se pro-
page dans un potentiel désordonnné issu d’un champ de speckle. Ce dernier a
une amplitude VR faible de manière à éviter tout piégeage classique entre deux
barrières élevées du désordre. Initialement le condensat est à l’équilibre thermo-
dynamique dans un piège harmonique de fréquence longitudinale ω. Son énergie
d’interaction est caractérisée par le potentiel chimique initial μIN . A l’instant
t = 0, le confinement du piège est annulé et le condensat s’étend en présence du
potentiel désordonné.
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L’expansion du condensat peut se décomposer en deux phases : pendant la
première phase (t � 1/ω), l’expansion du condensat est dominée par les inter-
actions répulsives entre atomes et le désordre ne joue pas de rôle déterminant.
A l’issue de cette phase, l’énergie d’interaction initiale est entièrement convertie
en énergie cinétique. Il est alors possible de décrire le condensat en expansion
comme une superposition d’ondes planes indépendantes entre elles et se propa-
geant librement. Dans la deuxième de phase de l’expansion, on considère alors
la diffusion de cette superposition d’ondes planes par le désordre d’amplitude
faible. Chaque composante k diffusée par le désordre localise au sens d’Anderson
avec une longueur de localisation qui dépend de k. Ainsi l’onde de matière créée
par le condensat en expansion localise et son profil de densité est alors donné par
la superposition des ondes localisées φk :

n(z) =
〈|ψ(z)|2〉 = 2

∫ ∞

0

dk D(k)
〈|φk(z)|2〉 (2.9)

où 〈...〉 représente une moyenne sur différentes réalisations du potentiel aléatoire.
D(k) est la distribution en onde k du condensat en expansion en l’absence de
désordre et |φk(z)|2 est le profil de densité de l’onde k localisée. Dans la suite,
nous explicitons ces deux termes :

- la distribution D(k) du condensat est obtenue en supposant qu’initialement
le condensat est dans le régime de Thomas-Fermi : son profil de densité est alors
une parabole inversée. D’après les équations de scaling [92, 93], ce dernier est
simplement dilaté au cours de l’expansion par un coefficient dépendant du temps
b(t) et reste parabolique. On peut alors montrer que la distribution en onde k
du condensat en expansion est une parabole inversée caractérisée par le vecteur
d’onde maximal kmax :

D(k) ≈ 3N

4kmax

(1 − k2

k2
max

)Θ(1 − k

kmax

) (2.10)

où N est le nombre d’atomes dans le condensat. kmax donne directement l’éner-
gie cinétique maximale des atomes du condensat en expansion et est relié à μIN

par conservation de l’énergie. Dans le cas d’un système 1D, l’énergie cinétique
maximale vaut Emax

c = (�kmax)
2/2m = 2μIN (Annexe A).

- d’autre part, pour connaitre le profil de l’onde de matière localisée en pré-
sence de désordre, il est nécessaire de connaitre la fonction d’onde φk de chaque
composante k localisée. Celle-ci décroît exponentiellement avec une longueur de
localisation Lloc(k) qui dépend de k, via la densité spectrale du désordre. Pour
déterminer si l’onde de matière localise dans le désordre, il est alors nécessaire
de comparer les deux distributions en k caractéristiques du système : à savoir la
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distribution en k de l’onde de matière et la densité spectrale du désordre. Dans
le cas d’un désordre obtenu avec du speckle, la distribution en fréquence spa-
tiale C(2k) a une fréquence de coupure kc = π/Δz. Pour que l’onde de matière,
créée par le condensat en expansion dans le guide, localise dans son ensemble
en présence de désordre, il est nécessaire que toutes ses composantes k soient
elles-mêmes localisées. Ceci implique la condition suivante :

kmax < kc (2.11)

où kc joue le rôle d’un seuil de mobilité effectif. Lorsque la condition (2.11) est
respectée, la somme (2.9) est alors dominée par l’expansion de la composante
kmax et il été montré que le profil de densité n(z) de la fonction d’onde totale
localisée décroît exponentiellement avec une longueur caractéristique donnée par
la longueur de localisation maximale [46] :

Lloc(kmax) =
2�

4kck
2
max

πm2V 2
R(1 − kmax/kc)

(2.12)

Fig. 2.3: Condition pour la localisation exponentielle d’un condensat en expansion dans
un désordre créé à partir de speckle : kmax < kc. Les deux distributions en impulsion
caractérisant le désordre (speckle) et l’onde de matière (condensat en expansion) sont
tracées. La distribution en k du condensat en expansion D(k) (caractérisée par son
vecteur d’onde maximal kmax) est contenue dans la distribution en fréquence spatiale
du speckle C(2k) (caractérisée par son vecteur d’onde maximal kc).

Ainsi la localisation d’Anderson d’un condensat en expansion dans un champ
de speckle est caractérisée par trois paramètres clés. Les deux premiers para-
mètres concernent les distributions en fréquence du condensat et du speckle : kmax

et kc. Le dernier paramètre qui intervient est l’amplitude moyenne du désordre
VR, qui doit être faible devant l’énergie cinétique typique du condensat en ex-
pansion et donc devant le potentiel chimique initial du condensat.
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Expérimentalement, nous mettons en œuvre cette proposition théorique en re-
lâchant le condensat, créé dans le piège hybride, dans le guide optique (§.1.4.0.3)
en présence du désordre créé par un champ de speckle. Comme nous l’avons vu,
le point essentiel de la localisation exponentielle d’un condensat en expansion
est la condition : kmax < kc. Cette condition implique en particulier de créer un
speckle avec une grande fréquence spatiale kc, ce qui correspond à une longueur
caractéristique Δz des variations spatiales du potentiel aléatoire faible. Comme
le speckle est créé par la diffusion d’une lumière laser, Δz est de l’ordre du μm.
La condition kmax < kc implique alors la réalisation d’un condensat dilué de
faible potentiel chimique initial. Nous verrons qu’un point clé de l’expérience est
de pouvoir mesurer expérimentalement kmax, kc, VR et la longueur de localisation
Lloc.

Dans les deux parties suivantes, nous décrivons précisément la mise en place
expérimentale des deux principaux éléments de notre schéma expérimental :
d’une part du désordre et d’autre part du condensat en expansion. Nous dé-
taillons dans la partie §.2.3 notre réalisation expérimentale du speckle ainsi que
sa caractérisation (mesure de kc). Puis nous présentons, dans la partie §.2.4,
notre réalisation d’un condensat dilué dans le piège hybride et sa caractérisation
à partir de son expansion en l’absence de désordre (mesure de kmax).

2.3 Réalisation du désordre par un champ de
speckle

Le désordre que nous utilisons sur notre expérience est créé par un champ de
tavelures (ou speckle) : il correspond à la distribution spatiale aléatoire d’intensité
qui résulte de la diffusion d’un faisceau laser cohérent par une surface rugueuse.
Selon le montage, la diffusion peut se faire en réflexion comme en transmission.
Sur notre expérience, nous avons choisi un dispositif de diffusion en transmission
(Fig. 2.4) : le faisceau laser est diffracté au passage à travers un verre dépoli dont
l’épaisseur varie aléatoirement. Celui-ci peut être vu comme un grand nombre
d’éléments diffusants, qui sous l’effet du champ laser incident, émettent des ondes
déphasées aléatoirement les unes par rapport aux autres. Les interférences de ces
ondes, constructives ou destructives suivant le point du champ r de speckle où on
se place, sont alors à l’origine de la répartition spatialement aléatoire d’intensité.

Des atomes placés dans ce champ lumineux ressentent alors un potentiel
dipolaire V (r), directement proportionnel à l’intensité lumineuse et donc spa-
tialement aléatoire. Les propriétés statistiques d’un champ de speckle étant bien
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connues6 [159], le potentiel dipolaire qui en résulte est parfaitement contrôlé [160],
que ce soit pour ses propriétés de corrélation ou sa loi de distribution en ampli-
tude. De plus, nous avonc choisi de travailler avec un faisceau laser à 514 nm,
soit désaccordé dans le bleu de la raie D2 du Rubidium 87. Le potentiel dipolaire
ressenti par les atomes est ainsi composé de barrières de potentiel aléatoirement
réparties et d’amplitude variable.

Dans cette partie, nous commençons par décrire les propriétés statistiques
d’un champ de speckle. Puis nous décrivons notre réalisation expérimentale du
speckle et sa mise en place sur notre dispositif expérimental en vue de l’ex-
périence de localisation. Enfin, nous déterminons ses caractéristiques spatiales
et présentons la caractérisation en amplitude du potentiel dipolaire désordonné
correspondant.

2.3.1 Modélisation et propriétés d’un speckle
2.3.1.1 Modélisation d’un speckle : amplitude diffractée

Comme nous l’avons mentionné précédemment, le champ de speckle est ob-
tenu par diffusion d’une onde lumineuse au passage à travers un verre dépoli
d’épaisseur variable δe(α, β) où (α, β) repèrent la position dans le plan du verre
dépoli. La diffusion d’une onde plane incidente d’amplitude a0 donne lieu, juste
après le dépoli, à une onde d’amplitude :

a(α, β) = a0e
iδφ avec δφ(α, β) =

2π

λ
(n − 1)δe(α, β) (2.13)

où λ est la longueur d’onde et n l’indice du verre. Ce champ est parfaitement
aléatoire lorsque le déphasage δφ est uniformément réparti sur [−π, π], ce qui
impose une amplitude moyenne des variations d’épaisseur du dépoli supérieure
à λ. Autrement dit, la surface du dépoli doit être suffisamment rugueuse, ce qui
est aisément réalisé en pratique. Dans ce cas, le dépoli est alors essentiellement
caractérisé par sa longueur de corrélation spatiale rc et il donne lieu à un speckle
dit "pleinement développé".

Dans la suite, nous considérons le cas d’un speckle pleinement développé ob-
tenu dans le plan focal d’une lentille convergente7 de focale f (Fig. 2.4a). L’am-
plitude diffractée en un point du plan focal s’écrit alors, dans le cadre de l’ap-
proximation paraxiale (f >> D) :

A(y, z, x = f) =
eikf

iλf
ei k

2f
(y2+z2)

∫
dαdβa(α, β)ei k

2f
(α2+β2)e−i 2π

λf
(yα+zβ) (2.14)

6Comme nous le verrons, l’amplitude du champ lumineux est une variable gaussienne.
7Du fait du caractère aléatoire du dépoli, le speckle est insensible aux aberrations de la

lentille, ce qui rend sa réalisation relativement facile.
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On déduit de l’amplitude diffractée (2.14) les caractéristiques de la figure de
speckle.

Laser
  

f

ON

Δz

x

z

Lentille

Verre dépoli

WR,z

 (longueur d'onde λ)

Fig. 2.4: Réalisation d’un champ de speckle par transmission. Le verre dépoli diffuse
le faisceau laser (de diamètre D) et le champ de speckle est obtenu dans le régime
de diffraction de Fraunhofer, ie dans le plan focal d’une lentille convergente de focale
f. L’ouverture numérique ON = D/2f du système donne la taille caractéristique des
grains de speckle Δz. Les axes correspondent à ceux de notre expérience, l’axe z étant
l’axe de propagation de l’onde de matière. Dans notre cas, le champ de speckle présente
une répartition gaussienne d’intensité dont l’extension est donnée par le waist à 1/e2 :
wR,z = fθ avec θ est l’angle de diffusion des diffuseurs.

2.3.1.2 Image "simpliste" du speckle

Avant de détailler les caractéristiques de la figure de speckle, nous allons voir
que, comme mentionné en introduction, on peut les comprendre simplement en
terme d’interférences à ondes multiples.

Le dépoli, caractérisé par sa longueur de corrélation rc, peut être vu comme
un ensemble d’un grand nombre N de diffuseurs indépendants, de largeur rc fixe
et d’épaisseur aléatoire. Chaque diffuseur indépendant diffracte dans un cône
d’angle θ ≈ λ/rc, donnant lieu à une répartition d’intensité sur une taille fθ
dans le plan focal de la lentille. Dans ce plan, les taches d’intensité des différents
diffuseurs se superposent parfaitement et donnent l’enveloppe de la répartition
totale d’intensité : son extension dépend de la taille caractéristique des diffuseurs
rc. Les interférences entre les amplitudes diffractées par les différents diffuseurs
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créent quant-à-elles une modulation à l’intérieur de cette enveloppe. Si les dif-
fuseurs sont petits (de l’ordre de λ), la tache totale d’intensité a une extension
grande devant la largeur d’une modulation, appelée "grain" de speckle.

Au final, en un point donné du plan focal, tous les diffuseurs du dépoli contri-
buent avec la même amplitude à l’amplitude diffractée totale A, seules leurs
phases diffèrent. On remplace alors l’intégrale (2.14) par une somme discrète :

A =
a0√
N

N∑
n=1

eiφn (2.15)

où N = D/rc si on ne considère qu’une dimension et où les phases φn sont indé-
pendantes et réparties uniformément sur [−π, π]. Le champ de speckle peut ainsi
s’interpréter comme le résultat d’interférences à N ondes réparties sur l’ensemble
du diffuseur. De plus, cette figure d’interférence va nécessairement présenter une
longueur de corrélation (ou taille de grain) due à la diffraction : intuitivement, la
taille des grains doit être égale à λ/2 ON où ON est l’ouverture sous laquelle le
grain de speckle "voit" le diffuseur. Nous démontrons rigoureusement ce résultat
dans la suite.

2.3.1.3 Distribution en intensité

D’après 2.15, l’amplitude diffractée A en un point est une somme de N va-
riables aléatoires avec N >> 1. Le théorème de la limite centrale s’applique
alors : on en déduit alors que la loi de probabilité de l’amplitude est gaussienne.
L’intensité de l’onde diffractée étant donné par I = |A|2, sa distribution est
exponentielle et s’écrit [159] :

P (I) =
1

〈I〉e
− I

〈I〉 (2.16)

où 〈I〉 est l’intensité moyenne au sens statistique et est égale à la déviation stan-
dard en intensité σI . Ainsi le contraste, défini par c = σI/〈I〉, vaut toujours 1
pour une figure de speckle. Insistons sur le fait que la distribution en intensité
dépend uniquement de 〈I〉, ce qui est particulièrement intéressant expérimentale-
ment : la détermination de l’intensité moyenne permet, à elle seule, de connaître
complètement la distribution en intensité du speckle.

2.3.1.4 Propriétés spatiales et dimensions d’un grain de speckle

Les variations spatiales d’un champ de speckle sont caractérisées quantitati-
vement par sa fonction de corrélation et par sa densité spectrale de puissance
(ou distribution en fréquence spatiale). Nous nous intéressons dans cette partie
à leurs caractéristiques dans le cadre de l’approximation paraxiale. Nous suppo-
sons aussi que les rayons de corrélation des diffuseurs sont infiniment fins : la
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figure de speckle s’étend alors dans tout l’espace et ses propriétés statistiques
sont invariantes par translation. Pour simplifier, nous nous plaçons autour du
point focal.

Fonction d’autocorrélation :

Elle est définie par : ΓI(δr) = 〈I(r)I(r + δr)〉. La valeur moyenne de cette
fonction de corrélation n’ayant pas d’intérêt physique, nous nous intéressons dans
la suite à la fonction de corrélation suivante :

ΓδI(δr) = ΓI(δr) − 〈I〉2 (2.17)

Cette fonction ΓδI est une fonction de corrélation d’ordre 4 de l’amplitude A,
donnée par (2.14). L’amplitude étant une variable aléatoire gaussienne, le théo-
rème de Wick s’appplique et la fonction de corrélation en intensité s’écrit en
fonction de la fonction de corrélation en amplitude ΓA uniquement :

ΓδI(δr) = 〈I〉2
∣∣∣∣ΓA(δr)

ΓA(0)

∣∣∣∣
2

(2.18)

Il faut calculer la fonction de corrélation en amplitude : dans le cadre de l’ap-
proximmation paraxiale, on montre que les fonctions de corrélation transverse
ΓA,⊥(δy, δz) = ΓA(δy, δz, 0) et longitudinale ΓA,‖(δx) = ΓA(0, 0, δx) s’écrivent
[159] :

ΓA,⊥(δy, δz) =
∫

dαdβ I(α, β)e−i k
f
(αδy+βδz)

ΓA,‖(δx) =
∫

dαdβ I(α, β)e
−i kδx

2f2 (α2+β2) (2.19)

Dans les directions transverses : la fonction de corrélation en intensité
du speckle est ainsi directement proportionnelle au carré de la transformée de
Fourier de l’intensité au niveau du verre dépoli I(α, β). Dans le cas d’un éclairage
uniforme du dépoli, la dimension d’un "grain" de speckle correspond à la limite
de diffraction pour l’ouverture numérique donnée par l’éclairement au niveau
du diffuseur. Considérons le cas d’un verre dépoli éclairé uniformément sur une
ouverture rectangulaire de longueur Dz et de largeur Dy. Les proriétés de la figure
de speckle résultante sont alors bien connues [159]. Sa fonction de corrélation
transverse s’écrit simplement :

ΓδI,⊥(δy, δz) = 〈I〉2 sinc2

(
πDy

λf
δy

)
sinc2

(
πDz

λf
δz

)
(2.20)

Les tailles transverses (Δy, Δz) d’un grain de speckle sont définies par le premier
zéro de la fonction de corrélation dans la direction concernée (Fig. 2.5a) :

Δy = λ
f

Dy

et Δz = λ
f

Dz

(2.21)
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On vérifie ainsi qu’elles sont bien données par la limite de diffraction. Expérimen-
talement, nous chercherons à créer des grains de speckle anisotropes, ce qui est
aisément réalisé en éclairant le dépoli par un faisceau anisotrope, mis en forme
avec des optiques cylindriques.

Dans la direction longitudinale x : la fonction de corrélation vaut quant-
à-elle :

ΓδI,‖(δx) = 〈I〉2 g

(
D2

y

λf 2
δx

)
g

(
D2

z

λf 2
δx

)
(2.22)

où g est la fonction définie par g(u) = 2
u
(C2(

√
u/2) + S2(

√
u/2)), C et S étant

les fonctions cosinus et sinus intégrales. De la même manière que précédemment,
la taille Δx du grain de speckle est définie par la distance au premier zéro :

Δx ≈ 7.6
ΔyΔz

λ
(2.23)

On retrouve naturellement la distance de Rayleigh. Dans le cas où les grains de
speckle sont choisis très anisotropes transversalement, soit tel que Δy >> Δz,
sa taille longitudinale est limitée uniquement par sa dimension la plus faible et
vaut :

Δx = 7.6 Δz2/λ (2.24)

Fig. 2.5: Caractérisation spatiale, dans la direction transverse, d’un speckle dans le
cas d’un éclairement uniforme du verre dépoli. a) Fonction de corrélation en inten-
sité ΓI normalisée. Le rayon Δz d’un grain de speckle est défini par le rayon de la
fonction d’autocorrélation et donné par la limite de diffraction. b) Distribution en fré-
quence spatiale C(2k). Elle est donnée par la transformée de Fourier de la fonction de
corrélation et a une fréquence de coupure kc
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Distribution en fréquence spatiale :

La densité spectrale de puissance est donnée, d’après le théorème de Wiener-
Khintchine, par la transformée de Fourier de la fonction de corrélation de l’in-
tensité ΓδI :

CδI(k) =

∫
dδr ΓδI(δr)eik.r (2.25)

Dans le cas d’une ouverture rectangulaire (de longueur Dz et de largeur Dy) uni-
formément éclairée, la densité spectrale de puissance C(2k) du speckle est donnée
par la transformée de Fourier de la fonction de corrélation (2.20). On montre que
la densité spectrale de puissance C(2k) dans une des directions transverses, par
exemple z, est triangulaire (Fig. 2.5b) et caractérisée par sa fréquence de coupure
haute kc, directement reliée à la taille d’un grain de speckle Δz = λ/2 ON :

C(2k) = 〈I〉2 1

kc

√
π

2

(
1 − k

kc

)
Θ

(
1 − k

kc

)
avec kc =

π

Δz
(2.26)

où Θ est la fonction de Heaviside. La fréquence de coupure kc est directement
donnée par la limite de diffraction. Insistons ici sur le fait que si la forme de la
densité spectrale de puissance dépend de la forme de l’éclairement du dépoli, la
fréquence de coupure en est elle indépendante.

Pour conclure, notons que le potentiel dipolaire aléatoire vu par les atomes du
fait de l’interaction lumière-matière possède les mêmes propriétés spatiales que
le champ de speckle qui le crée. Nous avons pu voir que celles-ci, définies par la
limite de diffraction, sont bien connues et contrôlées et sont aisément modifiables.
C’est là tout l’intérêt d’utiliser un champ de speckle pour réaliser le désordre.

2.3.2 Mise en place expérimentale et caractérisation du
désordre

Dans cette partie, nous présentons notre réalisation expérimentale d’un champ
de speckle adapté à la localisation d’Anderson. Le potentiel optique aléatoire res-
senti par les atomes doit répondre à un certain nombre de contraintes que nous
énumérons ici :

1- la contrainte principale concerne la taille Δz des grains de speckle dans
la direction de propagation des atomes : Δz doit être la plus petite possible.
Ceci nécessite d’avoir l’ouverture numérique la plus grande possible, ce que nous
allons réaliser ici en rapprochant au maximum le diffuseur de la cellule à vide.

2- on cherche à étudier l’expansion unidimensionnelle du condensat dans le
speckle, ce qui implique que les grains de speckle aient des tailles dans les direc-
tions y et x grandes devant l’extension transverse du condensat qui vaut environ
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3 μm. Ceci implique de créer un champ de speckle avec des grains anisotropes,
ce qui est aisément réalisé en éclairant le verre dépoli avec un faisceau aniso-
trope. Nous allons donc utiliser une lentille cylindrique pour la mise en forme du
faisceau.

3- Pour des questions de puissance laser, nous cherchons à adapter la forme
globale du champ de speckle à la propagation 1D des atomes : nous cherchons
donc à obtenir un champ de speckle allongé suivant l’axe z de propagation des
atomes et faible dans la direction y. Ceci implique d’utiliser un verre dépoli avec
des angles de diffusion très anisotropes, obtenus avec des diffuseurs élémentaires
eux-mêmes anisotropes.

De plus, nous avons certaines contraintes expérimentales liées à l’encombre-
ment autour de la cellule dans laquelle est créé le condensat : celles-ci rendent
délicates la mise en place du speckle sur notre expérience. Nous commençons
ici par décrire le dispositif expérimental que nous avons utilisé, en revenant suc-
cessivement sur chacun des trois points listés ci-dessus. Puis nous présentons la
caractérisation, spatiale et en amplitude, du potentiel désordonné que nous avons
réalisé.

2.3.2.1 Mise en place du diffuseur

Le dispositif que nous utilisons pour réaliser le champ de speckle suit le prin-
cipe exposé figure 2.4 : un faisceau laser collimaté est utilisé pour éclairer un
verre dépoli auquel est accolée une lentille convergente de focale f et donne lieu,
dans le plan focal de la lentille, à la figure de speckle. Afin d’obtenir une figure de
speckle avec des grains de taille Δz minimale dans la direction z, nous cherchons
à exploiter au maximum l’ouverture numérique accessible dans cette direction. A
priori celle-ci est limitée à 0.15 par le diamètre interne (10 mm) des bobines qui
créent le champ dipolaire (Fig. 2.6b et Fig. 2.8), ce qui ne permet pas d’obtenir
des grains de speckle suffisamment fins.

Pour augmenter l’ouverture numérique, l’idée est de placer le dépoli et la
lentille le plus proche possible des atomes. Ces derniers se trouvent approxima-
tivement au centre de la cellule à vide, soit à une distance d’environ 11 mm de
la face externe de la cellule, imposant ainsi une distance focale minimale pour la
lentille. En pratique, compte tenu de l’épaisseur du verre dépoli et de la lentille,
nous utilisons une lentille plan-convexe de focale f = 14 ± 1 mm, que l’on vient
coller sur le verre dépoli8. Le système {dépoli+lentille} est alors lui-même collé
sur un support de diamètre interne D = 8.75± 0.50 mm, que l’on vient glisser à
l’intérieur des bobines du dipôle (Fig. 2.6b). Au final, l’ouverture numérique du
système vaut ONz = D/2f = 0.3. Pour profiter au maximum de cette ouverture
et obtenir des grains de speckle avec une taille Δz minimale, on va donc cher-

8Cette configuration présente aussi l’avantage de maximiser l’intensité moyenne du champ
de speckle.
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cher à éclairer le dépoli avec un faisceau collimaté et d’intensité uniforme dans
la direction z.

2.3.2.2 Mise en forme du faisceau

Comme nous souhaitons réaliser des grains de speckle anisotropes d’axe long
orienté suivant y, le faisceau qui éclaire le dépoli doit être anisotrope d’axe long
orienté suivant z. Dans ce but, nous avons mis en place le montage optique pré-
senté figures 2.7 et 2.8. Ce montage est composé d’une part de la source laser et
d’autre part du dispositif optique de mise en forme du faisceau, qui utilise une
lentille cylindrique.

Source laser

Notre source lumineuse est un laser à Argon continu de longueurs d’onde prin-
cipales 488 et 514 nm et de puissance maximale 7 W environ. Dans un premier
temps, le faisceau en sortie du laser est injecté dans une fibre optique. Notons que
l’injection d’un faisceau de plusieurs Watt de puissance dans une fibre optique
est assez délicate : il est nécessaire que le faisceau laser incident soit particuliè-
rement bien focalisé sur le coeur de la fibre, toute erreur d’alignement pouvant
endommager cette dernière. Pour se faire, nous commençons par injecter la fibre
optique avec un faisceau de faible puissance puis nous augmentons progressive-
ment la puissance laser, en réajustant avec précaution l’injection. Nous avons
alors obtenu des efficacités de couplage de l’ordre de 60%. Un coupleur en sortie
de fibre nous permet finalement d’obtenir un faisceau collimaté accessible sur la
table optique.

Dans un deuxième temps, notre source laser étant polychromatique, nous sé-
lectionnons l’une de ses longueurs d’onde principales : en l’occurence nous avons
constaté qu’à forte puissance, la répartition spectrale de puissance du laser était
en faveur de la raie à 514 nm. Nous utilisons dans ce but un modulateur acousto-
optique (AOM) polychromatique (AA opto-electronic), qui permet de sélection-
ner jusqu’à huit longueurs d’onde différentes ou de les combiner. Cette sélection
en longueur d’onde induit toutefois une perte de puissance : la puissance en sor-
tie de l’AOM vaut au maximum 1.3 W. L’AOM nous permet aussi d’allumer
et éteindre rapidement le potentiel aléatoire sur l’expérience. Mentionnons que
l’AOM est placé en sortie de la fibre optique (Fig. 2.7), en partie pour des raisons
pratiques, mais surtout de manière à éviter toutes fluctuations de puissance du
faisceau induites par des fluctuations thermiques dans la fibre.

Le faisceau collimaté obtenu en sortie de l’AOM est ensuite mis en forme avant
d’éclairer le verre dépoli. La mise en forme est réalisée en deux étapes : nous
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Fig. 2.6: Réalisation d’un champ de speckle : a) Le faisceau laser obtenu en sortie du
dispositif présenté figure 2.7 est mis en forme à l’aide d’une lentille cylindrique avant
d’éclairer le verre dépoli. Deux cales piézo-électriques placées au niveau du miroir de
renvoi permettent de modifier la position du faisceau anisotrope sur le dépoli (b) et
d’obtenir différentes réalisations de désordre. c) Au verre dépoli est accolée une lentille
de focale 14 mm de manière à obtenir le champ de speckle dans le plan focal de la
lentille (Fig. 2.4). Pour maximiser l’ouverture numérique et minimiser Δz, le système
{verre dépoli + lentille} est collé sur un support que l’on place à l’intérieur du dipôle.
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Fig. 2.7: Mise en forme préliminaire du faisceau laser. Nous utilisons comme source
un laser à Argon. Le faisceau en sortie du laser est injecté dans une fibre optique,
puis on sélectionne sa longueur d’onde (514 nm) à l’aide d’un modulateur acousto-
optique (AOM) polychromatique. Le faisceau est ensuite agrandi de manière isotrope :
nous obtenons en sortie de ce dispositif un faisceau gaussien de waist 9 mm. Nous
prélevons une partie du faisceau laser en sortie de l’AOM, que nous détectons avec une
photodiode afin de déterminer l’amplitude moyenne VR du potentiel lumineux ressenti
par les atomes, que nous avons calibré.

commençons par agrandir au maximum le faisceau laser à l’aide d’un premier
montage composé de lentilles sphériques (Fig. 2.7). A la sortie de ce montage,
on obtient un faisceau isotrope qu’on peut approximer par un faisceau gaussien
de waist wi = 10 mm environ. Ce faisceau est ensuite rendu anisotrope à l’aide
d’une lentille cylindrique de focale fc = 300 mm (Fig. 2.7 et Fig. 2.8) : dans la
direction z, nous conservons alors un faisceau collimaté de même dimension alors
que dans la direction transverse y, le faisceau est focalisé.

Mise en forme du faisceau suivant z

Dans la direction z, le faisceau est tronqué par le support du verre dépoli de
diamètre D = 8.75± 0.50 mm. L’éclairement du verre dépoli est ainsi à peu près
uniforme9 dans cette direction. La taille théorique Δz des grains de speckle10 est
alors donnée par l’ouverture numérique de la lentille ONz = 0.3 et vaut :

Δz =
λf

D
= 0.82 ± 0.09 μm (2.27)

9L’intensité du faisceau varie d’environ 30% sur la dimension du faisceau.
10On peut aussi caractériser le speckle par sa longueur de corrélation σR = Δz/π = 1/kc =

0.26μm.
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Fig. 2.8: Réalisation expérimentale d’un champ de speckle adapté pour l’expérience
de localisation : le faisceau collimaté isotrope de waist wi = 10 mm, obtenu en sortie
du montage présenté figure 2.7, est mis en forme de manière anisotrope à l’aide d’une
lentille cylindrique de focale fc = 300 mm. Suivant la direction z, le faisceau reste
collimaté et est tronqué par le support du verre dépoli, ce qui permet d’obtenir une
ouverture numérique ONz = 0.3 : on obtient ainsi des grains de speckle de taille
Δz = 0.82 μm. Dans la direction y, le faisceau est focalisé sur le verre dépoli afin
de minimiser l’ouverture numérique ONy ≈ 5.5 10−4 et maximiser la taille des grains
Δy. On obtient un champ de speckle de forme anisotrope en choisissant les angles de
diffusions θy et θz du verre dépoli tels que θz > θy.
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Δz est donc inférieure au micron comme nous le souhaitions. Cette valeur cor-
respond à une fréquence de coupure kc de la densité spectrale du speckle C(2k) :

kc =
π

Δz
= 3.83 ± 0.42 μm−1 (2.28)

Ces valeurs correspondent aux estimations en fonction des paramètres géomé-
triques mais nous présenterons nos mesures expérimentales de Δz et kc dans la
partie §.2.3.2.4.

Mise en forme du faisceau suivant y

Dans cette direction au contraire, le faisceau n’est pas tronqué par le support
du verre dépoli et son waist wy au niveau du dépoli définit l’ouverture numérique
ONy accessible. On maximise alors la taille Δy des grains de speckle en focalisant
le faisceau exactement sur le dépoli11 : le waist wy du faisceau laser au niveau du
dépoli est simplement donné par les relations de conjugaison des faisceaux gaus-
siens : wy = λfc/πwi et vaut environ 5 μm, ce qui correspond à une ouverture
numérique effective ONy = πwy/2f = 5.5 10−4. On en déduit alors que la taille
théorique Δy devrait valoir environ 470 μm. Toutefois, en focalisant le faisceau
sur le verre dépoli, le waist wy devient du même ordre de grandeur que le rayon
de corrélation ry des diffuseurs élémentaires du verre dépoli, qui, comme nous le
verrons dans la suite, est de l’ordre de plusieurs microns de manière à adapter
le champ de speckle à l’expansion 1D des atomes. Dans ce cas, on ne peut plus
vraiment considérer que des interférences à ondes multiples ont lieu : la figure de
diffraction obtenue dans cette direction n’est plus à proprement parler une figure
de speckle et le rayon des grains dans cette direction n’est alors plus simplement
relié à l’ouverture numérique. Néanmoins, ceci n’est pas très gênant car la di-
rection y n’est pas une direction critique. Avec cette configuration, comme nous
pouvons l’observer sur l’image du champ de speckle présentée figure 2.9, nous
obtenons des grains très allongés dans la direction y dont nous pouvons mesurer
le rayon Δy en déterminant la fonction de corrélation ΓδI,⊥(δy) du champ de
speckle. Nous trouvons alors :

Δy = 97μm (2.29)

ce qui est comme nous l’attendions très supérieur à Δz.

Dans la direction x

Enfin, connaissant Δz et Δy, nous pouvons déterminer l’extension du grain
de speckle dans la direction x. Le grain de speckle étant très anisotrope dans

11Dans ce but, la lentille cylindrique est placée sur une platine de translation.
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les directions transverses, son rayon Δx suivant l’axe de propagation du faisceau
laser correspond approximativement à la distance de Rayleigh pour la direction
la plus faible (Eq.2.24) et vaut :

Δx = 7.6 Δz2/λ = 10μm (2.30)

Les grains de speckle ont donc des rayons dans les directions y et x supérieurs
à l’extension transverse du condensat (∼ 3μm), comme nous le souhaitions. Le
potentiel aléatoire ressenti par les atomes lors de leur propagation est bien uni-
dimensionnel.
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Fig. 2.9: Image expérimentale du champ de speckle obtenu à partir du verre dépoli
d’angles FWHM (10◦ × 2◦) : le champ de speckle présente une répartition gaussienne
d’intensité. Pour déterminer ses waists, on intègre le champ de speckle suivant ses
axes principaux et on réalise un ajustement gaussien des profils ainsi obtenus : on
trouve alors wR,z = 1.8 mm et wR,y = 0.6 mm. A l’intérieur du champ lumineux, on
distingue des grains de speckle anisotropes orientés perpendiculairement à la direction
z de propagation des atomes. Ceux-ci ressentent ainsi un désordre 1D lors de leur
propagation.
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2.3.2.3 Verre dépoli

Comme nous l’avons mentionné auparavant, c’est l’angle de diffusion des dif-
fuseurs élémentaires du verre dépoli qui contrôle l’extension du champ de speckle.
En conséquence, le choix du verre dépoli conditionne aussi l’intensité moyenne
du champ de speckle. La puissance de la source laser étant limitée, nous avons
cherché à adapter les dimensions du champ de speckle à l’expansion unidimen-
sionnelle du condensat : nous avons donc choisi des verres dépoli avec des angles
de diffusion différents suivant les axes y et z, que nous éclairons néanmoins avec
le même faisceau laser afin d’obtenir des grains de speckle de dimensions iden-
tiques. En pratique, nous avons utilisé deux verres dépoli différents. Ces derniers
diffusent dans un cône de répartition d’intensité gaussienne, caractérisée par ses
angles à mi-hauteur (FWHM) (θF,z, θF,y) tels que θF,z > θF,y. Les verres dépoli
que nous utilisons doivent ainsi donner lieu à des champs de speckle de répar-
tition d’intensité totale gaussienne d’axe long orienté dans la direction z et de
waists wR,z = fθz et wR,y = fθy, où (θz, θy) sont les angles de diffusion à 1/e2 et
sont reliés simplement aux angles FWHM par θ = θF /

√
2 ln 2.

Dans un premier temps, nous avons utilisé un verre dépoli d’angles (10◦×2◦)
qui doit donner lieu à un champ de speckle de waists (2.1 mm × 0.4 mm). Dans
un deuxième temps, nous avons utilisé un verre dépoli d’angles (30◦ × 1◦) qui
doit donner lieu à un champ de speckle de waists (6.2 mm × 0.2 mm). Enfin,
les angles de diffusion des diffuseurs nous permettent de caractériser le rayon
de corrélation de diffuseurs élémentaires rz,y = λ/πθz,y. Ces derniers valent (1.1
μm, × 5.5 μm) pour le premier diffuseur et (0.4 μm × 11 μm) pour le second.
Rappelons ici que dans la direction y, le rayon des diffuseurs est supérieur au
waist wy = 5μm du faisceau qui éclaire le dépoli, ce qui, comme nous l’avons vu,
modifie fortement les propriétés du speckle dans cette direction.

Nous présentons respectivement figures 2.9 et 2.10 les images des deux champs
de speckle que nous avons réalisé expérimentalement. Ces images, prises direc-
tement avec le système d’imagerie utilisé pour imager les nuages atomiques12,
correspondent au champ de speckle réellement "vu" par les atomes. Nous obser-
vons bien une tache d’intensité modulée par des grains de speckle et vérifions
que ceux-ci sont bien anisotropes, il faut tout de même rappeler ici que les pixels
de la caméra ont une taille de 8 μm soit très supérieure à Δz. Les pixels ne
permettent donc pas de résoudre les grains de speckle dans la direction z ; pour
cette raison, l’étude expérimentale du grain de speckle dans cette direction est
réalisée à l’aide d’un montage spécifique, décrit ci-dessous.

12Comme nous l’avons mentionné §.1.2.3.1, pour imager le potentiel lumineux réellement
"vu" par les atomes, il est nécessaire de prendre en compte les aberrations chromatiques du
système de transport d’image, ce qui implique de déplacer la caméra.
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Dans le cas du premier champ de speckle (Fig. 2.9), nous vérifions bien que sa
répartition d’intensité est gaussienne : pour ce faire nous déterminons l’enveloppe
de la tache d’intensité en intégrant celle-ci suivant ses axes principaux de manière
à moyenner les modulations d’intensité dues aux grains de speckle. A partir d’un
ajustement gaussien des profils moyens, nous déterminons les waists du faisceau.
Nous trouvons que les waists valent respectivement wR,z = 1.8 mm et wR,y = 0.6
mm. Ces valeurs sont proches des waists théoriques calculés à partir des angles
de diffusion du verre dépoli.
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Fig. 2.10: Image expérimentale du champ de speckle obtenu à partir du verre dépoli
d’angles FWHM (30◦ × 1◦) : le champ de speckle présente une répartition gaussienne
d’intensité dans la direction z de waists wR,z = 5.3 mm. Dans la direction y, bien que
le profil moyen du champ de speckle soit déformé, nous l’ajustons par une gaussienne
de waist wR,y = 0.6 mm. Les grains de speckle sont ici aussi très anisotropes et orientés
perpendiculairement à la direction z de propagation des atomes.

Dans le cas du deuxième champ de speckle (Fig. 2.10), nous vérifions aussi
que celui-ci présente une répartition gaussienne d’intensité dans la direction z.
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On trouve alors un waist wR,z = 5.3 mm, en accord avec la valeur théorique
attendue de 6.2 mm. La différence entre les deux valeurs peut s’expliquer par le
fait que l’ajustement du profil moyen est rendu difficile, compte tenu de la taille
du champ de la caméra13. Dans la direction y, nous observons que le champ
de speckle présente un profil assez déformé. Nous l’ajustons tout de même par
une gaussienne et nous trouvons un waist de 0.6 mm, bien supérieur à la valeur
attendue de 0.2 mm. Dans la direction y en effet, la diffusion des diffuseurs
élémentaires du verre dépoli est fortement perturbée par la diffraction du faisceau
laser incident sur le verre dépoli, celui-ci ayant un waist inférieur au rayon des
diffuseurs ry = λ/πθy = 11μm. Dans ce cas, rappelons que la figure observée
n’est plus une figure de speckle et qu’il n’est plus vraiment possible de séparer
l’effet des diffuseurs élémentaires et celui du faisceau incident. D’autre part, ceci
laisse penser que le rayon des grains dans cette direction peut être modifié. C’est
ce que nous observons figure 2.10 où nous constatons que les grains sont plus
allongés. La direction y n’étant pas critique, ceci ne modifie en rien le désordre
réellement "vu" par les atomes lors de leur propagation : celui-ci est toujours bien
unidimensionnel.

2.3.2.4 Caractérisation spatiale : détermination de kc

Nous avons caractérisé expérimentalement l’échelle des variations spatiales
du speckle suivant l’axe z, à partir d’images de champs de speckle. Pour ce faire,
nous utilisons ici un objectif de microscope × 60 et une caméra CCD constituée
d’une matrice de pixels de taille 6.45 μm. La résolution spatiale au niveau du
speckle vaut ainsi 0.11 μm et nous permet de résoudre la fonction de corrélation.
Précisons que cette caractérisation a été réalisée à l’aide d’une source laser à
405 nm et non avec le laser à Argon de longueur d’onde 514 nm utilisé pour
l’expérience de localisation d’Anderson. Pour trouver la valeur de Δz du speckle
ressenti par les atomes, il suffit simplement de multiplier la valeur trouvée avec
la source à 405 nm par le rapport des longueurs d’onde.

A partir des images de champ de speckle, nous déterminons la fonction d’au-
tocorrélation en intensité ΓδI,⊥(δz) et en déduisons par transformée de Fourier
directe la distribution en fréquence spatiale C(2k) du speckle (Fig. 2.11) : nous
vérifions sur la figure 2.11 que leurs allures sont en accord avec celles attendues
dans le cas d’un éclairement unifome du dépoli, à savoir respectivement un si-
nus cardinal (Eq.2.20)et une fonction triangle (Eq.2.26). On mesure alors Δz en
déterminant le rayon de la fonction d’autocorrélation et kc en déterminant la
fréquence de coupure du spectre.

13Pour pouvoir mieux observer et mieux ajuster la décroissance du profil moyen, nous avons
en particulier décalé la caméra par rapport à l’axe de propagation du faisceau laser x.



2.3 Réalisation du désordre par un champ de speckle 83

1

0.8

0.6

0.4

0.2

0
-400 -200 0 200 400 -1.0 -0.5 0.50 1.0 1.5

a) b)

z (µm) k /π (µm )c -1

1

0.8

0.6

0.4

0.2

0 -1.5

Fig. 2.11: Fonction d’autocorrélation (a) et distribution en fréquence spatiale C(2k)
(b) calculée à partir d’une moyenne de 4 images de speckle, obtenues avec le verre
dépoli (30◦ × 1◦) pour une ouverture numérique ON = 0.3 (§.2.3.2.1). On déduit de
la distribution C(2k) la fréquence de coupure kc : celle-ci vaut ici 4.24 ±0.55μm−1 à
405 nm, ce qui correspond à 3.34 ±0.45μm−1 à 514 nm, ce qui est proche de la valeur
donnée par la limite de diffraction.

En pratique, il est délicat de déterminer Δz à partir de la fonction d’auto-
corrélation. La distribution en fréquence spatiale C(2k), bien que très bruitée
autour de la fréquence nulle, présente une coupure à haute fréquence assez mar-
quée (Fig.2.11b). Nous déterminons alors directement kc à partir de la densité
spectrale. Néanmoins cette mesure restant délicate, nous l’avons répétée pour dif-
férentes ouvertures numériques du faisceau qui éclaire le dépoli (Fig. 2.12) et ce
pour les deux verres dépoli que nous avons utilisé. Nous vérifions que kc est bien
proportionnelle à l’ouverture numérique du système optique et trouvons alors
que kc vaut 4.78± 0.9μm−1 à 405 nm. A 514 nm, kc vaut donc 3.77± 0.70μm−1,
ce qui est en accord avec la valeur calculée (Eq.2.28).

2.3.2.5 Caractérisation en amplitude du potentiel aléatoire

Enfin, nous caractérisons l’amplitude moyenne VR du potentiel dipolaire aléa-
toire qui résulte du champ de speckle : elle correspond au déplacement lumineux
du niveau atomique dans lequel se trouvent les atomes, soit |F = 1〉. L’amplitude
moyenne VR est directement proportionnelle à l’intensité moyenne 〈I〉 du champ
de speckle. Celui-ci ayant une répartition d’intensité gaussienne, 〈I〉 est donnée
par :

〈I〉 =
2P

πwR,zwR,y

(2.31)
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Fig. 2.12: Variation de la fréquence de coupure kc selon l’axe z (mesurée à partir
de C(2k)) en fonction de l’ouverture numérique du système. Celle-ci est modifiée en
ajoutant un diaphragme de diamètre variable en amont du verre dépoli. Ces mesures
ont été réalisées à 405 nm pour les deux verres dépoli utilisés sur l’expérience, d’angles
(10◦×2◦) (points bleus) et (30◦×1◦) (croix rouges), et nous les comparons à l’évolution
théorique attendue (trait noir). Ces deux verres dépoli différents sont éclairés par le
même faisceau laser et doivent donc donner des valeurs identiques pour kc.

où P est la puissance effectivement reçue par les atomes. La caractérisation de
l’amplitude moyenne du potentiel aléatoire peut se faire à l’aide de mesures
photométriques. Pour déterminer l’intensité reçue par les atomes, nous avons
mesuré d’une part la puissance effective reçue par les atomes, compte tenu des
coefficients de transmission à travers les différentes optiques. D’autre part, nous
avons déterminé la surface du champ de speckle, à partir de ses waists dans les
directions y et z. Nous évaluons à quelques pourcents environ les incertitudes sur
les mesures de la puissance P et de la surface du champ de speckle.

Pour une puissance P donnée, nous déterminons l’amplitude VR du potentiel
aléatoire à l’aide de l’expression (1.43), qui tient compte de la structure multi-
niveaux du Rubidium. Dans ce cas, en effet, seules les raies D1 et D2 (vers les
états 5p2P1/2,3/2) du Rubidium 87 contribuent significativement au potentiel di-
polaire. Pour chacun des champs de speckle que nous avons présentés (Fig. 2.9
et Fig. 2.10), nous déterminons le rapport de conversion VR/P : celui-ci vaut
685 Hz/W pour le champ de speckle de plus faible extension et 230 Hz/W pour
le champ de speckle de plus grande extension. Compte tenu des transmissions
de toutes les optiques et de la troncature du faisceau par le support du verre
dépoli, la puissance maximale "reçue" par les atomes vaut environ 150 mW, ce
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qui correspond à une amplitude moyenne du potentiel aléatoire d’une centaine
de Hertz dans le cas du champ de speckle de faible extension, ce qui est suffisant
pour les mesures que nous souhaitons réaliser . Pour le champ de speckle de plus
grande extension, VR vaut au maximum une trentaine de Hertz et sera un point
limitant pour certaines mesures que nous avons effectué (§.2.5.3).

D’autre part, rappelons qu’il est délicat de réaliser des mesures photomé-
triques précises, en particulier parce qu’on ne peut placer le détecteur à la posi-
tion exacte des atomes (dans la cellule à vide). Une technique de spectroscopie
micro-onde a été utilisée [160] pour déterminer l’amplitude d’un potentiel lu-
mineux. Celle-ci consiste à induire une transition micro-onde de l’état |F = 1〉
vers l’état |F = 2〉 et d’en mesurer la fréquence de résonance en présence ou non
du potentiel aléatoire. Du fait que les déplacements lumineux des deux niveaux
hyperfins ΔEF=1 et ΔEF=2 sont différents, la transition micro-onde est modifiée
en présence du potentiel lumineux d’une valeur :

ΔE = ΔEF=2 − ΔEF=1 = ΔEF=1(
9

10

δ1

δ2

− 1) (2.32)

où δ1,2 est le désaccord du laser utilisé pour créer le potentiel aléatoire par rapport
à la transition F = (1, 2) → F ′. Cette technique est bien adaptée lorsque le
potentiel lumineux est créé à 780 nm autour d’un état hyperfin, ses effets étant
alors très différents pour les états |F = 1〉 et |F = 2〉. En revanche, cet effet
devient négligeable lorsque le laser est très désaccordé par rapport à la transition
D2, comme par exemple à 514 nm dans notre cas. Les désaccords δ1,2 étant
très proches, ΔE devient alors de l’ordre de VR/10, soit environ quelques Hz
comme nous le verrons dans la suite. Il nous est donc impossible de mesurer
expérimentalement ΔE et nous ne pouvons calibrer l’amplitude du potentiel
aléatoire via cette méthode de spectroscopie micro-onde.

Nous avons donc calibré l’amplitude du potentiel aléatoire à l’aide de mesures
photométriques14 que nous avons présentées ci-dessus et nous estimons que notre
précision sur l’amplitude VR est inférieure à 30 %.

14Nous avons néanmoins vérifié, en utilisant les atomes comme sonde, que l’ordre de gran-
deur trouvé était le bon. Pour ce faire, nous avons enlevé le verre dépoli de notre montage
expérimental, tourné la lentille cylindrique de 90◦ et éclairé directement les atomes avec le
faisceau anisotrope. Nous réalisons ainsi une bosse de potentiel d’amplitude VR. Nous relâ-
chons le condensat au sommet de cette bosse de potentiel : ce dernier se sépare en deux nuages
d’atomes se propageant en sens opposé dans le guide optique. Nous observons l’expansion des
deux nuages en prenant des images à différents instants et déterminons les vitesses du centre de
masse et du front d’onde de chaque nuage ainsi que les énergies cinétiques associées. L’énergie
cinétique du centre de masse correspond à l’énergie potentielle initiale des atomes, c’est-à-dire
à l’amplitude de la bosse de potentiel VR. La différence entre les énergies du front d’onde en
présence ou non de la bosse de potentiel nous donne aussi VR. Nous avons vérifié que les valeurs
trouvées à partir ces mesures correspondaient à 30 % près à la valeur obtenue par les mesures
photométriques.
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2.3.3 Conclusion
En conclusion, nous avons présenté dans cette partie les deux champs de spe-

ckle que nous avons réalisé en vue de l’expérience de localisation d’Anderson.
Nous avons vu que les champs de speckle obtenu ont des grains de speckle aniso-
tropes de taille minimale dans la direction de propagation z de l’onde de matière
et de tailles supérieures à l’extension transverse du condensat suivant les autres
axes. Le potentiel aléatoire ressenti par les atomes lors de leur propagation dans
le guide optique est donc bien 1D. Nous avons de plus caractérisé les variations
spatiales du potentiel aléatoire et déterminé un des paramètres clé pour la loca-
lisation d’Anderson, à savoir le vecteur d’onde maximal de la densité spectrale
du désordre kc = 3.83 ± 0.42 μm−1

2.4 Caractérisation des condensats en expan-
sion

Le second paramètre clé de la localisation exponentielle est le vecteur d’onde
maximal de la distribution en k du condensat en expansion : kmax. Rappelons que
pour que le condensat en expansion localise exponentiellement dans un champ de
speckle, kmax doit vérifier la condition (2.11) : kmax < kc. Dans cette partie, nous
commençons par détailler quels sont les paramètres des condensats respectant la
condition de localisation exponentielle (2.11). Puis nous verrons comment nous
mesurons kmax à partir de l’expansion d’un condensat en l’absence de désordre.

2.4.1 Obtention d’un condensat dilué
Comme nous venons de le voir, compte tenu du speckle réalisé, la condition

sur le condensat pour atteindre le régime de localisation exponentielle s’écrit :
kmax < 3.83μm−1. Ce paramètre kmax étant directement relié à l’énergie maximale
des atomes du condensat en expansion, il est, par conservation de l’énergie, relié
au potentiel chimique μIN du condensat initial. Dans le cas d’une expansion 1D,
μIN ≈ Emax/2. Nous verrons dans la suite que la relation entre μIN et kmax est en
fait plus complexe mais la formule μIN ≈ Emax/2 donne néanmoins un bon ordre
de grandeur : la condition sur kmax implique que le potentiel chimique initial soit
inférieur à environ 400 Hz.

Dans l’approximation de Thomas-Fermi 3D, le potentiel chimique d’un conden-
sat s’écrit :

μ =
1

2
(15aN�

2ω2
⊥ωz)

2/5m1/5 (2.33)

Il dépend du nombre d’atomes N contenus dans le condensat et des confinements
transverse ω⊥ et longitudinal ωz du piège, paramètres sur lesquels nous pouvons
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jouer expérimentalement. Il faut noter ici qu’obtenir un condensat pur de poten-
tiel chimique inférieur à 400 Hz n’est pas chose aisée et a impliqué de diminuer à
la fois le nombre d’atomes dans le condensat et les fréquences du piège hybride.
Prenons par exemple le cas de la configuration comprimée (ω⊥/2π = 350 Hz et
ωz/2π = 24 Hz) utilisée initialement sur l’expérience. Dans ce cas, l’obtention
d’un condensat tel que μIN � 400 Hz impose un nombre limite d’atomes dans
le condensat égal à Nlim = 900, ce qui est impossible à réaliser, le refroidisse-
ment évaporatif étant alors très inefficace. Ainsi, diminuer uniquement le nombre
d’atomes dans le condensat ne suffit pas et il est nécessaire de décomprimer for-
tement le piège hybride dans le même temps.

Dans ce but, nous utilisons le cycle expérimental présenté figure 2.13. Il s’ins-
pire en grande partie de la méthode que nous avons présentée §.1.3.3.2 et qui per-
met d’obtenir d’un condensat dans le piège hybride à partir d’un nuage d’atomes
froids piégé magnétiquement. Néanmoins, l’obtention du condensat se fait ici
en deux étapes : la première étape a pour but de diminuer le nombre d’atomes.
Cette étape nécessitant de réaliser une évaporation "efficace", nous décomprimons
le piège magnétique jusqu’à une fréquence de 50 Hz environ et augmentons dans
le même temps la puissance de la pince jusqu’à atteindre une fréquence trans-
verse de 120 Hz. Nous obtenons alors un condensat dans ce piège en appliquant
une rampe d’évaporation radio-fréquence (Evaporation 2). Nous diminuons alors
de manière contrôlée le nombre d’atomes dans le condensat en choisissant la du-
rée de cette rampe d’évaporation. En particulier, pour une rampe d’évaporation
de 24 s15, nous obtenons un condensat de 1.7 104 atomes. Compte tenu des fré-
quences de piégeage, le potentiel chimique correspondant vaut environ 800 Hz,
ce qui est supérieur à la valeur de 400 Hz permettant d’entrer dans le régime de
localisation exponentielle.

Afin de diminuer le potentiel chimique du condensat, nous avons donc ajouté
une deuxième étape dans le cycle expérimental, pendant laquelle nous décompri-
mons non seulement le piège magnétique mais aussi le piège optique. A l’issue
de cette dernière étape, la fréquence transverse du piège vaut ω⊥/2π = 70 Hz
(correspondant à une puissance de 140 mW) et la fréquence longitudinale vaut
ωz/2π = 5.4 Hz (correspondant à un courant dans le quadrupole de 0.6 A). Cette
décompression est réalisée en 500ms et en gardant un couteau radiofréquence
constant, de manière à conserver une fraction condensée quasi-pure. Cependant
la décompression, même réalisée lentement, perturbe le condensat. Nous ajou-
tons donc à l’issue du cycle une étape d’évaporation à piégeage constant, qui nous
permet d’obtenir, dans le piège le plus décomprimé, un condensat quasi-pur à
l’équilibre.

15Ceci est rendu possible par le long temps de vie du nuage d’atomes dans ce piège hybride
intermédiaire : celui-ci étant peu confinant, le taux de pertes à trois corps n’est pas trop élevé.
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Fig. 2.13: Cycle expérimental d’obtention d’un condensat dilué contenant 1.7 104

atomes dans un piège hybride décomprimé. Les fréquences indiquées sont les fréquences
transverses de chaque piège, respectivement y, z pour le piège magnétique (PM) et x,
y pour le piège optique (PO). Le piège magnétique définit la fréquence longitudinale
du piège hybride et le piège optique définit son confinement transverse.

Au final, dans ce piège très décomprimé (ω⊥/2π = 70 Hz, ωz/2π = 5.4 Hz),
nous obtenons un condensat de 1.7 104 atomes. Le condensat a ainsi un potentiel
chimique initial μIN = 219 Hz, ce qui doit nous permettre d’entrer dans le régime
de localisation exponentielle. Cependant, le paramètre pertinent pour caractériser
l’expansion du condensat dans le piège optique n’est pas le potentiel chimique,
qui caractérise le condensat dans son piège initial, mais kmax, lié à la vitesse
maximale d’expansion dans le guide.

2.4.2 Lien entre kmax et le potentiel chimique

Dans le cas où l’expansion est purement 1D, la situation correspond à celle
décrite §.2.2.2. Les équations de scaling [92,93] indiquent que la fonction d’onde
du condensat reste une parabole inversée au cours de l’expansion. La distribution
en k du condensat en expansion est alors aussi donnée par une parabole inversée,
caractérisée par le vecteur d’onde kmax, celui-ci étant relié de manière simple au



2.4 Caractérisation des condensats en expansion 89

potentiel chimique μIN du condensat [46,92] :

Emax =
(�kmax)

2

2m
= 2μIN (2.34)

où Emax est l’énergie maximale libérée lors de l’expansion.

En pratique, ce n’est pas si simple car il faut tenir compte de la dynamique
transverse. Le lien entre μIN et kmax dépend en particulier du type d’expansion
que subit le condensat dans le guide optique, une fois le piège magnétique éteint.
Le résultat (2.34) serait toujours rigoureusement valide si la fonction d’onde
transverse du condensat était dans le mode fondamental transverse du guide
optique. Clairement cela ne correspond pas à notre situation expérimentale :
au tout début de l’expansion, le condensat est 3D, son potentiel chimique initial
μIN = 219 Hz étant bien supérieur à la fréquence transverse du piège ω⊥/2π = 70
Hz. Ceci valide en particulier l’utilisation de l’approximation de Thomas-Fermi
3D pour déterminer le potentiel chimique du condensat (Eq 2.33). Dans ce cas
3D, les équations de scaling [92, 93] indiquent que la fonction d’onde transverse
du condensat reste une parabole inversée au cours de l’expansion, ce qui donne
lieu quand on intègre la fonction d’onde totale du condensat dans les directions
transverses à une densité n1D(z) en forme de parabole inversée au carré (Eq.
1.39). On peut alors déterminer le lien entre μIN et kmax (Annexe A) :

Emax =
(�kmax)

2

2m
= 4μIN (2.35)

Toutefois, cette expansion 3D ne correspond pas non plus à la situation expéri-
mentale. En effet elle suppose que la fonction d’onde transverse reste une parabole
inversée dont la taille tend vers zéro. Or pour les temps d’expansion que nous
considérons expérimentalement, la fonction d’onde tranverse du condensat at-
teint le mode fondamental gaussien du guide.

Ainsi, notre situation expérimentale correspond à un cas hybride 3D → 1D
où la fonction d’onde transverse du condensat est a priori complexe. Toutefois,
des simulations numériques et les profils de densité que nous observons expé-
rimentalement montrent que pour nos condensats très dilués, l’expansion est
essentiellement 1D, c’est-à-dire que la densité n1D(z) est essentiellement une pa-
rabole inversée, de même que la distribution en k du condensat en expansion.
On va donc pouvoir mesurer sans ambiguité kmax à partir des profils de densité
obtenus expérimentalement. De plus, comme présenté en Annexe A, connaissant
la forme de la distribution en k du condensat en expansion, il nous est possible
de déterminer le lien entre kmax et μIN . Toutefois, même s’il est intéressant de
connaître le lien exact entre μIN et kmax pour "prédire" la valeur de kmax à partir
du nombre d’atomes dans le condensat, seul kmax est un paramètre réellement



90 Chap 2 - Localisation d’Anderson d’un condensat en expansion

clé pour la localisation d’un condensat en expansion. Nous avons donc cherché à
le mesurer expérimentalement.

2.4.3 Expansion ballistique d’un condensat en l’absence
de désordre et mesure de kmax

Comme nous l’avons mentionné précédemment, dans notre situation expéri-
mentale, l’expansion du condensat est 1D et son profil de densité est bien décrit
par une parabole inversée, comme on peut le voir figure 2.14b. En pratique, nous
avons mesuré kmax expérimentalement en prenant des images (après un temps
de vol de 1 ms) du condensat après différents temps d’expansion. En ajustant
les profils de densité ainsi obtenus par une parabole inversée, nous déterminons
le rayon du condensat Rz(t) et en déduisons sa vitesse d’expansion qui est di-
rectement proportionnelle à kmax. Néanmoins, ceci suppose que l’expansion du
condensat suivant l’axe z soit ballistique : il est donc particulièrement important
que le potentiel dans lequel le condensat se propage soit plat dans la direction
longitudinale z.
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Fig. 2.14: a) Expansion d’un condensat en l’absence de désordre. b) Détermination du
rayon du condensat par un fit parabolique 1− z2/R2

z (trait plein). Le profil de densité
présenté correspond à un condensat de N = 1.7 104 atomes après 400 ms d’expansion.
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Sans précaution particulière, nous constatons expérimentalement que le rayon
du condensat en expansion est limité par le piégeage longitudinal du piège optique
(ω‖/2π). Comme nous l’avons mentionné au chapitre 1, il est particulièrement
difficile, lorsque le piège optique est aussi décomprimé, de déterminer expérimen-
talement cette fréquence en effectuant des oscillations dipolaires. Toutefois, nous
avons pu estimer ω‖/2π en observant les oscillations quadrupolaires d’un conden-
sat relâché dans le piège optique, leur fréquence étant telle que ω =

√
5/2 ω‖.

Nous avons alors trouvé une fréquence longitudinale pour le piège optique de
1.5 Hz environ, soit supérieure à la valeur attendue compte tenu de la longueur
de Rayleigh et de la puissance du faisceau laser. Cet écart est dû à la présence
d’un piégeage magnétique résiduel qui est induit par les pôles ferromagnétiques
de notre électro-aimant et devient non négligeable lorsque le piège optique est
décomprimé.

Ce piégeage résiduel est suffisant pour limiter le rayon du condensat en ex-
pansion à quelques centaines de microns, soit à une taille inférieure aux lon-
gueurs de localisation attendues. Si l’on souhaite pouvoir mesurer ces dernières,
il est nécessaire de diminuer voire d’annuler complètement la fréquence de pié-
geage résiduelle ω‖/2π. Pour ce faire, nous avons superposé au piège optique
dans la direction longitudinale un champ magnétique de courbure anti-piégeante
réglable. Celui-ci, est obtenu en ajoutant, dans la direction transverse, deux bo-
bines parcourues dans le même sens par un courant identique. La "fréquence
d’anti-piégeage" dans la direction longitudinale ωAP est ainsi négative et sa va-
leur absolue est donnée par :

ω2
AP = −gF mF μB

m

b′′

2
(2.36)

où b′′ est la courbure du champ magnétique supplémentaire. Dans le cas de deux
bobines (de n spires chacune) de rayon R, distantes de 2L et parcourues dans
le même sens par un courant identique Ibob, la courbure du champ magnétique
vaut [161,162] :

b′′ =
3μ0nIbob

2

R2(4L2 − R2)

(R2 + L2)7/2
(2.37)

En choisissant le courant qui parcourt les bobines, il est possible de compenser
exactement la fréquence de piégeage résiduelle et d’obtenir un potentiel effectif
plat dans la direction longitudinale. Dans notre configuration, les bobines sont
composées d’une cinquantaine de spires, ont un rayon de 10 cm environ et sont
éloignées d’environ 20 cm. Le courant à appliquer aux bobines est donc de l’ordre
de la dizaine d’Ampère. Nous avons ajusté expérimentalement le courant Ibob qui
traverse ces bobines de compensation, en observant l’allure de l’expansion d’un
condensat pour différentes valeurs du courant (Fig. 2.15).
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Fig. 2.15: Rayon du condensat en fonction du temps d’expansion dans le guide op-
tique pour différents potentiels résiduels (dans la direction longitudinale) contrôlés par
le champ magnétique extérieur. Les fréquences de piégeage ωz/2π correspondantes sont
obtenues par comparaison de l’évolution du rayon du condensat avec des simulations
numériques (lignes continues) et valent respectivement 0.40 ± 0.05 Hz (triangle vert),
0.00 ± 0.05 Hz (carré rouge) et -0.23 ± 0.05 Hz (point bleu). L’insert donne la dépen-
dance de la fréquence de piégeage résiduel avec le courant qui parcourt les bobines de
compensation.

Nous avons ainsi mesuré expérimentalement qu’un courant de 3.5 A est suffi-
sant pour compenser le piégeage résiduel ω‖. Ce courant est bien plus faible que
la valeur calculée au-dessus, cette différence étant vraissemblablement due aux
pôles ferromagnétiques de l’électroaimant, qui dévient localement les lignes de
champ. Nous observons alors figure 2.15 que le condensat s’étend ballistiquement
dans le guide optique après un temps d’environ 200 ms (carré rouge). Le rayon
du condensat augmente linéairement au cours du temps et la mesure de la vitesse
d’expansion du condensat donne directement kmax :

kmax =
m

�
vmax =

m

�

dRz(t)

dt
(2.38)

Par un ajustement linéaire (ligne rouge continue), nous déterminons que la vitesse
d’expansion vaut 1.7 mm/s et nous en déduisons :

kmax = 2.47 ± 0.25μm−1 (2.39)

Ainsi, kmax est inférieur au vecteur d’onde maximal kc = 3.83μm−1 qui caractérise
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la distribution en k du speckle : nous sommes donc dans les conditions expéri-
mentales dans lesquelles est attendue la localisation exponentielle d’un condensat
en expansion en présence d’un champ de speckle. D’autre part, insistons ici sur
le fait que, comme nous compensons de manière très précise (à 0.05 Hz près) le
piégeage résiduel du guide optique, nous avons un très bon contrôle sur l’expan-
sion du condensat dans le guide optique (et donc sur la mesure de kmax) sur des
distances allant jusqu’à 2 mm environ. La maîtrise de l’expansion d’un condensat
sur des distances supérieures aux longueurs de localisation attendues est le point
crucial qui va nous permettre d’étudier l’expansion du condensat en présence de
désordre.

2.5 Observation expérimentale de la localisa-
tion d’Anderson

Dans cette partie, nous présentons nos résultats expérimentaux obtenus lors
de l’expansion d’un condensat dans le guide optique en présence d’un désordre de
faible amplitude réalisé à partir d’un champ de speckle. Rappelons que pour être
dans le régime de localisation exponentielle, les vecteurs d’ondes kmax et kc qui
caractérisent respectivement les distributions en k du condensat en expansion en
l’absence de désordre et du speckle doivent vérifier la condition :

kmax < kc (2.40)

Dans ce but, nous avons réalisé :
- d’une part, un condensat de Bose-Einstein dilué (μIN = 219 Hz, N = 1.7 104,

ω⊥/2π = 70 Hz, ωz/2π = 5.4 Hz) dont l’expansion est caractérisée par kmax =
2.47 μm−1.

- d’autre part un champ de speckle (λ = 514 nm, ON = 0.3) de fréquence de
coupure kc = 3.83 μm−1.

Nous vérifions donc bien la condition (2.40) qui caractérise le régime de locali-
sation exponentielle. Nous choisissons enfin l’amplitude moyenne VR des barrières
de potentiel faible devant le potentiel chimique initial du condensat (μIN) de sorte
que les atomes ne puissent pas être piégés classiquement entre deux barrières de
potentiel. Ceci est aisément réalisé en changeant la puissance du laser utilisé pour
créer le champ de speckle. Nous induisons alors l’expansion du condensat dans le
guide optique en présence du désordre en éteignant le piège magnétique et nous
l’observons en prenant des images (après un temps de vol de 1 ms) pour différents
temps d’expansion. Nous avons alors observé expérimentalement la localisation
exponentielle du condensat en expansion (Fig. 2.17).
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a)

b)

z

Fig. 2.16: Schéma expérimental pour l’observation de la localisation exponentielle :
a) un condensat de Bose-Einstein dilué est réalisé dans le piège hybride, réalisé à
l’intersection d’un guide optique et d’un piège magnétique (représenté en grisé). b) Une
fois le piège magnétique éteint, le condensat commence à s’étendre dans le désordre
d’amplitude faible avant d’être "localisé".

Dans cette partie, nous présentons dans un premier temps notre observation
expérimentale de la localisation d’Anderson d’un condensat en expansion dans
du speckle. En particulier, nous montrons que le profil de densité d’un condensat
localisé présente une décroissance exponentielle sur ces ailes. Nous nous attachons
ensuite à caractériser cette décroissance exponentielle en mesurant la longueur de
localisation correspondante et en la comparant aux prédictions théoriques [46].
Enfin nous revenons sur une des caractéristiques fondamentales de la localisation
d’Anderson, à savoir que c’est un phénomène qui résiste à une moyenne d’en-
semble sur le désordre : nous étudions alors les profils de densité pour différentes
réalisations du potentiel aléatoire.

2.5.1 Arrêt de l’expansion et profils localisés

Pour caractériser l’expansion du condensat en présence du champ de spe-
ckle, nous avons déterminé sa taille rms après différents temps d’expansion. Nos
résultats sont présentés figure 2.17, sur laquelle est aussi reportée l’expansion bal-
listique obtenue en absence de désordre. Nous observons bien un arrêt de l’expan-
sion du condensat en présence de désordre de faible amplitude (VR/μIN << 1),
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c’est-à-dire dans un cas où classiquement les atomes "survoleraient" le désordre
sans être réfléchis par les barrières de potentiel. Nous constatons qu’un régime
stationnaire est atteint après 1s d’expansion environ.
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Fig. 2.17: Taille rms du condensat en fonction du temps d’expansion dans le guide, en
présence ou non de désordre. Ce dernier a ici une amplitude VR telle que VR/μIN =
0.15. Nous constatons que l’expansion d’un condensat en présence de désordre est
rapidement stoppée et ainsi constraste avec l’expansion ballistique obtenue en l’absence
de désordre.

L’arrêt de l’expansion du condensat en présence de désordre indique l’exis-
tence d’un phénomène de localisation par le désordre. Déterminer que cet arrêt
de l’expansion est dû à la localisation d’Anderson nécessite une étude appofon-
die des profils de densité une fois le régime stationnaire atteint. Nous présentons
figure 2.18 le profil de densité - en échelle linéaire et semi-logarithmique- d’un
condensat après 1s d’expansion dans le speckle. Nous observons que le profil de
densité en échelle semi-logarithmique décroît linéairement sur les ailes (soit pour
|z| ≥ 0.1 mm). Ainsi les ailes du profil de densité stationnaire présentent une
décroissance exponentielle, qui est la signature emblématique de la localisation
d’Anderson : l’onde de matière créée par le condensat en expansion est alors
localisée en présence de faible désordre du fait d’interférences destructives entre
les multiples réflexions quantiques que subissent les atomes sur les barrières de
potentiel.

Nous obtenons aisément la longueur caractéristique Lc de décroissance des
ailes du profil de densité par un ajustement exponentiel exp (−2 |z| /Lc). Dans
le cas présenté figure 2.18, on trouve 530 ± 80 μm. Pour déterminer si Lc est
réellement la longueur de localisation, il faut maintenant vérifier que cette dé-
croissance exponentielle est bien stationnaire.
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Fig. 2.18: Profil de densité (moyenné sur 5 images), en échelle linéaire (a) et semi-
logarithmique (b), du condensat après 1s d’expansion dans le désordre. L’amplitude
moyenne VR du désordre est telle que VR/μIN = 0.12. Les ajustements exponentiels
des ailes du profil de densité apparaissent en bleu sur la figure (a) et correspondent
aux lignes droites bleues sur la figure (b).

Avant d’étudier la stationnarité des profils localisés, nous souhaitons revenir
sur un point clé de la localisation d’Anderson, à savoir l’absence d’interactions.
Dans les configurations 1D ou quasi-1D, comme ici, les interactions sont carac-
térisées par le produit an1D où a est la longueur de diffusion (soit 5 nm pour le
87Rb) et n1D la densité linéique. Dans les ailes du profil, la densité linéique vaut
entre 1 et 10 atomes/μm. Le paramètre an1D vaut au maximum 0.05 et est donc
très inférieur à 1 : les interactions sont donc négligeables dans les ailes du profil
de densité où nous observons une décroissance exponentielle, caractéristique de
la localisation d’Anderson.

Au contraire, dans la partie centrale du profil de densité localisé, nous n’ob-
servons pas de décroissance exponentielle et la densité linéique reste importante,
de l’ordre de 50 at/μm. Cette densité correspond à un paramètre an1D de 0.25
environ, soit non négligeable devant 1. On peut donc en conclure qu’il subsiste
des interactions entre les atomes au centre du profil et que la localisation obser-
vée dans cette partie centrale ne correspond simplement pas à de la localisation
d’Anderson. On peut raisonnablement penser que le phénomène physique mis en
jeu au centre des profils repose sur une compétition entre une localisation très
forte et les interactions répulsives inter-atomiques. Dans cette zone centrale se
trouvent en effet les atomes qui ont les vitesses les plus faibles. Ceux-ci corres-
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pondent aux ondes de vecteurs d’onde k les plus faibles16 et qui donc localisent
le plus fortement (avec la longueur de localisation la plus faible).

Enfin il faut noter qu’initialement, nous créons le condensat dans le piège
hybride en présence du désordre de faible amplitude, ce qui pourrait modifier les
propriétés du condensat et son expansion [163], en introduisant des modulations
de phase par exemple. Nous avons vérifié expérimentalement que l’expansion en
l’absence de désordre d’un condensat initialement créé dans un désordre de faible
amplitude était identique à celle d’un condensat créé initialement en l’absence
de désordre. En particulier, la valeur de kmax, qui caractérise l’expansion, n’est
pas modifiée par la présence du désordre dans la phase de création du condensat.

2.5.2 Stationnarité des profils localisés
Pour étudier de la stationnarité des profils, nous comparons figure 2.19a trois

profils de densité, en échelle semi-logarithmique, obtenus dans les mêmes condi-
tions expérimentales que la figure 2.18 mais après différents temps d’expansion
(0.8, 1 et 2s) dans le désordre. Ces trois profils de densité ont la même allure
et présentent sur leurs ailes des décroissances linéaires identiques. La diminu-
tion globale de la densité du profil obtenu à 2s d’expansion est due à une perte
d’atomes au cours du temps mais n’affecte pas la forme du profil.

La longueur caractéristique de décroissance Lc des profils est extraite d’un
ajustement exponentiel des profils. La courbe donnant l’évolution de Lc avec le
temps d’expansion du condensat dans le guide optique est présentée figure 2.19b.
Nous constatons qu’après 1s d’expansion, le régime stationnaire est atteint et la
longueur caractéristique Lc de décroissance des profils n’évolue plus au cours du
temps. Cette valeur stationnaire de Lc est donc bien la longueur de localisation
et est en accord avec la valeur de 530 μm trouvée à partir du profil de densité
présenté figure 2.18.

2.5.3 Longueur de localisation en fonction de l’amplitude
du désordre

Une fois la longueur de localisation identifiée, nous avons étudié son évolu-
tion avec l’amplitude moyenne VR des barrières de potentiel et l’avons comparée
avec l’évolution théorique attendue : celle-ci est donnée, au premier ordre dans
l’approximmation de Born, par la formule suivante [46], valable uniquement pour
kmax < kc :

Lloc =
2�

4kck
2
max

πm2V 2
R(1 − kmax/kc)

(2.41)

16Compte tenu qu’il reste des interactions, la décomposition en ondes planes k n’est plus
valable mais reste plus simple pour avoir une image de ce qui se passe dans cette zone centrale
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Fig. 2.19: Etude de la stationnarité : a) trois profils de densité successifs en échelle semi-
logarithmique. La longueur caractéristique de décroissance Lc des profils est obtenue
par un ajustement exponentiel exp (−2 |z| /Lc) des trois profils (en pointillé noir).
b) Evolution de Lc avec temps d’expansion t dans le désordre. Les barres d’erreur
correspondent à des intervalles de confiance à 95 % sur l’ajustement exponentiel. La
longueur de localisation correspond à la valeur de Lc dans le régime stationnaire.

Pour cette étude, nous avons procédé de la même manière qu’auparavant,
en prenant une image du condensat localisé par le désordre et en déterminant
la longueur de localisation correspondante. Avant de prendre une image, nous
nous sommes assurés que le régime stationnaire était atteint, quelle que soit
l’amplitude VR choisie. En pratique, pour les amplitudes de désordre choisies
expérimentalement, le régime stationnaire est obtenu après 1 à 2s d’expansion
dans le guide, cette durée d’expansion minimale étant d’autant plus grande que
l’amplitude du désordre est faible. Ceci peut se comprendre simplement compte
tenu de l’évolution de la longueur de localisation avec l’amplitude du désordre
(Eq.2.41) : Lloc est en effet d’autant plus grande que l’amplitude VR du désordre
est faible. Ainsi pour se localiser dans le désordre, l’onde de matière créée par
le condensat en expansion doit s’étendre sur des distances d’autant plus grandes
que le désordre est faible, ce qui correspond à des temps d’expansion plus longs.

Nous avons réalisé cette étude de la longueur de localisation Lloc en fonction
de VR pour les deux champs de speckle présentés §.2.3.2.1, qui, bien qu’ayant des
extensions différentes, ont les mêmes propriétés spectrales, à savoir le même kc.
Dans un premier temps, nous avons utilisé un verre dépoli créant un champ de
speckle d’extension wR,z = 1.8 mm. Nous avons alors obtenu les points expéri-
mentaux représentés en losange bleu clair sur la figure 2.20. Pour comparaison,
nous reportons aussi les valeurs théoriques (pointillé rouge) calculées à partir
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de l’équation 2.41 et de la détermination expérimentale des paramètres kmax et
kc. La figure montre un bon accord entre les mesures expérimentales de Lloc et
les valeurs théoriques : nous retrouvons en particulier l’allure générale et le bon
ordre de grandeur, et ce sans paramètre ajustable. La zone grisée correspond aux
incertitudes sur la longueur de localisation associées à la détermination de kmax

et kc. L’incertitude sur VR n’est pas reportée mais nous l’avons estimée inférieure
à 30% environ, ce qui n’affecte pas l’accord entre théorie et expérience.

Fig. 2.20: Longueur de localisation en fonction de l’amplitude du désordre. Les données
sont obtenues pour deux verres dépoli différents qui induisent des champs de speckle
d’extensions différentes wR,z = 1.8mm (losange bleu clair) et wR,z = 5.3mm (carré
bleu foncé). Dans le cas wR,z = 5.3mm, nous constatons un meilleur accord entre les
longueurs de localisation mesurées à faible amplitude de désordre et la théorie.

Cependant, on peut observer que les points expérimentaux obtenus pour des
amplitudes de désordre inférieures à 20 Hz environ présentent un écart impor-
tant par rapport aux valeurs théoriques attendues. Notons ici que les longueurs
de localisation pour les amplitudes VR les plus faibles valent respectivement 1.2
et 1.9 mm. L’extension des profils de densité devient alors du même ordre que
l’extension du champ de speckle, ce qui peut perturber l’ajustement exponen-
tiel des profils et la mesure de la longueur de localisation. Compte tenu de ces
observations, nous avons dans un deuxième temps recommencé l’étude de Lloc

avec un verre dépoli d’angle de diffusion plus important dans la direction longi-
tudinale (carré bleu foncé). Le champ de speckle ainsi créé a une extension wR,z
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de 5.3 mm, grande devant les extensions maximales des profils de densité. Un
meilleur accord entre théorie et expérience est alors observé pour les amplitudes
de désordre les plus faibles. Toutefois, compte tenu de l’extension du champ de
speckle et de la puissance laser disponible, il n’est pas possible d’accéder expé-
rimentalement à des amplitudes du désordre VR supérieures à une trentaine de
Hertz. Nous attendons néanmoins un comportement identique à celui observé
avec le champ de speckle d’extension plus faible.

D’autre part, pour les amplitudes de désordre les plus élevées (supérieures
à 50Hz), nous constatons un écart entre théorie et expérience. Dans ce cas, on
peut se demander si l’approximation de Born est toujours vérifiée, ce qui pourrait
expliquer l’écart entre théorie et expérience. D’après [46], l’approximation de
Born est valable pour des amplitudes de désordre telles que :

VR << 2
�

2k2
max

2m
(

kc

kmax

)1/2 (2.42)

Pour nos paramètres expérimentaux, ce critère indique que l’amplitude du désordre
doit être très inférieure à 800 Hz environ, ce qui est aisément réalisé expérimen-
talement.

Un autre critère pour la validité de l’approximation de Born est donné par
[48] :

Δ =
V 2

R

EER

<< 1 (2.43)

où E = �
2k2

max/2m est l’énergie associée au vecteur d’onde kmax et ER =
�

2k2
c/2m celle associée au vecteur d’onde maximal du speckle. Ce critère est

relié au fait que pour qu’une onde localise au sens d’Anderson dans un potentiel
aléatoire, elle doit subir de multiples réflexions quantiques sur les barrières de po-
tentiel (qui vont interférer destructivement) : la transmission de l’onde au passage
de chacune de ces barrières soit proche de 1. Dans notre cas, pour l’amplitude
VR maximale que nous obtenons expérimentalement (soit 75 Hz), le paramètre Δ
vaut environ 0.02 et est donc très inférieur à 1. Ceci confirme que l’approximation
de Born est valable pour les amplitudes de désordre accessibles expérimentale-
ment. On peut raisonnablement penser l’écart entre théorie et expérience pour
les valeurs les plus élevées de désordre est dû à la présence d’interactions qui
modifient le profil de densité du condensat localisé. Néanmoins, une étude plus
approfondie serait nécessaire pour déterminer exactement leur effet.

2.5.4 Moyennage sur différentes réalisations du désordre
Comme nous l’avons présenté en introduction, la localisation d’Anderson ap-

paraît en présence de désordre lorsque les interférences induites par le désordre
résistent à une moyenne d’ensemble. Jusqu’à présent nous avons considéré une
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unique réalisation de désordre et observé le profil de densité d’un condensat dans
cette réalisation du potentiel désordonné. Dans cette partie, nous considérons au
contraire trois réalisations du désordre décorrélées les unes des autres. Pour les
obtenir, nous avons modifié légèrement l’orientation du faisceau laser anisotrope
qui éclaire le verre dépoli (dans la direction y où le faisceau est le plus fin), en
utilisant une cale piézo-électrique (Fig. 2.6). Cette modification d’orientation du
faisceau anisotrope est suffisamment faible pour que ni la taille moyenne d’un
grain de speckle ni l’extension du speckle ne soient modifiées. Toutefois elle est
suffisante pour éclairer des diffuseurs du verre dépoli qui n’étaient pas éclairés
jusqu’à présent et ainsi créer une nouvelle réalisation de speckle sans corrélation
avec la précédente.

Pour vérifier que ces trois réalisations de speckle étaient décorrélées les unes
des autres, nous avons pris une image de chaque champ de speckle obtenu et
nous avons déterminé les fonctions d’intercorrélation des images deux à deux :
lorsque deux images sont corrélées, la fonction d’intercorrélation des images pré-
sente un pic à la fréquence nulle, alors que ce pic disparait pour deux images de
speckle décorrélées. En pratique, nous avons choisi la tension appliquée à la cale
piézo-électrique de manière à obtenir des réalisations de champ de speckle dont
la fonction d’intercorrélation est nulle à la fréquence nulle.

Nous avons ensuite fait localiser un condensat dans chacune des réalisations de
désordre, en gardant naturellement la même amplitude moyenne VR pour les trois
réalisations, et nous avons déterminé le profil de densité du condensat localisé
une fois le régime stationnaire atteint. Pour chaque réalisation de désordre, nous
avons réalisé une quinzaine de fois l’expérience de manière à obtenir un profil
de densité moyen. La figure 2.21a donne le résultat, pour une réalisation de
speckle donnée, de la comparaison d’un unique profil de densité au profil de
densité moyenné sur 5, 10 et 15 images. Cette comparaison nous permet ainsi
de déterminer que l’amplitude des fluctuations d’un unique profil avec un profil
moyenné sur 5 images vaut environ 1-2 at/μm.

Sur la figure 2.21a, nous avons aussi tracé la moyenne de tous les profils de
densité obtenus quelque soit la réalisation de désordre et nous constatons que
cette moyenne a les mêmes caractéristiques que le profil moyen obtenu pour une
réalisation du désordre donnée. Cette observation est une première indication
pour dire que le profil du condensat localisé résiste à une moyenne d’ensemble.
Pour s’en persuader, nous avons déterminé l’écart entre le profil moyen obtenu
pour chaque réalisation de speckle au profil moyen total (Fig. 2.21b), ainsi que le
facteur de corrélation normalisé r entre les images obtenues pour les différentes
réalisations de speckle (Fig. 2.21c) :

r =
1

n

∑
i

(pi − p)(si − s)

σpσs

(2.44)
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où pi est le profil moyen obtenu avec la réalisation de speckle si et où nous
attribuons les valeurs 1,2,3 aux différentes réalisations de speckle.
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Fig. 2.21: a) Moyennage des profils pour une réalisation de speckle. b) Ecart des profils
moyens obtenus pour chaque réalisation de speckle au profil moyen total. c) Facteur
de corrélation des images obtenues pour différentes réalisations de speckle.

Nous constatons alors que dans les ailes des profils de densité (où est observée
la décroissance exponentielle caractéristique de la localisation d’Anderson) il n’y
a pas de corrélation entre les profils obtenus avec des réalisations de speckle dif-
férentes. Nous vérifions ainsi expérimentalement que la localisation d’Anderson
d’un condensat ne dépend pas de la réalisation du désordre choisie mais dé-
pend des propriétés statistiques du speckle. Au contraire, la figure 2.21b montre
qu’au centre, les profils moyens obtenus avec chacune des réalisations de spe-
ckle présentent des variations importantes par rapport au profil moyen total.
Ceci nous conforte dans l’idée qu’il subsiste des interactions au centre et que le
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phénomène physique mis en jeu dans la zone centrale résulte de la compétition
entre une localisation au sens d’Anderson très forte et les interactions, auquel
s’ajoute un possible effet de piégeage classique entre deux barrières élevées de
potentiel [44,163].

2.6 Régime de localisation algébrique
Jusqu’à présent, nous avons considéré le cas où le vecteur d’onde maximal

kmax caractérisant le condensat en expansion est inférieur au vecteur d’onde
maximal kc caractérisant le désordre. Dans cette partie, nous nous intéressons au
cas inverse : kmax > kc. Les composantes k telles que k < kc sont alors toujours
localisées exponentiellement dans le désordre. A l’inverse, les composantes k telles
que kc < k < kmax ne sont pas diffusées efficacement par le désordre et localisent
sur des distances beaucoup plus grandes que les autres composantes k. A l’échelle
de notre système (soit quelques mm), elles s’échappent le long du guide et à
partir d’un certain temps, on peut considérer qu’elles n’interviennent plus dans
le système. C’est aussi ce que l’on considère au premier ordre de l’approximation
de Born dans lequel les longueurs de localisation de ces composantes sont infinies
(Fig. 2.22).

Fig. 2.22: Comparaison des distributions en k du condensat en expansion en l’absence
de désordre (D(k)) et du champ de speckle (C(2k)) dans le cas kmax > kc. Au pre-
mier ordre dans l’approximation de Born, seules les composantes k du condensat en
expansion, telles que k < kc, sont diffusées efficacement par le speckle et localisent.

Dans ce cas, il a été prédit que l’onde de matière composée des composantes
k restantes (telles que k < kc) localise en présence de désordre [46], son profil
de densité localisé étant donné par la somme des fonctions d’onde localisées φk

correspondantes :

n1D(z) =
〈|ψ(z)|2〉 = 2

∫ kc

0

dk D(k)
〈|φk(z)|2〉 (2.45)
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On montre alors [46] que la localisation du condensat n’est plus exponentielle
mais algébrique et que le profil de densité localisé est décrit par la loi de puissance
suivante :

n1D(z) ∝ 1

|z|β avec β = 2 (2.46)

Insistons sur le fait que ce régime de localisation algébrique est une conséquence
directe du spectre de taille finie du speckle, dont la fréquence de coupure kc joue
le rôle d’un seuil de mobilité effectif (effective mobility edge).

2.6.1 Conditions expérimentales
Comme nous l’avons mentionné précédemment, le régime de localisation al-

gébrique est caractérisé par la condition kmax > kc. Expérimentalement, pour at-
teindre ce régime, nous avons choisi d’augmenter kmax en conservant les champs
de speckle que nous avons présentés §.2.3.2.1, caractérisés par kc = 3.83 μm−1.
Pour ce faire, nous augmentons le nombre d’atomes dans le condensat en conser-
vant le même piège hybride décomprimé (ω⊥/2π = 70 Hz, ωz = 5.4 Hz) qu’au-
paravant. L’augmentation du nombre d’atomes N se traduit alors par une aug-
mentation du potentiel chimique initial du condensat et donc, par conservation
de l’énergie, du vecteur d’onde kmax caractérisant l’énergie cinétique maximale
du condensat en expansion. Dans le piège hybride décomprimé, nous réalisons
des condensats quasi-purs contenant respectivement 1.7 105 et 2.8 105 atomes,
soit de potentiels chimiques μIN = 520 Hz et μIN = 650 Hz. Pour obtenir de tels
condensats, nous utilisons un cycle expérimental similaire à celui présenté figure
2.13, la seule différence étant la durée de la rampe d’évaporation intermédiaire
(Evaporation 2) : nous réduisons ici la durée de l’évaporation 2 à 3s environ.

Pour savoir si nous sommes dans les conditions expérimentales de la locali-
sation algébrique, nous déterminons le vecteur d’onde kmax associé aux conden-
sats en mesurant leur vitesse d’expansion dans le guide optique en l’absence
de désordre. Nous trouvons alors kmax = 4.47 ± 0.30 μm−1 pour le condensat
contenant 1.7 105 atomes et kmax = 5.3 ± 0.4μm−1 dans le condensat contenant
2.8 105 atomes. Les deux valeurs de kmax que nous obtenons sont supérieures à
la fréquence de coupure du speckle : kc = 3.83 μm−1. Nous vérifions donc bien la
condition kmax > kc qui caractérise le régime de localisation algébrique.

2.6.2 Arrêt de l’expansion et profils localisés
Nous induisons alors l’expansion du condensat dans le guide optique en

présence d’un désordre d’amplitude VR faible devant le potentiel chimique du
condensat. De la même manière que pour la localisation exponentielle, nous ob-
servons l’expansion du condensat en présence du désordre en prenant une image
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après différents temps d’expansion. Nous présentons figure 2.23a les profils de
densité que nous avons obtenus. On peut alors distinguer deux zones dans les
profils de densité. D’une part dans la zone centrale, on observe un arrêt de l’onde
de matière en présence de désordre, les profils de densité étant similaires dans
cette zone après 1 et 2s d’expansion. D’autre part, loin de cette zone centrale,
nous observons une "bosse" de densité qui se propage sans être stoppée par le
désordre. Nous avons mesuré que le front d’onde avant de cette "bosse" de densité
est donné par kmax. Cette "bosse" de densité correspond aux composantes k du
condensat en expansion telles que kc < k < kmax et qui ne sont pas diffusées au
premier ordre par le speckle. Une fois que cette "bosse" de densité a disparu à
l’échelle de notre système, c’est-à-dire après environ 2s d’expansion, nous obser-
vons un profil de densité stationnaire dans la zone centrale. Celui-ci correspond
aux composantes k telles que k < kc localisées en présence de désordre.
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Fig. 2.23: Evolution du profil de densité en fonction du temps : a) dans le régime
où kmax > kc. Les profils présentés ici sont obtenus lors de l’expansion du condensat
contenant 2.8 105 atomes, soit de vecteur d’onde maximal kmax = 5.3 ± 0.4 μm−1,
dans un désordre de faible amplitude. La partie encerclée correspond aux atomes très
énergétiques non stoppés par le désordre. b) dans le régime où kmax < kc. Les profils
présentés sont obtenus lors de l’expansion d’un condensat (N = 1.7 104, μIN = 219
Hz) de vecteur d’onde kmax = 2.47 μm−1.

Pour déterminer si la localisation observée ici est algébrique, nous détermi-
nons le profil de densité du nuage atomique une fois le régime stationnaire atteint.
Nous présentons un tel profil de densité en échelle log-log figure 2.24a, dans le cas
d’un désordre d’amplitude VR telle que VR/μIN = 0.15. Nous observons que le
profil de densité en échelle log-log décroît linéairement sur les ailes, ce qui corres-
pond à une décroissance algébrique des ailes du profil de densité. Nous caractéri-
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sons alors la décroissance du profil en ajustant ses ailes par une loi de puissance
en 1/ |z|β : nous trouvons alors un exposant β = 1.92 ± 0.06 pour l’aile gauche
du profil et β = 2.01± 0.03 pour l’aile droite du profil. Ces deux valeurs sont en
très bon accord avec la valeur β = 2 prédite théoriquement [46]. En insert de la
figure 2.24a est présenté le même profil de densité en échelle semi-logarithmique,
confirmant que les ailes du profil présentent une décroissance non-exponentielle.

Pour comparaison, nous reportons figure 2.24b un profil de densité obtenu
dans le régime de localisation exponentielle (kmax = 2.47 μm−1 soit inférieur à
kc) pour le même rapport VR/μIN = 0.15. La comparaison des profils de densité
obtenus dans le régime algébrique et dans le régime exponentiel montre que
nous pouvons, à l’échelle de notre système, distinguer de manière claire les deux
régimes de localisation d’un condensat en expansion dans un champ de speckle.

2.6.3 Evolution des profils avec l’amplitude du désordre
Nous avons également étudié comment évoluent les profils localisés en fonc-

tion de l’amplitude du désordre VR. Pour ce faire, nous avons procédé de la
même manière que précédemment, en prenant une image du nuage localisé par le
désordre et en déterminant l’exposant β qui caractérise la décroissance des pro-
fils. Nous nous sommes naturellement assurés avant de prendre une image que le
régime stationnaire était atteint, quelque soit l’amplitude VR du désordre choisie.
Le résultat de notre étude est présenté figure 2.25. Conformément aux prédic-
tions théoriques, nous observons que les profils de densité obtenus présentent des
décroissances identiques quelle que soit l’amplitude du désordre. Ce comporte-
ment est confirmé par l’évolution de l’exposant β qui caractérise la décroissance
des profils : celui-ci reste constant et proche de la valeur théorique β = 2. C’est
aussi le cas lorsqu’on répète cette étude avec le condensat contenant un nombre
d’atomes supérieur N = 2.8 105. Le comportement des profils localisés algébri-
quement contraste fortement avec l’évolution rapide de la longueur de localisation
Lloc avec VR dans le régime exponentiel [46] (ce que nous avons confirmé expéri-
mentalement §.2.5.3). Ceci montre que les deux régimes algébrique et exponentiel
correspondent à des régimes de localisation bien distincts.

2.6.4 Crossover entre régime algébrique et exponentiel
Pour confirmer le changement de régime de localisation, nous avons fait va-

rier de manière contrôlée le nombre d’atomes dans le condensat, celui-ci étant
toujours réalisé dans le piège hybride très décomprimé (ω⊥/2π = 70 Hz, ωz = 5.4
Hz). Nous avons ainsi pu faire varier kmax de part et d’autre de la fréquence de
coupure du speckle kc. Nous repérons alors les réalisations des ondes de matière,
obtenues à partir des différents condensats en expansion dans le guide optique,
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Fig. 2.24: Profils de densité localisés (moyennés sur 5 images) en échelle log-log (figures
principales) et en échelle semi-logarithmique (inserts). Ces profils sont obtenus pour
un désordre d’amplitude telle que VR/μIN = 0.15. a) Régime où kmax > kc. Le profil
- linéaire sur les ailes en échelle log-log - décroît algébriquement. Un ajustement des
ailes par une loi de puissance en 1/ |z|β donne β � 1.97, en très bon accord avec la
prédiction théorique β = 2. L’insert confirme que la décroissance de ce profil n’est
pas exponentielle (les ailes ne sont pas linéaires en échelle semi-log). b) Régime où
kmax < kc : le profil de densité ne décroît pas algébriquement (les ailes ne sont pas
linéaires en échelle log-log) mais exponentiellement (les ailes sont linéaires en échelle
semi-log).

par le rapport kmax/kc, celui-ci varie entre 0.65 (correspondant à notre observa-
tion de la localisation exponentielle avec un condensat de 1.7 104 atomes, comme
présenté §.2.5) et 1.4 (correspondant à notre observation de la localisation algé-
brique avec un condensat contenant 2.8 105 atomes).
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Fig. 2.25: a) Profils stationnaires pour différentes amplitudes de désordre VR dans
le cas d’un condensat contenant 1.7 105 atomes (μIN = 519 Hz) et caractérisé par
kmax = 4.47±0.30 μm−1. Les profils en échelle log-log sont obtenus après une expansion
de 2s dans le désordre. Les lignes continues correspondent à un ajustement des ailes par
une loi de puissance en 1/ |z|β. b) Nous reportons les exposants β obtenus en fonction
de VR pour des condensats de 1.7 105 (carré bleu) et 2.8 105 atomes (cercle rouge).

Nous avons alors pour chaque rapport kmax/kc déterminé les profils de den-
sité localisés, une fois le régime stationnaire atteint. Nous avons ensuite ajusté
les ailes des profils à la fois par un ajustement exponentiel exp (−|z|/Lloc) et un
ajustement algébrique 1/|z|β. Pour bien discriminer les deux régimes de localisa-
tion exponentielle et algébrique, nous avons comparé les paramètres χ2 obtenus
pour chacun des fits. Un rapport χ2

alg/χ
2
exp inférieur 1 signifie qu’une décroissance

algébrique donne un meilleur ajustement des données expérimentales. Dans le cas
contraire, c’est la décroissance exponentielle qui donne le meilleur ajustement.
Le résultat de cette étude est présenté figure 2.26 : on observe clairement un
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changement de comportement des profils de densité lorsque le rapport kmax/kc

augmente, passant d’un régime de localisation exponentielle à un régime de lo-
calisation algébrique. Le passage d’un régime à l’autre à lieu lorsque kmax = kc,
comme nous l’attendions. La fréquence de coupure du speckle kc joue bien le rôle
d’un seuil de mobilité effectif entre les deux régimes de localisation.
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Fig. 2.26: Observation du crossover entre le régime de localisation exponentielle et le
régime de localisation algébrique. Pour différentes valeurs du paramètre kmax/kc, nous
ajustons les profils localisés obtenus par une décroissance exponentielle et une dé-
croissance algébrique et déterminons le paramètre χ2 pour chacun des ajustements. La
comparaison des paramètres χ2 permet de caractériser le changement de comportement
de la fonction d’onde localisée au passage du seuil de mobilité effectif : kmax/kc = 1.

2.6.5 Conclusion sur le régime algébrique
Dans cette partie, nous avons présenté notre étude expérimentale du régime

de localisation algébrique, qui rappelons-le est spécifique à la localisation d’un
condensat en expansion dans un champ de speckle. Ce régime, caractérisé par la
condition kmax > kc, a des propriétés très différentes du régime de localisation
exponentielle que nous avons présenté dans la partie §.2.5 : en particulier les pro-
fils de densité localisés stationnaires présentent des ailes décroissant avec la loi
de puissance 1/|z|2, quelle que soit l’amplitude du désordre, celle-ci restant néan-
moins faible devant les énergies typiques mises en jeu dans le système. Notons
aussi que comme dans le cas des profils localisés exponentiellemenent, il existe une
zone au centre des profils localisés algébriquement où la densité reste importante.

Enfin, pour atteindre ce régime de localisation algébrique à partir du régime
de localisation exponentielle, nous avons choisi d’augmenter kmax en augmen-
tant le nombre d’atomes dans le condensat. Toutefois, il est aussi possible d’at-
teindre ce régime de localisation algébrique en diminuant kc tout en conservant
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un condensat très dilué. Pour diminuer kc, nous avons simplement diaphragmé
le faisceau laser anisotrope qui éclaire le dépoli. Nous avons alors obtenu un
champ de speckle caractérisé par une fréquence de coupure kc = 1.75 μm−1. Nous
avons alors réalisé la même étude que précédemment en réalisant un condensat
contenant environ 2 104 atomes et caractérisé par un vecteur d’onde maximal
kmax = 2.84 μm−1. Nous sommes donc bien dans les conditions où un régime
de localisation algébrique est attendu. Nous avons alors obtenus des résultats
similaires à ceux présentés §.2.6.2 et §.2.6.3, en particulier nous avons observé
que l’exposant β caractérisant la décroissance algébrique des profils observés ne
dépend pas de l’amplitude du désordre et reste proche de 2.

2.7 Conclusion et perspectives
Nous avons dans ce chapitre présenté la première observation directe de la

localisation d’Anderson d’une onde de matière dans un potentiel désordonné à
une dimension. Nous avons en particulier décrit la mise en oeuvre expérimentale
des deux élements indispensables à la réussite de cette expérience, à savoir (i) la
réalisation d’un speckle avec des grains très fins (de taille inférieure au micron) et
(ii) le contrôle de l’expansion d’un condensat très dilué sur des tailles de l’ordre
du millimètre. Nous avons alors montré qu’une faible amplitude de désordre suf-
fit à stopper la propagation du condensat. En imageant directement la fonction
d’onde localisée, nous avons montré que cette dernière présente une décroissance
exponentielle, signature emblématique de la localisation d’Anderson. En aug-
mentant l’énergie maximale du condensat en expansion, nous avons de plus mis
en évidence, conformément aux prédictions théoriques, un régime de localisation
non plus exponentielle mais algébrique, spécifique d’un désordre réalisé avec un
speckle. Enfin insistons ici sur le fait que nos résultats présentent un très bon
accord avec les prédictions théoriques. Ceci démontre le bon contrôle que nous
avons sur les paramètres du système et est particulièrement prometteur pour les
expériences que nous souhaitons réaliser par la suite. Nous envisageons en effet
de reprendre le schéma expérimental présenté dans ce chapitre et de l’étendre à
3D afin d’étudier la transition d’Anderson entre le régime diffusif et le régime
de localisation17. Une telle étude présente un intérêt certain dans le cadre de
la localisation d’Anderson, car elle pourrait en effet apporter des réponses aux
questions qui restent toujours ouvertes même 50 ans après la prédiction d’An-
derson, à savoir la position exacte du mobility edge et la valeur des exposants
critiques. Deux propositions théoriques récentes de Skipetrov et al. [51] et Kuhn
et al. [48] vont dans ce sens.

17Notons aussi que des études expérimentales sur la localisation d’Anderson à 2D sont
actuellement en cours sur une autre expérience du groupe d’Optique Atomique.
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L’extension du schéma expérimental 1D à 3D implique toutefois de résoudre
un certain nombre de défis expérimentaux : (i) réaliser un speckle 3D isotrope
avec des grains très fins, ce qui nécessite d’avoir une grande ouverture numé-
rique et (ii) réaliser une expansion isotrope à 3D, ce qui implique de compenser
précisément la gravité. En pratique, nous ne pouvons pas réaliser un speckle
parfaitement isotrope, néanmoins un très bon compromis est la réalisation d’un
speckle en faisant interférer deux speckles [164]. Afin d’augmenter l’ouverture
numérique, nous allons transporter optiquement les nuages d’atomes froids - réa-
lisés suivant le principe présenté au chapitre 1 - vers une chambre de science,
de plus grand accès optique (ON = 0.6). D’autre part, nous mettons en place
autour de cette chambre de science un dispositif de lévitation magnétique qui
devrait permettre de obtenir un potentiel quasi-plat sur des distances de l’ordre
du millimètre.

Enfin, un des enjeux actuels du domaine de la localisation d’Anderson est
l’étude de l’effet des interactions. Cette question a très récemment commencée
à être adressée expérimentalement avec des atomes froids dans le groupe de M.
Inguscio à Florence [147] et des études sont actuellement en cours dans le groupe
de R. Hulet à Houston. Dans ces deux expériences, les interactions sont contrôlées
aisément avec des résonances de Feshbach [5]. Néanmoins dans le cas du 87Rb, il
n’y a pas de résonances de Feshbach facilement exploitables. Toutefois, comme
nous le verrons dans le chapitre suivant, nous disposons sur notre expérience
d’un autre type d’onde de matière : le laser à atomes guidé [54] qui offre la
possibilité de contrôler les interactions indépendamment de l’énergie du l’onde
et donc d’étudier la localisation d’Anderson et l’effet des interactions [33].





C H A P I T R E 3

Transmission d’un laser à atomes
guidé à travers une barrière de
potentiel

Dans ce chapitre, nous présentons notre étude du laser à atomes guidé et de
sa propagation à travers une barrière de potentiel. Le laser à atomes guidé est
obtenu en couplant, à l’aide d’un champ radio-fréquence, les atomes extraits d’un
condensat de Bose-Einstein dans le guide optique horizontal [54]. Cette configu-
ration permet de s’affranchir des effets de la gravité. On obtient ainsi un laser à
atomes mono-énergétique se propageant avec une longueur d’onde de de Broglie
λdB constante, contrairement aux lasers à atomes verticaux [55–59, 61, 65, 68] se
propageant sous l’effet de la gravité et dont la longueur d’onde décroit très rapi-
dement au cours de la propagation. Dans le cas du laser à atomes guidé, λdB reste
de l’ordre du micron. Il est ainsi particulièrement adapté à l’étude de phénomènes
de transport quantique [27–34] à travers des obstacles créés optiquement.

Contrairement au cas des condensats de Bose-Einstein en expansion, pour
lesquels la répartition en énergie et la densité atomique sont intrinsèquement
liés aux conditions initiales, l’utilisation d’un laser à atomes permet de contrôler
indépendamment le flux (et donc les interactions) de l’énergie (soit de la longueur
d’onde de de Broglie). Pour une énergie donnée, il est donc possible d’obtenir un
laser à atomes dans le régime d’interaction faible (régime linéaire) ou dans un
régime où les interactions ne sont plus négligeables (régime non-linéaire).

Dans le cas linéaire, des lasers à atomes de densité suffisamment faible pour
négliger les interactions intra-laser pourraient permettre d’étudier plus en dé-
tails des effets comme la localisation d’Anderson [31,33] en présence de désordre.
D’autre part, dans le régime non-linéaire, il existe de nombreuses propositions
théoriques en vue d’observer des effets tels que la rupture de superfluidité [29], le
blocage atomique (analogue au blocage de Coulomb) à travers une double bar-
rière de potentiel [28,30] ou encore le rayonnement d’Hawking [32,165].

Nous présentons ici les principaux résultats que nous avons obtenu sur la
propagation linéaire du laser à atomes guidé à travers une unique barrière de po-
tentiel, créée en focalisant un faisceau laser désaccordé vers le bleu. Cette barrière
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est bien controlée en épaisseur comme en amplitude. Nous pouvons en particulier
choisir que son épaisseur soit supérieure à la longueur d’onde de de Broglie λdB

du laser à atomes. Dans ce cas, la transmission du laser à atomes à travers la
barrière est essentiellement classique. L’étude de la transmission en fonction de
la hauteur de la barrière nous a alors permis de déterminer la largeur spectrale
du laser à atomes. Lorsque, au contraire, l’épaisseur de la barrière est choisie
inférieure à λdB, la transmission du laser à atomes à travers la barrière doit se
comporter de manière quantique du fait de l’effet tunnel. Au cours de cette thèse,
compte tenu de la largeur spectrale relativement importante (due à un bruit ma-
gnétique trop important) de notre laser à atomes, nous n’avons jusqu’à présent
pas observé d’effet tunnel. Les résultats présentés dans ce chapitre sont donc pré-
liminaires. Nous avons en effet dû arrêter nos expériences pour déménager notre
dispositif expérimental d’Orsay vers Palaiseau. Nous montrons néanmoins qu’il
sera possible avec notre système d’observer un effet tunnel lors de la transmission
du laser à atomes à travers la barrière de potentiel. Cette expérience constitue-
rait alors un premier pas vers l’étude de phénomènes de transport quantique à
travers des structures optiques plus complexes, comme par exemple une cavité
Fabry-Pérot atomique ou du désordre.

Dans ce chapitre, nous commençons par décrire le principe et les propriétés du
laser à atomes guidé. En particulier, nous détaillons le processus de couplage qui
est à l’origine du laser à atomes guidé. Dans un deuxième temps, nous présentons
notre réalisation expérimentale de barrières de potentiel et leur caractérisation
en amplitude comme en épaisseur. Puis, nous nous intéressons à la mesure de la
largeur spectrale du laser à atomes : nous décrivons notre méthode de mesure,
basée sur la propagation du laser à atomes à travers une barrière de potentiel
épaisse et présentons nos résultats. Nous montrons en particulier que la largeur
en énergie du laser à atomes est limitée expérimentalement par des fluctuations
magnétiques. Enfin dans une dernière partie, nous présentons notre étude en vue
d’observer la transmission quantique du laser à atomes à travers une barrière fine
de potentiel et montrons qu’après amélioration des fluctuations magnétiques, il
devrait être possible d’observer un effet tunnel.

3.1 Laser à atomes guidé : principe et proprié-
tés

Nous présentons dans cette partie le principe général du laser à atomes guidé.
Celui-ci a été présenté dans [54] et détaillé dans la thèse de W. Guerin [76]. Nous
n’en reprenons ici que les grandes lignes : après une présentation succinte du
laser à atomes guidé et de ses propriétés, nous décrivons le potentiel ressenti par
le laser à atomes ainsi que sa propagation dans ce potentiel.
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3.1.1 Principes généraux
Le principe du laser à atomes guidé est illustré figure 3.1. Expérimentalement,

pour créer un laser à atomes guidé, nous commençons par produire un condensat
de Bose-Einstein dans le piège hybride, obtenu à l’intersection du piège magné-
tique et du guide optique. Ce piège est fortement anisotrope, son confinement
transverse étant dû au piège optique et son faible confinement longitudinal (sui-
vant l’axe z) donné par le piège magnétique. Les atomes du condensat se trouvent
dans l’état piégeant magnétiquement |F = 1, mF = −1〉. Le laser à atomes guidé
est réalisé en appliquant, pendant un temps tlaser, un champ radio-fréquence
transverse Brf cos(ωrft), caractérisé par sa fréquence νrf = ωrf/2π et son ampli-
tude Brf . Ce champ rf induit une transition entre l’état |F = 1, mF = −1〉 et l’état
|F = 1, mF = 0〉, qui est au premier ordre insensible au champ magnétique. Les
atomes extraits du condensat-source se propagent alors librement dans le piège
optique horizontal et forment ainsi un laser à atomes guidé (Fig. 3.1).

Le processus de couplage est schématisé figure 3.1c, où l’on considère uni-
quement l’axe longitudinal z. Le champ rf couple l’état dans lequel se trouve le
condensat (d’énergie EBEC) et l’état du laser à atomes caractérisé par le potentiel
V‖. Loin du condensat, ce potentiel est plat, alors que dans la zone de recouvre-
ment, il prend en compte le potentiel de champ moyen qui décrit les interactions
répulsives avec les atomes restants dans le condensat. Ce sont ces interactions
répulsives qui donnent au laser à atomes l’impulsion initiale nécessaire pour qu’il
se propage. Ce potentiel V‖ étant non piégeant dans la direction z, un continuum
d’états est accessible. Ce processus de couplage est ainsi analogue au couplage
d’un état initial (le condensat) vers un continuum (le laser à atomes) sous l’effet
d’un champ rf de fréquence νrf et de fréquence de Rabi Ωrf telle que [166] :

�Ωrf =
gF μBBrf√

2
(3.1)

Nous souhaitons réaliser un laser à atomes quasi-continu, ce qui implique de
se placer dans un régime où le taux de couplage est faible. Nous choisissons donc
une amplitude faible pour le champ rf. Nous considérons dans toute la suite des
lasers à atomes guidés obtenus dans le régime de faible couplage. Dans ce régime,
on peut faire l’approximation de Born-Markov [166–168]. Cette approximation
considère qu’un atome, une fois extrait du condensat piégé, a une probabilité né-
gligeable d’y revenir. En d’autres termes elle suppose qu’il n’y a pas d’oscillations
de Rabi entre le condensat et le laser à atomes. On détermine alors, dans cette
approximation, les deux paramètres qui caractérisent à eux seuls la propagation
du laser à atomes, à savoir l’énergie et le flux. Nous reviendrons dans la suite sur
les conditions de validité de cette approximation.
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Fig. 3.1: a) Principe du laser à atomes guidé : les atomes, extraits du condensat à
l’aide du champ rf, se propagent librement dans le guide optique et forment un laser
à atomes guidé. b) Image en absorption d’un laser à atomes guidé pour un temps de
couplage tlaser= 100 ms. Le champ de l’image vaut 1.4 mm. c) Schéma de principe du
couplage radiofréquence : une seule condition de résonance est mise en évidence.

Energie du laser à atomes

L’énergie E du laser à atomes est définie par la condition de résonance :

E = EBEC − hνrf (3.2)

Cette condition explicite simplement la conservation de l’énergie au cours du pro-
cessus de couplage et montre qu’il est possible de contrôler l’énergie initiale du
laser à atomes guidé avec la fréquence du champ rf. Le continuum d’énergie ainsi
accessible a une largeur spectrale donnée par l’amplitude du potentiel de champ
moyen V‖, soit μBEC

1. Notons que, comme le couplage est faible, le condensat se
1Nous simplifions volontairement notre propos ici : nous verrons §.3.2.2 que la description

du couplage nécessite de définir deux largeurs spectrales.
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vide peu et reste à l’équilibre au cours du couplage. En conséquence, l’énergie
EBEC du condensat reste fixe et on peut réaliser un laser à atomes quasi-continu.

Flux du laser à atomes

Le flux F du laser à atomes est relié au taux de couplage Γ = F/N où N est
le nombre d’atomes dans le condensat. Dans le cas d’un faible couplage, le taux
de couplage Γ est donné par la règle d’or de Fermi [98,166] :

Γ(E) =
2π

�
η(E)

(
�Ωrf

2

)2
1

N
|I|2 (3.3)

où η(E) est la densité d’état2 et I l’intégrale de recouvrement des fonctions
d’onde3 du condensat ΨBEC et du laser à atomes ΨE normalisées au nombre
d’atomes :

I =

∫
Ψ∗

BEC(ρ, z)ΨE(ρ, z) dρdz (3.4)

où ρ = (x, y) et z est la direction privilégiée. Nous reviendrons ultérieurement le
calcul exact de l’intégrale de recouvrement et du taux de couplage. Notons tout
de même que ce dernier, et par conséquent le flux du laser à atomes, est contrôlé
par l’amplitude du champ rf via la fréquence de Rabi Ωrf .

Quelques ordres de grandeur

Nous revenons maintenant sur notre réalisation expérimentale de lasers à
atomes guidés et donnons quelques ordres de grandeurs. D’après la figure 3.1c,
l’énergie initiale du laser à atomes est inférieure ou égale au potentiel chimique
μBEC du condensat. Celui-ci ayant un potentiel chimique de l’ordre de 1 kHz, le
laser à atomes se propage à une vitesse v de l’ordre de quelques mm/s, soit très
inférieure aux vitesses des lasers à atomes verticaux se propageant sous l’effet
de la gravité. Ceci implique que le laser à atomes guidé a une longueur d’onde
de de Broglie initiale λdB = h/mv élevée, de l’ordre du micron. De plus, dans la
situation considérée ici, la longueur d’onde du laser à atomes λdB reste constante
au cours de la propagation, celle-ci se faisant dans un potentiel plat. Ceci implique
que la densité du laser à atomes est constante sur toute sa longueur, comme on
peut l’observer sur l’image expérimentale présentée figure 3.1b.

La vitesse faible des atomes entraine deux autres propriétés pour le laser à
atomes : d’une part, il est possible de créer des lasers à atomes avec des grands

2Elle correspond dans notre cas à la densité de l’espace libre à une dimension [169] :
η(E) = (L/2π�)

√
2m/E où L est la taille de la boîte de quantification introduite et tend vers

l’infini.
3Nous avons choisi de normaliser les fonctions d’onde au nombre d’atomes, d’où la division

par N dans l’équation (3.3).
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temps de couplage tlaser, de l’ordre de quelques centaines de millisecondes. Cela
assure ultimement une largeur en énergie faible pour le laser à atomes, soit en
d’autres termes une grande finesse. D’autre part, il est possible de réaliser des
lasers à atomes dilués. Nous extrayons environ 104 atomes pendant une centaine
de millisecondes, ce qui correspond à un flux F de l’ordre de 105 atomes/s. La
densité linéique du laser à atomes n1D = F/v vaut environ quelques dizaines
d’atomes par micron, ce qui correspond à un paramètre an1D de l’ordre de 0.1-
0.3. Nous réalisons typiquement des lasers à atomes dilués, obtenus dans le régime
de couplage faible et pour lesquels on peut négliger les interactions intra-laser.

Nous souhaitons enfin insister sur un point technique crucial pour l’obtention
d’un laser à atomes guidé, à savoir la stabilité du biais magnétique. Ce dernier
définit l’énergie du fond du piège dans lequel est obtenu le condensat. Ainsi toute
fluctuation du biais magnétique entraine une modification du processus d’extrac-
tion des atomes du condensat, équivalente à une modulation de la fréquence rf,
et ainsi des propriétés du laser à atomes guidé, à savoir son énergie et son flux.
Si les fluctuations sont trop fortes, il peut même devenir impossible de coupler
des atomes du condensat vers le laser à atomes. La réalisation de lasers à atomes
guidés implique ainsi une condition sur l’amplitude des fluctuations de champ
magnétique : celles-ci doivent être inférieures à la largueur du continuum d’éner-
gie accessible. Cela entraîne une condition sur le courant alimentant les bobines
de champs dipolaire et "anti-dipolaire" qui créent le biais magnétique : il est
ainsi nécessaire d’utiliser une alimentation en courant très stable. Notons que la
condition sur l’amplitude des fluctuations magnétiques est beaucoup plus stricte
dans le cas du laser à atomes guidé que dans le cas des lasers à atomes verticaux
se propageant sous l’effet de la gravité. Dans le cas du laser à atomes guidé, la
largueur du continuum est donnée, en première approximmation, par le potentiel
chimique du condensat, soit autour de 1 kHz alors que dans le cas des lasers à
atomes verticaux, la largeur du continuum est de l’ordre de 15 kHz [88]. Nous
reviendrons sur l’effet des fluctuations magnétiques sur le processus de couplage
et sur les propriétés du laser à atomes guidé dans les parties §.3.2.4 et §.3.3.1.

Dans cette partie, nous avons présenté le principe général du laser à atomes :
nous en avons en particulier donné une image unidimensionnelle. Nous déter-
minons dans la suite si cette image 1D est valable en déterminant le potentiel
dans lequel se propage le laser à atomes. De plus, nous avons présenté les deux
paramètres qui caractérisent le laser à atomes : énergie et flux. Le calcul de ce
dernier implique en particulier de déterminer les fonctions d’onde du condensat
ΨBEC et du laser à atomes ΨE. Le condensat étant dans le régime de Thomas-
Fermi, sa fonction d’onde est connue (§.1.1.2). Par contre, déterminer la fonction
d’onde du laser à atomes nécessite de décrire précisement le laser à atomes et en
particulier le potentiel qu’il ressent.
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3.1.2 Potentiel ressenti par le laser à atomes guidé
Le potentiel Vlaser (dont l’allure suivant z est esquissée figure 3.1 et décrite en

détails figure 3.2) dans lequel se propage le laser à atomes résulte de la somme
de différents potentiels :
- le potentiel créé par le piège optique (VPO) anisotrope de confinement trans-
verse ω⊥ et longitudinal ω‖. Nous avons présenté ce potentiel en détails dans le
chapitre 1.
- l’effet Zeeman quadratique VZQ qui s’applique aux atomes se trouvant dans
l’état |F = 1, mF = 0〉.
- le potentiel de champ moyen correspondant à l’interaction répulsive subie par
les atomes du laser à atomes de la part du condensat-source lors de leur extrac-
tion. Ce potentiel est présent uniquement dans la zone de recouvrement avec le
condensat, telle que z ∈ [−Rz, Rz] où Rz le rayon du condensat.
- la gravité. Elle décale vers le bas la position du potentiel optique ressenti par les
atomes. Nous supposerons dans toute la suite que le potentiel {potentiel optique
+ gravité} est parfaitement centré sur le piège magnétique4.

Nous nous intéressons dans un premier temps au potentiel ressenti par le
laser à atomes dans la direction longitudinale. C’est en contrôlant ce potentiel
que nous pouvons créer un laser à atomes de longueur d’onde λdB constante.
Dans un deuxième temps, nous revenons sur le confinement transverse du laser
à atomes.

3.1.2.1 Potentiel longitudinal ressenti par le laser à atomes

Nous nous intéressons ici au potentiel subit par le laser à atomes dans la
direction longitudinale. Nous nous concentrons d’abord sur les deux premiers
potentiels : celui créé par le piège optique et celui créé par l’effet Zeeman quadra-
tique. Ce dernier est inhérent à la présence du champ magnétique (qui permet de
piéger longitudinalement le condensat) pendant que le laser à atomes est extrait.
On peut montrer [76] que le potentiel magnétique VZQ ressenti par les atomes
dans mF = 0 est anti-piégeant et sa courbure caractéristique dans la direction
i = x, y, z vaut :

ωZQ,i = 2ωi

√
μBB0

�ωhf

(3.5)

où les ωi sont les fréquences du piège magnétique dans lequel est piégé le conden-
sat. ωhf/2π = 6.8 GHz est l’écart hyperfin entre les niveaux F = 1 et F = 2 du
Rubidium. B0 est le biais magnétique et correspond à une fréquence de l’ordre

4Si ce n’est pas le cas, le condensat est décalé verticalement par rapport au piège optique,
ce décalage étant orienté vers le centre du piège magnétique. Cet effet influe en particulier sur
le mode transverse du laser à atomes [76].
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de 5 MHz. Les fréquences du piège magnétique étant de l’ordre de quelques di-
zaines de Hertz, les fréquences ωZQ,i/2π sont de l’ordre de quelques Hertz. Ainsi
dans les directions transverses, les fréquences du potentiel VZQ sont négligeables
devant les fréquences du piège optique. Par contre suivant l’axe z, la fréquence
caractéristique du potentiel Zeeman quadratique est de l’ordre de la fréquence
longitudinale de la pince optique. On note ωZQ la courbure correspondante.

Le potentiel subit par le laser à atomes dans la direction longitudinale s’écrit
alors :

Vlaser(0, 0, z) = −1

2
mω2

ZQz2 +
1

2
mω2

‖(z − z0)
2 + cste (3.6)

où l’origine de l’axe z correspond au centre du piège magnétique. z0 est la posi-
tion du waist de la pince optique. Il est possible de compenser parfaitement la
courbure expulsante du potentiel Zeeman quadratique ωZQ par le faible confine-
ment du piège optique dans cette direction. Expérimentalement, ceci est réalisé
en choisissant soigneusement la puissance de la pince optique [54]. Les courbures
étant compensées, le potentiel Vlaser(0, 0, z) est alors linéaire, de pente mω2

‖z0,
décroissant vers le waist de la pince optique. Celle-ci étant placée sur une platine
de translation, on peut superposer son waist au centre du piège magnétique. Il
en résulte un potentiel parfaitement plat dans la direction longitudinale. Le laser
à atomes ne subit alors pas d’accélération au cours de sa propagation suivant
l’axe z : son énergie et donc sa longueur d’onde λdB sont constantes au cours de
sa propagation.

Enfin dans la zone de recouvrement avec le condensat, il est nécessaire de
prendre en compte le potentiel de champ moyen. Rappelons que c’est ce poten-
tiel répulsif qui permet d’extraire le laser à atomes en lui donnant sa vitesse
initiale. Il reflète la densité du condensat source et s’écrit, dans le cas du Ru-
bidium 87 : gcoll |ΨBEC|2 où ΨBEC est la fonction d’onde du condensat norma-
lisée au nombre d’atomes dans le condensat N. gcoll est la constante de cou-
plage due aux collisions et est indépendante du sous-état magnétique mF dans le
cas du Rubidium 87 [170]. Le condensat étant bien décrit dans l’approximation
de Thomas-Fermi [77], le potentiel de champ moyen est une parabole inversée
de courbure ωz et d’amplitude donnée par le potentiel chimique du condensat
μBEC = gcoll nBEC

1D (0).

En résumé, le potentiel dans lequel se propage le laser à atomes est plat en
dehors de la zone de recouvrement avec le condensat et a une forme de parabole
inversée reflétant la densité du condensat piégé dans la zone de recouvrement
(Fig. 3.2b). C’est ce potentiel que nous appelons V‖(z). Il s’écrit :
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V‖(z) =

{
μBEC − 1

2
mω2

zz
2 pour z ∈ [−Rz, Rz]

0 pour z /∈ [−Rz, Rz]
(3.7)

3.1.2.2 Potentiel dans les directions transverses

Nous nous intéressons ici au potentiel ressenti par le laser à atomes dans les
directions transverses. En dehors de la zone de recouvrement avec le condensat, ce
potentiel transverse est dû au confinement du piège optique dans ces directions.
Afin de simplifier le problème, on peut considérer que le confinement transverse
ω⊥ du piège optique est indépendant de z. En d’autres termes, on considère que
le piège optique est cylindrique, ce qui est vrai à 5 % près pour une distance au
centre d’environ zr/2 = 1.5 mm. Le potentiel longitudinal étant plat dans cette
zone, on parle alors de "guide optique"5.

Dans la zone de recouvrement avec le condensat, il faut en plus tenir compte
du potentiel de champ moyen. Un point crucial de notre configuration expérimen-
tale est que le condensat et le laser à atomes sont soumis au même confinement
transverse, créé par le piège optique. Dans l’approximation de Thomas-Fermi, le
champ moyen du condensat compense alors exactement le confinement transverse
du piège optique. Le potentiel transverse ressenti par le laser à atomes est ainsi
globalement harmonique avec un fond plat (Fig. 3.2c). La largeur de ce potentiel
est donnée par le rayon de Thomas-Fermi du condensat R⊥, qui dépend de z :

R⊥(z) =

√
2μBEC

mω2
⊥

(1 − z2

R2
z

) (3.8)

En toute rigueur, le condensat subit aussi un confinement dû au piège magnétique
dans les directions transverses. Cependant ce confinement est faible comparé au
confinement optique. et peut être négligé à l’échelle de la taille du condensat dans
la direction transverse. On néglige donc sa contribution au potentiel transverse
V⊥ ressenti par le laser à atomes. Celui-ci s’écrit alors :

V⊥(ρ, z) =

{
max

[
1
2
mω2

⊥(ρ2 − R⊥(z)2), 0
]

pour z ∈ [−Rz, Rz]
1
2
mω2

⊥ρ2 pour z /∈ [−Rz, Rz]
(3.9)

En conclusion, le potentiel Vlaser(ρ, z) = V⊥(ρ, z) + V‖(z) dans lequel se pro-
page le laser à atomes est entièrement caractérisé (Equations 3.7 et 3.9). Nous
représentons son allure figure 3.2.

5De la même manière, dans le cas de la localisation d’Anderson, on appellait "guide optique"
le piège optique compensé magnétiquement dans la direction longitudinale.
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Fig. 3.2: Potentiel ressenti par le laser à atomes guidé, dans les conditions expéri-
mentales de [54]. Un condensat de 105 atomes est obtenu dans le piège hybride de
fréquence longitudinale 360 Hz et de fréquence longitudinale 35 Hz. a) Représentation
3D du potentiel total Vlaser(ρ, z). b) Potentiel longitudinal V‖(z) de rayon Rz = 25 μm.
c) Potentiel transverse V⊥(ρ, z) dans les plans z = 0 et z = 0.8Rz.

3.1.3 Description théorique de la propagation quasi-1D

Nous nous intéressons ici à la description de la propagation du laser à atomes
guidé dans le potentiel Vlaser(ρ, z) = V⊥(ρ, z) + V‖(z). Bien que ce potentiel ne
soit pas séparable dans la zone de recouvrement avec le condensat, nous traitons
le laser à atomes dans l’approximation quasi-1D, que nous avons introduite dans
le chapitre 1. Comme nous l’avons déjà mentionné, ceci suppose de faire une
approximation adiabatique. Il a été vérifié que cette approximation était valable
pour le laser à atomes [76], celui-ci se propageant dans le guide optique avec
une vitesse faible. En conséquence, on peut écrire la fonction d’onde du laser
à atomes sous la forme Ψ(ρ, z, t) = φ(z, t)ψ⊥(ρ, z, t) et la propagation du laser
à atomes est décrite par deux équations (1.15) et (1.16). Rappelons que ces
équations sont couplées via le potentiel chimique effectif μ̃(z), qui caractérise à
la fois la dynamique transverse et les interactions à l’interieur du laser à atomes.
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La résolution des équations (1.15) et (1.16) permet de déterminer la fonction
d’onde du laser à atomes guidé et ainsi de décrire complètement la propagation
du laser à atomes.

3.1.3.1 Etude dans la direction transverse

Nous nous intéressons tout d’abord au comportement du laser à atomes dans
le guide optique (en dehors de la zone de recouvrement avec le condensat) puis
dans la zone de recouvrement où il faut tenir compte du potentiel de champ
moyen.

Dans le guide :

Le potentiel ressenti par le laser à atomes dans les directions transverses
est alors celui d’un oscillateur harmonique de courbure ω⊥. La fonction d’onde
de l’état fondamental dépend néanmoins des interactions à l’intérieur du laser
à atomes via le potentiel chimique effectif μ̃. Expérimentalement, la densité li-
néique n1D du laser à atomes est inférieure à 50 at/μm environ. Le paramètre
d’interaction an1D est alors inférieur à 0.3 et on peut considérer qu’on se trouve
dans le régime de faibles interactions, valide lorsque an1D < 1. Dans ce régime
on peut considérer que les interactions ne déforment pas la fonction d’onde du
mode fondamental transverse du guide. Cette dernière est alors gaussienne 2D
de largeur r.m.s σ =

√
�/mω⊥. Dans ce cas, le potentiel chimique effectif s’écrit

alors simplement : μ̃ = �ω⊥ (1 + 2an1D).

Dans la zone de recouvrement avec le condensat :

Dans cette zone, nous avons vu que le laser à atomes et le condensat subissent
le même potentiel transverse dû au piège optique, le confinement magnétique sup-
plémentaire que subit le condensat étant négligeable dans cette direction. Dans
le régime de couplage faible, on peut considérer que les interactions intra-laser
ne déforment pas la fonction d’onde transverse Ψ⊥ du laser à atomes. Celle-ci
a donc la même forme que la fonction d’onde du condensat. De plus, on consi-
dère que dans le régime de couplage faible le condensat n’est pas perturbé par
le couplage. Il est alors bien décrit dans l’approximation de Thomas-Fermi et sa
fonction d’onde est (sauf dans la zone intermédiaire z ∼ Rz) une parabole inver-
sée de rayon R⊥(z), donné par la formule (3.8). De plus, le laser à atomes étant
de plus beaucoup plus dilué que le condensat, son potentiel chimique effectif μ̃
est faible devant le potentiel chimique du condensat et donc devant V‖. Nous
négligerons μ̃ dans cette zone dans la suite.
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Nous connaissons donc la fonction d’onde transverse du laser à atomes dans la
zone de recouvrement avec le condensat comme en dehors. De plus, compte tenu
que l’approximation adiabatique s’applique à notre laser à atomes, sa fonction
d’onde transverse Ψ⊥ s’adapte progressivement à la variation longitudinale du
potentiel transverse : elle passe continuement de la fonction d’onde du condensat
piégé (parabole 2D inversée) à une fonction d’onde gaussienne 2D correspondant
au mode fondamental transverse du guide optique (Fig. 3.3). Ceci implique en
particulier qu’il est possible de réaliser un laser à atomes monomode transverse.

BEC
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Fig. 3.3: Adaptation progressive de la fonction d’onde transverse Ψ⊥ du laser à atomes
guidé au cours de la propagation.

3.1.3.2 Dynamique longitudinale

La fonction d’onde transverse du laser à atomes étant connue en tout point de
la propagation, on peut alors déterminer entièrement la dynamique longitudinale
du laser à atomes. Celle-ci est donnée par l’équation (1.16) que nous rappelons
ci-dessous :

i�
∂φ

∂t
=

[
− �

2

2m

∂2

∂z2
+ (V‖(z) + μ̃(z))

]
φ (3.10)

Cette équation n’est rien d’autre que l’équation de Schrödinger non-linéaire
compte tenu du potentiel chimique effectif μ̃, que l’on peut calculer en tout point
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de la propagation. Le problème est ainsi essentiellement 1D, justifiant a poste-
riori la présentation du laser à atomes dans la partie §.3.1.1.

L’équation précédente (3.10) peut se réécrire à l’aide de paramètres mesu-
rables expérimentalement : la densité linéique n1D et la vitesse de propagation v.
La fonction d’onde longitudinale du laser à atomes s’écrit : φ =

√
n1D eiS où la

phase S est reliée à la vitesse v = � ∇S/m. On montre alors [80] que l’équation
(1.16) est équivalente aux deux équations suivantes :

∂n1D

∂t
= −∂(n1Dv)

∂z
, (3.11)

m
∂v

∂t
= − ∂

∂z

(
1

2
mv2 + V‖ + μ̃ − �

2

2mn
1/2
1D

∂2n
1/2
1D

∂z2

)
. (3.12)

La deuxième équation (3.12) est équivalente à l’équation d’Euler en hydrodyna-
mique. Le dernier terme de cette équation correspond à la "pression quantique"
et peut être négligé dans le cas d’une configuration très allongée comme la nôtre.
Dans le régime stationaire, ces deux équations (3.11) et (3.12) se réduisent aux
équations suivantes, qui expriment la conservation du flux F et de l’énergie E :

n1D(z) v(z) = F , (3.13)
1

2
mv(z)2 + V‖(z) + μ̃(z) = E . (3.14)

Finalement, dans le régime stationnaire, nous retrouvons que la propagation
du laser à atomes est bien caractérisée par deux paramètres mesurables expé-
rimentalement : l’énergie E et le flux F . Ces deux paramètres sont ajustables
à l’aide du couplage radio-fréquence : l’énergie (et ainsi la longueur d’onde) du
laser à atomes est contrôlée par la fréquence du couplage rf. Le flux du laser à
atomes dépend, quant à lui, de l’amplitude du champ rf. Cette amplitude étant
choisie faible, nos lasers à atomes sont dilués.

Rappelons néanmoins que cette image quasi-1D de la propagation du laser à
atomes repose sur le suivi adiabatique parfait de la fonction d’onde transverse
(Fig. 3.3). Ceci suppose que le guide optique est parfaitement centré sur le piège
magnétique. Si ce n’est pas le cas, le potentiel transverse ressenti par le laser
à atomes dans la zone de recouvrement avec le condensat n’est plus plat [76].
Des modes transverses du guide autres que le mode fondamental peuvent alors
être excités lors de la propagation du laser à atomes. C’est ce qui est observé
expérimentalement [54].
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3.2 Couplage radiofréquence
Dans cette partie, nous revenons sur le processus de couplage à l’origine

du laser à atomes guidé, que nous avons introduit dans la partie §.3.1.1. Nous
cherchons ici à calculer le taux de couplage du laser à atomes, dont nous rappelons
la formule ci-dessous :

Γ(E) =
2π

�
η(E)

(
�Ωrf

2

)2
1

N
|I|2 (3.15)

avec N le nombre d’atomes dans le condensat. Le calcul du taux de couplage
nécessite de déterminer l’intégrale de recouvrement I des fonctions d’onde du
condensat ΨBEC et du laser à atomes ΨE. Comme nous venons de le voir, dans la
zone de recouvrement, les fonctions d’onde transverses du condensat et du laser
à atomes ont la même forme : leur intégrale de recouvrement vaut alors 1. I se
réduit alors à l’intégrale de recouvrement des fonctions d’ondes longitudinales.
En adoptant pour la fonction d’onde du condensat les mêmes notations que pour
le laser à atomes guidé, I s’écrit :

I =

∫ √
nBEC

1D (z)φE(z)dz (3.16)

où φE(z) est la fonction d’onde longitudinale du laser à atomes et nBEC
1D (z) =∫

dρ |ΨBEC(ρ, z)|2 est la densité linéique du condensat. Dans l’approximation de
Thomas-Fermi, elle s’écrit :

nBEC
1D (z) =

15N

16Rz

[
max

(
1 − z2

R2
z

, 0

)]2

(3.17)

Le calcul du taux de couplage implique donc uniquement de connaître la
fonction d’onde longitudinale du laser à atomes φE. Dans un grand nombre de
cas cependant, une approche semi-classique est suffisante pour calculer le taux
de couplage avec une bonne approximation. Cette approche ne nécessite pas de
connaissances particulières sur la fonction d’onde du laser à atomes. Le calcul du
taux de couplage dans l’approximation semi-classique a été présenté dans [54].
Néanmoins, dans le cas où le couplage a lieu près du centre du condensat, un
calcul quantique prenant en compte la fonction d’onde longitudinale du laser à
atomes est nécessaire. Ce calcul complet a, quant à lui, été détaillé dans la thèse
de W. Guerin [76] et fait l’objet d’un article qui est en préparation. Nous ne
rappelons ici que les points clés de ces deux calculs. Ce rappel fait l’objet des
deux premières parties (§.3.2.1 et §.3.2.2) de cette section. Dans une troisième
partie (§.3.2.3), nous détaillons les conditions nécessaires pour atteindre le ré-
gime de couplage faible. Puis, dans la partie §.3.2.4, nous présentons le spectre
expérimental du couplage rf, qui donne l’évolution du taux de couplage avec la
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fréquence du champ rf νrf . Nous le comparons en particulier au spectre théorique
obtenu avec le calcul quantique. Nous montrons alors que les différences entre les
deux spectres (théorique et expérimental) s’expliquent d’une part par la présence
de fluctuations magnétiques et d’autre part par un effet de saturation [171].

3.2.1 Approche semi-classique

Dans cette approche, le couplage est considéré comme localisé au point zE

défini par la condition de résonance E = EBEC − hνrf , comme présenté figure
3.4. zE correspond au point de rebroussement classique du potentiel de champ
moyen V‖ :

zE = ±
√

2h(νrf − ν0)

mω2
z

(3.18)

où l’origine de l’axe z est au centre du condensat. La fréquence ν0 = EBEC−μBEC

correspond au couplage au centre du condensat.

BEC

hºrf

EBEC

E

zE

V

μBEC

Fig. 3.4: Schéma de principe du couplage radiofréquence. Seule la condition de réso-
nance en zE est mise en évidence.

Cette approche semi-classique, analogue au principe de Franck-Condon en
physique moléculaire [172], consiste alors à approximer la fonction d’onde du
laser à atomes près de zE, localement proche d’une fonction d’Airy, par un Dirac.
Le taux de couplage s’écrit alors sous la forme suivante :

Γ(E) =
2π

�

(
�Ωrf

2

)2
1

N

∫
dz nBEC

1D (z) δ
(
V‖(z) − E

)
(3.19)

Cette formule se réécrit sous la forme simplifiée suivante :

Γ(E) =
π�Ω2

rf

2

1

N

nBEC
1D (zE)

mω2
zzE

(3.20)
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Cette expression est analogue au résultat obtenu dans le cas de lasers à atomes
verticaux [166], l’accélération due à la gravité étant ici remplacée par l’accélé-
ration locale du potentiel V‖. En reprenant la formule de la densité linéique du
condensat (Eq.3.17), on peut expliciter l’évolution du taux de couplage avec la
fréquence du champ rf :

Γ(δνrf) =
15π

64

�Ω2
rf

μ
5/2
BEC

(μBEC − hδνrf)
2

√
hδνrf

(3.21)

où δνrf = νrf−ν0 correspond à la différence de fréquence par rapport à un couplage
au sommet du condensat. La courbe correspondante est tracée figure 3.6. Elle
présente une divergence pour un couplage au centre du condensat. Autour de
ce point, la pente locale du potentiel V‖ devient en effet nulle et on ne peut
plus considérer le couplage comme localisé. Un calcul quantique à partir de la
fonction d’onde du laser à atomes est alors nécessaire pour déterminer le taux de
couplage.

3.2.2 Calcul quantique du taux de couplage
Ce calcul nécessite de déterminer au préalable la fonction d’onde longitudinale

du laser à atomes dans le régime stationnaire φE(z). Celle-ci est solution de
l’équation de Schrödinger non linéaire indépendante du temps :[

− �
2

2m

∂2

∂z2
+ V‖(z) + μ̃(z)

]
φE(z) = E φE(z) (3.22)

Nous avons vu que dans la zone de recouvrement avec le condensat, le potentiel
chimique effectif μ̃ pouvait être négligé devant le potentiel de champ moyen V‖.
Compte tenu de nos conditions expérimentales (an1D < 1 et �ω⊥ < μBEC), nous
le négligeons aussi en dehors de la zone de recouvrement. L’équation précédente
se réduit alors à une équation de Schrödinger linéaire. Dans la zone de recou-
vrement du laser à atomes avec le condensat, la solution de cette équation a été
calculée par H. Fertig et B. Halperin dans [173]. En dehors de la zone de recouvre-
ment, la solution de cette équation est une onde stationnaire. Pour connaître la
fonction d’onde longitudinale φE(z) du laser à atomes, il suffit alors de raccorder
ces deux solutions en z = Rz par continuité6. Il est ainsi possible d’obtenir une
expression exacte pour la fonction d’onde longitudinale du laser à atomes [76] et
de calculer l’intégrale de recouvrement I.

Nous ne rappelons pas ici l’expression de φE(z) mais préférons donner son
allure pour différentes énergies E (Fig. 3.5). Pour pouvoir comparer ces différentes

6La détermination de la fonction d’onde nécessite aussi d’introduire une boite de taille L
aux bornes de laquelle la fonction d’onde s’annule.
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fonctions d’onde, nous introduisons l’énergie réduite ε = (E − μBEC)/(�ωz/2).
Expérimentalement, le laser à atomes guidé correspond à une énergie réduite
négative. Dans ce cas, nous observons que la fonction d’onde du laser à atomes
présente un lobe principal (localisé au point de rebroussement classique zE), qui
assure un bon recouvrement de la fonction d’onde du laser à atomes avec celle du
condensat et donc un couplage efficace. Notons que le couplage le plus efficace
est obtenu dans le cas où ε = 0 ce qui correspond à un couplage au centre du
condensat. Dans le cas où l’énergie réduite ε est positive, nous vérifions que la
fonction d’onde oscille très rapidement, induisant un recouvrement quasi-nul avec
la fonction d’onde du condensat. Cette situation correspond à une énergie pour
le laser à atomes supérieure à μBEC, ce qui est interdit du fait de la condition de
résonance du couplage (Eq.3.2).
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Fig. 3.5: Fonction d’onde longitudinale φ(z/σz) (avec σz =
√

�/mωz) pour différentes
énergies réduites ε. La valeur ρz = Rz/σz correspond aux paramètres expérimentaux
de [54].
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Spectre rf du couplage :

Le taux de couplage est alors obtenu en appliquant la règle d’or de Fermi
(3.3). Le résultat est tracé figure 3.6 en fonction de δνrf = (μBEC − E)/h pour
une fréquence de Rabi Ωrf/2π = 20 Hz et correspond au spectre du couplage rf.
La largeur totale de la courbe est donnée par le potentiel chimique du conden-
sat μBEC, qui dans le cas considéré ici vaut 3 kHz environ. La courbe présente
une forme très piquée, son maximum correspond à un couplage très proche du
centre du condensat (zE ∼ 0), pour lequel l’approche semi-classique n’est plus
valable. La forme très piquée du spectre du couplage rf a plusieurs conséquences
pratiques. Même si la largeur totale du spectre rf est donnée par μBEC, soit de
l’ordre de quelques kilohertz, sa largeur à mi-hauteur est de l’ordre de quelques
dizaines de Hertz. Ceci implique en particulier qu’il est difficile de résoudre expé-
rimentalement le spectre rf théorique, du fait d’imperfections techniques. Nous
verrons dans la suite que la principale imperfection technique est la stabilité
des champs magnétiques. Une autre limitation, plus fondamentale, concerne la
condition de faible couplage, qui est difficile à respecter dans notre système. Nous
discutons de ce point dans la partie suivante.
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Fig. 3.6: Taux de couplage Γ en fonction de la fréquence du champ radiofréquence
pour les paramètres expérimentaux de [54]. Γ est calculé à partir de la règle d’or de
Fermi : dans l’approximation semi-classique (pointillé bleu) ou à partir de la fonction
d’onde du laser à atomes (trait plein rouge). La zone autour de δνrf = 0 (couplage au
sommet du condensat) est présentée en détail dans l’insert.
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3.2.3 Régime de couplage faible : conditions de validité
Nous revenons dans cette partie sur le régime de couplage faible et ses condi-

tions de validité. Rappelons que dans ce régime, on peut supposer que les atomes,
une fois extraits du condensat, ont une probabilité négligeable d’y revenir [166](Ap-
proximation de Born-Markov). On considère alors que le couplage à l’origine du
laser à atomes guidé correspond au couplage d’un état discret à un continuum
d’états dont la largeur finie Δ est caractérisée par l’intégrale de recouvrement I.
On définit un temps de mémoire tm pour le continuum [168] : il correspond au
temps nécessaire aux atomes pour être extraits de manière irréversible de l’état
discret initial. L’hypothèse d’un faible couplage impose alors une condition sur
le taux de couplage Γ :

Γtm << 1 (3.23)
En d’autres termes, les atomes extraits du condensat ont une probabilité de re-
venir dans le condensat d’autant plus faible qu’ils quittent rapidement la zone de
couplage7. Le temps de mémoire dépend donc localement du potentiel "vu" par
les atomes extraits du condensat et est relié à la largeur du continuum [168] :
tm ≈ 1/Δ. Dans le cas du laser à atomes guidé, le spectre du couplage rf ayant
une forme très piquée, on distingue deux zones pour le couplage, l’une proche du
centre du condensat (δνrf ∼ 0) et l’autre loin de cette position :

- dans le cas d’un couplage loin du centre du condensat, le potentiel V‖ ressenti
par les atomes est localement bien approximé par un potentiel linéaire 8, la lar-
geur du continuum est alors donnée par le potentiel chimique du condensat μBEC.
Dans cette situation, la condition de faible couplage s’écrit alors Γ << μBEC et
est aisément respectée expérimentalement.

- lorsque le couplage a lieu au centre du condensat (δνrf ∼ 0), le potentiel est
un oscillateur harmonique inversé de courbure ωz. Le temps de mémoire est alors
approximativement donné par tm ∼ 1/ωz. On vérifie d’ailleurs figure 3.6 que ωz

correspond bien à la largeur spectrale du continuum. Ceci impose une condition
de faible couplage beaucoup plus stricte : Γ << ωz. Elle est d’autant plus stricte
que le piège magnétique utilisé pour confiner le condensat dans la direction z
est décomprimé. Physiquement, cette condition est due au fait que le potentiel
V‖ est quasiment plat au centre du condensat. Ainsi les atomes extraits à cette
position ne peuvent quitter rapidement la zone de couplage et ont donc une forte
probabilité d’être recouplés dans le condensat.

7C’est pour cette raison qu’on attend un meilleur flux pour un couplage à l’aide de faisceaux
Raman que pour un couplage radio-fréquence en présence de gravité [61] et d’autant plus si
celui-ci a lieu en l’absence de gravité comme dans notre cas.

8Cette situation correspond aussi aux cas des lasers à atomes verticaux soumis à la gravité.
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Pour décrire correctement le couplage à l’origine du laser à atomes guidé,
il est ainsi nécessaire de distinguer deux continuums d’énergie : l’un de largeur
μBEC et l’autre de largeur ωz. Pour chacun de ces continuums, l’hypothèse d’un
couplage faible entraîne une condition sur l’amplitude du couplage Ωrf . Pour un
continuum de largeur Δ, le taux de couplage vaut environ Γ ≈ Ω2

rf/Δ. La condi-
tion pour un faible couplage implique ainsi que Ωrf << Δ. Elle implique aussi
une condition sur le flux du laser à atomes : en particulier le taux de couplage
maximal ne peut être supérieur à la largeur Δ du continuum (complément CIII

de [174]). Ainsi le flux maximal du laser à atomes guidé est atteint pour une
position du couplage pas trop proche du centre du condensat, correspondant à
un temps de mémoire faible.

L’hypothèse d’un faible couplage impose de plus une condition sur le temps
de couplage tlaser. Celui-ci doit être tel que Γtlaser << 1 de manière à ne pas
dépeupler significativement le condensat. Enfin, nous avons supposé que ce der-
nier restait à l’équilibre au cours du couplage, ce qui implique que le couplage
soit adiabatique. Nous reviendrons dans la suite sur la validité de cette approxi-
mation. Nous illustrons ces limitations dans la partie suivante en déterminant
expérimentalement le spectre du couplage rf.

3.2.4 Investigation expérimentale du couplage rf
Dans cette partie, nous présentons notre travail expérimental concernant le

couplage radio-fréquence. Pour cette étude, nous nous plaçons dans une confi-
guration expérimentale proche de celle présentée dans [54]. Cette configuration
correspond à la configuration comprimée présentée dans la partie §.1.3.3.1 : un
condensat de 1.7 105 atomes est créé dans le piège hybride de fréquence trans-
verse ω⊥/2π = 360 Hz et de fréquence longitudinale ωz/2π = 24 Hz et a donc un
potentiel chimique μBEC de 3.4 kHz. Notons que cette configuration (grand po-
tentiel chimique et grande fréquence longitudinale) rend les conditions de faible
couplage (Γ < μBEC et Γ < ωz) présentées dans la partie précédente plus faciles à
respecter. Nous extrayons alors des atomes du condensat en appliquant le champ
rf pendant un temps de couplage tlaser = 20 ms. Le nombre d’atomes Nlaser dans
le laser à atomes est directement relié au taux de couplage Γ par :

Nlaser = N(0) (1 − e−Γ tlaser) (3.24)

où N(0) est le nombre initial d’atomes dans le condensat. Rappelons que ceci
suppose en première approximation que le couplage n’est pas modifié lorsque le
nombre d’atomes N dans le condensat diminue.

Nous déterminons expérimentalement le spectre rf du couplage en mesurant
le nombre d’atomes Nlaser en fonction de la fréquence du couplage rf νrf . Le
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spectre expérimental est présenté figure 3.7 et comme nous l’attendions, il est plus
large que le spectre théorique présenté figure 3.6. Cet élargissement s’explique
par la présence de fluctuations magnétiques, que nous mesurons à partir de la
comparaison des deux spectres. Notons tout de même que le spectre de couplage
rf présenté figure 3.7 a été obtenu après avoir fortement amélioré la stabilité
de notre expérience et en particulier des champs magnétiques. Néanmoins, ce
résultat est préliminaire et d’autres améliorations de la stabilité sont en cours
sur notre nouveau dispositif expérimental.
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Fig. 3.7: Spectre radiofréquence expérimental. Nous utilisons l’ajustement (trait plein
rouge) des points dans les ailes (cercle) pour déterminer l’élargissement du spectre dû
aux fluctuations magnétiques σ = 0.44 kHz et la fréquence de Rabi Ωrf/2π = 130 Hz.
La courbe en pointillé bleu est obtenue en tenant compte d’un effet de saturation dans
le modèle.

3.2.4.1 Elargissement par les fluctuations magnétiques

Nous revenons ici un point expérimental crucial pour l’obtention de lasers
à atomes guidés, à savoir leur sensibilité aux fluctuations magnétiques. Pour
comprendre en quoi des fluctuations magnétiques influent sur le laser à atomes
guidé et peuvent être responsables de l’élargissement du spectre rf expérimental
par rapport au spectre rf théorique, il est nécessaire de revenir sur la condition de
résonance E = EBEC − hνrf et d’expliciter l’expression de l’énergie du condensat
en fonction du champ magnétique. La condition de résonance se réécrit alors :

E = gF μBB0 + μBEC − hνrf (3.25)
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où B0 est le biais magnétique. Si pendant le temps d’application du couplage,
le biais magnétique subit une modification, alors la condition de résonance est
modifiée, induisant une modification de l’énergie du laser à atomes et du taux de
couplage. De plus cette condition de couplage (3.25) implique une condition sur
l’amplitude des fluctuations pour la réalisation de lasers à atomes guidé. Celle-ci
doit être inférieure à la largeur spectrale du continuum d’énergie correspondant
au laser à atomes c’est-à-dire au potentiel chimique du condensat (qui vaut ici
3.4 kHz). Cette condition est d’autant plus difficile à obtenir que le condensat a
un potentiel chimique faible.

Avant quantifier ces fluctuations, revenons sur le type de fluctuations ren-
contrées expérimentalement. Celles-ci peuvent être de deux types : lentes ou
rapides par rapport au temps d’application du champ rf tlaser, qui est de l’ordre
de quelques dizaines de millisecondes. Ces fluctuations du biais magnétique B0

ont plusieurs origines.
D’une part elles peuvent provenir du rayonnement des alimentations utilisées

sur l’expérience, en particulier des alimentations dites à découpage. Afin d’élimi-
ner au maximum ce bruit magnétique ambiant, nous avons recherché toutes les
sources possibles de bruit magnétique et essayé de limiter ou annuler leur contri-
bution au champ magnétique. Pour ce faire, nous avons par exemple remplacé les
alimentations à découpage par d’autres moins bruitées. Dans d’autres cas, nous
avons simplement éloigné au maximum les sources de bruit de la cellule à vide
dans laquelle nous créons le condensat. Enfin, pour limiter les fluctuations entre
deux cycles expérimentaux successifs, nous avons aussi amélioré la stabilité des
signaux qui commandent les alimentations.

D’autre part, les fluctuations du champ magnétique proviennent des fluc-
tuations en courant des alimentations qui créent le biais magnétique. Expéri-
mentalement, B0 est donné par la somme des champs magnétiques dipolaires et
anti-dipolaires. Les bobines qui créent ces champs sont parcourues par le même
courant I = 15 A, le sens du courant parcourant les bobines anti-dipolaires étant
opposé à celui parcourant les bobines dipolaires. Le biais magnétique vaut alors
environ 7 G, ce qui correspond à une fréquence de 5 MHz environ.

Le courant qui parcourt les bobines est fourni par une unique alimenta-
tion FuG Elektronik GmbH (NTN700 - 20), utilisée en fonctionnement courant.
D’après ses spécifications, les fluctuations de courant ΔI/I de l’alimentation sont
de l’ordre de 10−4. Il n’est cependant pas précisé si l’amplitude considérée ici est
l’amplitude crête-à-crête ou l’amplitude rms. Néanmoins il est possible de don-
ner un ordre de grandeur des fluctuations magnétiques dues à l’alimentation. Le
biais magnétique étant directement proportionnel à I, l’amplitude des fluctua-
tions magnétiques est telle que ΔB0/B0 = ΔI/I ∼ 10−4 et est de l’ordre de
0.2-0.7 mG rms suivant comment on considère les spécifications du constructeur.
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En terme de fréquence, cela correspond à des fluctuations avec une amplitude
rms de 150-500 Hz. Ces fluctuations, bien qu’inférieures au potentiel chimique
du condensat, sont loin d’être négligeables devant μBEC. Notons de plus que ces
fluctuations (dont les fréquences typiques sont des multiples de 50 Hz) sont ra-
pides par rapport au temps d’application tlaser du champ rf.

L’étude systématique des sources de bruit et leur élimination nous a permis
d’améliorer la stabilité du biais magnétique B0. De plus, il faut ajouter que notre
dispositif expérimental est soumis à des fluctuations thermiques importantes.
Celles-ci sont dues à l’échauffement des bobines dipolaires et anti-dipolaires au
passage du courant I d’environ 15 A, même si cette valeur a été choisie de ma-
nière à limiter l’échauffement des bobines au cours d’un cycle et si les bobines
sont refroidies à l’aide d’un circuit d’eau. De la même façon, bien que refroidies,
les bobines quadrupolaires s’échauffent finalement au cours d’un cycle expéri-
mental. La réalisation de cycles très réguliers nous a permis de nous affranchir
de ces imperfections. Nous avons ainsi réduit les fluctuations entre deux cycles
successifs et le décalage lent du biais magnétique au fur et à mesure des cycles
expérimentaux. Nous avons mesuré une dérive en fréquence d’environ 400 Hz/h.
Nous pouvons donc corriger les fluctuations lentes. Après correction, on peut
considérer que seules les fluctuations rapides (devant tlaser) influent sur le laser à
atomes. Nous confirmerons ce point dans la partie §.3.5.

Ces fluctuations magnétiques rapides sont en particulier responsables de l’élar-
gissement du spectre du couplage par rapport au spectre théorique. Le spectre
expérimental du couplage correspond ainsi à la convolution du spectre théorique
avec les fluctuations, que nous décrivons par une distribution gaussienne de dé-
viation standard σ9. Ce paramètre σ permet de caractériser spectralement le
laser à atomes, il donne ici la limitation technique à la largeur spectrale du laser
à atomes. Nous présenterons une méthode de mesure indépendante et plus pré-
cise de ce paramètre σ dans la partie §.3.5. Néanmoins, nous pouvons extraire ce
paramètre σ d’un ajustement des points expérimentaux présentés figure 3.7 par
le spectre théorique élargi par les fluctuations laissant σ comme paramètre libre.
Comme le spectre théorique est très piqué autour de δνrf ∼ 0, il est particuliè-
rement important, pour déterminer σ, que l’ajustement décrive correctement les
points dans les ailes du spectre (cercle). Nous excluons donc la partie centrale
des données expérimentales (croix). Nous obtenons alors l’ajustement représenté
par la ligne rouge continue sur la figure 3.7). Nous en déduisons l’amplitude du
couplage Ωrf = 130 Hz et l’élargissement σ = 440 Hz, qui est de l’ordre des spéci-
fications de l’alimentation en courant qui crée le biais magnétique B0. Néanmoins
il reste, au centre du spectre de couplage, une différence importante entre l’ajus-

9Nous verrons §.3.3.3 que la description avec une distribution gaussienne correspond à
notre situation expérimentale.
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tement (ligne rouge continue) et les points expérimentaux, qui peut s’expliquer
par un effet de saturation.

3.2.4.2 Effet de saturation

Plusieurs phénomènes physiques peuvent induire un effet de saturation du
taux de couplage. Premièrement, nous avons vérifié que la déplétion globale du
condensat, qui entraine une modification de son potentiel chimique μBEC et donc
du taux de couplage Γ, a un effet négligeable. Ceci est dû au fait que μBEC (et
par conséquent la forme du potentiel de champ moyen) évolue doucement avec le
nombre d’atomes N dans le condensat (μBEC ∝ N2/5). Ceci justifie l’utilisation
de l’équation (3.24) pour déterminer le nombre d’atomes couplés dans le laser à
atomes.

Deuxièmement, nous avons supposé que le condensat était bien décrit dans
l’approximmation de Thomas-Fermi, ce qui n’est valable que si le couplage n’in-
duit pas d’excitations (déplétion locale au niveau du point de couplage) dans
le condensat. Ceci implique que le couplage soit adiabatique : en particulier la
fonction d’onde du condensat doit s’adapter adiabatiquement à la variation du
nombre d’atomes dans le condensat. Les conditions de validité de cette approxi-
mation adiabatique ne sont pas très claires et il existe en particulier plusieurs
critères sur le taux de couplage :

- l’échelle de temps associée à la déplétion locale du condensat autour du point
de couplage est de l’ordre de ξ/cson où ξ = �/

√
2mμBEC est la longueur de relaxa-

tion du condensat et cson =
√

μBEC/2m est la vitesse du son dans le condensat
anisotrope [175, 176]. Cette échelle de temps, de l’ordre μBEC/�, fixe ainsi une
limite au taux de couplage : Γ << μBEC. Ici cette condition est bien respectée : le
taux de couplage maximal, extrait de l’ajustement, vaut en effet Γmax ≈ 19 Hz et
est donc bien négligeable devant le potentiel chimique du condensat, soit 3.4 kHz.

- un autre critère plus restrictif est donné par [166,177] :

∑
m	=n

�

∣∣∣Ḣm,n(t)
∣∣∣

|Em(t) − En(t)|2 << 1 (3.26)

où l’hamiltonien H(t) décrit l’évolution du condensat et |m〉 sont les modes
propres, d’énergie Em(t), du condensat. Dans notre cas, ce critère se réduit à
[166] :

Γ <<
�ω2

μBEC

(3.27)
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où ω est le confinement caractéristique du piège dans lequel se trouve le conden-
sat. Il vaut ω⊥ ou ωz suivant que l’on tient compte du confinement transverse du
guide optique ou non. Dans le premier cas, la condition (3.27) se réécrit avec nos
paramètres : Γ << 200 Hz environ, ce qui est bien réalisé expérimentalement.
Dans le deuxième cas au contraire, cette condition implique que Γ soit inférieur
à 1 Hz, ce qui est difficile à respecter exprimentalement (mais nous n’en sommes
pas si éloignés).

Une autre condition est donnée par l’approximation de Born-Markov, qui,
pour un couplage au centre du condensat, mène à la condition de faible cou-
plage : Γ << ωz. Dans le cas considéré ici, ωz vaut 2π× 24 Hz, la condition
de faible couplage n’est pas respectée et le couplage vers le laser à atomes n’est
donc pas décrit correctement par la règle d’or de Fermi, qui découle de l’approxi-
mation de Born-Markov [166]. Nous pensons que cet effet est responsable des
différences, autour de δrf ∼ 0, entre le spectre expérimental du couplage et le
spectre théorique élargi par les fluctuations magnétiques. Nous interprétons cet
effet par une saturation effective du taux de couplage (similaire à celle observée
dans [171]) : celui-ci ne peut en effet être supérieur à la largeur du continuum,
soit ωz pour un couplage au centre du condensat. Pour tenir compte de cet effet
de saturation, nous réécrivons le taux de couplage sous la forme suivante :

Γ′ =
Γ

1 + Γ/Γsat

(3.28)

où Γ est le taux de couplage calculé dans le régime de faible couplage à partir de la
règle d’or de Fermi et Γsat = ωz. Cette formule se réduit à Γ′ = Γ dans le régime
de faible couplage et à Γ′ = Γsat dans le régime de couplage fort, pour lequel
Γ >> Γsat. Nous traçons la courbe correspondante sur la figure 3.7 (en pointillé
bleu) et constatons qu’elle présente un bon accord avec les points expérimentaux
et ce sans paramètre ajustable supplémentaire.

3.2.5 Conclusion sur le couplage rf
Dans cette partie, nous avons présenté une description précise du couplage rf à

l’origine du laser à atomes guidé. Nous avons en particulier caractérisé le spectre
du couplage rf auquel nous avons pu comparer le spectre mesuré expérimentale-
ment. Notons une fois de plus que les spectres (expérimental et théorique) sont
assez différents des spectres de couplage obtenus dans le cas de lasers à atomes
verticaux [88,166]. Dans le cas du laser à atomes guidé, le spectre du couplage a
une forme beaucoup plus piquée. En conséquence la résolution expérimentale du
spectre impose des conditions plus strictes sur la stabilité du biais magnétique
ainsi que sur l’amplitude du couplage, en particulier lorsque le couplage a lieu
autour du centre du condensat.
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D’autre part, la mesure de l’élargissement du spectre expérimental par rap-
port au spectre théorique nous a permis de faire une première mesure de la largeur
spectrale σ du laser à atomes guidé. Cette mesure semble compatible avec la pré-
sence des fluctuations magnétiques provoquées par les fluctuations du courant
délivré par les alimentations qui créent le biais magnétique. Dans la suite, nous
donnons une description du couplage du laser à atomes en tenant compte de ces
fluctuations.

3.3 Description du laser à atomes bruité ma-
gnétiquement

Nous revenons ici plus généralement sur la modification des propriétés du laser
à atomes en présence de fluctuations magnétiques rapides devant tlaser. Comme
la figure 3.8 le rappelle, toute fluctuation δB0(t) du biais magnétique induit une
modification de l’énergie du condensat. Celle-ci est alors égale à la somme d’une
énergie constante EBEC = gF μBB0 + μBEC et d’une énergie qui varie dans le
temps : hν(t) = gF μBδB0(t). Ces fluctuations sont ainsi responsables, via la
condition de résonance (3.2), de l’élargissement spectral du laser à atomes et de
sa distribution en énergie ρ(E) autour de Elaser. Jusqu’ici nous avons supposé que
celle-ci était gaussienne. Dans cette partie, nous cherchons à déterminer sa forme
exacte. Pour ce faire, nous commençons par décrire théoriquement le couplage
du laser à atomes en présence de fluctuations du biais magnétique. Puis dans un
deuxième temps, nous déterminons ρ(E) à partir du spectre de ces fluctuations.

3.3.1 Description théorique du couplage en présence de
bruit

Cette description se fait de la même façon qu’en absence de fluctuations
magnétiques : on considère le couplage d’un état initial discret (condensat) vers
un continuum d’énergie sous l’effet du champ radio-fréquence de fréquence νrf

et de fréquence de Rabi Ωrf constante. La seule différence est que l’énergie du
condensat varie au cours du temps. En traitant le couplage dans la théorie des
perturbations [98], on détermine alors la probabilité P (t, Ef ) de transition de
l’état initial à l’état final d’énergie Ef du continuum, après un temps t. Dans le
référentiel du champ tournant, celle-ci s’écrit :

P (t, Ef ) =
1

�2

(
�Ωrf

2

)2 |If |2
N

η(Ef )

∣∣∣∣
∫ t

0

e−2iπΔνt′ eiϕ(t′) dt′
∣∣∣∣
2

(3.29)

où on note

ϕ(t′) = 2π

∫ t′

0

δν(u)du et hΔν = EBEC − hνrf − Ef (3.30)
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Fig. 3.8: Laser à atomes bruité magnétiquement : toute fluctuation du biais magnétique
B0 modifie l’énergie du condensat et donc l’énergie du laser à atomes.

If est l’intégrale de recouvrement des fonctions d’onde du condensat et du laser
à atomes d’énergie Ef et η(Ef ) la densité d’état correspondante. La phase ϕ(t′)
décrit la modification de l’énergie du condensat par les fluctuations magnétiques
et hΔν correspond à l’écart en énergie de l’état final Ef par rapport à l’énergie
Eres donnée par la condition de résonance en l’absence de fluctuations magné-
tiques : Eres = EBEC − hνrf .

De manière équivalente, P (t, Ef ) est la probabilité de transition entre un
condensat d’énergie fixée EBEC et l’état final d’énergie Ef via un champ rf effec-
tif bruité Brf cos(ωrft + ϕ(t)). Ce champ rf effectif tient compte des fluctuations
magnétiques via le bruit de phase additionnel ϕ(t) = 2π

∫ t

0
δν(u)du. Cela revient

à se placer dans le référentiel du condensat : celui-ci a alors une énergie fixe et
c’est le couplage qui fluctue dans le temps via le bruit de phase ϕ(t).

Nous considérons que ce bruit de phase est stationnaire et peut être décrit
par sa fonction de corrélation Cϕ(τ) = 〈ϕ(t′ + τ)ϕ∗(t′)〉 où 〈...〉 correspond à la
moyenne temporelle. Nous cherchons alors à calculer la probabilité de transition
moyenne : 〈P (t, Ef )〉 en fonction de Cϕ. Pour faire apparaître la fonction de
corrélation du bruit, on réécrit P (t, Ef ) sous la forme suivante :

P (t, Ef ) =
1

�2

(
�Ωrf

2

)2 |If |2
N

η(Ef )

∫ t

0

∫ t

0

e−2iπΔν(t′−t′′) ei(ϕ(t′)−ϕ(t′′)) dt′dt′′

(3.31)
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Moyennant le changement de variable τ = t′ − t′′, on montre que la probabilité
de transition moyenne vaut [174]10 :

〈P (t, Ef )〉 =
1

�2

(
�Ωrf

2

)2 |If |2
N

η(Ef )

∫ t

0

∫ ∞

−∞
e−2iπΔντ

〈
ei(ϕ(t′)−ϕ(t′−τ))

〉
dt′dτ

(3.32)
Le terme

〈
ei(ϕ(t′)−ϕ(t′−τ))

〉
dans la formule précédente est égal à eCϕ(τ)−Cϕ(0)

d’après [178]. Il correspond, à un facteur multiplicatif près, à la fonction de cor-
rélation du champ rf effectif. Ainsi 〈P (t, Ef )〉 est proportionnel à la transformée
de Fourier de cette fonction de corrélation. La probabilité de transition moyenne
peut alors s’écrire sous la forme suivante :

〈P (t, Ef )〉 = t
1

�2

(
�Ωrf

2

)2 |If |2
N

η(Ef ) Srf(
Eres − Ef

h
) (3.33)

où Srf(Δν) est la densité spectrale de puissance (DSP) du champ rf effectif,
soit par définition la transformée de Fourier de la fonction de corrélation de ce
dernier :

Srf(Δν) =

∫ +∞

−∞
e−2iπΔντeCϕ(τ)−Cϕ(0)dτ (3.34)

La formule (3.33) donne en particulier la distribution en énergie du laser à atomes
ρ(Ef ). Cette dernière correspond à la probabilité de transition moyenne par unité
de temps : ∂〈P (t,Ef )〉

∂t
.

On retrouve alors le taux de couplage du laser à atomes en intégrant sur le
continuum :

Γ(Eres) =

∫
dEfρ(Ef ) =

∫
Γ(Ef )Srf(

Eres − Ef

h
)
dEf

h
(3.35)

où Γ(Ef ) le taux de couplage théorique en l’absence de bruit magnétique, donné
par la règle d’or de Fermi. Comme on s’y attendait (§.3.2.4.1), on retrouve que
le taux de couplage en présence de bruit est donné par la convolution du taux de
couplage théorique avec la densité spectrale du bruit. Néanmoins, notons que la
DSP considérée ici n’est pas directement celle des fluctuations magnétiques mais
celle du champ rf effectif. Dans la suite, nous déterminons expérimentalement
cette dernière à partir de la mesure de la DSP des fluctuations magnétiques.
Nous en déduirons la distribution en énergie ρ(Ef ) du laser à atomes (§.3.3.3).

10Ceci est valable car t >> 1/Δν >> 1/ωrf . Pour nos paramètres expérimentaux, t est de
l’ordre de tlaser = 20 ms, Δν est de l’ordre du kilohertz et νrf ≈ 5 MHz.
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3.3.2 Spectre des fluctuations magnétiques
Expérimentalement, les fluctuations du champ magnétique proviennent de

l’alimentation en courant des bobines dipolaires et anti-dipolaires qui créent le
biais magnétique B0. Celui-ci est directement proportionnel au courant I (au-
tour de 15 A) qui traverse les deux paires de bobines. En mesurant le spectre
de bruit du courant I à l’aide d’un analyseur de spectre, on détermine directe-
ment la DSP du champ magnétique SB (Fig. 3.9). Sur une bande de fréquence
[0, 2kHz], le spectre présente une succession de bandes de fréquences centrées sur
les fréquences multiples de 50 Hz. Chacune des ces bandes de fréquence aune lar-
geur faible devant son amplitude : en fait la résolution de l’analyseur de spectre,
de l’ordre du Hz, ne nous permet par de résoudre correctement les bandes de
fréquence. Nous verifions ainsi que les fluctuations sont rapides par rapport au
temps de couplage tlaser qui vaut environ 20 ms.

-60

-50

-40

-30

-20

-10

S
(d

B
)

2000150010005000
f (Hz)

B

Fig. 3.9: Densité spectrale de puissance SB de l’alimentation créant le biais magnétique
sur notre expérience.

En intégrant la densité spectrale de puissance sur la bande passante BP =
[0, 2kHz], on détermine l’amplitude rms σB des fluctuations magnétiques :

σ2
B =

∫
BP

SB(f)df (3.36)

On trouve une amplitude rms de 0.55 mG pour un biais B0 de 7G. On trouve alors
des fluctuations rms relatives σB/B0 = σI/I de 0.8 10−5, ce qui est compatible
avec les spécifications de l’alimentation.
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3.3.3 Distribution en énergie du laser à atomes

A partir du spectre des fluctuations magnétiques, on peut alors déterminer
la distribution en énergie du laser à atomes ρ(Ef ). Cela nécessite tout d’abord
de calculer la DSP Srf du champ rf effectif à partir de la DSP SB. Pour faire
le lien entre ces deux densités spectrales, il faut noter que les fluctuations du
biais magnétique modifient l’énergie du condensat et donc les fréquences propres
du système {condensat + laser à atomes + champ rf}. Le bruit magnétique se
comporte donc comme un bruit de fréquence de DSP SB. Du point de vue du
champ rf effectif, il est vu comme un bruit de phase de DSP Sϕ [178] :

Sϕ(f) =
SB(f)

f 2
(3.37)

Nous calculons alors la fonction de corrélation Cϕ du bruit de phase par trans-
formée de Fourier inverse et en déduisons la densité spectrale Srf du champ rf
effectif à l’aide de l’équation (3.34). Celle-ci est présentée figure 3.10, elle est très
bien approximée par une gaussienne de largeur rms σ = 390 Hz. Cette valeur est
bien en accord avec la valeur de 440 Hz obtenue à partir du spectre du couplage
rf (Fig. 3.7). Nous montrons ainsi que l’élargissement du spectre du couplage
rf s’explique bien par les fluctuations rapides du biais magnétique provoquées
par les fluctuations en courant de l’alimentation des bobines dipolaires et anti-
dipolaires, ce qui justifie a posteriori la convolution de la courbe de couplage par
une gaussienne (§.3.2.4).
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Fig. 3.10: Densité spectrale de puissance Srf du champ rf effectif, calculée à l’aide de
l’équation (3.34). A partir d’un ajustement gaussien de Srf , on trouvons une largeur
en énergie de 390 Hz.
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La densité spectrale du champ rf effectif étant connue, on peut déterminer la
distribution en énergie du laser à atomes. Rappelons que celle-ci est donnée par :

ρ(Ef ) =
1

h
Γ(Ef ) Srf(

Eres − Ef

h
) (3.38)

Elle dépend de l’énergie Ef à la fois via la densité spectrale Srf du champ rf effectif
et du taux de couplage Γ(Ef ) en l’absence de fluctuations, ce dernier présentant
une forme très piquée autour de Ef = μBEC, correspondant à un couplage au
centre du condensat.

Pour un couplage pas trop proche du centre du condensat (soit pour des
énergies inférieures à 0.8 μBEC), le taux de couplage varie lentement avec l’énergie.
Dans ce cas, on peut considérer que Γ(Ef ) est à peu près constant sur l’échelle
de variation de Srf , caractérisée par σ. On peut alors écrire, avec une bonne
approximation, la distribution en énergie du laser à atomes sous la forme :

ρ(E) =
1

h
Γ(Eres) Srf(

Eres − E

h
) (3.39)

où Γ(Eres) est le taux de couplage à l’énergie Eres donnée par la condition de
résonance du couplage en l’absence de bruit. Cette énergie correspond ainsi à
l’énergie moyenne du laser à atomes et on la note Elaser. La distribution en
énergie du laser à atomes est alors une distribution gaussienne centrée sur Elaser

et de largeur spectrale σ. Cette image n’est bien entendue plus du tout valable
pour un couplage proche du centre du condensat.

En conclusion, nous avons déterminé grossièrement σ à partir de l’élargis-
sement du spectre du couplage rf. Nous présentons dans la suite (§.3.5) une
méthode de mesure de cette largeur spectrale indépendante et beaucoup plus
précise. Cette méthode repose sur l’étude de la transmission classique du laser à
atomes guidé à travers une barrière de potentiel épaisse.

3.4 Réalisation et mise en place de barrières de
potentiel

De manière générale, nous nous intéressons à la transmission du laser à atomes
guidé à travers une unique barrière de potentiel créée optiquement et d’épaisseur
variable. Dans le cas où l’épaisseur de la barrière est inférieure ou égale à la lon-
gueur d’onde λdB du laser à atomes, nous cherchons à observer un effet tunnel.
Cela fera l’objet de la partie §.3.6. Dans le cas où l’épaisseur de la barrière est
supérieure à λdB, nous caractériserons spectralement le laser à atomes (§.3.5).
Les barrières de potentiel utilisées pour ces deux études sont créées optiquement
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à partir d’un faisceau laser (à 405 nm) désaccordé dans le bleu de la transi-
tion D2 du Rubidium et focalisé sur la trajectoire du laser à atomes. Le potentiel
créé est alors simplement proportionnel à l’intensité laser au point de focalisation.

Dans cette partie, nous détaillons notre réalisation expérimentale : dans un
premier temps, nous présentons les caractéristiques que doivent avoir les barrières
de potentiel ainsi que les contraintes imposées par notre dispositif expérimental.
Nous décrivons ensuite le système optique que nous avons utilisé et sa mise
en place expérimentale. Enfin nous présentons la caractérisation des propriétés
géométriques et en amplitude des barrières de potentiel.

3.4.1 Spécifications et contraintes
Les deux barrières de potentiel sont réalisées avec le même système optique.

Nous cherchons avec ce système à créer la barrière la plus fine possible, la barrière
plus épaisse étant simplement obtenue en diaphragmant le faisceau laser avant
focalisation. Nous nous concentrons donc ici sur la barrière la plus fine. Celle-ci
doit être étroite dans la direction de propagation du laser à atomes z. Cette
épaisseur étant intrinsèquement limitée par le rayon de la tache d’Airy : λ/2 ON
avec ON l’ouverture numérique du système optique, on cherche à travailler avec
la plus grande ouverture numérique possible. D’autre part la barrière doit être
étendue dans les directions transverses pour être homogène à l’échelle du laser à
atomes, qui a une extension transverse de 2 à 4 μm. Ceci permet aussi de faciliter
la mise en place du potentiel lumineux sur la trajectoire du laser à atomes.

Pour créer cette barrière anisotrope, on va donc dans un premier temps agran-
dir un faisceau laser source de manière anisotrope, en utilisant des optiques cylin-
driques. Puis dans un deuxième temps, le faisceau ainsi mis en forme sera focalisé
avec une lentille sphérique limitée par la diffraction pour l’ouverture numérique
considérée.

Par ailleurs le système optique créant la barrière de potentiel est soumis à
des contraintes liées à son implémentation sur notre dispositif expérimental et
en particulier à l’encombrement autour de la cellule à vide dans laquelle sont
créés le condensat et le laser à atomes. Ainsi l’ouverture numérique est limitée
à 0.15 par les bobines qui créent le champ magnétique dipolaire, ce qui rend
difficile la focalisation d’un faisceau laser jusqu’au micron. De plus compte tenu
l’encombrement autour de la cellule, la distance de travail (frontale) du système
optique est d’environ 100 mm.

Enfin, il est nécessaire de placer précisement la barrière de potentiel par
rapport à la trajectoire du laser à atomes. Il faut donc pouvoir translater finement
le système optique, la précision de ce réglage dépendant de la profondeur de
champ du système optique.
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3.4.2 Dispositif expérimental
Notre dispositif expérimental se décompose en trois élements : la source laser,

le dispositif d’agrandissement anisotrope (présenté figure 3.11) et le système de
focalisation (Fig. 3.12).
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405 nm

Fibre monomode
+ coupleur

Vers la cellule

Nappe de lumière (40 1)

Fig. 3.11: Réalisation d’une barrière de potentiel : mise en forme du faisceau laser.
Nous utilisons une diode laser fibrée à 405 nm. Le faisceau laser en sortie de la fibre est
mis en forme à l’aide de deux prismes anamorphoseurs (de rapport d’anisotropie 4) et
d’un agrandisseur cylindrique de rapport d’anisotropie 10. Le faisceau anisotrope ainsi
obtenu est focalisé sur la trajectoire du laser à atomes à l’aide du montage présenté
figure 3.12. Nous prélevons une partie du faisceau laser en sortie des prismes anamor-
phoseurs, que nous détectons avec une photodiode. Nous utilisons le signal en sortie
de la photodiode pour rétroagir sur la diode laser et ainsi de stabiliser la puissance de
cette dernière.

Source laser

Nous utilisons comme source une diode laser fibrée à 405 nm, de puissance
maximale 30 mW11. Cette puissance est comme nous le verrons dans la suite
suffisante pour les expériences que nous souhaitons réaliser. L’intérêt ici est que
la longueur d’onde est petite, ce qui est avantageux en terme de limite de dif-
fraction λ/2 ON . De plus, grâce à la fibre, le faisceau est d’une grande pureté

11Ces diodes lasers bleues ont été développées et commercialisées récemment pour la lecture
des DVD et ne sont donc pas trop chères.
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spatiale. Un collimateur, en limite de diffraction, est utilisé au bout de la fibre
et permet d’obtenir un faisceau de sortie collimaté avec un waist (à 1/e2) de 2
mm. Notons ici que la collimation du faisceau en sortie de la diode est un point
crucial du réglage. En effet les deux systèmes optiques que nous présentons figure
3.11) et figure 3.12 sont séparés d’une distance de 2m environ : un petit défaut
dans la collimation du faisceau a ainsi une répercussion importante sur la taille
du faisceau laser avant focalisation.

Dispositif d’agrandissement

Nous cherchons à créer un potentiel lumineux très anisotrope. La mise en
forme du faisceau se fait alors via un dispositif d’agrandissement anisotrope pré-
senté figure 3.11. Celui-ci est composé de deux éléments : dans un premier temps,
on utilise deux prismes anamorphoseurs et dans un deuxième temps un agran-
disseur cylindrique. Les primes anamorphoseurs permettent d’obtenir un rapport
d’anisotropie de 4. En sortie des prismes, la faisceau est alors anisotrope de waist
2 mm dans la direction z et 0.5 mm dans la direction perpendiculaire y.

L’agrandisseur, conçu par Melles-Griot, est constitué de deux lentilles cylin-
driques : l’une plan concave de focale f’ = - 40 mm et l’autre plan convexe de
focale f’ = 400 mm. Réglé en configuration afocale, il introduit un grandissement
de 10 dans la direction z et de 1 dans la direction y. L’étape cruciale du réglage
est la superposition des axes des deux lentilles de l’agrandisseur : un réglage cor-
rect de l’orientation des axes assure que le grandissement vaut bien 10 suivant
l’axe z et 1 suivant l’axe y. Une des lentilles est ainsi montée dans une mon-
ture en rotation permettant d’orienter ses axes avec une bonne précision. Enfin
la deuxième lentille de l’agrandisseur est montée sur une platine de translation
afin de collimater précisément le faisceau de sortie. Ce dernier réglage effectué,
le faisceau en sortie de l’agrandisseur a un waist de 20 mm dans la direction z et
0.5 mm dans la direction y. Le rapport d’anisotropie vaut bien 40.

Système de focalisation

Pour focaliser le faisceau anisotrope obtenu à la sortie de l’agrandisseur, nous
utilisons un triplet. Celui-ci est constitué d’un doublet achromatique et d’un
ménisque et a une focale de 90 mm. Ce triplet est le système optique optimal
compte tenu des contraintes imposées par notre expérience, et en particulier par
la présence des bobines de champ magnétique (Fig. 3.12). Il est optimisé pour
une pupille d’entrée de diamètre 25 mm et est utilisé en configuration infini-foyer.

Ce système optique est monté sur une platine de translation 3 axes, qui permet
de focaliser le faisceau laser avec une bonne précision sur la trajectoire du laser à
atomes. La barrière de potentiel, obtenue au foyer du triplet de focalisation, est
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alors correctement placée sur la trajectoire du laser à atomes. Cette barrière de
potentiel est la plus fine que nous puissions obtenir. Pour obtenir la barrière plus
épaisse, nous ajoutons un diaphragme de diamètre 7 mm en amont du système
de focalisation (Fig. 3.12).

Enfin, le seul accès optique vers la cellule à vide étant suivant l’axe de l’ima-
gerie x, nous superposons le faisceau à 405 nm et le faisceau sonde de l’imagerie
par absorption, à l’aide d’un miroir dichroïque, qui transmet la lumière à 780 nm
et réfléchit à 405 nm. Nous avons aussi modifié notre système de mise en forme
du faisceau sonde, de manière à ce qu’il focalise au point focal objet du triplet
de focalisation et donc soit collimaté lorsqu’il éclaire le nuage d’atomes. De plus,
pour ne pas illuminer la caméra avec le faisceau à 405 nm, nous plaçons un filtre
rouge devant la caméra.

Triplet de focalisation

Cellule

Axe de l'imagerie

Bobines
dipole-antidipole

Miroir dichroïque

Platine de translation
3 axes

Diaphragme amovible

Laser à atomes

z
y

x

ON
Monture pour triplet

Fig. 3.12: Réalisation d’une barrière de potentiel : focalisation du faisceau laser ani-
sotrope obtenu avec le montage présenté figure 3.11. Nous utilisons un triplet de fo-
calisation de focale f’ = 90 mm et d’ouverture numérique limitée à 0.15 du fait des
bobines qui créent le champ magnétique dipolaire. Nous obtenons alors directement la
barrière de potentiel la plus fine au foyer image du triplet de focalisation. Pour créer
la barrière plus épaisse, nous diaphragmons, à l’aide d’une ouverture de diamètre 7
mm, le faisceau en amont du système de focalisation. Celui-ci est placé sur une platine
de translation 3 axes afin de positionner précisément la barrière de potentiel sur la
trajectoire du laser à atomes.
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3.4.3 Caractérisation géométrique des barrières
Dans cette partie nous nous intéressons à la caractérisation géométrique des

deux barrières lumineuses créées à partir du dispositif présenté figures 3.11 et
3.12 : nous déterminons leurs dimensions suivant les trois axes et vérifions que
notre système optique est bien limité par la diffraction. Dans un premier temps,
nous détaillons la caractérisation de la barrière la plus fine. Puis, nous présente-
rons succintement les caractéristiques de la barrière plus épaisse.

3.4.3.1 Barrière la plus fine

Cette barrière est obtenue à l’aide du triplet de focalisation (Fig. 3.12) utilisé
à pleine ouverture. Le potentiel lumineux est directement proportionnel à l’inten-
sité du faisceau laser focalisé. Déterminer les dimensions du faisceau laser revient
donc à déterminer l’étendue de la barrière suivant ces deux axes principaux : z et
y. En revanche, l’étendue de la barrière dans la direction x correspond à la lon-
gueur de Rayleigh du système de focalisation. Ce sont ces trois paramètres que
nous allons déterminer dans la suite, nous les comparons aussi avec le potentiel
théorique attendu.

Pour caractériser le faisceau focalisé, nous utilisons une caméra CCD de 1000
× 1000 pixels. Ses pixels sont carrés de côté 6.45 μm. La plus petite dimension
caractéristique de la tache est de l’ordre du micron et n’est donc pas résolue
par la caméra utilisée seule. On utilise donc un objectf de grandissement ×40 de
d’ouverture numérique 0.65, bien supérieure à l’ouverture numérique du système
optique. Compte tenu du grandissement de l’objectif de microscope, un pixel
ramené dans le plan focal du triplet de focalisation est un carré de 0.16 μm de
côté. La tache dans le plan focal s’étale donc sur au moins 6 pixels. Son image
est présentée figure 3.13a.

Dimensions du faisceau focalisé

Nous déterminons les dimensions du faisceau focalisé selon ses deux axes
principaux z et y à l’aide d’un ajustement gaussien, comme présenté figure 3.13.
Dans la direction où le faisceau est le plus focalisé (axe z), le waist à 1/e2 vaut
wz = 1.36μm. Pour cette même position, dans la direction perpendiculaire (axe
y), la taille du faisceau vaut wy = 23μm. Toutefois cette taille ne correspond
pas exactement au waist du faisceau dans la direction y. En effet, en optique
gaussienne, la position du waist image dépend du waist en amont du système
optique. Du fait de l’anisotropie du faisceau en entrée du triplet, la position du
waist image est différente sur les deux axes. L’axe z étant l’axe sur lequel la
dimension de la barrière est la plus critique, nous nous plaçons à la position du
waist suivant cette direction.
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Fig. 3.13: Caractérisation de la barrière la plus fine, obtenue sans diaphragme. a)
image dans le plan focal du triplet de focalisation. b) et c) correspondent à une coupe
du faiceau suivant les axes z et y. Par un ajustement gaussien, on trouve que le faisceau
a des waists wz = 1.36 μm et wy = 23 μm dans les directions transverses. Les rebonds
sur le profil du faisceau suivant z sont dus à la troncature du faisceau en amont du
triplet de focalisation et à un faible résidu d’aberration sphérique.

Suivant y, la taille caractéristique de la barrière lumineuse est bien supérieure
à l’extension du laser à atomes, qui vaut 2 à 4 μm. Suivant z, la taille caractéris-
tique est légèrement supérieure au micron. Pour notre ouverture numérique de
0.15, le rayon de la tache d’Airy λ/2 ON vaut 1.35 μm. Bien qu’on ne puisse pas
comparer directement wz au rayon de la tache d’Airy, ceci donne une première
indication que le système n’est pas trop éloigné de la limite de diffraction. Nous
observons tout de même que le profil du faisceau suivant z n’est pas tout à fait
symétrique, ce qui démontre la présence d’aberrations. De manière plus quanti-
tative, nous comparons le potentiel lumineux obtenu expérimentalement avec le
potentiel idéal attendu calculé à l’aide des paramètres expérimentaux :
- les waists w0z = 20 mm et w0y = 0.5 mm du faisceau objet (avant focalisation)
- la focale du triplet f’ = 90 mm
- la pupille du triplet, de diamètre φ = 25 mm, qui tronque le faisceau laser dans
la direction z.



150
Chap 3 - Transmission d’un laser à atomes guidé à travers une barrière de

potentiel

Le potentiel idéal est directement donné par la transformée de Fourier d’une
gausienne 2D anisotrope tronquée et s’écrit :

V (y, z) ∝ |TF (disc(2Y
φ

,
2Z

φ
) exp− Y 2

w2
0y

exp− Z2

w2
0z

)|2{ y
λf ′ , z

λf ′ } (3.40)
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Fig. 3.14: Profils théorique et expérimental suivant les axes z (a) et y (b).

Pour comparer les potentiels théorique et expérimental, nous traçons figure
3.14 leurs profils dans les deux directions transverses y et z. Comme attendu,
nous observons que le potentiel expérimental est en très bon accord avec poten-
tiel théorique. Néanmoins, nous vérifions ici que le rebond sur le profil, suivant
z, du potentiel expérimental ne s’explique pas uniquement par la troncature du
faisceau avant focalisation et que des aberrations sont présentes. Un moyen de
quantifier ces aberrations consiste à déterminer le rapport de Strehl : celui-ci
correspond ici au rapport des aires des potentiels théorique et expérimental. En
considérant les profils suivant z, on trouve un rapport de Strehl d’environ 83 %.
Le système de focalisation est ainsi très proche de la limite de diffraction.

Longueur de Rayleigh

La longueur de Rayleigh zr du système de focalisation détermine la dimen-
sion de la barrière dans la direction x (direction de propagation du faisceau à 405
nm). On souhaite en particulier que zr soit grand devant l’extension transverse
du laser à atomes (soit 2 à 4 μm). Dans notre cas, le faisceau avant focalisation
étant allongé dans la direction z, zr est essentiellement limitée par la direction z,
où la focalisation est la plus forte. Pour déterminer zr, nous déplaçons la caméra
suivant x de part et d’autre du plan focal et observons la modification du faisceau
image (après le système de focalisation) en fonction de la distance au foyer δx :
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nous déterminons à la fois son intensité maximale et son rayon (à 1/e2) dans la
direction z (Fig. 3.15). Nous observons que l’évolution du faisceau laser n’est pas
tout à fait symétrique de part et d’autre du foyer, ce qui est caractéristique de
la présence d’aberration sphérique.
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Fig. 3.15: a) Intensité maximale du faisceau en fonction de la distance au foyer δx. La
courbe continue est un ajustement par l’équation (3.41) et on obtient zr = 36 μm. b)
Rayon (à 1/e2) du faisceau suivant z en fonction de δx. Un ajustement par l’équation
(3.42) donne zr = 18μm. La zone grisée correspond à la zone dans laquelle un ajuste-
ment gaussien du faisceau laser n’a plus beaucoup de sens (du fait des aberrations).

Pour un faisceau incident gaussien, les variations théoriques de l’intensité
maximale et du rayon en fonction de δx sont données par :

Imax(δx) =
I0

1 + ( δx
zr

)2
(3.41)

w(δx) = wz

√
1 +

(
δx

zr

)2

(3.42)
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En ajustant les courbes présentées figure 3.15 par les équations précédentes,
nous trouvons que la longueur de Rayleigh zr est de l’ordre de plusieurs dizaines
de microns, soit supérieure à l’extension transverse du laser à atomes, comme
nous le souhaitions. Néanmoins, nous trouvons deux valeurs très différentes pour
la longueur de Rayleigh : zr = 36μm lorsqu’on s’intéresse à l’intensité du faisceau
et zr = 18μm lorsque c’est au rayon du faisceau qu’on s’intéresse. Ceci s’explique
par la présence d’aberrations qui déforment le faisceau laser lorsqu’on s’éloigne
du foyer. Il n’est alors plus correct d’ajuster le faisceau laser par une gaussienne
et l’évolution de l’intensité maximale du faisceau, mesurée directement à partir
des images expérimentales, n’est alors plus reliée à la longueur de Rayleigh du
faisceau. Dans ce cas, la mesure de zr correspond à celle réalisée à partir du
rayon du faisceau dans la zone où celui-ci reste proche d’un faisceau gaussien
(Fig. 3.15b). Nous trouvons alors que zr vaut 18 μm.

Nous cherchons à comparer cette valeur à la longueur de Rayleigh théorique.
Pour un faisceau gaussien isotrope avant focalisation, celle-ci est donnée par
zr = πw2

0/λ avec w0 le waist au foyer. Dans notre cas, la longueur de Rayleigh
est essentiellement limitée par la direction z, on prend pour w0 la valeur mesurée
expérimentalement. On trouve alors que la longueur de Rayleigh théorique vaut
14 μm. Ici néanmoins, le faisceau gaussien incident est tronqué par la pupille
du système de focalisation de diamètre 25 mm. Si on suppose que la pupille
est éclairée uniformément12, l’intensité du faisceau image autour du point de
focalisation (soit à une distance du foyer δx << f ′) est donnée par :

Imax(δx) = I0
Δx

δx

[
C2

(√
δx

Δx

)
+ S2

(√
δx

Δx

)]
(3.44)

où Δx = 2λf ′2/φ2 = λ/2 ON2 et C(u) et S(u) sont les intégrales de Fresnel
(respectivement cosinus et sinus). L’intensité du faisceau laser vaut I0/2 à une
distance δx = zr = 18μm environ, soit égale à la valeur mesurée expérimentale-
ment. Cette valeur, bien que faible, nous permet d’avoir un faisceau homogène
à l’échelle du laser à atomes. Cela implique cependant d’avoir une bonne préci-
sion sur la focalisation du faisceau, d’où la nécessité d’une translation précise du
triplet de focalisation (Fig. 3.12).

12Ici l’intensité du faisceau incident au bord de la pupille vaut 45 % de l’intensité au centre.
Dans ce cas, l’intensité maximale du faisceau image autour du point de focalisation est donnée
par :

Imax(x = f + δx) =
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Néanmoins l’hypothèse d’un éclairement uniforme de la pupille donne la longueur de Rayleigh
théorique avec une bonne approximation.



3.4 Réalisation et mise en place de barrières de potentiel 153

3.4.3.2 Barrière la plus épaisse

De la même façon que précédemment, on réalise la caractérisation géomé-
trique de la barrière plus épaisse (Fig. 3.16). Nous déterminons les dimensions
du faisceau au foyer du système de focalisation. Ce dernier est obtenu en tron-
quant le faisceau gaussien incident par une pupille de diamètre φ = 7 mm. Il
éclaire ainsi la pupille de manière presque uniforme dans la direction z : son in-
tensité varie de 6 % à l’échelle de la pupille. Ainsi dans la direction z, le profil du
faisceau focalisé est proche de la figure de diffraction d’un fente éclairée uniformé-
ment et on l’ajuste par une fonction sinus cardinal pour déterminer son rayon :
celui-ci vaut 4.8 μm et est proche de la limite de diffraction λf ′/φ = 5.2μm.
Néanmoins, pour comparer de manière simple les deux barrières, nous réalisons
un ajustement gaussien du profil du faisceau : on trouve alors un waist de 3.8
μm. De la même façon que précédemment, le faisceau incident n’est pas tronqué
dans la direction y. Le faisceau focalisé est ainsi gaussien, de waist 24 μm, dans
cette direction.

Enfin, dans la direction x, nous déterminons la longueur de Rayleigh zr en
mesurant l’intensité maximale du faisceau image et son rayon dans la direction
z. On trouve alors que zr vaut environ 300 μm, ce qui rend moins critique le
positionnement de la barrière épaisse par rapport au laser à atomes. A l’aide de
la formule (3.44), on trouve une valeur théorique pour la longueur de Rayleigh
de 230 μm, soit plus faible que les valeurs mesurées expérimentalement. Néan-
moins celles-ci sont obtenues en faisant l’approximation que le faisceau laser est
gaussien, ce qui n’est pas tout à fait le cas ici. Comme nous nous y attendions,
la longueur de Rayleigh mesurée ici est beaucoup plus grande que celle mesurée
pour la barrière la plus fine : le faisceau laser donnant lieu à la barrière épaisse est
en effet beaucoup moins focalisé que celui qui crée la barrière fine. De la même
manière que précédemment, la barrière épaisse répond aux spécifications recher-
chées : elle se comporte bien comme une barrière unidimensionnelle du point de
vue du laser à atomes guidé et a une épaisseur bien supérieure à la longueur
d’onde de de Broglie du laser à atomes. Pour simplifier, nous considérerons dans
toute la suite que la barrière épaisse a une forme gaussienne de waist 3.8μm.

3.4.4 Caractérisation en amplitude des barrières

Les deux barrières étant caractérisées géométriquement, nous nous intéressons
maintenant à leur caractérisation en amplitude. Nous présentons dans un premier
temps notre caractérisation à partir de mesures photométriques. Puis dans un
deuxième temps, nous présentons la calibration que nous avons réalisé en utilisant
les atomes comme sonde.
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Fig. 3.16: Caractérisation de la barrière la plus épaisse, obtenue en diaphragmant le
faisceau en entrée du triplet de focalisation. a) image dans le plan focal du triplet de
focalisation. b) et c) correspondent à une coupe du faiceau suivant les axes z et y.
Un ajustement gaussien des profils donne les waists du faisceau wz = 3.8 μm et wy

= 24 μm. d) Evolution du rayon (à 1/e2) du faisceau dans la direction z en fonction
de δx. Un ajustement par l’équation (3.42) donne zr = 330μm. e) Intensité maximale
du faisceau en fonction de la distance au foyer δx. L’ajustement par l’équation (3.41)
donne zr = 300 μm.
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3.4.4.1 Mesures photométriques

L’amplitude d’une barrière de potentiel est directement proportionnelle à I0,
l’intensité maximale du faisceau laser dans le plan focal du triplet de focalisation.
Le faisceau étant approximativement gaussien 2D, I0 est donné par :

I0 =
2P

πwzwy

(3.45)

où P est la puissance effective reçue par les atomes et wz et wy sont les waists
du faisceau laser dans les deux directions principales. La caractérisation de l’am-
plitude de la barrière est donc réalisée à partir de mesures photométriques et
de la caractérisation géométrique réalisée dans la partie §.3.4.3. Nous évaluons à
quelques pourcents les incertitudes sur les mesures de la puissance P du faisceau
et de la surface du faisceau laser à son point de focalisation.

Pour une puissance P donnée, nous déterminons l’amplitude V de la barrière
à l’aide de la formule (1.42), qui tient compte de la structure multi-niveaux du
Rubidium (§.1.3.1.1). Ici, en plus des transitions D1 et D2 de l’état fondamental
du Rubidium 87 vers les états 5p2P1/2,3/2, il est nécessaire de prendre en compte
les transitions vers les états 6p2P1/2,3/2 à 422 et 420 nm. Celles-ci contribuent en
effet à hauteur de 10 % à l’amplitude V du potentiel lumineux.

Pour chaque barrière, on détermine le rapport de conversion V/P : celui-ci
vaut 11.9 kHz/mW dans le cas de la barrière fine et 4.2 kHz/mW pour la bar-
rière épaisse. Compte tenu des coefficients de transmission de toutes les optiques
sur le trajet du faisceau à 405 nm, la puissance maximale reçu par les atomes
vaut environ 7 mW, ce qui correspond à une amplitude de plusieurs dizaines de
kilohertz pour les barrières. Pour comparaison, les atomes du laser à atomes ont
des vitesses de l’ordre de quelques mm/s et donc des énergies de l’ordre du kHz.

Cependant il reste difficile de réaliser des mesures photométriques précises,
car on ne peut placer le détecteur à la position exacte des atomes (soit dans
la cellule à vide). Néanmoins, à la suite du démontage de notre cellule à vide,
nous avons pu placer le détecteur à la position extacte des atomes. La seule
différence avec le montage réel est alors l’absence de la cellule en verre qui ajoute
un coefficient de transmission. Ce dernier, proche de 1, peut être évalué à part.
Pour se convaincre que nous ne faisons pas d’erreur grossière sur l’amplitude de
la barrière, nous avons aussi utilisé les atomes comme sonde.

3.4.4.2 Calibration à l’aide des atomes

Cette calibration repose sur l’étude de la transmission d’un condensat de
Bose-Einstein en expansion dans la pince optique à travers une barrière de po-
tentiel. Pour ce faire, nous coupons à l’instant t = 0 le piège magnétique qui crée
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le confinement longitudinal du condensat. Celui-ci s’étend alors dans la pince
optique, qui se comporte réellement comme un guide d’onde : sa fréquence de
piégeage est compensée par l’ajout d’un champ magnétique anti-piégeant, comme
présenté au chapitre 2.

Nous superposons une des barrières de potentiel au guide optique à quelques
dizaines de microns d’une des extrémités du condensat initial. Nous déterminons
alors le nombre d’atomes transmis par la barrière en fonction de l’amplitude de
la barrière. La largeur de la courbe de transmission ainsi obtenue vaut environ
2 μBEC. Nous retrouvons alors grossièrement les valeurs des facteurs de conversion
kHz/mW obtenus à partir des mesures photométriques. Néanmoins, comme nous
l’avons mentionné au chapitre 2 et comme on peut le voir en annexe A, le lien
entre l’énergie cinétique maximale du condensat en expansion et son potentiel
chimique initial n’est pas trivial. Il faudrait réaliser une étude plus approfondie de
la propagation du condensat à travers une barrière pour calibrer plus précisement
l’amplitude de la barrière à l’aide des atomes.

3.4.4.3 Stabilisation en amplitude

Un point crucial de l’étude de la transmission du laser à atomes à travers une
barrière de potentiel repose sur la stabilité de la barrière au cours de l’expérience.
Celle-ci dure environ quelques dizaines de millisecondes. Pendant ce temps, il est
nécessaire que la puissance de la diode laser soit la plus stable possible. Pour
contrôler la puissance de la diode, nous utilisons son entrée externe de modula-
tion en courant. Nous obtenons alors des temps de montée très courts, de l’ordre
de 20 μs. Toutefois la diode laser ne restant allumée que quelques dizaines de
millisecondes, nous avons observé des fluctuations d’intensité de l’ordre de 50
%, non répétables d’un coup sur l’autre. Ces fluctuations s’expliquent par une
mauvaise thermalisation de la diode et de la fibre à sa sortie.

Pour éliminer ces fluctuations, nous avons mis en place un asservissement en
puissance de la diode laser : nous prélevons une partie du faisceau en sortie des
prismes anamorphoseurs (Fig. 3.11) que nous détectons sur une photodiode. A
partir du signal d’erreur construit à l’aide de la photodiode, nous rétro-agissons
sur l’entrée externe de modulation en courant de la diode. L’asservissement utilisé
est un proportionnel intégrateur de bande passante 100 kHz. Une fois cet asser-
vissement mis en place, nous avons constaté les fluctuations d’intensité étaient
inférieures au pourcent. L’amplitude des barrières de potentiel, directement pro-
portionnelle à l’intensité du faisceau laser, présente donc une stabilité inférieure
à 1 %.



3.5 Transmission à travers une barrière épaisse : caractérisation spectrale du laser
à atomes guidé 157

3.4.5 Conclusion
Nous avons dans cette partie présenté la réalisation de barrières de potentiel :

l’une d’épaisseur de l’ordre de la longueur d’onde de de Broglie du laser à atomes
λdB et l’autre d’épaisseur bien supérieure à λdB. L’intérêt de ces barrières de
potentiel créées optiquement est le très bon contrôle que nous avons sur leurs ca-
ractéristiques. De plus, à l’aide de l’asservissement mis en place, l’amplitude des
barrières de potentiel est suffisamment stable pour pouvoir étudier la transmis-
sion du laser à atomes à travers ces barrières. Enfin, la comparaison directe des
courbes de transmission obtenues à travers chacune des barrières peut permettre
de discriminer entre transmission classique et transmission quantique.

Dans la suite nous nous intéressons, dans un premier temps, à la transmission
du laser à atomes à travers la barrière la plus épaisse. Nous montrons en parti-
culier que cette étude nous permet de caractériser, avec une bonne précision, la
largeur spectrale du laser à atomes et sa distribution en énergie. Puis dans un
deuxième temps, nous présentons notre étude théorique de l’effet tunnel du laser
à atomes à travers la barrière la plus fine.

3.5 Transmission à travers une barrière épaisse :
caractérisation spectrale du laser à atomes
guidé

Dans cette partie, nous cherchons à caractériser spectralement le laser à
atomes guidé. En particulier nous mesurons la largeur spectrale du laser à atomes,
dont nous avons déjà donné une estimation dans la partie §.3.2.4.1. La largeur
spectrale du laser à atomes peut être limitée par différents phénomènes, en parti-
culier par le processus de couplage. Dans le cas d’un faible couplage, nous avons
vu que nous pouvons appliquer la règle d’or de Fermi pour calculer le taux de
couplage Γ. L’état discret initial (le condensat) se vide exponentiellement sous
l’effet du couplage et sa durée de vie est donnée par Γ−1. Γ correspond alors
à la largeur spectrale du laser à atomes. Notons que dans le cas d’un couplage
fort, pour lequel l’approximation de Born-Markov n’est plus valable, il a été pré-
dit [179] que la largeur spectrale d’un laser à atomes pouvait être supérieure (de
plusieurs ordres de grandeurs) à celle d’un laser à atomes obtenu dans le régime
de faible couplage.

D’autre part, un autre phénomène à prendre en compte est la durée finie
du couplage tlaser. Celle-ci induit, par transformée de Fourier, un élargissement
spectral du laser à atomes [180,181]. La largeur en énergie ΔE du laser à atomes
est ainsi donnée par :

ΔE = � max(Γ,
1

tlaser

) (3.46)
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Notons que l’élargissement spectral dû à la durée du couplage est d’autant plus
faible que le temps de couplage tlaser est grand. Cependant, on ne peut augmenter
indéfiniment le temps de couplage : celui-ci est limité au final par la déplétion
totale du condensat. Toutefois, nous avons vu que l’hypothèse d’un couplage
faible, qui correspond en grande partie à notre situation expérimentale, impose
la condition Γtlaser << 1. En pratique, la largeur spectrale d’un laser à atomes
va donc être limitée par la durée de couplage tlaser. C’est ce qui a été observé ex-
périmentalement dans le groupe de T. Esslinger en 2001 [63]. Cette observation
découle directement de la mesure de la largeur spectrale d’un laser à atomes.
Celle-ci a été obtenue en observant l’onde stationnaire créée à la réflexion d’un
laser à atomes sur une pente de potentiel très raide (Fig. 3.17) et constitue la
seule mesure expérimentale réalisée jusqu’à présent. Pour un temps de couplage
de 1.5 ms, il a été mesuré une largeur en énergie de 700+400

−250 Hz, correspondant à
la limite de Fourier. Dans cette limite, la largeur spectrale du laser à atomes est
directement donnée par le temps de couplage du laser à atomes : en augmentant
le temps de couplage, il devrait être posssible d’atteindre des largeurs spectrales
plus faibles. Enfin, notons que la cohérence d’ordre 2 d’un laser à atomes a aussi
été mesurée dans le groupe de T. Esslinger en 2005 [64].
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Fig. 3.17: Figure d’interférence obtenue à la réflexion d’un laser à atomes sur une
pente de potentiel. De la mesure du contraste est déduite la largeur en énergie du laser
à atomes : 700+400

−250 Hz. Celle-ci est limitée par la durée du couplage, qui vaut ici 1.5
ms. La figure est tirée de [63].

Expérimentalement, nous réalisons des lasers à atomes guidés avec des temps
de couplage tlaser jusqu’à quelques centaines de millisecondes. Dans le régime de
couplage faible, cela correspond à une largeur spectrale de quelques Hertz dans
la limite de Fourier. Notre configuration assure ainsi intrinsèquement une largeur
spectrale théorique faible pour le laser à atomes guidé, ce qui est particulière-
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ment intéressant pour l’observation de phénomènes de transport quantique. Ceci
implique cependant de déterminer avec une bonne précision la largeur spectrale
du laser à atomes. Dans ce but, nous avons mis en place une méthode originale
pour la mesurer. Dans cette partie, nous décrivons tout d’abord la méthode que
nous utilisons puis nous présentons la caractérisation spectrale du laser à atomes
guidé que nous avons réalisée.

3.5.1 Méthode de mesure de la largeur spectrale

Notre méthode de mesure est fondée sur l’étude de la transmission classique
du laser à atomes à travers la barrière épaisse de waist wz = 3.8 μm et d’amplitude
variable (Fig. 3.18). Elle est ainsi analogue à la technique de foucaultage utilisée
en optique pour mesurer les aberrations d’un système optique, en particulier
d’un miroir, en occultant progressivement l’image d’une source lumineuse par
le système optique considéré. L’épaisseur de la barrière est suffisamment grande
par rapport à la longueur d’onde de de Broglie du laser à atomes (λdB ∼ 1 −
2μm) pour que seuls les atomes d’énergie supérieure à l’amplitude de la barrière
soient transmis. On considère alors la transmission "classique" du laser à atomes
à travers la barrière. Nous vérifierons ce point dans la suite.

En pratique pour déterminer le coefficient de transmission du laser à atomes
à travers la barrière, nous mesurons le nombre d’atomes transmis à travers la
barrière en fonction de l’amplitude U0 de cette dernière. Le coefficient de trans-
mission T est alors obtenu en normalisant le nombre d’atomes transmis par le
nombre d’atomes extraits du condensat de Bose-Einstein en l’absence de barrière.
On en déduit alors la courbe de transmission qui donne la variation du coefficient
de transmission avec U0. Cette dernière est directement reliée à l’intégrale de la
distribution en énergie ρ(E) du laser à atomes. En particulier, la largeur de la
courbe de transmission donne directement la largeur en énergie du laser à atomes.

De manière plus quantitative, le laser à atomes se propage dans un guide
unidimensionnel. La taille de la barrière dans la direction y (wy = 24μm) étant
bien supérieure au diamètre du laser à atomes, celle-ci se comporte comme une
barrière unidimensionnelle pour le laser à atomes. Dans le cas d’un faisceau
atomique suffisamment dilué pour négliger les interactions inter-atomiques (ce
qui correspond à notre situation expérimentale), le coefficient de transmission T
s’écrit alors :

T (U0) =

∫∞
0

T (E, U0)ρ(E)dE∫∞
0

ρ(E)dE
(3.47)

où T (E, U0) est la transmission d’une onde monochromatique d’énergie E à
travers la barrière de potentiel d’amplitude U0. Dans le cas considéré ici, ie
transmission classique, T (E, U0) = Heaviside(E−U0). Seuls les atomes d’énergie
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supérieure à la barrière sont transmis13. Le coefficient de transmission se réécrit
alors sous la forme :

T (U0) =

∫∞
U0

ρ(E)dE∫∞
0

ρ(E)dE
(3.48)

Il est donc possible à partir de la courbe de transmission T (U0) de caractériser
entièrement la distribution en énergie du laser à atomes.
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Fig. 3.18: a) Principe de la méthode de caractérisation de la largeur en énergie d’un
laser à atomes. b) Image de la barrière de potentiel : celle-ci peut être approximmée
par une barrière gaussienne de waists wz = 3.8 μm dans la direction de propagation du
laser à atomes et wy = 24 μm dans la direction transverse. c) Evolution du coefficient
de transmission en fonction de l’amplitude de la barrière U0 : dans le cas d’un laser
à atomes monochromatique (bleu) et dans le cas d’un laser à atomes de largeur en
énergie ΔElaser finie (pointillé rouge).

3.5.2 Mesure de la largeur en énergie du laser à atomes
guidé

Nous appliquons la méthode que nous venons de décrire au laser à atomes
guidé obtenu dans la configuration décomprimée : nous créons, dans le piège hy-
bride de fréquences ω⊥/2π = 120 Hz et ωz/2π = 5.4 Hz, un condensat de 2 105

13Notons que la forme de la barrière n’intervient pas dans ce cas. Nous le vérifierons dans
la suite (§.3.6).
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atomes soit de potentiel chimique μBEC = 840 Hz. Le laser à atomes est alors
obtenu par application du champ radio-fréquence pendant tlaser = 100 ms suivi
d’un temps de propagation de 300 ms pour que le laser à atomes ait le temps
d’être bien séparé du condensat piégé. Pendant le temps de couplage tlaser, nous
extrayons au total 15% des atomes du condensat, ce qui correspond à un taux de
couplage Γ = 1.5 Hz, soit très inférieur à ωz et μBEC. Les conditions du régime
de couplage faible sont ainsi respectées et les critères d’adiabaticité proches de
l’être14. De plus, compte tenu de la durée du couplage et du fait que la condition
de couplage faible Γtlaser < 1 est vérifiée, l’élargissement spectral théorique du
laser à atomes est donné par la limite de Fourier, soit 10 Hz. Néanmoins, compte
tenu de notre étude expérimentale du couplage §.3.2.4, on s’attend à ce que la
largeur spectrale du laser à atomes soit limitée par les fluctuations magnétiques.

Nous créons en fait deux lasers à atomes symétriques par rapport au conden-
sat, comme présenté figure 3.19. Ces deux lasers à atomes, extraits d’un même
condensat, ont les mêmes propriétés, à savoir même énergie et même flux : ils
contiennent en particulier le même nombre d’atomes. Nous choisissons de plus la
fréquence νrf du champ rf de manière à ce que le couplage ait lieu loin du centre
du condensat. Pour tracer la courbe de transmission d’un laser à atomes à tra-
vers la barrière, nous plaçons cette dernière à environ 25 μm d’une des extrémités
du condensat piégé, par exemple l’extrémité droite (Fig. 3.19). La position de
la barrière et le temps de propagation sont choisis de manière à ce que tous les
atomes du laser à atomes aient le temps de dépasser la position de la barrière. En
d’autre termes, nous nous assurons que les atomes non transmis par la barrière
sont réfléchis par la barrière du fait que leur énergie est inférieure à l’amplitude
de la barrière et non parce qu’ils n’ont pas eu le temps d’atteindre la barrière.

Nous mesurons alors le nombre d’atomes transmis par la barrière en fonction
de l’amplitude de celle-ci. Pour obtenir le coefficient de transmission, nous nor-
malisons ce nombre d’atomes transmis par le nombre d’atomes extraits dans le
laser à atomes symétrique (à gauche du condensat), correspondant au nombre
total d’atomes extraits du condensat en l’absence de barrière. Un seul cycle ex-
périmental nous permet donc de déterminer le coefficient de transmission. Cette
méthode permet de s’affranchir en partie des fluctuations "shot to shot". La me-
sure du nombre d’atomes dans le laser à atomes se propageant en l’absence de
barrière nous permet aussi de contrôler a posteriori que, d’un cycle expérimental
à l’autre, l’énergie et le flux du laser à atomes restent constants.

14Seule la condition (3.27) dans le cas le plus restrictif, qui s’écrit ici Γ < 0.2 Hz, n’est pas
très bien respectée.
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Fig. 3.19: a) Réalisation d’un double laser à atomes : la condition de résonance est
vérifiée pour deux positions symétriques par rapport au centre du condensat. b) Nous
plaçons la barrière de potentiel à une extrémité du condensat sur la trajectoire d’un des
lasers à atomes et mesurons le nombre d’atomes transmis par la barrière. Ce dernier
est normalisé par le nombre d’atomes extraits dans le laser à atomes symétrique et qui
se propage librement dans la direction opposée.

Nous obtenons alors la courbe de transmission présentée figure 3.20. Cette
dernière décroit doucement entre 1 et 0, ce qui montre que le laser à atomes
guidé a une largeur en énergie finie. On peut déterminer grossièrement l’énergie
moyenne Elaser du laser à atomes : celle-ci correspond à un coefficient de trans-
mission de 0.5 et vaut donc environ 700 Hz ici, soit 0.8 μBEC. On vérifie ainsi que
le couplage rf n’a pas lieu à une position trop proche du centre du condensat.
Compte tenu des conclusion de la partie §.3.3.1, nous pouvons considérer ici que
le laser à atomes a une distribution en énergie gaussienne, d’énergie moyenne
Elaser et de largeur σ donnée par la déviation standard. Il est alors possible de
calculer analytiquement la forme de la courbe de transmission :

T (U0) = erfc(U0 − Elaser√
2σ

) / erfc(−Elaser√
2σ

) (3.49)

où erfc(x) = 1 − erf(x) = (2/
√

π)
∫∞

x
e−t2dt est la fonction erreur complé-

mentaire. Nous utilisons l’équation (3.49) comme fonction d’ajustement pour la
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courbe de transmission expérimentale. Nous trouvons alors que Elaser vaut 640
± 40 Hz et que la largeur en énergie σ vaut 380 ± 60 Hz, soit supérieure à la
valeur théorique de 10 Hz donnée par la limite de Fourier. Cette valeur que nous
mesurons ici est en accord avec notre mesure à partir de la courbe de couplage,
présentée §.3.2. Elle est aussi compatible avec l’amplitude des fluctuations ra-
pides du champ magnétique (§.3.3). Nous vérifions donc que la largeur spectrale
du laser à atomes est loin d’être donnée par la limite de Fourier et ce du fait
des fluctuations magnétiques provenant du bruit en courant de l’alimentation qui
crée le biais magnétique. Notons tout de même que l’énergie maximale de ρ(E)
semble supérieure au potentiel chimique du condensat, ce qui laisse penser que
des excitations en partie thermiques ont lieu.
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Fig. 3.20: Courbe de transmission du laser à atomes à travers la barrière épaisse
de waist 3.8 μm suivant z et d’amplitude U0 variable. Le laser à atomes se propage
avec une longueur d’onde de Broglie constante autour de 1.5 μm, soit plus faible que
l’épaisseur de la barrière. L’ajustement des points expérimentaux par l’équation (3.49)
(trait plein) donne une énergie moyenne Elaser = 640± 40 Hz et une largeur en énergie
σ = 380 ± 60 Hz pour le laser à atomes.

Notons néanmoins que notre méthode nous permet d’obtenir une mesure de
la largeur spectrale du laser à atomes avec une bonne précision. En particu-
lier, cette précision est sensiblement meilleure que la mesure présentée dans [63].
L’intérêt de notre méthode est qu’elle permet de mesurer de manière directe la
largeur spectrale du laser à atomes à partir de la mesure du nombre d’atomes
transmis à travers la barrière. Cette mesure suppose néanmoins que la déplé-
tion du condensat au cours du couplage ne modifie pas trop les propriétés du
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laser à atomes (qui dépendent du couplage), et en particulier son énergie15. Ici
la déplétion du condensat induit une diminution d’environ 50 Hz du potentiel
chimique du condensat, qui se reporte sur l’énergie du laser à atomes. Néanmoins
cette variation d’énergie reste faible devant l’énergie moyenne du laser à atomes.
D’autre part, l’incertitude sur la mesure de σ provient aussi des fluctuations
lentes du biais magnétique d’un cycle expérimental au suivant, qui induisent une
modification de l’énergie du laser à atomes.

La bonne précision de notre méthode de mesure est en particulier assurée
par la bonne stabilité en amplitude de la barrière au cours de l’expérience. Rap-
pelons que les fluctuations de l’amplitude de la barrière sont inférieures à 1 %
après mise en place de l’asservissement en puissance de la diode laser à 405 nm.
Si nous pouvons mesurer avec une bonne précision l’amplitude de la barrière et
ses caractéristiques géométriques, il reste néanmoins une incertitude sur le po-
sitionnement de la barrière par rapport au laser à atomes, de l’ordre de 5 μm,
induisant une incertitude de l’ordre de 15 % sur l’amplitude de la barrière. Celle-
ci constitue la principale erreur de précision de notre méthode.

Enfin, nous avons aussi déterminé la courbe de transmission du laser à atomes
à travers la barrière la plus fine, de waist wz = 1.36μm dans la direction de pro-
pagation du laser à atomes, soit de l’ordre de la longueur d’onde de de Broglie du
laser à atomes. Nous comparons les deux courbes de transmission obtenues figure
3.21. Nous constatons que celles-ci sont superposées16 : en particulier la courbe
de transmission à travers la barrière fine ne présente pas d’élargissement supplé-
mentaire par rapport à la courbe de transmission à travers la barrière épaisse,
caractéristique de l’effet tunnel : ΔE ≈ √

ΔE2
laser + ΔE2

tunnel. Nous n’observons
donc pas d’effet tunnel, ce qui, comme nous le verrons dans la suite, est bien
compris compte tenu de la largeur spectrale élevée du laser à atomes : l’élargis-
sement spectral ΔEtunnel dû à la présence d’effet tunnel est ici trop faible devant
la largeur spectrale du laser à atomes. En tout cas, le fait de ne pas voir de
différence entre les deux courbes démontre expérimentalement a posteriori que
la transmission du laser à atomes à travers la barrière épaisse est bien classique :
la courbe de transmission correspondante permet donc de mesurer la largeur
spectrale du laser à atomes17.

15Nous avons vu que l’effet de la déplétion du condensat sur le taux de couplage était très
faible.

16L’écart faible observé entre les deux courbes peut s’expliquer par les incertitudes sur le
positionnement des barrières par rapport au laser à atomes : la barrière la plus fine est en
particulier plus difficile à superposer au laser à atomes, sa longueur de Rayleigh étant bien plus
faible que celle de la barrière épaisse.

17Ces mesures de transmission sont réalisées avec un laser à atomes avec une densité linéique
d’environ 20 at/μm, correspondant à un paramètre an1D d’environ 0.1. Nous avons repété
cette étude avec des lasers à atomes de plus faible densité linéique (0.03 < an1D < 0.1) et nous
n’avons observé aucune différence entre les courbes de transmission à travers les deux barrières.
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Fig. 3.21: Courbes de transmission du laser à atomes à travers la barrière fine de waist
wz = 1.36μm (point rouge) et la barrière épaisse de waist wz = 3.8μm (losange vert)
en fonction de l’amplitude U0 des barrières. Le fait que les deux courbes se superposent
prouve que l’effet tunnel est ici négligeable.

3.6 Vers l’observation de l’effet tunnel à travers
une barrière de potentiel

Dans cette partie, nous étudions théoriquement la possibilité d’observer un
effet tunnel lors de la propagation du laser à atomes à travers une barrière de
potentiel créée optiquement. Nous considérons ici le cas d’un laser à atomes
où les interactions intra-laser sont négligeables (an1D << 1) et nous nous nous
intéressons à sa transmission à travers trois barrières différentes : d’une part, nous
considérons chacune des deux barrières présentées auparavant, de waist 3.8 μm
et 1.36 μm dans la direction de propagation du laser à atomes. D’autre part, nous
considérons une barrière gaussienne de waist 0.5 μm : celle-ci pourra, à terme,
être réalisée expérimentalement sur notre nouveau dispositif expérimental, qui
dispose d’un plus grand accès optique.

Dans une première partie, nous considérons le cas d’un laser à atomes idéal
monochromatique. Puis nous nous intéressons au cas d’un laser à atomes de
largeur spectrale finie, ce qui nous permet de déterminer la largeur spectrale
nécessaire pour pouvoir observer expérimentalement un effet tunnel.
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Fig. 3.22: a) Transmission quantique du laser à atomes à travers une barrière de
potentiel. b) Courbes de transmission d’un laser à atomes monochromatique d’énergie
E en fonction de l’amplitude de la barrière U0 : dans le cas classique (bleu) et dans
le cas quantique (pointillé rouge). L’élargissement en énergie ΔEtunnel de la courbe de
transmission est caractéristique de l’effet tunnel.

3.6.1 Cas d’un laser à atomes idéal
Nous cherchons à déterminer le coefficient de transmission du laser à atomes

monochromatique, d’énergie E, à travers une barrière de potentiel V (z) donnée,
notre étude se limitant au cas unidimensionnel18. Comme nous négligeons les
interactions intra-laser, cela consiste à résoudre l’équation de Schrödinger indé-
pendante du temps :

−�
2

2m

d2

dz2
φ(z) + V (z)φ(z) = Eφ(z) (3.50)

Le potentiel V (z) tendant vers 0 à l’infini, on cherche les solutions sous la forme :

φ−∞(z) = eikz + re−ikz et φ+∞(z) = teikz (3.51)

avec k =
√

2mE/�. Les coefficients de réflexion R et de transmission T sont
alors naturellement définis par : R = |r|2 et T = |t|2 et vérifient R + T = 1 par
conservation du flux. Ces coefficients dépendent de l’énergie E du laser à atomes
incident, nous allons étudier leurs variations en fonction de E (Fig. 3.22). Dans

18Nous supposons également ici que le laser à atomes est monomode transverse, ce qui n’est
pas le cas expérimentalement [54]. Pour en tenir compte, et en supposant les modes transverses
décorrélés, il faudrait sommer les transmissions sur les différents modes.
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le cas où E est inférieure à l’amplitude de la barrière U0, l’onde incidente se
scinde en une onde réfléchie et une onde transmise dont l’intensité n’est jamais
nulle : c’est l’effet tunnel. Dans le cas E > U0, l’onde a une probabilité non nulle
d’être réfléchie par la barrière, on parle alors de réflexion quantique. Ces effets
sont d’autant plus marqués que la barrière de potentiel a une amplitude faible
et/ou une épaisseur caractéristique faible.

Nous considérons dans la suite la transmission quantique du laser à atomes
à travers des barrières de forme gaussienne. Dans ce cas, comme dans la plupart
des cas, il n’existe pas de solution analytique connue de l’équation de Schrödinger
(3.50) et il n’est ainsi pas possible de calculer analytiquement le coefficient de
transmission T . Néanmoins, une résolution numérique est toujours possible. Plus
simplement, on peut aussi déterminer le coefficient T en approximant le poten-
tiel V gaussien par des potentiels de forme similaire et dont les solutions sont
connues analytiquement. Nous avons approximé ainsi le potentiel V gaussien par
une parabole inversée et par une sécante carrée de même courbure autour du
sommet (Fig. 3.23a). Nous présentons très rapidement ces deux approximations
avant de les comparer.

Approximation parabolique

Pour des énergies E ∼ U0, on approxime le potentiel V par une parabole
inversée de courbure ω :

Vp(z) = U0 − 1

2
mω2z2 où ω =

√
4U0

mw2
z

(3.52)

Dans ce cas, le coefficient de transmission T a une forme analytique simple [173] :

Tq(E, U0) =
1

1 + exp
(
−2π(E−U0)

�ω

) (3.53)

Approximation par une sécante carrée

Le potentiel gaussien V peut aussi être approximé par une sécante carrée :

Vs(z) = U0 sech2(z/a) =
U0

cosh2(z/a)
où a =

wz√
2

(3.54)

Dans ce cas, le coefficient de transmission s’écrit sous la forme suivante [182] :

Tq(E, U0) =

[
1 +

cosh2
(

π
2

√
β − 1

)
sinh2 (πka)

]−1

où β =
8ma2U0

�2
(3.55)
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Notons que dans le cas où β < 1, cosh (π
2

√
β − 1) = cos (π

2

√
1 − β).

Comparaison

Nous comparons les différents potentiels (gaussien, parabolique, et sécante
carrée) figure 3.23a. Nous considérons ici le cas de la barrière de waist wz =
1.36μm réalisée expérimentalement. Le potentiel V gaussien est a priori mieux
approximé par une sécante carrée que par une parabole inversée.

Pour chacun des potentiels (gaussien, parabolique, et sécante carrée), nous
déterminons aussi l’évolution du coefficient de transmission en fonction de l’am-
plitude U0 du potentiel : nous calculons les coefficients de transmission dans les
deux approximations présentées auparavant et les comparons au coefficient de
transmission déterminé numériquement en calculant la propagation d’un paquet
d’onde à travers le potentiel V gaussien. Nous présentons figure 3.23b. le résultat
de cette comparaison dans le cas d’un laser à atomes incident monochromatique
d’énergie E = 650 Hz (correspondant à l’énergie moyenne du laser à atomes réa-
lisé expérimentalement pour l’étude présentée §.3.5.2).

En premier lieu, on constate que, contrairement à la courbe de transmission
classique d’un laser à atomes monochromatique, les trois courbes de transmis-
sion décroissent lentement avec l’amplitude de la barrière. La largeur totale de
la courbe de transmission ΔEtunnel permet alors de déterminer l’importance des
effets quantiques sur la transmission. Dans le cas présenté figure 3.23, ΔEtunnel

est de l’ordre de 400 Hz et donc mesurable expérimentalement. D’autre part, on
constate que les deux approximations (parabolique et en sécante carrée) donnent
des résultats quantitatifs proches de celui calculé numériquement. Comme nous
nous y attendions, l’approximation du potentiel par une sécante carrée donne
un résultat plus proche de la simulation numérique que l’approximation parabo-
lique. Nous utiliserons donc l’approximation par une sécante carrée dans la suite.

Néanmoins le coefficient de transmission T ayant une forme simple dans l’ap-
proximation parabolique, on peut facilement déterminer l’ordre de grandeur de
ΔEtunnel qui décrit l’élargissement en énergie de la courbe de transmission associé
à l’effet tunnel. Nous définissons de manière plus quantitative ΔEtunnel comme
étant l’écart en énergie correspondant à une variation du coefficient de transmis-
sion de 95%. Nous utiliserons cette définition19 de l’élargissement en énergie dans
toute la suite, celle-ci permettant de comparer plus directement et de manière
plus visuelle les courbes de transmission. L’élargissement en énergie ΔEtunnel peut
en particulier être réécrit de manière plus explicite en introduisant la longueur

19Cette définition de l’élargissement est néanmoins simplement relié à la déviation standard
par : σtunnel = ΔEtunnel/4.
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Fig. 3.23: a) Approximation du potentiel optique V obtenu expérimentalement. L’ajus-
tement gaussien (ligne rouge continue) donne le waist de la barrière wz = 1.36μm. On
approxime V par une parabole inversée (tiret vert) et une sécante carrée (pointillé
bleu). b) Coefficient de transmission T (d’un laser à atomes d’énergie E = 650 Hz) en
fonction de l’amplitude U0 du potentiel V : le coefficient de transmission est calculé
numériquement (ligne rouge continue), dans l’approximation parabolique (tiret vert)
et en approximant V par une sécante carrée (pointillé bleu).

d’onde de de Broglie λdB = h/
√

2mE du laser à atomes :

ΔEtunnel

E
≈

√
2

π

λdB

wz

(3.56)

On retrouve ainsi que les effets quantiques deviennent prépondérants lorsque la
longueur d’onde de l’onde incidente devient de l’ordre ou supérieure à l’épaisseur
caractéristique de l’obstacle rencontré λdB ∼ wz.
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Nous déterminons, à partir de l’expression (3.56), l’élargissement σtunnel pour
chacune des barrières que nous considérons (Table.3.1) et déterminons les courbes
de transmission correspondantes en utilisant l’approximation en sécante carrée
(Fig. 3.24).

wz (μm) 3.8 1.36 0.5

Δtunnel (Hz) 140 400 1100

Tab. 3.1: Elargissement par effet tunnel des courbes de transmission d’un laser à
atomes monochromatique (d’énergie E = 650 Hz) à travers différentes barrières.
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Fig. 3.24: Courbes de transmission d’un laser à atomes monochromatique d’énergie
E = 650 Hz à travers les différentes barrières de waist 3.8 μm (tiret noir), 1.36 μm
(rouge) et 0.5 μm (pointillé bleu).

Comme nous nous y attendions, l’effet tunnel à travers la barrière la plus
épaisse est très faible et en pratique la transmission d’une onde monochromatique
à travers cette barrière est faible et sera en pratique essentiellement classique.
D’autre part, il devrait être possible de mesurer des effets quantiques lors de la
propagation du laser à atomes à travers les deux barrières les plus fines, l’élar-
gissement en énergie associé à l’effet tunnel étant supérieur aux incertitudes de
notre méthode expérimentale. Néanmoins, expérimentalement le laser à atomes a
une largeur spectrale finie : pour déterminer si il est expérimentalement possible
d’observer des effets quantiques, il est nécessaire de comparer Δtunnel à la largeur
spectrale finie du laser à atomes. Ce point fait l’objet de la partie suivante.
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3.6.2 Cas d’un laser à atomes de largeur spectrale finie
Nous déterminons dans cette partie la transmission quantique d’un laser à

atomes de distribution en énergie ρ(E) centrée autour de l’énergie moyenne du
laser à atomes E0. Nous considérons ici que le laser à atomes a une distribution en
énergie ρ(E) gaussienne, cette situation pouvant être obtenue expérimentalement
pour un couplage rf loin du centre du condensat (3.3.3). La largeur spectrale du
laser à atomes a jusqu’à présent été caractérisée par la déviation standard σ
de ρ(E) : on la caractérise à partir de maintenant par la largeur totale de la
courbe de transmission ΔElaser = 4σ. Le coefficient de transmission du laser à
atomes à travers une barrière d’amplitude U0 est alors donné par la convolution
du coefficient de transmission dans le cas idéal par la distribution en énergie du
laser à atomes :

T (U0) =

∫∞
0

Tq(E, U0) × ρ(E)dE∫∞
0

ρ(E)dE
(3.57)

où Tq(E, U0) est la transmission quantique d’une onde monochromatique (Eq.3.55).

Revenons sur notre réalisation du laser à atomes, dont nous avons déterminé
la largeur spectrale via différentes méthodes (§.3.2.4.1, §.3.3.3 et §.3.5.2). Nous
avons mesuré une largeur spectrale σ autour de 380 Hz. Nous représentons alors
les courbes de transmission de notre réalisation du laser à atomes à travers les
differentes barrières de potentiel envisagées (Fig. 3.25).
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Fig. 3.25: Courbes de transmission d’un laser à atomes d’énergie moyenne E0 = 650
Hz et de largeur spectrale σ = 380 Hz à travers les différentes barrières : de waist 3.8
μ (tiret noir), 1.36 μm (rouge) et 0.5 μm (pointillé bleu).
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On vérifie sur la courbe de transmission à travers la barrière la plus épaisse
(tiret noir) que sa largeur totale en énergie est donnée par ΔElaser = 4σ = 1520
Hz. De plus, pour savoir si il sera possible d’observer expérimentalement un ef-
fet tunnel au passage du laser à atomes à travers les barrières les plus fines,
on va chercher à déterminer l’écart en énergie des courbes de transmission cor-
respondantes par rapport à la courbe de transmission "classique" (à travers la
barrière la plus épaisse). Les courbes de transmission à travers les deux barrières
réalisées expérimentalement (de waists 3.8 μm et 1.36 μm) sont très proches :
l’écart maximal en énergie entre les deux courbes est de l’ordre de 50 Hz en-
viron, soit de l’ordre de notre incertitude expérimentale. Nous vérifions ici que
compte tenu des incertitudes expérimentales, il n’est pas possible de mesurer un
effet quantique lors de la transmission du laser à atomes à travers la barrière de
waist 1.36 μm (Fig.3.21). Néanmoins il devrait être possible d’observer expéri-
mentalement la transmission quantique du laser à atomes à travers la barrière de
potentiel de waist 0.5 μm : l’écart de la courbe de transmission correspondante
à la courbe de transmission classique (à travers la barrière la plus épaisse) est
en effet de 300 Hz environ, ce qui est supérieur à notre incertitude expérimentale.

Enfin, comme nous l’avons démontré précédemment, la largeur spectrale du
laser à atomes est due aux fluctuations du biais magnétique. Il devrait ainsi être
possible d’affiner spectralement le laser à atomes en réduisant encore ces fluc-
tuations. Dans ce but, nous avons profité du déménagement de notre dispositif
expérimental pour mettre en place un blindage magnétique autour de notre expé-
rience. De plus, nous mettons actuellement en place un asservissement en courant
de l’alimentation utilisée pour générer les champs dipolaire et anti-dipolaire. Des
mesures préliminaires à partir du spectre de bruit de l’alimentation après asser-
vissement et à partir du spectre du couplage rf du laser à atomes laissent à penser
que la largeur spectrale σ du laser à atomes a été diminuée jusqu’à une valeur
de 50 Hz environ. Nous déterminons dans ce cas les courbes de transmission à
travers les différentes barrières (Fig. 3.26) et mesurons la largeur totale ΔE20

des différentes courbes de transmission (Tab.3.2).

wz (μm) 3.8 1.36 0.5

ΔE (Hz) 200 400 1050

Tab. 3.2: Largeur en énergie ΔE des courbes de transmission d’un laser à atomes
d’énergie E0 = 650 Hz et de largeur spectrale σ = 50 Hz à travers les différentes
barrières. ΔE est mesurée directement à partir des courbes présentées figure 3.26.

20ΔE est toujours définie par la largeur en énergie correspondant à une variation de 95 %
du coefficient de transmission.



3.7 Vers une cavité Fabry-Pérot atomique 173

U /h (Hz)0

Tr
an

sm
is

si
on

0.2

0.4

0.6

0.8

1

500 1000 1500 2000 2500 3000

Fig. 3.26: Courbes de transmission d’un laser à atomes d’énergie moyenne E0 = 650
Hz et de largeur spectrale σ = 50 Hz à travers les différentes barrières : de waist 3.8
μm (tiret noir), 1.36 μm (rouge) et 0.5 μm (pointillé bleu).

La largeur de la courbe de transmission à travers la barrière la plus épaisse
est bien évidemment due à la largeur spectrale finie du laser à atomes. Les écarts
en énergie des courbes de transmission à travers les barrières d’épaisseur faible
par rapport à la courbe classique sont ici bien plus grandes que notre précision
expérimentale. Il devrait ainsi être possible d’observer expérimentalement une
signature claire de l’effet tunnel au passage du laser à atomes à travers la bar-
rière de waist 1.36 μm qui est déjà implémentée sur notre expérience. A terme,
nous devrions être à même de mesurer le fort effet tunnel lors de la propagation
du laser à atomes à travers la barrière de waist 0.5 μm. L’observation directe
de la transmission quantique du laser à atomes à travers une unique barrière
de potentiel serait alors prometteuse pour l’étude de phénomènes de transport
quantique à travers d’autres types de structures. Nous envisageons en particulier
d’étudier la transmission du laser à atomes à travers du désordre ou à travers une
micro-cavité obtenue à partir d’une double barrière de potentiel. Cette dernière
configuration représenterait alors l’équivalent atomique d’une cavité Fabry-Pérot.
Nous revenons succintement sur cette configuration dans la partie suivante.

3.7 Vers une cavité Fabry-Pérot atomique

Nous envisageons de caractériser expérimentalement la transmission du laser
à atomes à travers une cavité Fabry-Pérot atomique [28], dont le principe est
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présenté figure 3.27. Cette cavité est formée par deux barrières de potentiel très
proches, jouant le rôle des miroirs en optique. Pour un laser à atomes d’énergie
Elaser inférieure à la hauteur U0 de la barrière, la transmission à travers la cavité
est négligeable sauf lorsque l’énergie incidente est résonante avec celle d’un état
lié intracavité. Ces résonances, espacées de Δωc, sont caractérisées par la finesse
F = π/T où T est la transmission tunnel à travers une barrière unique.

Elaser

Energie

laser à atomes

���
Transmission
      tunnel

Wa

z

c

Fig. 3.27: Principe de la cavité Fabry-Pérot atomique : transmission résonante à travers
une double barrière de potentiel.

La réalisation de cette cavité Fabry-Pérot atomique implique de créer des
barrières de potentiel d’épaisseur minimale et espacées d’une distance Wa la plus
faible possible. Ainsi pour réaliser cette double barrière, l’idée est de créer un
mode gaussien TEM 01 à partir du faisceau laser à 405 nm qui permet de créer
une barrière de potentiel unique. Pour ce faire, nous ajoutons une lame de phase
0 − π sur le trajet du faisceau laser avant le système de focalisation final (Fig.
3.28) : cette lame de phase présente une marche d’épaisseur, l’épaisseur et l’in-
dice de la lame étant choisis de manière à introduire un déphasage π entre les
deux moitiés du faisceau. Le mode TEM 01 ainsi obtenu (Fig. 3.28b) constitue
la situation optimale pour réaliser deux barrières de potentiel avec un minimum
d’espacement, typiquement de l’ordre du micron et d’autant plus faible que l’ou-
verture numérique du système optique est grande.

Cette configuration permet d’une part d’espacer les résonances de la cavité et
d’autre part d’obtenir des coefficients de transmission tunnel T non négligeable.
Pour les ouvertures numériques dont nous disposons et en considérant des bar-
rières d’amplitude de quelques kilohertz, il est possible d’obtenir des résonances
espacées par une énergie �Δωc de l’ordre du kilohertz, soit supérieure à la largeur
spectrale du laser à atomes attendue après stabilisation des champs magnétiques.
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Ainsi, il est possible de filtrer spectralement un laser à atomes incident sur la
cavité Fabry-Pérot. En réduisant au maximum la largeur spectrale du laser à
atomes et/ou en améliorant l’ouverture numérique du système (soit 0.5 à terme
sur le nouveau dispositif expérimental), il est aussi envisageable d’utiliser le la-
ser à atomes pour étudier le comportement résonant de la cavité Fabry-Pérot
atomique.
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Fig. 3.28: a) Principe de réalisation d’une double barrière de potentiel. b) Image du
faisceau dans le plan de focalisation en présence de la lame de phase. Nous considérons
ici le cas où le système de focalisation est utilisé à pleine ouverture, correspondant à
la barrière de potentiel de waist wz = 1.36 μm en l’absence de lame de phase. En sa
présence, nous mesurons un espacement Wa d’environ 3 μm entre les deux maxima
d’intensité.

Enfin, du fait des interactions entre atomes et du fort confinement de la
cavité, le fonctionnnement de celle-ci peut devenir fortement non linéaire. La
cavité Fabry-Pérot atomique se comporte alors de manière analogue à un milieu
Kerr en cavité, les interactions induisant un décalage en énergie des résonances
proportionnel à la densité atomique à l’intérieur de la cavité. Lorsque ce décalage
est de l’ordre de la largeur des résonances, la cavité devient bistable. Un régime
de fortes interactions, où quelques atomes seulement suffisent à rendre la cavité
bistable, est en particulier envisageable. Dans ce cas les fluctuations de densité du
laser à atomes transmis par la cavité sont fortement réduites. Dans le cas ultime,
où un seul atome peut être admis dans la cavité, celle-ci transmet les atomes un
à un où le temps séparant deux atomes correspond au temps de vie de la cavité.
La cavité se comporte alors comme une "écluse à atomes" correspondant à un
dégroupement des atomes (anti-bunching) parfait.



176
Chap 3 - Transmission d’un laser à atomes guidé à travers une barrière de

potentiel

3.8 Conclusion et perspectives

Nous avons présenté dans ce chapitre notre réalisation d’un laser à atomes
guidé optiquement, obtenu par extraction cohérente d’atomes d’un condensat de
Bose-Einstein. Ce laser à atomes présente l’avantage d’être insensible à la gra-
vité, ce qui permet un meilleur contrôle de ses propriétés. En particulier, nous
avons montré que notre configuration permettait d’obtenir un faisceau atomique
se propageant à longueur d’onde de de Broglie λdB fixe et de l’ordre du micron.
Nous avons déterminé expérimentalement les principales caractéristiques de ce
laser à atomes à savoir son énergie, son flux et sa largeur spectrale, celles-ci étant
directement contrôlées par le processus de couplage. Nous avons en particulier
présenté une méthode pour mesurer précisément, à partir de sa transmission à
travers une barrière de potentiel d’épaisseur supérieure à λdB, la largeur spec-
trale du laser à atomes. Nous avons alors pu montrer que celle-ci était limitée par
des imperfections techniques liée à la stabilité des champs magnétiques. Néan-
moins les améliorations (blindage magnétique et asservissement en courant de
l’alimentation qui crée le champ dipolaire) actuellement en cours sur notre nou-
veau dispositif expérimental laissent à penser que nous avons fortement réduit
ces imperfections et ainsi affiné spectralement le laser à atomes. Nous avons alors
montré que notre dispositif expérimental doit permettre d’observer un effet tun-
nel important lors de la transmission du laser à atomes à travers une barrière de
potentiel d’épaisseur inférieure à λdB, déjà implémentée sur notre expérience.

Nous poursuivons actuellement sur notre nouveau dispositif expérimental le
travail de caractérisation de la largeur en énergie du laser à atomes, commencé
à Orsay. Naturellement, une fois le laser à atomes caractérisé, nous chercherons
à observer de l’effet tunnel au passage du laser à atomes à travers une barrière
de potentiel. Une telle observation serait particulièrement en vue d’observer des
phénomènes de transport quantique dans des structures optiques plus complexes,
où une bonne résolution en énergie de l’onde de matière incidente est nécessaire.
Nous envisageons en particulier d’étudier expérimentalement la transmission du
laser à atomes à travers une micro-cavité résonante [28, 30] ce qui permettrait
de réaliser l’analogue atomique d’une cavité Fabry-Pérot optique. Cette étude
pourrait de plus permettre l’observation d’un blocage atomique [28], analogue
au blocage de Coulomb dans le domaine de la matière condensée. Cette étude
nécessite néanmoins une grande ouverture numérique (autour de 0.5), ce que
nous avons prévu de réaliser à terme en plaçant des lentilles sous vide.

D’autre part, en lien avec les travaux présentés dans le chapitre 2, nous en-
visageons aussi d’étudier la localisation d’Anderson 1D du laser à atomes guidé
en présence de désordre [31,33], là aussi réalisé à partir de speckle. Idéalement le
laser à atomes étant mono-énergétique, il pourrait permettre de sonder précisé-
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ment les longueurs de localisation Lloc(k). Dans cette optique, nous envisageons
en particulier de poursuivre la collaboration avec l’équipe théorique du groupe
d’Optique Atomique, menée par L. Sanchez-Palencia, en étudiant la propagation
du laser à atomes à travers des speckles avec des propriétés de corrélation "exo-
tiques". De plus, le laser à atomes guidé offre la possibilité de contrôler de manière
indépendante l’énergie de l’onde de matière et les interactions intra-laser. Il pour-
rait ainsi permettre d’étudier l’effet des interactions sur la localisation [31, 33],
qui reste encore une des grandes questions ouvertes de ce domaine.





Conclusion

Nous avons présenté dans ce mémoire nos travaux sur le transport quantique
d’ondes de matière. Nous avons en particulier présenté un résultat particulière-
ment marquant dans de tels systèmes, à savoir la première observation directe
de la localisation d’Anderson d’ondes de matière en présence de désordre. Nous
avons de plus présenté des travaux préliminaires sur un nouveau type d’ondes
de matière que nous développons : le laser à atomes guidé. Ces travaux ouvrent
de nombreuses perspectives sur notre expérience, en particulier liées à la théma-
tique du désordre. Nous envisageons d’étudier la localisation 1D du laser à atomes
dans un désordre ainsi que l’effet des interactions intra-laser sur ce phénomène,
via la possiblité qu’offre le laser à atomes de découpler énergie et interactions.
D’autre part, nous sommes actuellement en train de mettre en place un nou-
veau dispositif en vue d’observer la transition d’Anderson à 3D d’un condensat
en expansion dans un champ de speckle. Ces deux expériences de localisation
permettrait d’apporter des réponses aux questions, qui, un peu plus de 50 ans
après la prédiction initiale d’Anderson, restent toujours ouvertes et concentrent
toutes les attentions : respectivement l’effet des interactions et la détermination
des exposants critiques à la transition. De manière générale, les travaux présen-
tés dans ce manuscrit ouvrent des perspectives concernant l’étude du transport
quantique à travers des microstructures optiques complexes [28, 29, 31, 33, 34],
avec en particulier la possibilité de réaliser une cavité Fabry-Pérot atomique et
d’étudier des phénomènes tels que le blocage atomique, analogue au blocage de
Coulomb [28].

Notre expérience est actuellement en reconstruction et commence à redonner
ses premiers résultats. A la lumière des travaux présentés dans ce mémoire, nous
avons mis en place un système de transport optique (reposant sur l’utilisation
d’une platine de translation très performante) qui nous permet de déplacer un
nuage d’atomes ultra-froids de la cellule à vide, dans laquelle il est réalisé, vers
une chambre de science avec un plus grand accès optique (ON = 0.6). Nous
avons déjà pu observer un transfert de 100% d’atomes d’une chambre à vide à
l’autre. En vue d’étudier la transition d’Anderson à 3D, nous mettons en place
actuellement une lévitation magnétique autour de cette chambre de science et
nous réalisons dans le même temps un désordre à partir de l’interférences de deux
speckles. Enfin, dans la perpective de réaliser une cavité Fabry-Pérot et d’étudier
son comportement non-linéaire, nous avons conçu un système permettant de
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placer des lentilles sous vide, afin d’obtenir une micro-cavité optique avec un fort
confinement. En conclusion, espérons que ces efforts soient bientôt couronnés de
succès...







ANNEXE A

Propagation d’un condensat dans
un guide

Cette annexe a pour but de faire le lien exact entre le vecteur d’onde maximal
kmax caractérisant la distribution en énergie du condensat en expansion dans le
guide optique et le potentiel chimique initial μIN du condensat. En pratique, le
condensat est réalisé initialement dans le piège hybride de fréquence transverse
ω⊥/2π = 70 Hz et de fréquence longitudinale ωz/2π = 5.4 Hz et nous induisons
l’expansion du condensat en relâchant uniquement le confinement longitudinal
du piège.

A.1 Lois d’échelle ou équations de scaling
Les équations de scaling, obtenues à partir de l’équation de Gross-Pitaevskii,

décrivent l’évolution de la fonction d’onde d’un condensat dans un piège harmo-
nique dépendant du temps [92–94] : la fonction d’onde (du moins la densité) est
alors simplement dilatée par un coefficient dépendant du temps b(t) dont l’évo-
lution est donnée par ces équations.

Cas 1D

Dans ce cas, seul le coefficient de dilatation bz dans la direction longitudinale
évolue et les équations de scaling s’écrivent :

bperp = 1 et
d2bz

dt2
=

ω2
z(t = 0)

b2
z

(A.1)

On montre alors que l’évolution du coefficient de dilatation bz est donnée par
l’équation implicite :√

bz(t)(bz(t) − 1) + ln
(√

bz(t) +
√

bz(t) − 1
)

=
√

2ωzt (A.2)

En particulier pour t >> 1/ωz, bz(t) � √
2ωzt. Ceci correspond à une vitesse

maximale d’expansion du condensat vmax = Rz(0)ḃz(t) où Rz(0) est le rayon ini-
tial du condensat. On montre alors que l’énergie cinétique maximale du condensat
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en expansion vaut : Emax
c = 1

2
mv2

max = 2μIN .

Cas 3D

Dans ce cas, les équations de scaling s’écrivent :⎧⎨
⎩

d2b⊥
dt2

+ ω2
⊥(t)b⊥ =

ω2
⊥

b3⊥bz

d2bz

dt2
+ ω2

z(t)bz = ω2
z

b2⊥b2z

(A.3)

Expérimentalement, seul le confinement longitudinal est relâché. L’expansion
est donc très anisotrope et il est justifié d’effectuer l’approximation de suivi
adabatique des variables transverses, comme présenté au chapitre 1 (§.1.1.3)).
Les équations de scaling se réduisent alors à :

bperp(t) =
1

(bz(t))1/4
et

d2bz

dt2
=

w2
z

b
3/2
z

(A.4)

On peut alors montrer que le coefficient de dilatation bz évolue suivant l’équation
implicite :

3

2
ln
(
b1/4
z + (b1/2

z − 1)1/2
)

+
5

2
b1/4
z (b1/2

z − 1)1/2 + b1/4
z (b1/2

z − 1)3/2 = 2ωzt (A.5)

Pour t >> 1/ωz, l’expansion du condensat est linéaire avec bz(t) � 2ωzt et
l’énergie cinétique maximale du condensat vaut 4μIN .

A.2 Propagation du condensat en l’absence de
désordre

Considérons dans cette partie le cas d’un condensat de 1.7 104 atomes obtenu
dans le piège hybride (ω⊥/2π = 70 Hz, ωz/2π = 5.4 Hz), soit de potentiel chimique
μIN = 219 Hz, supérieur à la fréquence transverse du piège. le condensat est ainsi
initialement dans le régime de Thomas-Fermi 3D. Afin de déterminer le type de
propagation du condensat dans le guide optique, des simulations numériques
ont été réalisées par L. Sanchez-Palencia et B. Hambrecht et comparées à nos
mesures expérimentales. Ces simulations résolvent numériquement l’équation de
Gross-Pitaevskii dans le régime quasi-1D :

i�
∂φ

∂t
=

[
− �

2

2m

∂2

∂z2
+ Uint

]
φ (A.6)

où l’énergie d’interaction Uint tient compte des interactions et de la dynamique
transverse et s’écrit [183] :

Uint = �ω⊥
√

1 + 4an1D (A.7)
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Cette formule correspond à une généralisation de l’énergie d’interaction dans les
deux cas limites présentés au chapitre 1, à savoir le régime de Thomas-Fermi
(an1D = a |φ|2 >> 1) et le régime de faible interaction (an1D << 1).

Ces simulations ont montré que, dans ces conditions expérimentales choisies,
la propagation du condensat était 1D à partir d’environ 200 ms d’expansion.
Le profil de densité d’un condensat en expansion ainsi que la distribution en k
du condensat sont alors décrits par des paraboles inversées1. Le condensat étant
initialement dans le régime de Thomas-Fermi 3D, sa propagation n’est ni pure-
ment 1D ni purement 3D : il se propage en particulier avec une vitesse cinétique
maximale supérieure à celle qu’il aurait si il était initialement dans le régime
de Thomas-Fermi 1D. Ce supplément d’énergie cinétique correspond à l’énergie
transverse du condensat initial, convertie en énergie cinétique pendant la phase
initiale de propagation (t < 200 ms). Ainsi les équations de scaling, 1D comme
3D, ne permettent pas de décrire l’évolution du condensat dans notre situation
expérimentale.

Néanmoins, sachant que la distribution en k du condensat est une parabole
inversée, il est possible de déterminer, à partir de kmax, l’énergie par particule
Epp dans le condensat, dont on déduit le potentiel chimique initial du condensat :

Epp = �ω⊥ +
�

2k2
max

10m
(A.8)

μIN =
1

8

(
7Epp − 6�ω⊥ +

√
7
√

7E2
pp + 12�ω⊥(Epp − �ω⊥)

)
(A.9)

On peut alors en déduire le nombre d’atomes N dans le condensat initial et ainsi
vérifier nos mesures expérimentales :

N =

√
2σ2

z

15aσ⊥
μ̃5/2

√
1 − μ̃−1

(
4 +

2

μ̃
− 6

μ̃2

)
(A.10)

où μ̃ = μIN/�ω⊥ et σ⊥,z =
√

�/mω⊥,z est la taille du mode fondamental de
l’oscillateur harmonique associée à ω⊥,z.

1Pour déterminer la valeur de kmax, nous avons donc déterminé le rayon du condensat à
différents instants en ajustant les profils de densité obtenus par une parabole inversée.
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Résumé

Cette thèse a pour objet l’étude du transport quantique d’ondes de matière, obtenues à partir de
condensats de Bose-Einstein, en connection avec les problèmes de transport électronique dans les
solides. En effet, les atomes froids, de part le très bon contrôle qu’ils offrent sur les paramètres
du système, sont aujourd’hui utilisés pour revisiter des problèmes fondamentaux de la matière
condensée.

Dans cette thèse, nous étudions en particulier la propagation d’une onde de matière créée par
un condensat en expansion dans un guide optique 1D en présence de désordre, réalisé par un
champ de tavelures laser (speckle). Cette étude a conduit à la première observation directe de
la localisation d’Anderson 1D d’ondes de matière. Ce phénomène, emblématique de l’effet du
désordre sur la propagation des ondes et initialement prédit dans le domaine de la matière
condensée pour expliquer la transition métal-isolant, a en effet été mis en évidence avec divers
types d’ondes classiques mais n’avait jamais été observé directement avec des ondes de matière.
Ces travaux sont le point de départ à des expériences de transport quantique plus complexes.

En parallèle, nous étudions un nouveau type d’onde de matière : le laser à atomes guidé. Celui-ci
se propage avec une longueur d’onde de de Broglie élevée et offre la possibilité de contrôler indé-
pendamment son énergie et son flux. Le laser à atomes est ainsi particulièrement adapté à l’étude
de phénomènes de transport quantique. Nous présentons dans cette thèse la caractérisation de
sa largeur spectrale, réalisée à partir de la mesure de la transmission du laser à atomes à travers
une barrière de potentiel épaisse, réalisée optiquement.

Mots clés : atomes froids - onde de matière - condensat de Bose-Einstein -
laser à atomes - guide optique - désordre - localisation d’Anderson - transport
quantique

Abstract

This thesis presents the study of the quantum transport of matter waves, obtained from a
Bose-Einstein condensate, in connection with electronic transport in solids. Indeed, cold atoms,
which allow a very good control on the parameters of the system, are used nowadays to revisit
fundamental problems of condensed matter physics.

In this thesis, we study in particular the propagation of a condensate released into a one-
dimensional optical guide in presence of a disorder created by laser speckle. This study leads to
the first direct observation of the 1D Anderson localization of matter waves. This phenomenon,
emblematic of the effect of disorder on the propagation of waves and initially predicted in con-
densed matter physics to explain the metal-insulator transition, has indeed been reported with
different types of classical waves but had never been directly observed with matter waves. This
work paves the way to more complex quantum transport experiments.

In parallel, we study a new type of matter wave: the guided atom laser. This atom laser is prop-
agating with a high de Broglie wavelength and offers the opportunity to control independently
both its energy and flux. It is therefore well suited for studying quantum transport phenomena.
We present in this thesis the characterization of its spectral width, performed via the measure
of the transmission of the atom laser through a thick optical barrier.

Key words: cold atoms - matter wave - Bose-Einstein condensate - atom laser
- optical guide - disorder - Anderson localization - quantum transport


