N

N

Condensat de Bose-Einstein de sodium dans un piege
meésoscopique

Emmanuel Mimoun

» To cite this version:

Emmanuel Mimoun. Condensat de Bose-Einstein de sodium dans un piege mésoscopique. Physique
Atomique [physics.atom-ph]. Université Pierre et Marie Curie - Paris VI, 2010. Frangais. NNT: .
tel-00527457

HAL Id: tel-00527457
https://theses.hal.science/tel-00527457
Submitted on 19 Oct 2010

HAL is a multi-disciplinary open access L’archive ouverte pluridisciplinaire HAL, est
archive for the deposit and dissemination of sci- destinée au dépot et a la diffusion de documents
entific research documents, whether they are pub- scientifiques de niveau recherche, publiés ou non,
lished or not. The documents may come from émanant des établissements d’enseignement et de
teaching and research institutions in France or recherche francais ou étrangers, des laboratoires
abroad, or from public or private research centers. publics ou privés.


https://theses.hal.science/tel-00527457
https://hal.archives-ouvertes.fr

Département de physique Laboratoire Kastler Brossel

Ecole Normale Supérieure

THESE de DOCTORAT de 'UNIVERSITE PARIS 6
Spécialité :
Physique Quantique
présentée par

Emmanuel Mimoun

pour obtenir le grade de DOCTEUR de 'UNIVERSITE PARIS 6

Condensat de Bose-Einstein de sodium

dans un piége mésoscopique

A soutenir le 28 septembre 2010
devant le jury composé de :

M. Stefan KUHR ...................... Rapporteur

M. Pascal SZRIFTGISER ............. Rapporteur

M. David PUREUR .................... Examinateur

M. Jakob REICHEL ................... Examinateur

M. Jean DALIBARD ................... Directeur de these






Table des matieres

Introduction

I Condensats de Bose-Einstein mésoscopiques et états quan-
tiques fortement corrélés

1 Condensation de Bose-Einstein dans un piége de profondeur finie
1.1 Rappels sur la condensation de Bose-Einstein . . . . . . ... .. ... ..
1.1.1 Condensation de Bose-Einstein d'un gaz idéal dans un piege
harmonique a trois dimensions . . . . . . . . ... ... ... .. ..
1.1.2 Role des interactions : équation de Gross-Pitaevskii . . . . . . . ..
1.2 Existence d'un état lié dans un piége de profondeur finie . . . ... .. ..
1.2.1 Role de la dimension sur l'existence d'un état lié dans le cas idéal . .
1.2.2 Méthode variationnelle en présence d’interactions . . . . . . . . ..
1.3 Condensat de Bose-Einstein dans un piége gaussien unidimensionnel . . .
1.3.1 Résolution numérique . . . . . . . . . . . . ... 0 e
1.3.2 “Seuil d’explosion” de la taille de I'état fondamental . . . . . . . . ..
1.4 Excitations collectives dans un piege gaussien unidimensionnel . . . . . .
1.4.1 Etats excitésdanslecasidéal. . . . . . . . . ... ... ... ....
1.4.2 L’équation de Bogoliubov-de Gennes . . . . . . . . . ... ... ...
1.4.3 Résolution numérique : spectre et nature des états excités . . . . . .
1.4.4 Fraction d’atomes piégés non-condensés . . . . . . . . . . . . . ...
1.5 Pertes et chauffage danslepiege . . . . . . . . . ... ... ... ...,
1.5.1 Dispositif expérimental envisagé . . . . . .. . ... ... ... ...
1.5.2 Sources de pertes et de chauffage dans un piege optique . . . . . . .
1.5.3 Fluctuations d’'intensité du piege . . . . . . . . . . . . ... ... ..
1.5.4 Recouvrement entre 1'état fondamental lié et les états excités
NOoN-pi€ges . . . . . . . .. e e e e e
1.6 Conclusion . . . . . . . . . . .. e

2 Condensats spinoriels fortement corrélés
2.1 Description théorique d'un condensat spinoriel . . . . . . . . . .. ... ..
2.1.1 Hamiltonien d’interaction . . . . . . . . ... ... ...,
2.1.2 Approximation & un mode unique . . . .. .. ... ... L.,
2.1.3 Condensat spinoriel de sodium . . . . . . . .. ... ... ......
2.1.4 Controle externe du spin par un champ magnétique oscillant . . . .
2.2 Génération d’états corrélés avec un condensatdespin 1. . .. ... .. ..

3

15

19
20

20
21
22
23
24
27
28
28
30
31
36
38
41
42
42
44
45

48
50

53
54
54
56
58
59



TABLE DES MATIERES

2.3

2.2.1 Etat fondamental d'un condensat de spin 1 dans un champ ma-

gnétique . . . . .. L L e e e e 62
2.2.2 Description du condensat dans l'état singulet . . . . . .. ... ... 65
2.2.3 Comparaison entre état singulet et état cohérent . . . . . ... . .. 66
2.2.4 Passage adiabatique vers l'état singulet . . . . ... ... ... ... 67
Superposition macroscopique pour un condensat de spin 1/2 . . . . . .. 70
2.3.1 Condensat a deux étatsdespin . . . . . .. .. ... ... ...... 70
2.3.2 Phase des états quantiques et interférométrie . . . . . . . . ... .. 72
2.3.3 Chat de Schrédinger spinoriel . . . . . . . . .. ... ... ... 75
2.3.4 Rolesdepertes . . . . . . . . . . L e 80

II Laser tout-solide pour le refroidissement de 1’atome de

sodium *Na 85
3 Somme de fréquence non linéaire en cavité 89
3.1 Somme de fréquence dans un cristal non linéaire . . . .. ... ... ... 90
3.1.1 Les équations régissant la somme de fréquence . . . . . . .. .. .. 90

3.1.2 Puissance produite dans le cas de faisceaux collimatés . . . . . . . . 93

3.1.3 Cristaux périodiquement polarisés et accord de phase . . . . . . .. 94

3.1.4 Faisceaux gaussiens focalisés : théorie de Boyd-Kleinman . . . . . . 96

3.2 Cavité doublement résonnante et conversion non linéaire . . . . . . . . . . 100
3.2.1 Rappels sur les cavités optiques . . . . . . .. ... ... ... 100

3.2.2 Cavité doublement résonnante et conversion non linéaire . . . . . . 103

3.3 Optimisation de l'efficacité de conversion . . . . . . ... ... ... .... 103
3.3.1 Casidéal: conversiontotale. . . . . . . .. .. ... ... ...... 104

3.3.2 Priseencomptedes pertes . . . . . ... ..., 106

3.383 Conclusion . . . . . . . . . e 108

4 Réalisation expérimentale d'un laser a 589 nm par somme de fréquence 109
4.1 Dispositif expérimental . . . . . . . . ... oo 110
4.1.1 Réalisation de la cavité optique pour la somme de fréquence . . . . . 110

4.1.2 Description détaillée du systeme . . . . . . . . . ... ... ... .. 113

4.2 Asservissements €électroniques intriqués . . . . . .. ... 117
4.2.1 Principe général . . . . . . . . . ... o L0000 117

4.2.2 Haute efficacité de conversion et asservissement . .. ... ... .. 119

4.2.3 Optimisation de la robustesse de I'asservissement . . . . . ... .. 120

4.3 Caractérisationdulaserab589nm . . . . . . . . . . ..., 121
4.3.1 Comparaison alathéorie . . . ... ... .. .. ... .. ...... 121

4.3.2 Stabilité en intensité, qualité du mode spatial . . . . . . . . .. ... 123

4.3.3 Asservissement du laser pour le refroidissement du sodium . . . . . 123

4.4 Collaborationavecle MIT . . . . . . . . . . . .. ... . ... 126
4.5 Conclusion . . . . . . . . . oL e e e e e e e e 128



TABLE DES MATIERES 5
III Réalisation expérimentale d’'un micro-condensat dans un

piége optique mésoscopique 129

5 Conception du dispositif expérimental et refroidissement laser 133

5.1 Interface informatique. . . . . . . . . . ... 134

5.1.1 Organisation de la prise dedonnées . . . . . .. . ... ....... 134

5.1.2 Controéle informatique des entrées/sorties . . . . . . . . .. ... .. 136

5.2 Dispositif expérimental robuste face aux perturbations . . . . ... .. .. 137

5.2.1 Enceinte a vide amagnétique . . . . . . . . . . ... 137

5.2.2 Compacité du montage expérimental . . . . . . . ... ... ... .. 139

5.3 Réalisation du piege magnéto-optique . . . . . . . . ... ... 140

5.3.1 Sources atomiques pour le chargement . . . .. ... ... ... .. 141

5.3.2 Montage expérimental . . . . . . ... ... 142

5.3.3 Imagerie par absorption . . . . . . . . ... ... 146

5.3.4 Parametresdu PMO . . . . . . . ... ... 148

5.4 Désorption induite par la lumiere (LIAD) . . . . . . .. ... .. ...... 149

5.4.1 Un modele pour le chargementdu PMO . . . .. ... ... ... .. 149

5.4.2 Chargement du PMO parLIAD . . . .. ... ... ... ....... 150

5.4.3 Constante de temps du processus de désorption . . . . .. ... .. 153

5.4.4 Durée de vie dans un piége optique et LIAD . . . . . . . . ... ... 154

54.5 Conclusion . . . . .. .. .. .. oo 156

6 Atomes de sodium dans un piége dipolaire optique 159

6.1 Piéges non dissipatifs et refroidissement par évaporation . . ... ... .. 159

6.2 Piege dipolaire optique . . . . . . . .. Lo Lo 161

6.2.1 Le potentiel dipolaire . . . . . . . . . . . ..o 0o 161

6.2.2 Réalisation expérimentale . . . . . . . . . . .. ..., 165

6.3 Controle et asservissement de l'intensité du piege . . . . . ... ... ... 166

6.3.1 Controle de l'intensité dulaser . . . . . ... ... ... .. ..... 166

6.3.2 Asservissement de l'intensité delaser . . . . ... ... .. ... .. 168

6.3.3 Coupure du piége ettempsdevol . . . . . . . .. ..., 168

6.4 Capture des atomes dans le piége dipolaire . . . . . . . . . .. ... .. .. 170

6.4.1 Alignement du piége dipolaire croisé . . . . . . . . .. ... .. ... 170

6.4.2 Séquence de transfert depuis le PMO vers le piege dipolaire . . . . . 171

6.4.3 Optimisation du branchement du piege dipolaire a haute puissance 173

6.5 Refroidissement par évaporation dans le piége croisé . . . . .. ... ... 176

6.5.1 Modélisation de I'évaporation . . . . . . . . .. ... ... ... .. 177

6.5.2 Evaporationlibre . . . . . . . .. . ... 0000 179

6.5.3 Optimisation de la rampe d’évaporation . . . ... ... ... .... 180

7 Condensat de Bose-Einstein dans un micro-piége optique 183

7.1 Objectif de grande ouverture numeérique . . . . . . . . . . . .. ... .... 184

7.1.1 Conception et caractéristiques techniques . . . . . . . . .. ... .. 184

7.1.2 Piege dipolaire fortement focalisé (dimple) . . . . . . . .. ... ... 186

7.1.3 Imagerie haute résolution . . . . . . . . ... ... ... ....... 188



6 TABLE DES MATIERES

7.2 Condensation dans le piege fortement focalisé . . . .. ... ... ... .. 189
7.2.1 Transfert évaporatif depuis le piége croisé . . . . . . . . ... .. .. 189

7.2.2 Evolution de la densité dans I'espace des phases . . . . . . ... .. 192

7.2.3 Mesure de la fraction condensée . . . . . . ... ... ... ... .. 195

7.3 Imagerie par fluorescence . . . . . . . . . . ... Lo e e 196
7.3.1 Nuage atomique dans une mélasse optique . . . . . . . . ... ... 197

7.3.2 Comptage des atomes par fluorescence . . ... ... ... ... .. 199

7.3.3 Condensats spinoriels . . . . . . . . .. ... 201

7.4 Vers piege avec un unique étatlié . . . . . ... ..., 203
7.5 Conclusion . . . . . . . . ... e e e e e e 205
Conclusion 207
Annexe A Condensat dans un piége 1D de profondeur finie 213
A.1 Résolution numérique de I'équation de Gross-Pitaevskii . . . . . . . . . .. 213
A.2 La méthode WKB pour un BEC 1D dans un piege de profondeur finie . . . 214

Annexe B Hamiltonien d’interaction a N corps pour un condensat spinoriel 217

B.1 Interaction adeux corps . . . . . . . . . . . .o e e e 217
B.2 Hamiltonien & N COIPS . . . . . o v v v v i e e e e e i e e e e e e 218
Annexe C Controdle informatique de I'expérience 221
C.1 Synchronisation des cartes d’entrées/sorties . . . . . . . . . ... .. ... 221
C.2 Interface logicelle . . . . . . . . . . . . e 222
C.3 Logiciels de prise d’'image et visonneur . . . . . . ... ... .. ...... 222
Annexe D Un modéle de refroidissement par évaporation 225
Annexe E Articles Publiés 229

Bibliographie 257



Remerciements

Je souhaiterais remercier I'ensemble des personnes qui m’ont aidé dans la réalisation
de ce travail de thése, de septembre 2006 a septembre 2010. Il me faut tout d’abord
rappeler que celui-ci a été réalisé au sein du Laboratoire Kastler Brossel, dirigé par Paul
Indelicato, au département de physique de 'école Normale Supérieure, sous les directions
successives de Jean-Michel Raimond et de Werner Krauth. Un environnement scientifique
d’une telle qualité a profité immensément & mon travail de thése.

Je suis reconnaissant envers Jean Dalibard, mon directeur de thése, et Fabrice Gerbier,
responsable du projet que nous avons débuté. J’ai d’abord rencontré Jean qui m’a exposé
ce projet. La gentillesse et la patience dont il a alors fait preuve ont perduré tout au long
de ma thése, ot chaque question a trouvé une oreille attentive et bien sur réponse d’une
qualité exceptionnelle, toujours capable de faire progresser 'analyse du probléme. Jean
a su encourager le moindre succes, et se servir de chaque échec pour rebondir vers une
amélioration. Je le remercie pour cette attitude positive et productive, ainsi que pour tous
ses conseils toujours a propos.

Je voudrais remercier tout particuliéerement Fabrice Gerbier, avec lequel j’ai travaillé
seul a la construction de cette expérience, & partir d’'une salle entiérement vide, pendant
prés d’'un an et demi. Pendant cette période, nous avons progressé ensemble, malgré des
moments difficiles pour U'un comume Uautre. Cela nous a permis de faire avancer suffisam-
ment Uexpérience pour obtenir nos premiers résultats expérimentaux sur le laser solide
a 589 nm, avant d’étre rejoint par d’autres membres. Je dois également & Fabrice la
quasi-totalité des connaissances que j’'ai acquises dans le domaine de la physique expé-
rimentale des atomes froids, pour laquelle il m’a fait partager sa passion. C’est sous son
impulsion et grace a son implication constante que Uexpérience est devenue ce qu’elle est
aujourd’hui.

Nous avons été rejoints en _janvier 2008 par Luigi De Sarlo, post-doc pour notre expé-
rience. Luigi est depuis devenu un trés bon ami, qui m’'a aidé a traverser les difficultés du
travail de thése avec une bonne humeur et une générosité peu communes. Je le remercie
pour cette expérience unique qu’a été ma collaboration professionnelle avec lui. Mais je
souhaite également dire ici le plaisir que j'ai eu & voir se fonder sa merveilleuse famille,
d’abord avec son mariage avec sa charmante femme Valentina, puis avec la naissance de
sa petite Anna. Ces événements personnels ont égayé nos vies durant cette thése d’'une
maniére inoubliable. Je souhaite a Luigi tout le bonheur qu'une personne si remarquable
que lui mérite.

David Jacob a ensuite rejoint notre expérience en tant qu’étudiant en thése. Bien que
la construction de Uexpérience fiit nettement avancée lors de son arrivée, David a su ai-

7



8 REMERCIEMENTS

sément s’y adapter et la faire progresser comme s’il avait été présent depuis sa création.
Que ce soit par sa capacité a travailler & des heures matinales qui m’étaient malheureu-
sement étrangéres, ou par sa maditrise de l'automatisation des programmes de fit, David
a beaucoup apporté a Uexpérience, et le groupe que nous avons formé avec Luigi et lui
constitue un cadre de travail idéal, agréable et chaleureux, dont je suis véritablement re-
connaissant. Je souhaite bonne chance a David pour la poursuite de son travail de thése,
qui j’en suis sur sera excellent. Je souhaite également beaucoup de réussite a Lingxuan
Shao, étudiant en thése qui nous a rejoints cette année.

Cette ambiance était complétée par les membres de lUautre équipe de Jean Dalibard,
dits les “Rubidium”. Je voudrais remercier les membres de cette équipe présents a mon
arrivée dans le laboratoire, Baptiste Battelier;, Marc Cheneau, Steffen Patrick Rath, Peter
Kriiger et Zoran Hadzibabic, qui m’ont aidé a intégrer le groupe Atomes Froids. Au fil des
années, j'ai pu rencontrer les nouveaux membres, Tarik Yefsah, Rémi Desbuquois et Ken-
neth Giinter. Tous les membres de cette équipe ont toujours été trés proches de la nétre,
aussi bien géographiquement, car travaillant dans la piéce d’a coté et traversant (trés)
souvent notre salle, que professionnellement et humainement, toujours présent pour un
conseil, un emprunt de matériel ou une pause. L’équipe “Rubidium” fut donc une compo-
sante importante de ma vie au laboratoire, et je les en remercie.

Je tiens également a mentionner le réle trés positif de tous les membres des équipes
du groupe Atomes Froids, aussi bien les étudiants et les post-docs que les permanents,
pour laide et les conseils qu’ils m'ont apportés au cours de mon travail au laboratoire.
Je remercie également Jean-Jacques Zondy, pour sa collaboration dans le cadre de la
réalisation du laser par somme de fréquence, et Aviv Keshet et Wolfgang Ketterle, avec
lesquels j’ai travaillé au MIT sur ce méme laser.

Je tiens a remercier Stefan Kuhr et Pascal Szriftgiser pour leur travail de rapporteur,
leur lecture attentive et lUintérét qu’ils ont exprimé pour mon travail. Je remercie de méme
Jakob Reichel et David Pureur pour avoir accepté le réle d’ examinateur de ce manuscrit,
et Uensemble du jury pour leurs remarques et leur attention lors de la soutenance.

Je voudrais également remercier tous les membres des ateliers du laboratoire, qui nous
ont permis de travailler dans de bonnes conditions. Je remercie aussi U'équipe du secréta-
riat, partenaires indispensables pour les commandes, les missions et toutes les_formalités
administratives. Enfin je remercie les autres services généraux du département de phy-
sique pour leur assistance.

Je voudrais enfin remercier tout particulierement mes parents, qui ont eu le mérite im-
mense de me soutenir durant ces quatre années d’un travail qui leur était étranger mais
dont ils comprenaient Uimportance a mes yeux. Leur présence et leurs efforts pour me
porter jusqu’a ce jour sont pour moi un cadeau irremplacable. Je remercie également ma
sceur; Elsa, qui est venue souvent partager un déjeuner ou un café avec moi, en m’écoutant
(parfois) me plaindre. J’ai une pensée pour ma grand-mére, Alice Riahi, qui était la pour
me voir débuter ce travail mais qui ne U'a malheureusement jamais vu s’achever. J'aime
a penser qu’elle en aurait été fiére. Enfin, je voudrais remercier ma chére Eloise, pour ses
conseils, ses relectures d’un texte qu’elle ne comprenait pas mais qu’elle connait aujour-
d’hui presque par cceur. Ce manuscrit a été écrit sous son regard protecteur, dont je lui
serai toujours reconnaissarnt.



Il faut parfois remuer la cendre chaude
pour obtenir une flamme.

Dov Ber de Mezeritch

Introduction

L’étude des atomes froids est une voie privilégiée pour I'observation et I'étude de phé-
nomenes quantiques collectifs. Le comportement ondulatoire des particules devient en
effet trés marqué a basse température : la longueur d’onde caractéristique appelée lon-
gueur de de Broglie diminue alors pour devenir comparable a la distance entre atomes,
quand la densité atomique est suffisamment élevée. Si ces atomes sont des bosons, ils
tendent a former un condensat de Bose-Einstein : ils se regroupent dans un seul état
quantique, et le gaz d’atomes est décrit alors par une unique “onde de matiére géante”.

La condensation de Bose-Einstein dans les gaz d’atomes alcalins dilués a été observée
expérimentalement en 1995 [1, 2], ce qui a valu en 2001 T'attribution d'un prix Nobel a
E. Cornell, W. Ketterle et C. Wieman [3, 4]. Cette réalisation s’est appuyée sur les travaux
sur le refroidissement laser, pour lesquels un premier prix Nobel avait été décerné en
1997 a S. Chu, C. Cohen-Tannoudji et W. D. Phillips [5, 6, 7]. Peu aprés 1995, une série
d’expériences a mis en évidence les propriétés particuliéres de ces condensats. Ainsi, la
cohérence a longue portée a été démontrée dans des expériences d’interférences [8]. La
superfluidité de ces gaz dégénérés a également été démontrée par I'observation de vortex
dans des condensats en rotation [9, 10, 11]. Tous ces effets sont observables sur des gaz
ou les interactions atomiques sont faibles. Dans cette limite, ils sont bien décrits par les
théories de champ moyen de Gross-Pitaevskii et de Bogoliubov, qui font apparaitre les
concepts de fonction d’onde macroscopique et d’excitations collectives.

Plus récemment, des expériences tirant parti des progres réalisés dans la prépara-
tion et la manipulation de nuages atomiques ultra-froids, ont permis de se placer dans
un régime ou 'approche de champ moyen n’est plus suffisante. Les systémes étudiés se
rapprochent alors de ceux rencontrés dans la physique de la matiére condensée. Leur in-
térét réside dans la capacité a contréler les interactions, que ce soit directement via 1'uti-
lisation d’'une résonance de Feshbach [12], ou bien en modifiant la nature et l'intensité
du confinement des atomes. Ainsi, I'ajustement des interactions a permis 'observation
de gaz de fermions dégénérés dans un régime de fortes interactions [13, 14], ou encore
de condensats de molécules [15, 16, 17, 18]. L'utilisation de potentiels de piégeage pé-
riodiques a conduit a I'observation de la transition entre un gaz superfluide et un isolant
de Mott [19, 20, 21]. Enfin, I'utilisation de confinements treés anisotropes permet I'explo-
ration de systémes dont la dimensionnalité réduite engendre des corrélations a N corps
remarquables. A deux dimensions, la transition BKT (Berezinskii-Kosterlitz-Thouless) a
été mise en évidence [22]. Pour un gaz de Bose a une dimension, I'observation de gaz
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de Tonks-Girardeau a révélé un comportement fermionique des bosons [23, 24], issu de
la combinaison des interactions répulsives entre atomes et de la réduction extréme des
degrés de liberté de mouvement. La formation de ces états fortement corrélés s’accom-
pagne souvent d'une modification des fluctuations quantiques de certaines variables
qui permet de les détecter. Ainsi, dans le cas d'un isolant de Mott, les fluctuations du
nombre d’atomes sur chacun des sites du réseau sont réduites [25].

Dans ce mémoire, nous traitons de condensats dits “spinoriels” [26]. Dans ces gaz
quantiques, les atomes possédent un degré de liberté interne supplémentaire, leur
spin, pour lequel peuvent également apparaitre des corrélations du fait des interac-
tions entre deux états de spin différentes [27, 28, 29, 30]. Nous verrons notamment
comment 'on peut former des états pour lesquelles les fluctuations quantiques sont
réduites en-dessous du bruit quantique standard [31, 32, 33]. De tels états ont été
proposés pour améliorer les performances des interféromeétres atomiques [34, 35] et
de mesures métrologiques [36, 37, 38]. Un exemple extréme d’états fortement corrélés
sont les états de type “Chat de Schrédinger”, ou encore superposition macroscopique
d’états [39, 40, 41, 42, 43]. Dans ce cas, les corrélations sont maximales, et une me-
sure sur l'une des particules entraine la projection de I'ensemble du systéme. Si de
tels états ont déja pu étre observés pour de petits nombres de particules (expériences
d’électro-dynamique quantique en cavité menées au Laboratoire Kastler Brossel [44], ou
utilisant des ions piégés [45]), leur formation avec un nombre de particules mésosco-
piques constituerait un pas supplémentaire important dans I'exploration de la frontiére
classique/quantique.

Une nouvelle expérience : pourquoi et comment ?

C’est avec l'idée de former des états quantiques de spin fortement corrélés que
nous avons entrepris en 2006 la création d'une nouvelle expérience au sein du groupe
“Atomes Froids” du Laboratoire Kastler Brossel. Rapidement, la principale difficulté qui
s’opposait a la réussite d'une telle expérience a été identifiée : les états quantiques
présentant de fortes corrélations sont trés sensibles a la décohérence, rendant difficile
leur observation. Deux moyens s’offrent & nous pour amoindrir cette difficulté : d'une
part réduire le nombre d’atomes pour diminuer les effets de décohérence, d’autre part
choisir un systéme dans lequel les interactions sont importantes pour en accélérer la
dynamique d’évolution. La premiére proposition nous a conduits au choix d'un piége op-
tique fortement focalisé de faible profondeur, qui s’avére étre un dispositif bien adapté a
I'’étude d'un condensat avec un petit nombre d’atomes. La seconde proposition a eu une
influence encore plus importante, car elle a déterminé 'espéce atomique avec laquelle
nous allions travailler : le sodium. En effet, celui-ci posséde des interactions entre états
de spin trés intéressantes aussi bien par leur nature (anti-ferromagnétique) que par
leur intensité, significativement plus importante que celle observée pour le rubidium
plus communément employé. Ainsi la premiére grande étape de I'expérience était défi-
nie : la réalisation d'un dispositif expérimental permettant I'obtention d'un condensat
de Bose-Einstein de sodium dans un piége mésoscopique.

Une fois ce cap déterminé, ce sont les contraintes techniques qui ont jalonné notre
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parcours lors de la construction de cette expérience :

e L'observation d’états quantiques de spin fortement corrélés passe par un controle

drastique des champs magnétiques présents au voisinage de I'expérience. Il est
donc nécessaire d’entourer celle-ci par un blindage magnétique, et de s’assurer
qu'aucun matériau magnétique ne se trouve dans son enceinte. Cela interdit en
particulier I'utilisation d'un ralentisseur Zeeman pour la production de Sodium
pré-refroidi, comme c’est le cas pour 'ensemble des expériences étudiant des conden-
sats de Bose-Einstein de sodium a ce jour. Cela empéche également I'utilisation de
confinement de nature magnétique.
Nous avons trouvé une autre voie, combinant l'utilisation de dispensers de sodium
et la désorption d’atomes induite par la lumiére. Le piége conservatif employé pour
effectuer le refroidissement par évaporation nécessaire a I'obtention d'un conden-
sat est quant a lui un piége dipolaire optique croisé, capable de piéger toutes les
composantes de spin, contrairement a un piege magnétique.

e La mise en place d'un piége optique fortement focalisé nécessite un trés bon acceés
optique dans l'enceinte a vide ou1 se déroule I'expérience.
Une enceinte sur mesure a donc été dessinée, autorisant une ouverture numeérique
de 0.35 pour un objectif de microscope, notamment grace a I'emploi de brides ren-
trantes pour rapprocher cet objectif du centre de I'enceinte. Celle-ci ainsi que tous
les composants qui I'entourent ont été concus dans des matériaux amagnétiques
(le titane pour I'’enceinte elle-méme), et 'agencement de I'ensemble de I'expérience a
été soigneusement étudié pour étre contenu dans un cylindre de 60 cm de diameétre,
afin de pouvoir convenir au blindage magnétique lorsque celui-ci sera installé.

e L'utilisation de 'atome de sodium, peu répandu dans le monde des atomes froids
comparé au rubidium, I'est avant tout du fait de I'absence de laser solide (par ex.
une diode laser) a la longueur d’'onde de sa transition atomique de refroidissement,
589 nm. Ainsi a ce jour, toutes les expériences travaillant avec un BEC de sodium
sont contraintes d’utiliser un laser a colorant, dont l'utilisation et la maintenance
au quotidien est bien plus ardue que dans le cas d'un laser solide.

Nous avons donc décidé de prendre une autre voie, et nous avons conc¢u un laser
tout-solide, a 589 nm, permettant de fournir la puissance nécessaire au refroidis-
sement laser de I'atome de sodium.

Ces difficultés contournées, la voie vers la condensation de 'atome de sodium dans
un piége optique fortement focalisé au sein d'un environnement approprié a 'étude de
condensats spinoriels fortement corrélés nous était ouverte. Le travail qui nous a mené
de la proposition d'une expérience originale a la réalisation de cet objectif est présenté
dans ce mémoire.

Plan du mémoire

Ce mémoire de thése se compose de trois parties.

La premiére partie présente les aspects théoriques qui justifient I'intérét et la faisa-
bilité de notre expérience. Elle est composée de deux chapitres :
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e Le chapitre 1 présente une étude détaillée originale de 1'état fondamental et des
états excités d’'un condensat de Bose-Einstein confiné dans un piége optique gaus-
sien de faible profondeur mais fortement focalisé. Pour un tel piége, du fait des in-
teractions répulsives, la profondeur peut étre ajustée pour qu’il ne subsiste qu'un
unique état lié. Les excitations du condensat, non liées, prennent alors une forme
particuliére que nous avons caractérisée. Le recouvrement de ces excitations libres
avec I'état fondamental est réduit significativement, ce qui abaisse la probabilité de
transition d’'un atome hors du piége. Les fluctuations du nombres d’atomes dans le
condensat, notamment du fait des perturbations mécaniques du piége, sont alors
clairement diminuées.

e Le chapitre 2 est dédié a I'étude d'un condensat spinoriel. Deux propositions d’ex-
périences tirant parti des interactions entre spins sont présentées, en mettant
laccent sur les méthodes permettant la mise en évidence de la formation d’états
corrélés, ainsi que sur la faisabilité expérimentale de ces propositions. Dans une
premiére expérience, la nature anti-ferromagnétique des interactions entre spins
pour le sodium est mise a profit pour mettre le systéme dans un état fondamen-
tal présentant de fortes corrélations, en ajustant un champ micro-onde extérieur.
Dans la seconde expérience, le modéle d'un condensat a deux modes de spin in-
teragissant est développé pour aboutir a la formation d’états de spin comprimés,
voire d'une superposition macroscopique d’états quantiques.

La seconde partie concerne le développement et la caractérisation du systéme laser
tout-solide concu durant ce travail de these. Les résultats présentés dans cette partie
ont donné lieu a deux publications [46, 47], et au dépot d'un brevet. Elle est composée
de deux chapitres :

e Le chapitre 3 traite des résultats théoriques nécessaires a la conception du laser.
Les principes de la somme de fréquence, processus non linéaire au coeur de son
fonctionnement, sont rappelés : deux sources laser (ici infrarouges) sont combi-
nées pour obtenir une troisiéme source dont la fréquence est la somme des deux
autres. Des résultats sur l'efficacité de conversion maximale que 'on peut obtenir
en couplant ce processus a l'utilisation d'une cavité optique doublement réson-
nante sont présentés. Dans le cas idéal ou les pertes passives sont négligées, nous
montrons que la totalité des photons de la source laser la moins puissante peut
étre convertie. Le role des pertes est ensuite pris en compte, avec la détermination
d'un optimum de fonctionnement pour les paramétres de la cavité.

e Dans le chapitre 4, les résultats théoriques du chapitre précédent sont mis a profit
pour réaliser notre source laser. Les différents aspects de cette réalisation sont pré-
sentés, en particulier la construction d'une cavité optique doublement résonnante,
ainsi que les asservissements électroniques nécessaires au bon fonctionnement de
I'ensemble. A partir de 1.2 W a4 1064 nm et 0.5 W a 1319 nm, la puissance maximale
produite a 589 nm est de 800 mW. Ceci correspond a une conversion de 92% des
photons a 1319 nm couplés dans la cavité optique. Ce laser, une fois sa fréquence
verrouillée sur la transition atomique de refroidissement du sodium, constitue une
alternative au laser a colorant pour la réalisation d'un piége magnéto-optique de
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sodium.

Dans la troisiéme partie, nous décrivons I'ensemble du dispositif expérimental congu
pendant ce travail de these, et nous présentons les résultats qu’il nous a permis d’obte-
nir. Cette derniére partie se compose de trois chapitres :

e Le chapitre 5 décrit la construction du dispositif expérimental, en insistant sur les
points qui singularisent notre expérience. Les étapes permettant I'obtention d'un
piege magnéto-optique (PMO) sont ensuite présentées. La méthode de chargement
employée pour ce piége, permettant de refroidir plus de 107 atomes de sodium
grace a la désorption induite par la lumiere est détaillée. Cette technique permet
de charger le PMO en quelques secondes, tout en conservant une durée de vie des
atomes dans le piege de 30 s, dans une enceinte a vide unique. Cela est possible
grace a un basculement rapide (< 100 ms) entre un régime de pression de sodium
élevée et une pression de base faible, qui a été caractérisé dans [48].

e Le chapitre 6 présente le piege dipolaire croisé que nous utilisons pour poursuivre
le refroidissement entamé par le PMO, et nous rapprocher du seuil de dégénéres-
cence quantique. Nous utilisons pour cela un mécanisme maintenant standard de
refroidissement par évaporation. Le probléme s’est avéré plus ardu dans notre cas,
car le nombre d’atomes initial, relativement faible comparé aux autres expériences
utilisant cette méthode, limite le nombre d’atomes chargés dans le piege, ainsi que
I'efficacité de I'évaporation. Le premier point a été grandement amélioré par une
séquence de compression qui optimise le chargement du piége. Le second point a
pu étre résolu par l'ajout d’'une source de confinement supplémentaire.

e Le chapitre 7 décrit la méthode employée pour obtenir un condensat de Bose-
Einstein de sodium dans un piége optique focalisé a 8 pm. L'objectif de micro-
scope que nous employons pour former ce piége et faire 'image des atomes qui
s’y trouvent est présenté et caractérisé. La séquence d’évaporation combinée du
piege dipolaire croisé et de ce piége focalisé conduit a des condensats de plusieurs
milliers d’atomes quasi-purs. L'obtention de ces condensats constitue la réalisa-
tion de l'objectif principal de cette these. Le refroidissement et le passage de la
transition sont analysés, confirmant notamment la capacité du modéle numérique
développé a décrire I'évaporation dans un piége gaussien. Enfin, des résultats pré-
liminaires sont présentés, orientant les recherches futures pour cette expérience
vers la réalisation expérimentale d'un piege avec un unique état lié, et 'observation
par fluorescence de condensats spinoriels confinés dans ce piége.
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Introduction

Dans cette premiére partie, nous présentons les résultats théoriques qui ont motivé
la création de notre expérience. Ces résultats démontrent l'intérét et la faisabilité de
la formation d’états quantiques de spin fortement corrélés, a partir d'un condensat de
Bose-Einstein spinoriel possédant un petit nombre d’atomes. Dans le premier chapitre,
nous €tudions de maniere théorique la réalisation d’'un piége optique possédant un état
lié unique. L'état fondamental d’'un condensat dans ce piége, ainsi que ses excitations
élémentaires, sont calculés. La stabilisation du nombre d’atomes du condensat ainsi
pi€gé, due a la profondeur finie du piége et aux interactions répulsives, est démontrée.
Le second chapitre traite des condensats spinoriels. Pour un condensat de spin 1, nous
montrons qu’il est possible de fabriquer un systéme pour lequel I'état fondamental pré-
sente des corrélations importantes caractérisées par une diminution des fluctuations
en dessous du bruit quantique standard. Nous considérons ensuite un condensat ne
possédant que deux états de spin. Ce systéme peut étre modélisé par un ensemble de
spin 1/2, et nous présentons une évolution tirant parti des interactions entre spins me-
nant a la formation d’états de spin comprimés, puis d'une superposition macroscopique
d’états, de type “Chat de Schrodinger”.
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Chapitre 1

Condensation de Bose-Einstein
dans un piege de profondeur
finie

Dans ce chapitre, nous étudions le probléme d’'un condensat de Bose-Einstein dans
un piege de profondeur finie. Nous verrons quun tel piége de profondeur ajustable
va nous permettre de travailler avec un petit nombre d’atomes (quelques centaines ou
moins), bien contrélé [49, 50] et en profitant d'une stabilité accrue. Ce petit nombre
d’atomes est une condition incontournable pour pouvoir observer des états fortement
corrélés [51, 52] (voir Ch. 2).

Nous avons procédé a I'étude théorique des propriétés de I'état fondamental et des
excitations collectives d'un condensat dans un tel piége. Le premier probléme étudié
concerne l'existence d’'un ou plusieurs états liés dans le piége en fonction de sa profon-
deur, en tenant compte de la présence d’interactions répulsives. Cette étude a ét€ menée
en effectuant des calculs analytiques, ainsi que des simulations numeériques dans le cas
unidimensionnel (1D). Il en ressort que 'action conjuguée d'un potentiel de profondeur
bien controlée et des interactions permet de définir le nombre d’atomes contenus dans
le piege. Une fois I'état fondamental du systéme caractérisé, nous avons calculé les ex-
citations €élémentaires du systéme, toujours dans le cas 1D. Nous observons que les
interactions répulsives “expulsent” les excitations hors du piege. La fraction d’atomes
pi€égés non condensés s’en trouve considérablement réduite. Par ailleurs, les interac-
tions contribuent 4 améliorer la stabilité du condensat piégé vis-a-vis des fluctuations
des parametres du piege.
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1.1 Rappels sur la condensation de Bose-Einstein

1.1.1 Condensation de Bose-Einstein d’un gaz idéal dans un piege
harmonique a trois dimensions

Tout d’abord, rappelons brievement quelques résultats sur la condensation de Bose-
Einstein dans un piége harmonique isotrope [Fig. 1.1 (a)]. Pour un tel piége, le hamilto-
nien du systéme s'écrit 7 (r, p) = p*/2m + V(r), ou V(r) = m(wiaz® + wiy? + w?z?)/2.
L’approximation semi-classique pour un gaz thermique de /N bosons permet de conser-
ver la méme forme pour la distribution dans I'espace des phases que dans le cas homo-
géne (V = 0), soit la distribution de Bose [53] :

1
f(r,p) = eB(H(rp)—p) — 1

(1.1)

avec 3 = 1/kpT et u le potentiel chimique. En intégrant sur les impulsions, on peut
ainsi obtenir la densité spatiale de particules :

1 _
nen(r) = A7393/2(20€ v, (1.2)
th

ou l'on a introduit la longueur d’'onde de de Broglie thermique Ay, = \/27h?/mkgT, la
fugacité zg = ef*, et la fonction g5 /2 qui appartient a la famille des fonctions polylo-
garithmes [54], g.(z) = Zjﬁ 27 /7. Enfin, l'intégration spatiale permet d’exprimer le
nombre d’atomes comme

kpT\?
N = <7§U> 93(20), (1.3)

avec @ = (wzwywz)l/:s.

kT
o

3
) > N, zp < 1, et I'on retrouve la statis-
tique de Maxwell-Boltzmann. En revanche, si la température diminue suffisamment, on

Loin du seuil de condensation, on a (

peut atteindre la condition zy = 1, valeur au-dela de laquelle la fonction g3 n’est plus
définie. On parle de “saturation des états excités”. On observe alors la formation d'un
condensat de Bose-Einstein. En effet, 'approximation semi-classique ne prend pas en
compte lI'état fondamental du systéme, trés peu peuplé a haute température. A basse
température, les atomes excédentaires par rapport a 'équation (1.3) vont au contraire s’y
retrouver, formant ainsi un condensat de Bose-Eintein. De ce raisonnement, on déduit
que cette condensation a lieu pour zg = 1, ce qui conduit directement a une température
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critique de condensation :

N\

avec g3(1) ~ 1.202. Au-dela de cette limite, le nombre d’atomes dans I'état fonda-

mental Ny augmente pour devenir macroscopique en respectant la condition N =
No + (kT /h@)3g3(1), soit

3
&: —<T> . (1.5)

On dispose alors d'un ensemble macroscopique d’atomes possédant presque tous la
méme fonction d’onde. Cette fonction d’onde macroscopique pourra donc s’écrire comme
(1) = VNipo(r), ot @g est simplement la fonction d’onde a un corps solution de I'équa-
tion de Schroédinger

I A o)+ V()0(r) = B, (1.6)

1.1.2 Role des interactions : équation de Gross-Pitaevskii

Les collisions entre atomes constituent pour un condensat une source d’interac-
tion, qui modifie sa fonction d’onde. La méthode standard utilisée pour prendre en
compte ces interactions est l'introduction de 'approximation de champ moyen. Dans
une telle approximation, a trois dimensions, la fonction d’onde de l'état fondamental
s’écrit toujours comme v/ Nyg(r), mais la fonction o, vérifie cette fois-ci 'équation de
Gross-Pitaevskii [55] :

2
[—;zAT +V(r)+ 9N|<p0(fr)|2] ©o(r) = ppo(r), (1.7)

avec i le potentiel chimique du condensat. La constante de couplage d’interaction g
est reliée a la longueur de diffusion a caractérisant les collisions entre atomes par g =
4rah?/m, avec a, g > 0 pour des interactions répulsives [53].

Pour un pieége de fréquence w, on peut définir la taille caractéristique de l'oscilla-

teur harmonique associé, ag = \/% . I existe alors deux limites pour lesquelles on
connait la solution de I'équation de Gross-Pitaevskii [55]. Lorsque les interactions sont
tres faibles (aNV / ag < 1), nous sommes ramenés au cas sans interaction, les atomes se
condensent dans I'état fondamental du piege harmonique, ce dernier étant gaussien, de
largeur ayp. Lorsque les interactions sont fortes (aN/ay > 1), le condensat entre dans
le régime de Thomas-Fermi. L'énergie cinétique devient alors négligeable et I'énergie de
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I'interaction équilibre I'énergie potentielle, ce qui nous permet d’approcher la fonction
d’onde par

2 p—V(r)
lo ()] —max<gN ,O>. (1.8)

Cela conduit a un profil parabolique lorsque le piége est harmonique.

Pour caractériser I'état fondamental du condensat & une dimension, en prenant en
compte les interactions, il est nécessaire de faire intervenir un piége a trois dimensions,
mais trés anisotrope. Supposons par exemple (cas quasi-unidimensionnel) que deux
des fréquences spatiales du piége, notées w, , soient bien plus grandes que la troisiéme.
Il est alors possible de considérer un tel piége comme unidimensionnel [56], si I'on a
hw, > kT, [Fig. 1.1 (b)] : le mouvement dans les directions transverses fortement
confinantes est figé. La fonction d’onde dans ces deux directions, y et z par exemple, est
simplement I'état fondamental du piége harmonique bidimensionnel correspondant, et
I'on peut écrire la fonction d’onde du condensat comme le produit d'une gaussienne d’ex-
tension y/h/mw, dans les directions y et z et d'une fonction d’onde unidimensionnelle
selon = que I'on cherche a déterminer. Le terme d’interaction intégré sur les direction y
2 avec [56]

et z s’écrit g1pN|po(x)
91D = 2ahw, . (1.9)

Si I'on prend une fréquence de confinement transverse w, /2w = 3 kHz (voir §1.5.1), cela
conduit a g;p = 10738 kg m? s72, qui sera la valeur utilisée dans ce chapitre.

Ainsi, I'’équation de Gross-Pitaevskii unidimensionnelle se déduit directement de
I'équation tridimensionnelle par une modification de la constante de couplage. Dans
la suite de ce chapitre, nous effectuons des simulations numériques sur l'état fonda-
mental et les états excités d'un condensat confiné dans un piége de profondeur finie.
Afin de simplifier la modélisation du probléme nous nous placerons dans le cas unidi-
mensionnel, et 'équation de Gross-Pitaevskii a résoudre sera donc

n? d
—~ %% +V(2)po(x) + 910N lpo (@) Ppo(x) = pgo(). (1.10)

1.2 Existence d’un état lié dans un piége de profondeur
finie

Pour un condensat de Bose-Einstein, le confinement dans un piége gaussien réalisé
par un faisceau laser focalisé différe fortement de celui réalisé par un piége harmonique
idéal [55]. La principale différence provient de la profondeur finie du piege, qui rend
incertaine l'existence d'un état lié. En effet, dans un puits carré de profondeur finie
tridimensionnel par exemple, il n’y a pas d’état lié si le piége est trop peu profond. Dans
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\ hw“ / A
y h(UL > kBTa M

a. b.

FIGURE 1.1. (a) Dans un piége harmonique de fréquence w, les niveaux d’énergie, séparés d’une énergie
constante fw, correspondent tous a des état liés. (b) Dans le cas d’un piége de profondeur, au-dela d’'une certaine
énergie de U'odre de la profondeur Vp, les états sont libres. De plus, du fait de la présence d’interaction atomique
répulsive, certains niveaux liés dans le cas idéal sont expulsés hors du piege, repoussés par les interactions. (c)
Afin de pouvoir considérer une direction de U'espace comme figée pour le condensat, il faut que U'écart en énergie
des niveaux du piege dans cette direction soit grand devant l'énergie cinétique (kgT) et les interactions (u).

cette section, nous nous interrogeons sur les conditions d’existence d'un état lié en
fonction de la dimensionnalité du piége. D’autre part, les interactions répulsives entre
atomes ont une influence dépendant du nombre d’atomes dans le piége. Les effets de
ces interactions sur la fonction d’onde du condensat sont aussi étudiées ici.

1.2.1 Role de la dimension sur l'existence d’'un état lié dans le cas
idéal

Classiquement, quelque soit la dimension considérée, un piége de profondeur finie,
tel un puits carré, est toujours capable de piéger une particule pourvu que son énergie
soit assez faible. Du point de vue quantique, le probléme revient a se demander si I'état
fondamental du systéme posséde toujours une énergie négative, constituant ainsi un
état lié. Nous allons voir que la réponse difféere suivant la dimension du piege. Comme
nous venons de le voir, la fonction d’'onde du condensat est simplement proportionnelle a
la fonction d’onde a une particule (si I'on néglige les interactions, voir section suivante),
et le probléme se raméne donc a un probléme de mécanique quantique a un corps traité
dans [57], dans le cas a une, deux (p.162) et trois dimensions (p.110). Dans tous les
cas, on pourra supposer que le piége est un puits carré, de profondeur V et d’extension
spatiale a, sans perte de généralité. En effet, pour un potentiel de piégeage quelconque,
il est toujours possible de trouver un puits carré d’énergie inférieure en valeur absolue
en tout point. Ce potentiel de piégeage s'écrit donc V(r) = —Vj, r < a, et nul sinon.

Dans le cas tridimensionnel, le probléme de la recherche d'un état lié (E < 0) peut
étre résolu exactement. Il conduit a la condition d’existence d’'un état lié :

w2 h2
Sma?’

(1.11)

Ainsi, a trois dimensions, il existe bien une profondeur minimum en dessous de laquelle
il n’existe pas d’état li€ a une particule.
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La situation est différente pour des dimensions inférieures. La stratégie employée
dans ce cas est la suivante : considérer le piege comme une perturbation par rapport
a la particule libre (cela est possible pour des profondeurs assez faibles, la preuve de
I'existence d'un état lié dans ce cas-ci justifiant a fortiori son existence dans le cas
général). Dans ce cas, on peut démontrer qu’a une et deux dimensions, un état lié existe
indépendamment de la profondeur du piege. L'énergie de cet état peut étre exprimée en
fonction des parameétres du probléme comme :

2m(aVp)?
A une dimension, FEyip = m<7320), (1.12)
_ _ h? 2h?
A deux dimensions, FEyop = exp | — . (1.13)
’ 2ma? mVpa?

A la lecture de ces expressions, on constate que si 'expression de I'énergie de I'état lié
Ey,1p a une dimension est polynomiale en la profondeur Vj, ce qui est caractéristique
d'un développement perturbatif, I'énergie £y p dans le cas a deux dimensions est ex-
ponentiellement faible avec la profondeur du piége. Cela démontre dans ce dernier cas
que si 'état lié existe bien quelque soit la profondeur du piége, 'état résultant est trés
fragile, car n'importe quelle perturbation sera capable de libérer la particule piégée.

1.2.2 Méthode variationnelle en présence d’interactions

D’apres les résultats présentés, il est possible, a une et a deux dimensions, de piéger
un condensat de Bose-Einstein sans interaction dans un piége de profondeur arbitrai-
rement faible. Cependant, les interactions répulsives présentes dans le cas du sodium
augmentent I'’énergie du condensat, proportionnellement au nombre d’atomes [Fig. 1.1 (c]].
Il n’est alors pas évident qu'un état lié possédant une énergie faiblement négative dans
le cas idéal subsiste en présence d’'interactions. Les interactions répulsives entre atomes
instaurent-elles une borne inférieure sur la profondeur du piége pouvant confiner un
condensat de Bose-Einstein ?

Dans le cas du probléme avec interactions, la mise en oeuvre de la méthode per-
turbative décrite plus haut pour la détermination de l'existence d'un état lié est plus
complexe. A trois dimensions, cette existence n’est déja pas garantie sans interaction,
et il en va donc de méme si I'on prend en compte des interactions répulsives. Qu’en est-
il pour des dimensions inférieures ? Nous nous contenterons ici de traiter le probléme
unidimensionnel. Une méthode commune pour déterminer I'existence d'un état lié est
la méthode variationnelle [57], qui permet de donner une borne supérieure de 1'énergie
de I'état fondamental du condensat dans le piége. Ainsi, si celle-ci est négative, un état
lié existe nécessairement. Pour ces calculs, nous pouvons utiliser un ansatz gaussien
normalisé pour la fonction d’'onde du condensat

1 2
O e — 1.14
¢o() 71'1/40'1/26 ( )
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ou o, 'extension spatiale de la fonction d’onde, est le paramétre que nous voulons op-
timiser. Ce choix est justifié car il correspond a la forme de I'état fondamental dans la
limite des interactions faibles, pour un piége profond.

L'énergie cinétique FE,[0] du condensat s'écrit :

B2 400 o 2 K2
Eeinlo] = o~ da <aa;%(”“")> = Il (1.15)

Le potentiel de piégeage est supposé négatif en tout point, pair, de profondeur finie (il
existe une profondeur Vj > 0 telle que |V (z)| < V}), et d’extension spatiale finie (il existe
une position [ telle que pour |z| > [, V(z) = 0). Nous nous intéressons aux grandes
valeurs de o, et I'on peut donc considérer que sur l'extension spatiale [ la fonction
d’essai vaut ¢,(0). Dans ce cas, I'énergie potentielle E},[0| du condensat peut s’écrire
comme

+00 5 1

E = ——. 1.1
ol = [ delen@PV @)~ (1.16)
Dans le cas idéal, I'énergie par particule du condensat est simplement la somme de ces
deux quantités. Si on considére la limite 0 — 400, le terme d’énergie potentielle de pié-
geage £, domine I'énergie cinétique : ujo] — 07. Sion ajoute le fait que pfo] — o0,

o—+00 o—0

on peut en déduire l'existence d’'un minimum négatif d’énergie. L'énergie de I'état fon-
damental exact étant toujours inférieure a la valeur obtenue par la méthode variation-
nelle [57], il existe toujours un état lié pour un potentiel globalement attractif, et 'on

retrouve le résultat annoncé précédemment.

A présent, nous pouvons prendre en compte les interactions, et calculer I'énergie
correspondante :

N [ N
Emt[a]:g”;/ !%(rn)!”‘dx:Q%O_. (1.17)

Le potentiel chimique du condensat est alors
plo] = Eanlo] + Eplo] + 2Eiy[o]. (1.18)

Nous utilisons le signe de cette grandeur pour caractériser la nature liée du condensat,
car elle détermine s'’il est énergétiquement favorable d’expulser une particule hors de
celui-ci (@ = OF/ON). D'aprés [58], nous pouvons utiliser de la méme maniére que
précédemment une fonction d’essai pour la solution de I'équation de Gross-Pitaevskii,
en étant assuré que le potentiel chimique du condensat sera toujours inférieur a celui
auquel conduit cette fonction. Un raisonnement équivalent au principe variationnel sur
I'énergie dans le cas sans interaction peut donc étre meneé.
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L’énergie d’interaction [Eq. (1.17)] est proportionnelle a % tout comme I'énergie po-
tentielle [Eq. (1.16)], mais avec un signe opposé. Ces deux termes entrent donc en com-
pétition et peuvent empécher I'existence d'un minimum négatif de ;[o] quand N devient
trop important. Le raisonnement mis en oeuvre pour le cas idéal ne peut, par consé-
quent, étre mené a bien avec cette fonction d’essai.

Cela signifie que ¢g est un ansatz mal choisi pour décrire la fonction d’onde en
présence d’interactions importantes, et il nous faut envisager une autre fonction d’essai.
En fait, on se rend compte que le probléme persiste tant que la fonction d’onde d’essai
implique une seule longueur caractéristique, comme I'ansatz gaussien. En suivant cette
idée, nous proposons d’introduire la fonction d’essai

O_CM

Yo.a(x) :Nm, (1.19)
ou o et o sont deux parametres variationnels. La longueur o est la taille caractéristique
de ¢so. Loin du piége, la fonction d’onde décroit en 1/r%, ce qui implique que o >
1/2 afin que ¢, , demeure normalisable. Il s’agit cependant d'une décroissance en loi
de puissance, bien plus lente que les décroissances exponentielles ou gaussiennes. La
normalisation est assurée par la relation

N = (cF(a))"V2, (1.20)
ou nous définissons la fonction
o0 du
F = _ 1.21
@ = arar (21

Nous pouvons donner ici quelques propriétés de la fonction F'(«) :

-F()=mn
- Quand o (1/2)*, Fla) ~2 [ i = 2, toc

w2 T 2a—1

- Quand a — +o00, F(a) =~ ffooo du e=ov" ~ \/g — 0

Estimons tout d’abord I'énergie cinétique comme

2 00 2 2
E.o,a] = n dx <5900,a> = 2h UN2a2 [Fa+1) — F(a+2)]. (1.22)

2m J_o ox m

Ensuite, I’énergie potentielle peut étre bornée supérieurement, tant que o > [. Dans
ce cas, Y, peut étre considérée constante sur I'extension [ du piége, et nous pouvons
écrire

r%mw=U’mwwwﬁw»sz, (1.23)
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cette énergie étant bien sar négative.

Enfin, I'énergie d’'interaction peut simplement s’exprimer comme

Eint[07a] = Nng/ dx|§00',a(x)‘4 (1.24)
= NgipN*oF(2a). (1.25)

En comparant E. et E,, on constate que prendre ¢ > mlIV\ permet d’obtenir la
relation F, < |E,|. D’autre part, en comparant Ej, et E},, nous pouvons écrire

By NgipN*oF(2a) _ N91DN2
IE,| N2Vl Vol

F(20). (1.26)

Pour des valeurs données de N, gip et Vp, on a V20 F(2a) N/ N m(a—1/2) — 0. Ainsi,
a—1/2

choisir « de plus en plus pres de 1/2 permet d’obtenir E;
nombre d’atomes V.

Nous avons trouvé une fonction d’essai pour laquelle I'énergie potentielle de piégeage
est bien supérieure en valeur absolue a I'énergie cinétique et a I'énergie d’interaction
entre atomes. Nous en déduisons que nous pouvons toujours trouver des valeurs de
o et «a telles que l'on ait pfo,a] < 0. L'équivalent de la méthode variationnelle sur le
potentiel chimique [58] assure alors qu’il existe une solution de I'équation de Gross-
Pitaevskii pour laquelle le potentiel chimique est négatif, et qui est donc liée.

1.3 Condensat de Bose-Einstein dans un piége gaussien
unidimensionnel

Afin d'illustrer le raisonnement général qui précéde, nous avons mis au point une
solution numérique de I'’équation (1.10). On utilisera a présent et dans la suite de ce
chapitre un potentiel de piégeage V (x), possédant un profil gaussien, défini comme :

222

Vi(z) = —Voe 8, V> 0. (1.27)

Ce potentiel décrit le potentiel dipolaire créé par un laser décalé vers le rouge, avec un
col wp a son foyer, dans une direction transverse a sa propagation [59, 60] (voir Ch. 6).
Si on prend wy comme échelle de longueur et I'énergie correspondante F. = mh—j]g comme
échelle d’énergie, cela nous permet de définir plusieurs quantités sans dimension :
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- O ~ - W - gipN

1
—; 1.28
wWo E. ’ E. woEe [ :

1.3.1 Résolution numérique

Nous avons écrit un programme permettant la résolution numérique de I'équation
de Gross-Pitaevskii [Eq. (1.10)] pour le potentiel de piégeage défini par Eq. (1.27). Le
principe de cette simulation est expliqué dans 'annexe A.1.

La solution de I'équation de Gross-Pitaevskii est représentée sur la figure 1.2 pour
les parametres Vo=1et g = 0.76. L'extension de la fonction d’onde demeure du méme
ordre de grandeur que la taille wg du piege. Afin de déterminer la nature du profil de la
fonction d’onde, nous avons tracé deux fonctions limite pour les comparer aux données
de la figure 1.2 :

oG = NgeVTo(w/w)”, (1.29)
or = Nge V. 2m|#|/ﬁ\fﬂ|’ (1.30)

ou N¢ et Ng sont des constantes de normalisation. La premiére fonction (o) est I'état
fondamental dans le potentiel harmonique équivalent a basse énergie. La seconde (¢g)
est le comportement asymptotique de la fonction d’'onde d'un état lié par un potentiel §
de Dirac d’énergie p. On observe que la région z < wy est bien décrite en considérant
le potentiel comme harmonique, et la fonction d’onde est bien ajustée par ¢g. Pour
T > wp, soit loin du piege, celui-ci peut étre considéré comme ponctuel, et la fonction
d’onde est bien ajustée par pg.

Le dernier profil tracé a titre de comparaison sur la figure 1.2 est un ajustement
obtenu a partir de la fonction d’essai ¢, o définie par Eq. (1.19). Le désaccord de I'ajus-
tement avec la simulation numérique montre que ce type de fonction s’étale beaucoup
trop lentement pour décrire la situation lorsque le nombre d’atomes est faible, et est
par conséquent mal adapté. La situation est cependant différente lorsque le nombre
d’atomes augmente.

1.3.2 “Seuil d’explosion” de la taille de 1’état fondamental

Une méthode efficace pour obtenir un apercu de I'évolution de la taille de la fonction
d’onde lorsque le nombre d’atomes augmente est I'emploi de la méthode variationnelle
avec l'ansatz gaussien ¢, défini dans (1.14) pour obtenir analytiquement la valeur du
parametre o qui minimise le potentiel chimique. Comme nous l'avons vu, cette fonction
d’essai est relativement adéquate pour des nombres d’atomes faibles (g < f/o). Qu’en
est-il pour § > 1 ?
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FIGURE 1.2. Solution de U'équation de Gross-Pitaevskii pour un condensat dans un pieége 1D gaussien. Nous
comparons ces résultats aux profils gaussien pg (état fondamental de Uoscillateur harmonique) et exponentiel
¢E (particule dans un potentiel §), ainsi qu’a la fonction d’essai a deux paramétres s, Eq. (1.19) avec une
décroissance en loi de puissance (1/|x|%).

Pour le potentiel gaussien (1.27), le potentiel chimique (1.18) devient [Egs. (1.15,
1.16, 1.17, 1.18)]

5] = . Vo L3
O| = —7Z5 — .
# 462 1+ 252 2mo

(1.31)

Les résultats de la minimisation de fi[o]| sont présentés sur les figures 1.3. La taille
du condensat augmente lentement avec le nombre d’atomes [1.3 (a)], avant de s’éta-
ler trés rapidement quand le nombre d’atomes dépasse une valeur critique. Cela est
vrai également lorsque 'on diminue la profondeur du piége tout en gardant le nombre
d’atomes constant [1.3 (b)], et montre que la fonction d’essai gaussienne n’est alors plus
adaptée.

Ce comportement met en évidence une valeur critique du nombre d’atomes pour un
piege de profondeur donnée, au-dela de laquelle la taille de la fonction d’'onde “explose”.
Pour estimer cette valeur, nous suivons le raisonnement suivant : nous savons qu’il n'y
a plus d’état lié dés que p = 0. Au niveau de ce seuil, la fonction d’'onde est largement
étalée. Si I'on considére alors I'énergie cinétique comme négligeable !, cela permet de
définir un nombre d’atomes Ng,; a partir de 'équation de Gross-Pitaevskii tel que

V() + 910 Nsat|po(2)|* = 0. (1.32)

1. En réalité elle ne I'est pas tout a fait et c’est ce qui garantit 'existence inconditionnelle d’'un état lié
précédemment prouvée. L’hypothése faite ici est simplement destinée a extraire un ordre de grandeur du
nombre d’atomes a partir duquel la fonction d’onde s’étale.
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FIGURE 1.3. Taille 6 caractéristique du condensat calculée a partir de la méthode variationnelle, en fonction de
la profondeur du potentiel Vy & §j = 4 fixé, et en fonction du paramétre d’interaction §, & Vo = 4 fixé.

Etant donné que la fonction d’onde ¢g est normalisée, on obtient

1 [ Vi
Nat = — [ dz|V(z)| = \/? oto. (1.33)
91D J_so 2 gip

La condition N = Ng, correspond a f/o /g = \/2/7 ~ (.8. Elle est représentée sur les
figures 1.3 par un trait tireté. Le nombre Ng,; donne effectivement 'ordre de grandeur
du nombre d’atomes pour lequel le parametre o décrivant la taille de la fonction d’essai
gaussienne “explose”. Nous avons vu que l'état fondamental était toujours lié, mais il
faut alors avoir recours a l'ansatz ¢ q .

Nous pouvons vérifier ce comportement vis-a-vis du nombre d’atomes en utilisant la
résolution numérique de 'équation de Gross-Pitaevskii, avec g > f/o. La fonction d’'onde
obtenue est représentée sur la figure 1.4, pour Vo=1et g = 760. Lorsque N > Ng,t, on
s’attend a ce que la taille de la fonction d’'onde augmente énormément afin d’abaisser
I'énergie d’interaction. Cela se traduit par un étalement des ailes de son profil. Celles-ci
sont alors trés bien ajustées par une fonction ¢, [Eq. (1.19)].

Cependant, ces fonctions d’ondes extrémement délocalisées sont peu réalistes expé-
rimentalement. Par conséquent, nous travaillerons désormais avec un nombre d’atomes
N inférieur a Ng,t.

1.4 Excitations collectives dans un piége gaussien uni-
dimensionnel

Apres avoir caractérisé la fonction d’onde de I'état fondamental du condensat, nous
nous sommes intéressés aux états excités. En effet, nous savons qu’en raison de la
température ou des interactions, une fraction des atomes peut étre excitée en dehors
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FIGURE 1.4. Fonction d’onde du condensat, pour Vy = 1 et §j = 760. La solution numérique est tracée en noir. Les
ailes de la fonction d’onde sont bien ajustées par un profil en loi de puissance (1/|z|*) [Eq. (1.19)], avec o = 1.17
(trait rouge tireté).

du condensat. Il est impossible de décrire cette fraction non condensée en se limitant a
I'équation de Gross-Pitaevskii. D’autre part, dans notre cas, le piege a une profondeur
finie, ce qui implique que certains de ces états excités (tous dans le cas d'un piége a un
seul niveau) sont libres, bien qu’ils puissent différer d’ondes planes en raison de la pré-
sence du piege. Les atomes non condensés ne peuvent dés lors plus étre piégés, et 'on
peut espérer un condensat quasi-pur pi€gé dans le puits de faible profondeur. Il ressort
de ces considérations que les excitations du condensat dans un piége de profondeur
finie constituent un sujet d’investigation intéressant.

Pour traiter ce probléme, nous envisageons un boite a une dimension d'une longueur
L, dans laquelle se trouve un gaz de bosons. Au centre de cette boite se trouve un puits
gaussien de faible profondeur (dimple), tel que L > wq, avec wy la taille caractéris-
tique du dimple. On peut alors donner un description simplifiée des niveaux d’énergie
pour ce piége, s’il posséde un unique €tat lié, en distinguant trois catégories de niveaux
d’énergie : I'état fondamental, lié; les premiéres excitations libres, d’énergie faible, et
par conséquent perturbées par le dimple; enfin, les excitations libres d’énergie €élevée,
trés proches d’ondes planes. Afin de vérifier et de préciser cette description, nous avons
d’abord étudié le cas idéal, et nous avons ensuite utilisé 'approche de Bogoliubov afin
de calculer les excitations du condensat en prenant en compte les interactions.

1.4.1 Etats excités dans le cas idéal

Nous étudions en premier lieu le cas sans interaction (g = 0). Dans ce cas, I'équation
a résoudre est simplement 'équation de Schrédinger

{—;Am V()| o) = v (o), (1.3
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ou uy est la fonction d’'onde d'un état excité et ¢, son énergie. Nous pouvons séparer
I'étude des états excités en deux parties, suivant que leur énergie est faible ou non
comparée a I'énergie caractéristique F..

Excitations de faible énergie (¢ < F)

Les excitations d’énergie faible devant F. possédant des longueurs d’ondes grandes
devant l'extension wg du piége, nous pouvons considérer ce dernier comme ponctuel,
et ainsi le modéliser par un potentiel de piégeage delta de Dirac : V(z) = —ad(x), avec
a > 0. Dans ce cas, on peut montrer aisément [57] qu'il n’existe qu'un seul état lié pour
ce potentiel de piégeage, avec comme énergie et comme fonction d’onde

ma2

EFy = —— 1.
0 opr et (1.35)

Go(z) = Ne 2l (1.36)

L’état fondamental est donc proche de celui trouvé numériquement pour le potentiel
gaussien (voir Fig. 1.2).

Les états excités pairs (impairs) ¢ (z) (Wi (z)) ,

= 2COS €T
{mx) =/} cos(hlal +62,) -
Yr(x) = 2 sin(kx)

sont tous libres. Leur relation de dispersion et le saut de phase a l'origine (pour les états
pairs) sont donnés par les relations

h2k?
€ = — (1.38)
2m
2
2 . mao

Le spectre des excitations est le méme que celui d’'une particule libre. Les excitations
impaires sont des fonctions quasi-sinusoidales non perturbées. Enfin, les excitations
paires sont proches d’ondes cosinusoidales, avec une chute d’amplitude au voisinage
de x = 0.

Voyons si nous retrouvons ces éléments dans les fonctions d’ondes des états excités
obtenus numériquement pour le potentiel gaussien [Eq. (1.27)]. Nous résolvons (1.34),
en diagonalisant le hamiltonien —%Aw + V(z) dans la base des positions, avec des
conditions aux limites périodiques. Les vecteurs propres obtenus sont normalisés, et
des conditions aux limites périodiques sont employéesz. Les résultats sont représen-

ﬁ2
mAx2’
de discrétisation. Cette simulation permet de reproduire le spectre et les fonctions propres pour un potentiel

2. Les énergies prises en compte dans le calcul sont bornées par la condition ¢ <

avec Az le pas
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FIGURE 1.5. Les fonctions d’onde et le spectre des états excités pour un piége gaussien avec un unique état
lié (Vo = 1) dans le cas idéal, obtenu par calcul numérique, en prenant des conditions aux limites périodiques.
Les niveaux correspondent aux nombres quantiques n = 1, 2, 4 et 10, et les fonctions d’onde sont représentées

en unités arbitraires. Le spectre des états pairs et impairs est comparé a celui d’une particule libre, €, =

avec k, = %T"
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tés sur la figure 1.5. Comme ils ont été effectués pour Vo = 1, nous sommes dans la
situation d'un piége a un unique état li€, ot toutes les excitations sont libres. Nous
retrouvons qualitativement toutes les propriétés déduites du modéle analytique : les
fonctions d’onde proches d’ondes planes pour les énergies €levées, et de plus en plus
perturbées au fur et a mesure que I'énergie diminue. Les fonctions paires seules sont
affectées a basse énergie par une chute d’amplitude au voisinage du dimple, en = = 0.
En ce qui concerne le spectre des états excités, les €nergies sont quasi-dégénérées deux
a deux, et suivent de trés pres le spectre d'une particule libre.

Pour comparer les deux situations de maniére plus quantitative, nous pouvons es-
timer le coefficient a devant le potentiel § par o = ffooo V(x) dzx, ie. “T'aire” sous le
potentiel. Pour un potentiel gaussien, ceci nous ameéne a la définition suivante de 6,

2772 (72
Tmmwg Vi %
= = ) 1.4
tan(6e) 2he \/ 2¢/E. (1.40)

Si 'on admet que les fonctions d’onde obtenues numériquement peuvent s’écrire de
la méme maniére que dans I'équation (1.37), un angle 6., peut étre extrait de chaque

fonction numérique paire u,, d’énergie €, en utilisant la relation simple

6. = acos<mz‘(ﬁg)(x))>, (1.41)

et ces valeurs peuvent étre comparées a l'expression analytique donnée par l'équa-
tion 1.40 dans le cas d’'un potentiel ponctuel.

Les résultats de cette comparaison apparaissent sur la figure 1.6, pour I'exemple d'un
potentiel gaussien avec un seul état lié obtenu pour Vo = 0.16. Les valeurs de tan(6e)
extraites des calculs numériques sont bien ajustées par 'expression analytique (1.40)
(en trait rouge pointillé-tireté) pour des valeurs de € inférieures a I.. Cependant, comme
attendu, cela devient faux lorsque on prend en compte les énergies plus hautes que
FE., qui correspondent a des longueurs d’onde comparables a l'extension spatiale du
potentiel. Le modéle d'un potentiel ponctuel n'est alors plus adapté. En effet, tan(d,)

-1/2
semble rester linéaire en <Eic) , mais il y a un changement clair de pente autour de

Ce

Excitations de haute énergie (¢ > E.)

Pour décrire le comportement des fonctions d’'onde des états excités de haute énergie,
nous utilisons une approche WKB, en considérant une onde plane traversant le potentiel
V(z). Les détails du calcul sont reportés dans I'appendice A.2. L'expression trouvée pour

harmonique avec une précision de 10~2, limitée par la discrétisation.
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FIGURE 1.6. Résultats obtenus avec les calculs numériques pour 6., en fonction de \/I/T (points noirs). En

trait rouge pointillé-tireté, les valeurs analytiques dérivées de U'équation (1.46), pour un potentiel ponctuel. En
trait bleu tireté, celles dérivées de l'équation (1.47) dans le cadre de U'approximation WKB.

I'onde WKB avec I'énergie € est

Pe(w) = 2[6_‘6/@)} v COS</_IL/2 27%1 (e —V(z)) d:p), (1.42)

avec la condition de quantification de Bohr-Sommerfield pour les conditions aux limites

périodiques :
L/2 2
/L/ w/hf”f(e—vu)) = 2mn. (1.43)
—L/2

11 est possible d’approcher ces fonctions d'onde WKB par la forme cos(k|z| + 6.), aussi
bien pour |z| > wy et pour z ~ 0. Pour |z| > wp, on constate que le déphasage total
accumulé en passant a travers le potentiel est

m oo

ce qui correspond exactement au résultat suggéré dans Eq. (1.40). Proche de l'origine,
si I'on essaie d’identifier la baisse d’amplitude en x = 0 & un déphasage soudain (ce qui
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revient a employer I'expression (1.41) pour trouver 6.), 'expression WKB conduit a

1/4
€ Vo Vo
[_vm] Hlogem e ( 2> ’ (145

le terme cosinus dans Eq. (1.42) étant égal a (—1)" en raison de la condition de quan-

tification. Cela conduit a4 un déphasage en x = 0 valant 6, = 4/ % =4/ 2335 , ce qui est

cohérent avec I'observation menée pour les hautes énergies (en trait bleu tireté dans la
figure 1.6).

On conclut de ce développement que les excitations paires libres dans le cas idéal

pour un piége de profondeur finie avec un unique état li€ peuvent étre approchées par

1

les fonctions \/% cos(|kz| + 6¢), ou 0. varie en NG

I'énergie € :

avec un préfacteur dépendant de

T~ 1
2 ¢/ E.

pour ¢/E. <1 (1.46)

Vo 1

Ve/Ee

pour €/E. > 1. (1.47)

1.4.2 L’équation de Bogoliubov-de Gennes

A présent que nous avons une bonne connaissance des états excités dans le cas
idéal, nous pouvons réintroduire les interactions de champ moyen en utilisant la théorie
de Bogoliubov. Dans l'approche de Gross-Pitaevskii, nous avons supposé que tous les
atomes NV étaient condensés, a température nulle. Il s’agit bien str d’'une approximation.
Pour prendre en compte la fraction des atomes non condensés, nous utilisons 'approche
de Bogoliubov [61]. Nous écrivons l'opérateur champ des atomes comme une partie
condensée et une autre non condensée,

Y = @oig + 01 (1.48)

. . . SN " 7
Ensuite, une expression perturbative en % de l'opérateur o)

0 =3 " [u(x)by + vj(x)b}] (1.49)
k

diagonalise 'hamiltonien comme suit :

H=Ey+ Y exblbr, (1.50)
k
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si les fonctions uj et v sont prises comme solutions des équations de Bogoliubov-de
Gennes [62]

{ (Hap + gN|pol*)ur(z) + gNogu(x) = epur(z) (1.51)

—gNgi?ugp(z) — (Hap + gN|po|?)vk(z) = epvr().

De plus, le respect des relations de commutation entre les opérateurs bosoniques bj, et
bz conduit a

[bk,b};,] = /dw [ug(z)ug () — vi(z)vr ()] = g (1.52)

Les opérateurs b,t et b, ainsi définis créent et annihilent ce qu'on peut appeler une
“quasi-particule”, avec une énergie ¢, le vide de ces quasi-particules correspondant a
I'état fondamental du systéme en interaction. Par conséquent, en trouvant les couples
(ug, vi) et les énergies correspondantes ¢, i.e. en diagonalisant la matrice

H N|ol? N3
EGP _ < GP +g |S00| g 900 ) ’ (153)

—gNpg? —[Hap + gN|pol?]*

on obtient une description globale des excitations du condensat. La connaissance des
fonctions uy, vi et €, permet en effet de calculer plusieurs quantités intéressantes.

Par exemple, méme a température nulle, le nombre d’atomes non condensés n’est
pas strictement nul. En effet, si on note cette déplétion quantique  Nqp. on peut calcu-
ler [62] :

SNop = /d:p S (). (1.54)
k0

Pour une température non nulle, I'excitation thermique des quasi-particules ajoute une
contribution thermique a la déplétion, notée  N1p :

SNp = /dm S (@) 2 + o) P, (1.55)
k0

-1
€p—H
oung = <e kT — 1) est la distribution de Bose-Einstein pour I'énergie €.
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1.4.3 Résolution numérique : spectre et nature des états excités

La méthode de résolution numeérique utilisée ici est semblable a celle de la sec-
tion 1.3.1. Cependant, l'opérateur diagonalisé est, bien entendu, Lgp. Nous présentons
ici quelques exemples significatifs des résultats obtenus avec cette simulation. Trois
types de parametres sont considérés :

- (Vg = 1; g = 0.76), un piege a un seul niveau (N/Ng,; = 0.6),

- (f/o = 100; ¢ = 76), un piége comprenant quelques excitations liées, avec un
nombre modéré d’atomes (N/Ng, = 0.6),

- (Vo = 2500; g = 1700), un piége trés profond, avec un nombre modéré d’atomes
(N/Ngat = 0.6).

En premier lieu, nous allons analyser le spectre des excitations, représentées sur
la figure 1.7. Le spectre des excitations libres est ainsi presque le méme dans les trois
cas, ce qui est raisonnable car il ne dépend que de la dimension de la boite. Cependant,
on peut remarquer que lorsque le piége devient plus profond, des excitations liées ap-
paraissent. Sans surprise, le spectre linéaire a basse énergie est analogue a celui d'un
piege harmonique.

Les fonctions u(z) et v(x) ont également été représentées pour ces valeurs des pa-
rametres, et pour deux niveaux d’énergie différents. Les fonctions © demeurent presque
identiques a celles calculées dans le cas idéal (voir (1.3.1)); c’est pourquoi nous avons
décidé de montrer seulement la zone centrale ou les fonctions v étaient remarquables.
Sur la figure 1.8 (a), la premiére excitation libre est représentée dans chaque cas. On
peut voir que pour un niveau d’énergie aussi bas, u(z) et v(x) sont comparables, méme
lorsque le nombre d’atomes est bas. C’est le signe d'une excitation collective. Cela ne
demeure pas vrai lorsque un niveau d’énergie plus €élevé est considéré [Fig. 1.8 (b)]. En
effet, on peut voir dans ce cas que v(z) a une amplitude bien plus basse que u(x) dans
le cas d'un faible nombre d’atomes, et que les bosons se comportent comme des par-
ticules libres. Cependant, v(x) devient logiquement de plus en plus comparable a u(z)
quand le nombre d’atomes augmente.

Ce résultat coincide avec celui bien connu d'un gaz homogéne dans une boite. En
effet, dans ce cas, les fonctions de Bogoliubov correspondent a des ondes planes uy(z) =
Uek® et vg(x) = Ve dont les amplitudes vérifient alors les relations suivantes [62] :

{Uk+vk - (Ekfrgpg)l_/j/; (1.56)
Ug—Vi = < Ek ) ’
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FIGURE 1.7. Spectre des excitations de Bogoliubov pour différents couples de parameétres (\70; g)- Afin de rendre
la figure plus lisible, les énergies positives et négatives ont été représentées séparément, et dans des échelles
d’énergie différentes. Pour la profondeur la plus faible, un unique état lié est présent. Quelques états liés supplé-
mentaires apparaissent lorsque V; augmente. Pour le dernier cas trés profond, on retrouve le spectre linéaire des
états liés du potentiel harmonique. En ce qui concerne les excitations libres, leur spectre est dans tous les cas
tres proche de celui d’'un condensat homogéne, avec un spectre linéaire & basse énergie (excitations collectives)
et qui retrouve une forme quadratique pour les grands vecteurs d’onde.

ou € = % et p est la densité des atomes dans la boite. Pour les deux régimes asymp-

totiques € > pg et ¢, < pg, on a

g \ V4
U, ~ -V, ~ <> when €, < pg, (1.57)
8eg;
P9
U, ~1 Vi —— k1 when €, > pg. (1.58)
€k

ce qui est cohérent avec ce qui a été observé sur la figure 1.8.

Un autre aspect intéressant de ce piége de profondeur finie est le nombre d’excita-
tions liées. On sait que le piege harmonique a un nombre infini d’états liés, avec un
écart en énergie constant égal a iw entre eux. Le nombre d’états liés pour un piége de
profondeur finie dépend en général de la hauteur du potentiel et du nombre d’atomes
dans le condensat a travers les interactions de champ moyen. Nous avons déja expliqué
dans la section (1.3.2) que pour Vo = \/2/753 le piége est saturé. Partons d’'un potentiel
relativement profond, e.g. Vo = 100. Nous tracons sur la figure 1.9 le nombre d’états liés
dans le piége en fonction du parameétre g, soit du nombre d’atomes. Dans cette confi-
guration, avec un seul atome, les calculs numeériques prévoient un nombre d’états liés
Nps = 8. Au fur et a mesure que le nombre d’atomes dans le condensat augmente, N
diminue réguliérement, jusqu’a ce qu’il ne reste qu'un unique état lié : les interactions
“expulsent” les excitations liées hors du piége. Au final, lorsque N ~ Ngy, seul I'état
fondamental demeure lié.
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Vo = 2500
§ = 1700

x 20

I 0
>

Vo = 100

x10

Fonctions d'ondes en u.a.

§=0.76

Premiere
x/wo excitation libre x/wo

Vo = 2500
G = 1700

Vo = 100

Fonctions d'ondes en u.a.

§=0.76

Cinquieme
x/wo excitation libre x/wo

FIGURE 1.8. Les fonctions u(z) et v(z) sont représentées pour différents couples de paramétres (Vo;§). et
seulement dans la région ot se trouve le piége. En haut, le niveau d’énergie représenté est le premier présentant
une énergie positive (premiére excitation libre). La période d’oscillation change car ¢ est trés différent dans les
trois cas. En bas, le niveau d’énergie représenté est le cinquiéme présentant une énergie positive (cinquiéme
excitation libre).
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FIGURE 1.9. Nombre d’états liés Nys calculé numériquement, en fonction du paramétre g, pour Vo = 100. La
ligne tiretée verticale marque la valeur de § pour laquelle N = Nsat [Eq. (1.33)]. Au fur et a mesure que le nombre
d’atomes augmente, les excitations sont “expulsées” du piége.

1.4.4 Fraction d’atomes piégés non-condensés

Le fait de connaitre les fonctions de Bogoliubov u, et v, nous permet de calculer
de nombreuses quantités concernant le condensat piégé, comme la fraction d’atomes
excités hors du condensat due aux interactions (déplétion quantique) et a la température
non nulle. La fraction d’atomes non condensés dans le piége est importante, car ces
derniers sont responsables d'une perte de cohérence du condensat, alors que nous
le voudrions aussi pur que possible. Cependant, les atomes qui ne sont pas pi€gés
sont exclus de notre estimation, parce que leur densité bien plus basse les rend moins
nuisibles a la cohérence. Calculons donc le nombre d’atomes piégés hors du condensat.

Nous avons déja vu (voir §1.4.2) que les déplétions quantique et thermique dans le
piege peuvent étre calculées selon

N = /[Z [uf (z) + v (z)] nl—i—Z’ulg(x)} dx, (1.59)
]

l

~——
Déplétion Déplétion
thermique quantique

ol [ est un indice numérotant les excitations liées seulement, ¢; < 0 les énergies corres-
pondantes, et n; la distribution de Bose-Einstein pour I'énergie ¢;.

On a alors deux situations trés différentes. Quand le nombre d’atomes est faible,
les comportements des piéges harmonique et de profondeur finie sont sensiblement
les mémes. Cela est du au fait que le spectre pour ces deux pieges est comparable a
basse énergie. Cependant, quand la profondeur du piége est comparable aux interac-
tions (N ~ Ng,t), un seul niveau lié demeure, de sorte que le nombre d’atomes piégés
non condensés est drastiquement réduit comparé au cas harmonique pour lequel tous
les niveaux excités sont liés. Ainsi le potentiel dimple peu profond permet d’atteindre
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une plus grande pureté qu'un piége harmonique profond, magnétique par exemple [59] :
lorsque la profondeur du piége V; est comparable au potentiel chimique du condensat
1, toutes les excitations sont “expulsées” hors du piege.

Nous avons considéré ici la déplétion des atomes dans une situation d’équilibre.
Un développement trés intéressant pourrait consister dans I'étude de la dynamique de
cette déplétion lorsque l'on abaisse la profondeur du piége. En effet, elle constitue un
processus quantique qui expulse les atomes hors du piége, une forme d’évaporation
quantique.

1.5 Pertes et chauffage dans le piége

A présent que nous avons une bonne description des excitations du condensat dans
un piege a une dimension de profondeur finie, on peut s’interroger sur la stabilité d'un
tel condensat dans une situation expérimentale “réaliste”, lorsque certains parameétres
physiques du piége fluctuent. En effet, ces perturbations peuvent constituer une source
de chauffage [63], qui se traduit par des pertes d’atomes s’il n'y a qu'un seul état lié.

1.5.1 Dispositif expérimental envisagé

La réalisation du piége dimple utilisé pour les calculs numériques peut étre envisagée
en utilisant des faisceaux lasers focalisés, tirant parti du potentiel dipolaire ainsi créé.
Un faisceau laser fortement désaccordé vers le rouge forme un piége attractif pour les
atomes (voir Ch. 6). Cependant, si 'on souhaite réaliser un piége pour lequel un seul
niveau est piégé, cela conduit a une profondeur de piege assez faible. Or, il faut compter
avec la gravité, qui ajoute un gradient de potentiel mgwg dans la direction verticale (si le
faisceau se propage le long d’'un axe horizontal). Cette quantité doit rester petite devant
la profondeur du piége, dont on sait qu’elle doit étre de 'ordre de E. pour obtenir la
condition d’état lié unique. On peut donc écrire :

) 1/3
wo K <2> ~ 1 pum, (1.60)
m=g

ce qui est pratiquement impossible a réaliser du fait de la diffraction °.

Pour résoudre ce probléme, nous pouvons employer un second faisceau, désaccordé
vers le bleu. On considére un faisceau possédant un mode de Laguerre-Gauss (LG), se
propageant dans le plan horizontal et orthogonal avec le faisceau principal (maintenant
vertical, voir Fig. 1.10 (a-b)). Or, un piége désaccordé vers le bleu confine les atomes
dans les zones de faible intensité lumineuse [60]. Pour un mode LG, les atomes ne sont
donc confinés que dans deux directions, dont la direction verticale z, et I'on peut régler
I'intensité de ce faisceau pour que la gravité soit compensée. Dans la direction z, seul le

3. Un calcul WKB des pertes par effet tunnel dans ce cas conduit a un facteur ~ 3 en moins sur la valeur
de wo a atteindre, ce qui rend cette configuration encore moins réalisable expérimentalement.
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Y,z

FIGURE 1.10. Dispositif expérimental envisagé pour la réalisation d’'un piége de profondeur finie possédant
un unique état lié, avec un confinement unidimensionnel. Le piége est constitué d’un faisceau fortement focalisé
décalé vers le rouge, que l'on croise avec une faisceau décalé vers le bleu dans un mode de Laguerre-Gauss (vue
3D (a) et en coupe (b)). Le potentiel créé par le faisceau bleu est trés fortement confinant, avec une fréquence
w, telle que w, > kT, pu (c). Le potentiel créé par le faisceau rouge constitue le puits de faible profondeur
unidimensionnel, de profondeur Vy, possédant un unique état lié avec un potentiel chimique p (d).

Afnm] P mW] - wo [pm] - w, /27 [Hz]  w)) /27 [Hz]  Naas

Faisceau “rouge” 650 4 x1073 1.5 1000 150 100
Faisceau “bleu” 532 100 10 3000 35

TABLE 1.1. Paramétres du piége composé d’un faisceau laser décalé vers le rouge et d’'un autre, dans un mode
LG, décalé vers le bleu, permettant un confinement 1D tout en assurant un unique état lié. Les fréquences du
piege composé sont les fréquences transverses w, pour chacun des deux faisceaux, les fréquences longitudinales
w/, sont données a titre indicatif. La longueur d’onde ), la puissance P et la taille du col au foyer wo sont
également données pour chaque faisceau. Le nombre d’atomes Ns,t saturant le piége a un unique état lié est
calculé selon Eq. (1.33).
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pieége principal assure le confinement, et sa profondeur peut alors étre assez faible pour
maintenir l'existence d'un état lié unique. De plus, avec cette configuration de piége
a deux faisceaux, il est possible de rendre le confinement unidimensionnel [64] [voir
Fig. 1.10 (c)]. En effet, pour des intensités lumineuses bien choisies, les fréquences de
confinement issues du faisceau “bleu” peuvent étre trés importantes, et ainsi rendre le
confinement 1D au sens défini dans la section 1.2, tout en compensant largement la
gravité.

Dans le dernier chapitre, nous étudierons une configuration similaire, mais impli-
quant un faisceau avec un mode Hermite-Gauss, permettant également de compenser
la gravité. Ici, nous nous contenterons de donner quelques ordres de grandeur des para-
metres du piége 1D. Ces parameétres sont reportés dans la table 1.1. Pour la suite, nous
voulons profiter de notre connaissance de I'état fondamental et des excitations collec-
tives dans le cas 1D pour caractériser la sensibilité du condensat dans un tel piége
relativement aux perturbations physiques des faisceaux. En particulier, un exemple est
donné avec les fluctuations en intensité des lasers. Le piége rouge étant de faible pro-
fondeur, il est inévitablement le plus fragile, et nous nous limiterons a I'étude de ses
fluctuations. Avant cela, nous rappelons les sources de pertes et de chauffage intrin-
séques au confinement d’atomes dans un piége optique.

1.5.2 Sources de pertes et de chauffage dans un piége optique
Emission spontanée

Bien que la lumiére utilisée pour le piége soit trés désaccordée (avec un désaccord A
grand devant la largeur naturelle I' de la résonance optique), le taux d’émission spon-
tanée pour un atome piégé n'est pas complétement négligeable, et ces diffusions de
photons se traduisent par un chauffage du nuage piégé dans le piége dipolaire a cause
de leffet de recul aléatoire. Ce taux de diffusion ['g;s a I'expression suivante dans l'ap-
proximation d'un atome a deux niveaux [60] :

Wwr’T
Tgr = ——. 1.61
dif nA ( )

On peut estimer le taux de chauffage correspondant par 'équation
r mvrQec

T = Tai , (1.62)

kg
ou Urec = hwry, /mc est la vitesse de recul du sodium a la fréquence wr, du laser de

piégeage. Pour une profondeur de piégeage Vy donnée, on obtient pour une longueur
d’onde de piégeage A\, = 1.06 ym un taux de chauffage kg7 /Vy = 4 x 1073 s71. Ce taux
est peu élevé et les pertes liées aux collisions constituent une limitation plus sérieuse.
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Pertes par collisions

On pourra distinguer trois types de collisions qui provoquent des pertes d’atomes

piégés [65] :

— Les pertes a “un corps”, issues de la collision entre un atome froid piégé et un atome
de la vapeur résiduelle. Les atomes de la vapeur étant nettement plus chauds que
la profondeur du potentiel, ces collisions entrainent systématiquement une perte
d’atome, avec un taux kj.

- Les pertes a deux corps (relaxation hyperfine dans |F' = 2) et interaction di-
pole/dipole magnétique). Le taux de pertes résultant peut s’écrire sous la forme
ka(n), ou (n) désigne la densité atomique moyenne dans le piege. A bas champ
magnétique, et dans l'état Zeeman le plus bas (par ex. F' = 1, mr = —1), ces pertes
sont faibles [66].

— Les pertes a trois corps (recombinaison en une molécule et un atome libre [66]),
qui donne naissance a un terme de pertes de la forme k3(n?). Ce terme devient
dominant a haute densité, comme c’est souvent le cas dans un piege optique (par

exemple, une densité de 2 x 10'* cm™3 correspond a une durée de vie de 10 s).

La prise en compte de ces trois termes de pertes conduit a I'équation différentielle
—= = —k1 — ka(n) — k3(n®) (1.63)

qui décrit 'évolution du nombre d’atomes Ng dans le pieége dipolaire croisé au cours
du temps, si celui-ci conserve une profondeur constante. On trouve dans [67] pour les
coefficients ky et k3 pour 'atome de sodium dans I'état | F' = 1) une borne supérieure

3

pour le taux de collisions a deux corps ks < 4 x 10716 cm? s™! et une mesure du taux

de collisions a trois corps k3 = 2 x 1073% ¢cm® s~!. Enfin, on peut noter que pour I'état
|F=2,mp=42)onaky =3x10"% cm? s et k3 =2 x 1072 cm® 57!, soit des pertes
plus importantes d’'un ordre de grandeur. Pour | F' = 2, mp # £2), les taux de collisions
a deux corps sont beaucoup plus importants encore, a cause de la relaxation hyper-
fine [66]. Il est donc nécessaire de s’assurer expérimentalement que tous les atomes se

trouvent bien dans l'état | F' = 1) afin de maximiser la durée de vie des atomes dans le
piege.

1.5.3 Fluctuations d’intensité du piége

Outre ces sources de pertes et de chauffage intrinséques, les imperfections du dispo-
sitif expérimental sont également sources de chauffage. Nous prendrons I'exemple des
fluctuations de l'intensité du laser. Elles peuvent étre prises en compte en écrivant le
potentiel créé par le laser comme :

V(z,t) = (Vo + V(1)) Va, (1.64)
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12
ouV, = e "8 etd V (t) représente un terme de fluctuations de moyenne nulle, décrivant
le bruit en intensité du faisceau laser. Nous supposerons que ces fluctuations sont un
processus stationnaire, de sorte que la fonction de corrélation §V(t)dVy(t') dépende
seulement de (¢ — t’). Dans ce cas on peut introduire une densité spectrale de bruit
relative S7 pour les fluctuations 0V} de la profondeur du piége,

1 [ 6V5(0)0Vp(t)
St(w) = %/_ 0(‘362‘)()@“ dt. (1.65)

Ces fluctuations peuvent induire des transitions de I'état fondamental vers des exci-
tations libres. On utilise une théorie de perturbation dépendante du temps afin d’estimer
le taux de transition vers les états non piégés. La probabilité pour faire une transition de
I'état fondamental |0) avec I'énergie p a I'état non piégé |n) avec I'énergie ¢, (moyenné
sur les réalisations du processus stochastique 0Vj(t), comme le dénote la barre hori-
zontale) est

_ T e—ilen—p)t/h 2
0
T T - )
= |(n|V;|0)? / dt / dt’ 6V (£)oVo () el en—mt=t)/h (1.67)
0 0
2 n —
~ Ti;;\%<”|vx|0>251<6 - “). (1.68)

On suppose ici que le temps de corrélation des fluctuations est plus court que le temps
d’observation 7'. On peut donc en déduire un taux de transition hors du piége par atome

21 o 2 €n — H
I'1= 7V ;unvxmﬂ SI< p ) (1.69)

La fonction d’onde de | 0) est la fonction v/N g, ot1 ¢g() est solution de I'équation (1.10).
L'état final |n) vers lequel la transition a lieu est un état ou s’est créée une quasi par-
ticule de Bogoliubov (voir Sec. 1.4), et par conséquent |n) = bM 0). On peut également
écrire I'opérateur de perturbation V,, avec le formalisme de seconde quantification,

Ve = / da e~ 218t (2)e(x) (1.70)

—0o0

12

/ dz e 2 /W N —|—/ dz e~ 271w VNo(x)(6¢(z) 4+ 9T (x)). (1.71)

—0o0 —00

en conservant les termes au premier ordre en §v, et en prenant (g réelle. Alors que
le premier terme décrit seulement la diffusion de la phase du condensat, le second
caractérise la création des excitations, ce qui nous intéresse ici. On peut utiliser 'équa-
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tion (1.49) pour écrire

-/ " do e N () (Z[ukm)bn o @)l + 3 s ()b, + vn<x>bn]>

—0o0
(1.72)
On ne s'intéresse qu'a I'élément de matrice entre | 0) et | n), ce qui permet de simplifier

n
I'expression précédente ainsi :

(n |V, 0) = (0]65 V3| 0) = /OO dz e~ 27/ /N o () (un () + vn(2)). (1.73)

— 00

On peut noter que ce résultat est celui que I'on obtiendrait dans le cas idéal, mais ou la
solution de I'équation de Schrédinger pour les fonctions d’'onde des états excités a été
remplacée par les fonctions u, + v,,. Etant donné que ’hamiltonien pertubatif est une
fonction paire de la position, une transition ne peut intervenir qu'entre I'état fondamen-
tal et un état de méme parité (un état excité pair). On suppose qu’ici la densité spectrale
prend la forme* Sy(w) = ar/w?®, ou o est une constante dépendant du dispositif expé-
rimental. On obtient

2m 9 9 €n — U
o= e X lwlvofs (2

n pair

= 2noqhP? Z (En—lu)ﬂ /_Z dz [un () + v, ()] e 8 po(z) (1.74)

n pair

_ B2 Mn
- arl E PR (1.75)

n pair

avec les éléments de matrices m,, définis comme

My, = 27 (1.76)

/OO dz [up () + vy ()] 6_21%3@0(:10)

On peut enfin réécrire cela dans une forme adimensionnée :

LD B S L — (1.77)
' E 0 ES! n;n ((en — 1)/ Ec)?

4. Ceci est une approximation dans un domaine de fréquence donné, a 'exception des résonances diverses.
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1.5.4 Recouvrement entre 1’'état fondamental lié et les états excités
non-piégés

Etudions tout d’abord les €éléments m,. Ils peuvent étre calculés numériquement,
ou de maniére approchée en suivant notre modeéle analytique dans le cas sans inter-
action. Pour ce second point, nous pouvons utiliser les résultats développés dans les
sections 1.3.2 et 1.4.1 afin de déduire dans le cas idéal une expression analytique de
wo et des u,. La fonction ¢y peut étre approchée par l'ansatz gaussien (1.14), avec

o = wy. Le spectre des excitations peut quant a lui étre pris comme celui d'une parti-
21.2

. h=kZ . . . N . p
cule libre, €, = — =, les fonctions v prises €gales a 0, et les fonctions u,, approchées

par \/% cos(ke, || + 0, )., avec 0, défini par les équations (1.46) et (1.47). On obtient
I'expression analytique suivante

2y pwo (k2 — o erfifk/4))?

(Mp)en = 2€~ 5 7 T ‘702 (1.78)

Les résultats des calculs numériques d'une part et des calculs analytiques approchés
sans interaction d’autre part sont représentés sur la figure 1.11. Sur le tracé de gauche,
la profondeur du piége est faible (f/o = 1). Selon que le piége contient beaucoup d’atomes
(g = 0.76) ou bien un seul (§ = 0), les résultats sont similaires, principalement parce
que l'énergie d’interaction dans le piége demeure faible. Les m,, sont aussi décrits trés
correctement par les calculs analytiques. Par conséquent, on retrouve une fois de plus
que le modele analytique développé est valide lorsque le terme d’interaction est faible.

Le tracé de droite de la figure 1.11 représente les éléments de matrice m, pour
Vo = 100 et § = 115 (N = 3000, Nyt = 3353). Dans ce cas, le potentiel plus profond
permet d’obtenir des interactions plus importantes (avec plus d’atomes), et cela a des
conséquences remarquables. En effet, les m,, sont plus d'un ordre de grandeur plus
faibles que ceux calculés avec le modele analytique, qui constitue une situation témoin
sans interaction. Il apparait ainsi que les interactions ont un réle stabilisateur pour
le condensat. Cela se comprend mieux en considérant les équations de Bogoliubov-de
Gennes (1.51). Pour le cas homogeéne par exemple, on peut voir sur 'équation (1.57)
que ui = —v; dans le cas ou le nombre d’atomes est important, au moins pour les
basses énergies (e, < pgip). Cela explique, étant donné l'expression (1.74) de I'1, que
les effets des fluctuations sont diminués dans ce cas. Comme nous l'avons évoqué dans
la section (1.4.3), cela demeure vrai pour un condensat piégé, dans les régions ou la
densité est importante, qui dominent l'intégrale dans 1.74. Une autre interprétation
intéressante de ce résultat peut s’exprimer en termes de fluctuations de densité. En
effet, v, ~ —v, revient a dire que les fluctuations de densité sont supprimées pour les
basses énergies. En effet, grace aux interactions, il est plus difficile d’exciter une quasi
particule qu'une particule libre dans un gaz idéal. Cependant, toutes les informations
ne sont pas contenues dans les m,,, et les sommes complétes

s(B) =Y [(en_mw (1.79)
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FIGURE 1.11. A gauche, les éléments de matrice m,, sont représentés pour un piége peu profond, contenant
peu d’atomes ou bien vide, calculés numériquement. Ils sont également calculés avec le modéle analytique
présenté précédemment. A droite, le piége est plus profond pour pouvoir contenir un plus grand nombre d’atomes.
Les interactions rendent alors le résultat trés différent du cas idéal. Pour des raisons de lisibilité, U'échelle de
représentation des m,, est logarithmique. E. correspond a 400 Hz.

doivent également étre comparées afin de prendre en compte la densité d’états et la lar-
geur spectrale des m,,. Nous avons calculé, pour 3 = 2 par exemple, que cette somme est
égale a s(2) = 7x 10~ selon les calculs numériques prenant en compte les interactions,
alors que le modeéle analytique sans interaction conduit a 5 x 1072, L'effet stabilisateur
des interactions est par conséquent confirmé par ces derniers résultats. On peut en
conclure que la bonne méthode pour construire un piége possédant un unique état lié
avec un nombre N d’atomes est de régler la profondeur du piége afin que Ngyy ~ N.
Ainsi, les interactions sont maximisées, et la stabilité du condensat est améliorée grace
aux effets mentionnés ci-dessus.

Une fois les m,, calculés, nous pouvons estimer le taux de transition des atomes hors
du condensat. Nous devons pour cela donner un ordre de grandeur des fluctuations
d’intensité du laser de piégeage. Le coefficient a peut étre estimé de la maniére sui-
vante : nous considérons les fluctuations d’intensité relatives du laser € sur une gamme
de fréquence A = wy — w; “sélectionnée” par les m,,. Pour 'exemple montré a droite sur
la figure 1.11, on pourra prendre w; ~ 6FE./h et wy ~ 50F,/h (valeurs pour lesquelles
my, vaut 10% de sa valeur maximale). Nous calculons alors les fluctuations d’intensité

2 comime
w2
Qaf
62 = / dw 76,
w1 w
hﬁ a1

o~ E?

relatives ¢

(1.80)

(1.81)
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Cela nous permet de réécrire I'1 comme

R
I = 1/()262h—A5(,8). (1.82)

Pour 8 = 2 et des fluctuations raisonnables de l'ordre de ¢ = 1%, avec les valeurs
Vo = 100 et g = 115, le taux de transition obtenu est I'[’ L'~ 600 ms. Cela est acceptable
comme premiére estimation et montre qu’il est possible d’étudier un condensat dans un
tel piege. La comparaison entre le cas idéal et le cas avec interaction pour Vo = 100 et
g = 115 est résumée dans la table 1.2.

Vo = 100, g=115 Casidéal Interactions

my (Maximum) 1.3 x 107! 7.6 x 1073
5(2) 5x 1072 7x 1074
I! [ms] 20 600

TABLE 1.2. Comparaison entre les résultats du modele analytique dans le cas idéal et les résultats numériques
prenant les interactions en considération. Les interactions ont un effet stabilisateur.

On aurait pu étudier d’autres fluctuations, comme les fluctuations de la position des
faisceaux lasers, également source de chauffage. Il est aisé de voir que tous les taux
de chauffage qui peuvent étre calculés selon la méthode décrite ici font apparaitre les
fonctions [u,, + v,], toujours de faible amplitude dans la région du piége ou la densité
est élevée, en raison des fortes interactions entre atomes. Par conséquent, la conclusion
selon laquelle la présence des interactions assure une stabilisation du condensat dans
le piege est valide pour tous les types de perturbations physiques du piege.

1.6 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons présenté une étude détaillée du systéme constitué d'un
condensat de Bose-Einstein piégé dans un piege de profondeur finie unidimensionnel.
L’état fondamental du systéme a tout d’abord été analysé. Nous avons démontré l'exis-
tence d’'un état lié pour le condensat dans un piége de profondeur finie, et déterminé
deux régimes distincts pour sa fonction d’onde. Plus précisément, nous avons montré
I'existence d'un nombre d’atomes Ny, qui distingue, pour une profondeur donnée du
piege, un condensat localisé dans le piége d'une fonction d’onde trés étalée dans l'es-
pace. Ensuite, nous avons étudi€ les excitations élémentaires du condensat. Nous avons
résolu numériquement les équations de Bogoliubov-de Gennes, et interprété les diffé-
rents effets de la profondeur finie du piége et des interactions répulsives entre les atomes
sur la nature des états excités. En particulier, on observe que le nombre d’excitations
liées diminue avec le nombre d’atomes, pour finir dans la situation ot1 un unique état
lié subsiste : les interactions “expulsent” les excitations hors du piége. Enfin, l'utilisa-
tion d’'un piége dipolaire optique a été évoquée, et les sources de chauffage et de pertes
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d’atomes ont été étudiées dans un tel contexte. Nous avons pu en particulier estimer le
taux de départ des atomes hors du piége di1 aux fluctuations en intensité du laser. Cela
nous a permis de mettre en évidence la stabilisation du condensat dans le piege par les
interactions.

I1 ressort de cette étude que l'utilisation d'un piége de profondeur finie pour pié-
ger un condensat de Bose-Einstein en interaction répulsive permet de sélectionner le
nombre d’atomes contenus dans le piége. En effet, nous avons montré comment les in-
teractions limitaient le nombre d’atomes piégés : en partant d'une situation ou le piége
est profond et en diminuant sa profondeur, on aboutit & un piége de faible profondeur,
et qui contient un nombre d’atomes défini par celle-ci, avec des fluctuations réduites.
Ces atomes sont alors stabilisés vis-a-vis des perturbations mécaniques du systéme. Ce
dispositif expérimental parait ainsi adapté a la réalisation d’états quantiques fortement
corrélés, trés sensibles aux pertes d’atomes et pour lesquels disposer d'un condensat
mésoscopique est un atout majeur. Le prochain chapitre est destiné a la description des
états quantiques que nous souhaitons observer grace a ce piege.






Chapitre 2

Condensats spinoriels fortement
corrélés

Un piége dipolaire optique permet de piéger des atomes quel que soit leur état in-
terne. Ainsi, les atomes d'un condensat de Bose-Einstein confiné dans un tel piége,
s’ils posseédent tous la méme fonction d’onde spatiale, ont un degré de liberté supplé-
mentaire, leur spin [26]. Ce degré de liberté est a l'origine de phénomeénes physiques
riches et complexes, tant pour I'état fondamental que pour I'évolution temporelle de ces
condensats, dits spinoriels.

Le mécanisme au coeur de ces phénomeénes est l'interaction cohérente entre deux
atomes, qui peut faire basculer leur spin, tout en préservant la magnétisation totale [68,
69]. La faiblesse de I'énergie associée a ces interactions implique qu’elles ne sont faci-
lement mises en évidence que dans le cadre d'un gaz dégénéré, pour lequel on peut
définir un mode spatial (au sens de l'optique quantique). Dans ce dernier cas, une ap-
proximation a un mode unique peut étre faite [70, 27, 68], qui simplifie grandement la
compréhension des phénomenes spinoriels.

On peut également distinguer deux grandes familles d’interactions, suivant le signe
de la constante de couplage impliquée. On distinguera ainsi les interactions ferroma-
gnétiques, qui tendent a maximiser le spin total en alignant tous les spins sur l'axe de
quantification, des interactions anti-ferromagnétiques, qui tendent a minimiser le spin
en favorisant les états de spin total faible. La nature des interactions dépend de l'es-
péce atomique et de I'état considéré. Nous traiterons ici le cas du sodium, dans I'état
357 s2 (F' = 1). Pour ces atomes, les interactions sont anti-ferromagnétiques. L'une des
caractéristiques les plus intéressantes de ces interactions est leur capacité a créer des
correlations entre les atomes du condensat [27, 28, 29, 30], générant ainsi des états
fortement non classiques. De tels états sont potentiellement utiles pour l'interféromé-
trie [34, 35] et la métrologie [36, 37, 38], car ils permettent en principe des mesures
plus précises que le bruit quantique standard [31, 32, 33].

Ce chapitre décrit certains aspects théoriques des condensats spinoriels, et propose
des protocoles expérimentaux pour la réalisation d’états quantiques fortement corrélés

53
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mettant en jeu les interactions entre états de spin. En particulier, deux situations ex-
périmentales sont proposées permettant d’aboutir a la formation de superpositions mé-
soscopiques d’états quantiques, y compris des états de type “Chat de Schrédinger” [71].
Nous discuterons aussi bien de la formation de tels états que de leur détection, mais
également de la faisabilité expérimentale de telles réalisations. En effet, la caractéris-
tique de ces états fortement corrélés est leur fragilité vis-a-vis de la décohérence [51, 72].
Ainsi, nous traiterons en détail pour chacune des deux expériences proposées du role
des pertes d’atomes et des perturbations magnétiques extérieures, ainsi que des moyens
de diminuer leurs effets. En particulier, nous verrons que le choix de I'atome de sodium,
ainsi que du systéme décrit dans le chapitre précédent, permettant de piéger de ma-
niere controlée un petit nombre d’atomes, s’avérera déterminant. En ce qui concerne
les champs magnétiques extérieurs, leurs fluctuations sont une source de décohérence
majeure pour un condensat spinoriel fortement corrélé. L'installation a terme d’'un blin-
dage magnétique sur notre expérience devrait isoler le systéme de telles perturbations.
Cela nous permettra également de nous contenter de faibles champs magnétiques direc-
teurs pour définir 'axe du systéme de spin, afin de ne pas masquer la riche dynamique
qui en découle.

Dans un premier temps, nous présenterons les outils théoriques permettant I'étude
de condensats spinoriels, en insistant sur la nature des interactions mises en jeu. Nous
présenterons ensuite la premiere proposition expérimentale, visant la génération d'un
état fondamental pour un condensat anti-ferromagnétique présentant d’'importantes
corrélations sur I'ensemble du systéme. Enfin, nous exposerons une autre proposition
expérimentale mettant en jeu les interactions non linéaires entre les atomes de spin non
nul, en développant un formalisme faisant I'analogie avec un condensat a deux modes,
de spin 1/2 [73]. Ce type d'interaction permet la formation d'états comprimés, et de
superposition mésoscopique d’états quantiques [39, 40, 41, 42, 43].

2.1 Description théorique d’'un condensat spinoriel

Nous commencons dans cette section par établir le cadre théorique nécessaire a
I'étude d'un condensat spinoriel. Ainsi, le hamiltonien d’interaction entre espéeces de
spin sera décrit ici, ainsi que les propriétés plus particulieres d'un condensat anti-
ferromagnétique de sodium.

2.1.1 Hamiltonien d’'interaction

Considérons en premier lieu deux atomes de sodium dans I'état | 35; 12, = 1), qui
peuvent chacun occuper un état Zeeman mpr = {—1,0,1}. Ces trois états seront notés
respectivement | — 1), |0) et | +1). Le potentiel d’interaction entre ces deux atomes peut
s’exprimer comme (voir Annexe B.1) :

Vi(s1,82) = g 1+ gs 51 - 82, (2.1)
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FIGURE 2.1. Interactions entre spin pour des atomes dans F = 1. Les atomes peuvent occuper l'un des trois
états Zeeman | + 1), | 0) et | + 1). Le hamitonien H conserve la magnétisation du systéme, le seul changement
de spin pouvant se produire lors d'une collision est donc la _formation d’'une paire d’atomes dans |0) a partir
d’un atome dans | + 1) et un atome dans | — 1), ainsi que le processus inverse.

avec une constante de couplage indépendante du spin

292 + go

_— 2.2)

g=
et une constante de couplage correspondant a une interaction effective entre spins :

:92—90

s 3 (2.3)

Etant donné le potentiel V; d’interaction a deux corps donné ci-dessus, il est possible
d’écrire le potentiel d’interaction a N corps suivant (voir Annexe B.2) :

Hint =H + Hs (2.4)
avec
H_g/frﬁ@L 2.5)

ou I'on a introduit I'opérateur “densité spatiale” p = ) . \ifj\i/l et d’autre part

H, = gzs/dgrs’(r)Q. (2.6)

Les composantes de 'opérateur vectoriel S (r) s’écrivent quant a elle comme
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2.1.2 Approximation a un mode unique

Considérons maintenant le probléme d'un condensat de Bose-Einstein spinoriel piégé
dans un potentiel V(7). Il est possible de simplifier ce probléme en séparant les variables
spatiales des variables de spin. Pour ce faire, on introduit I'approximation de mode
unique [70, 27, 68]. Cette approximation néglige la fraction non condensée et suppose
que tous les atomes dans les différents états de spin ont le méme mode spatial g (r)
(fonctions d’'ondes spatiales “rigides”). Bien que cette approximation soit communément
employée dans les travaux théoriques sur les condensats spinoriels, les interactions
anti-ferromagnétiques pour le sodium entrainent en réalité une séparation spatiale des
différentes espéces de spin [74, 75]. Cependant une investigation approfondie de la
validité de I'approximation a un mode unique dans le cas anti-ferromagnétique [76]
démontre la validité de cette approximation pour les nombres d’atomes inférieurs a 10°.

Les condensats mésoscopiques que nous étudions ici sont largement en-dessous de
cette limite, et 'approximation de mode unique est donc applicable. Dans le cadre de
cette approximation, les opérateurs champ 0, pour un atome dans un état de spin | )
sont donc pris égaux a des opérateurs de la forme ¢g(r)d;, ou les a; n'agissent que
sur les degrés de liberté de spin. La fonction d’'onde ¢y est supposée normalisée par
la condition [d3r |¢g|*> = 1, de telle sorte que le nombre d’atomes dans un état de
spin donné est obtenu par l'opérateur N; = d;rdi. La fonction d’onde ¢y est quant a
elle la solution de I'équation de Gross-Pitaevskii dans I'approximation de champ moyen
(voir Ch. 1) prenant en compte I'énergie cinétique, I'énergie potentielle de piégeage et le
hamiltonien d’interaction H :

B2 -
= 5 - Apo + V(r)eo + glol*0 = uepo, 2.8)

ou p est le potentiel chimique du condensat. De son c6té, la dynamique de spin est régie
par le hamiltonien Hy, que la séparation des variables (V;(r) = ¢o(7)a;) permet d’écrire :

H, = %SQ, (2.9)

avec d’apres les relations (2.7)

R R ~ R R R n ~ 2
S% = N+ No+ 2Ng(Npq 4+ N_y) + <N+1 - N_1> +2 (a‘;lailag + &$2d+1@_1) . (2.10)
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FIGURE 2.2. Effet des différents termes du hamiltonien d’interaction H,. En premier; le terme d’interaction
spinoriel, favorisant dans le cas anti-ferromagnétique U'état S = 0, d’énergie nulle. L’énergie des autres états
vaut S(S + 1)Us/2. Si Uon part de S = 0, seuls des états de spin total pair peuvent étre occupés, du fait de la
conservation de la magnétisation. En second, Ueffet Zeeman linéaire, qui sépare les trois états de spin de l'énergie
p, en favorisant U'état | + 1) (spin aligné sur le champ magnétique). En dernier; Ueffet Zeeman quadratique, qui
JSavorise U'état | 0) en augmentant de q U'énergie des autres états Zeeman.

et en intégrant sur la partie spatiale de S2(r)

Us = gs /d3r lo(r)[2. (2.11)

2, U, pourra étre estimé simple-

Sachant que la densité locale s'écrit ng(r) = N|po(r)
ment par U ~ gs/L3, ot1 L est la taille caractéristique du systeme (|oo(7)|> ~ 1/L3).

Tous les termes de I'équation (2.10) sauf le dernier décrivent les collisions élastiques
entre les atomes, et le dernier terme décrit la collision inélastique (renversement de
spin) produisant une paire m; = +1 et mg = —1 a partir de deux atomes dans I'état
mp = 0, et le processus inverse. Aucun processus de renversement de spin modifiant la
magnétisation totale lors de la collision n’est présent (voir Fig. 2.1). Ainsi, ce hamiltonien
assure la conservation de la magnétisation du systéme.

Enfin, pour compléter la description du probléme du condensat de spineur, nous
devons tenir compte de l'effet d'un champ magnétique extérieur. Celui-ci se couple au
systéme via l'effet Zeeman, que l'on prend en compte jusqu'a l'ordre 2 (effet Zeeman
quadratique) ! :

; peB (801 - 1) (usB)* (i1 + 51
Hypog = —— Ny — N ——— | N N_ 2.12
mag 9 +1 1)+ 4E/th +1+ 1) ( )
(uBB)?

1. Cette expression est valable tant que l'on a % > oy Ces deux termes s’équilibrent pour un
champ magnétique de ~ 640 G. Dans des conditions expérimentales habituelles, nous serons toujours bien

en dessous de cette condition (effet Paschen-Back).
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pour un champ magnétique B orienté selon l'axe z, et hwys I'écart en énergie entre les
niveaux hyperfins | F' = 1) et | F' = 2). On pose alors les variables réduites :

,U,BB (,U,BB)2
— =27 2.13
p . 4h¢dhf ’ ( )

pour pouvoir écrire finalement le hamiltonien total régissant la dynamique de spin
Hspin = Hs + Hmag :

N U. ~ N N N N
Hapin = 5 8% = p (N+1 - N_1> +q (N+1 + N_1> 7 (2.14)

I'expression de S? étant donnée dans I'équation (2.10). L’effet de chaque terme de ce
hamiltonien est résumé sur la figure 2.2. Le terme d’interaction entre spins pris seul
a pour états propres des états de spin total S bien défini, avec pour valeur propre
S(S 4+ 1)Us/2. Dans le cas anti-ferromagnétique (Us > 0, comme pour le sodium, voir
§2.1.3), I'état de plus faible énergie est obtenu pour S = 0. Le terme proportionnel a
p > 0 agit sur la polarisation du gaz, le spin des atomes tendant a s’aligner sur le
champ magnétique, et donc ici en peuplant N, ;. Le terme proportionnel & ¢ > 0 donne
quant a lui la préférence énergétique a des atomes dans |0) par rapport aux autres états
Zeeman.

2.1.3 Condensat spinoriel de sodium

On peut ici donner quelques ordres de grandeurs. La table 2.1 permet la comparaison
entre I'atome de sodium et I'atome le plus communément refroidi, le rubidium, sur dif-
férents points caractérisant un condensat de spineur. Tout d’abord, la différence entre
les longueurs de diffusions a2 et ag y est reportée [77, 78] pour les deux espéces ato-
miques dans | .S} /25 F = 1). Cette différence permet de calculer la constante de couplage
gs. Or les effets combinés d’'une masse plus faible et d'une interaction entre espéces de
spin plus importante conduisent a une constante de couplage supérieure d'un ordre de
grandeur pour le sodium. L’'observation de I'effet des interactions est donc bien plus aisé
a réaliser pour le sodium, car le temps typique de I'évolution du systéme est plus bref.
De plus, g5 < 0 pour le rubidium, ce qui dénote un comportement ferromagnétique, qui
interdit I'étude de la physique développée dans la section suivante. En ce qui concerne
les pertes dues aux collisions [67, 79], le sodium est 1a aussi mieux placé, aussi bien
en ce qui concerne les collisions a deux qu’a trois corps. Ainsi, un condensat spinoriel
de sodium évolue beaucoup plus rapidement quun condensat de rubidium sous l'effet
des interactions, et peut étre conservé plus longtemps du fait des pertes réduites pour
cet atome. Celui-ci apparait donc comme le choix judicieux pour I'observation d’états de
spin fortement corrélés traitée dans ce chapitre.

On peut également se poser la question, en réalité naive, du champ magnétique
nécessaire, pour obtenir un condensat polarisé. La valeur prise par S? étant N2 dans ce
cas, on constate que l'on atteint cette situation pour %N 2 = pN, soit pour un champ
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23Na 87Rb
az — ap [aB] 2.7 -1.1
gs/h [Hzm3] 25x1072° —-3x10°%
Us/h [mHz| 250 —30

ko [em®s7!]  <5x1071¢ <10x 10716
k3 [em®s71] 2 x 10730 6 x 10730

TABLE 2.1. Paramétres utiles pour la description d’'un condensat spinoriel, pour le sodium (anti-ferromagnétique)
et le rubidium (ferromagnétique) dans F = 1. Les différences mesurées entre longueurs de diffusion as — ag sont
en unités de rayon de Bohr ag ~ 53 pm, et sont données dans [77] (sodium) et [78] (rubidium). Elles permettent de
calculer les constantes de couplage gs = 4nh%as/m. L'énergie d’interaction Us ~ gs/L3 est quant a elle estimée
pour un confinement du gaz dans les trois dimensions sur une taille typique L = 1 um (correspond a lintégrale
sur |¢o|* pour un piége harmonique avec une fréquence moyenne de 2 kHz (voir Ch. 1)). Les coefficients de pertes
dus aux collisions a deux (k2) et trois corps (k3) sont issus de [67] (sodium) et [79] (rubidium).

magnétique

NU;

B. = .
1B

(2.15)

Pour des condensats avec de petits nombres d’atomes, tels que ceux évoqués dans le
chapitre 1, ce champ est trés faible. Ainsi, pour N = 100, cela constitue des champs de
I'ordre de 20 pG. On ne devrait donc observer que des condensats complétement polari-
sés. Ce n’'est en fait pas le cas, car comme nous l'avons vu le hamiltonien d’interaction
conserve la magnétisation. L’évolution se fera donc & magnétisation constante et ne dé-
pendra pas de l'effet Zeeman linéaire, sauf si un mécanisme supplémentaire tel qu'une
évaporation d’atomes sélective en spin est envisagé.

2.1.4 Controle externe du spin par un champ magnétique oscillant

Afin d’obtenir des états fortement corrélés en profitant de la dynamique induite par
les collisions de spin, il nous faut disposer de techniques expérimentales pour la mani-
pulation de I'état Zeeman des atomes.

Obtention d’un condensat d’un seule espéce de spin

Comme nous venons de le voir, il n’est pas trivial de préparer un condensat complé-
tement polarisé, car une fois qu’il a été produit avec une magnétisation donnée, il n’est
plus possible de la modifier. Une solution consiste a favoriser un état de spin platot
qu'un autre pendant la phase de refroidissement par évaporation menant a la conden-
sation (voir Ch. 6). Ce processus, appelé distillation de spin [80, 81], utilise un gradient
de champ magnétique pour déformer le potentiel de piégeage en fonction du spin, et
ainsi favoriser I'échappement d'une espéce de spin plutét quune autre. En utilisant
cette technique, des condensats d'une seule espéce de spin ont pu étre réalisés, qu’il
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s'agissent des états | + 1) ou de I'état | 0), suivant la direction verticale ou horizontale
du gradient appliqué.

Transfert de population entre états Zeeman

Nous voulons également pouvoir transférer des atomes dans un autre état de spin
a partir d'un gaz complétement polarisé. Pour ce faire, il est possible de réaliser une
opération a un corps sur chaque atome, en utilisant un champ magnétique oscillant
dans une direction orthogonale au champ statique définissant 'axe de quantification
du spin, par exemple S,. De cette maniére, une oscillation de Rabi [82] a lieu entre I'état
| +1) et I'état | — 1). L'état | + 1) subit alors une rotation de la forme R(t) = etz on
QR est la fréquence de Rabi réalisée par le champ magnétique oscillant et F), la premiére
matrice de Pauli pour un spin 1. Un calcul simple donne alors

2 2
R(t)] +1) = cos <92Rt) | +1) — sin (?) S 1) —isin(Qrt)|0),  (2.16)
R()]0) = cos(Qut)| 0) — ¢Z§ sin(Qrt) (1) + | —1)). 2.17)

Ainsi, une impulsion dite 7/2, obtenue pour Qrt = 7/2, produira I'état de magnétisation
nulle § (| +1) — | — 1) — iv/2|0)). De méme une impulsion 7 transférera tous les atomes
dans | —1). Il est donc possible de préparer un état de magnétisation voulue a partir d'un

état complétement polarisé. On peut aussi noter que du fait des faibles constantes de
couplage entre spins, il est aisé d’obtenir des durées d’impulsion courtes devant le temps
d’évolution typique di au hamiltonien d’'interaction de spin. Ces impulsions pourront
donc étre considérées comme instantanées du point de vue de I'évolution globale du
systéme.

Effet Zeeman quadratique négatif

Outre de simples manipulations ponctuelles sur 'état de spin des atomes, nous vou-
lons étre capables d’influer sur la nature de I'état fondamental du systéme. Nous avons
vu que 'hamiltonien H, conserve la magnétisation. Ainsi, si 'on part dans un état de
magnétisation donné, celle-ci est conservée et 'effet Zeeman linéaire ne constitue alors
qu'un terme constant. Le seul moyen extérieur d’influer sur la dynamique est alors l'ef-
fet Zeeman quadratique, q(N +1 +N. _1). Le coefficient ¢ est toujours positif par définition,
et cet effet favorise toujours les particules dans I'état | 0).

Afin de pouvoir plutét favoriser les états | + 1), il est possible d'utiliser un rayon-
nement micro-onde quasi-résonnant avec la transition hyperfine |F = 1) — |F =
2) [43, 83]. Les sous niveaux Zeeman se couplent difféfremment a un rayonnement
micro-onde avec une polarisation 7 suivant que |m| = 1 ou m = 0. Un terme ¢y, (NH +
N,l) vient alors se rajouter au hamiltonien, du méme type que l'effet Zeeman qua-
dratique, mais de signe dépendant du désaccord en fréquence A, par rapport a la
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m =20
F=2
m = —2 m = +2
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FIGURE 2.3. Transition hyperfine micro-onde en polarisation 7. Les carrés des coefficients de Clebsch-Gordan
C; pour les transitions | F = 1,mp = i) — | F = 2, mp = 1) sont indiqués. Ces transitions sont réalisées avec un
désaccord A, et entrainent un déplacement d’énergie AE; pour le niveau | i).

transition hyperfine, éventuellement négatif. En réglant indépendamment le champ
statique B et le champ micro-onde B,,,, il sera donc possible de choisir le signe de
(¢ + qu). Afin d’exprimer ¢,,,, nous utilisons I'expression du déplacement d’énergie
pour un rayonnement de polarisation 7 habillant les états | F' = 1, m), donnée dans [83]
pour upB < hA ¢

AE, 3020, 1
= (2.18)

h SA _ BB’
pnw 1 mhAw

ou les coefficients C,,, sont les modules carrés des coefficients de Clebsh-Gordan (voir
Fig. 2.3) pour la transition 7 [(F = 1,m|F = 2,m)|?, Qr = pupBw/h la fréquence de
Rabi pour la transition. Etant donné que C'_; = (., utiliser un champ magnétique
statique assez faible pour que ugB < hA,, permet d’'obtenir un décalage en énergie
similaire pour | + 1) et | — 1) 2. Autrement dit, le déplacement Zeeman des niveaux doit
étre faible devant le décalage en fréquence des micro-ondes. Pour un champ magnétique

ambiant faible, cette condition sera toujours réalisée.

Dans ces conditions, le hamiltonien flspin se voit ajouter un terme
AEil(N+1 + N_l) + AE()N(], (2.19)

ou AEL; = AF,; = AFE4;. Le nombre d’'atomes étant toujours considéré constant et
les termes du hamiltonien qui lui sont proportionnels étant négligés, il est possible de

2. De plus, la conservation de la magnétisation implique qu'une différence d’énergie entre | + 1) et | — 1)
n'aura pas d’effet sur la dynamique, car il ne peut y avoir de transition de I'un vers l'autre.
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réécrire ce terme sous la forme ¢,,,(N41 + N_1), avec

hQ2
168,

quw = AEil — AEO = — [2.20)

On obtient bien un terme négatif pour A, > 0, qui vient abaisser I'’énergie des états
| +1) et | —1) par rapport a I'état | 0). Nous disposons de deux moyens pour augmenter
ce terme : créer un champ micro-onde important, et utiliser un décalage plus faible par
rapport a la transition hyperfine. Cependant, nous voulons éviter de peupler les états
dans | F' = 2). Cela impose que |A | soit grande devant la fréquence de Rabi (2, pour
s'assurer d'un faible taux d’excitation hors résonance proportionnel a [Q/A ., 2, On
prendra donc A, de I'ordre de quelques dizaines de megaHertz.

Le champ micro-onde que I'on peut réaliser connait quant a lui des contraintes tech-
niques. En effet, il n’est pas simple de générer ce champ, a 1.7 GHz, au centre d'une
enceinte a vide en métal. Seule une faible partie de la puissance injectée dans une an-
tenne pourra ainsi étre utilisée. Pour que cet effet “Zeeman quadratique négatif” soit
utile, il faut au moins qu’il soit capable de compenser l'effet Zeeman quadratique tradi-
tionnel lié au champ magnétique statique. Si 'on travaille avec un champ statique de
100 pG, envisageable a I'intérieur du blindage magnétique ot les fluctuations du champ
seront bien inférieures encore, le champ micro-onde correspondant est de seulement
30 uG, pour A,,, = 50 MHz. Pour influer sur la dynamique de spin, on doit pourvoir
compenser la valeur maximale prise par I'énergie Hy, soit g, ~ NUs. Pour N = 100, et
la valeur de Ug donnée dans la table 2.1, le champ micro-onde nécessaire est de I'ordre
de 100 mG. Des essais préliminaires ont montré que de tels champs pourraient étre
atteints au centre de l'enceinte a vide pour des puissances micro-ondes de l'ordre de
10 W.

2.2 Génération d’'états corrélés avec un condensat de
spin 1

Le hamiltonien ﬁspin [Eq. (2.14)] régissant les interactions des atomes dans F' = 1
conduit a une physique trés riche dans le cas anti-ferromagnétique (Us > 0), que nous
pouvons étudier grace a 'atome de sodium. Ainsi, nous allons voir que I'état fondamen-
tal d'un tel condensat peut posséder sous certaines conditions des propriétés de nature
purement quantique, impliquant des états fortement corrélés. C’est ce que nous nous
proposons de traiter dans cette section.

2.2.1 Etat fondamental d’un condensat de spin 1 dans un champ
magnétique

Dans un premier temps, il est possible de déterminer 'état fondamental du systéme
formé par N atomes en faisant une approximation de champ moyen, pour laquelle la
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fonction d’'onde a N corps peut s’écrire comme (&E)N | 0), ou l'opérateur de création d}

crée une particule dans I'état de spin a un corps ayant pour fonction d’onde normalisée
(. L’état de spin pour N particules peut alors s’écrire

[ VNG e [ VEEmeien
CN = ﬁ m €i<p0 = ﬁ \/ 2(1 — ﬂl’) eicpo 5 (221)
vV N_l €i¢+l AT —m eiwfl

ou l'on a posé les quantités réduites

Nip+ Ny Ny — Ny
r=——"— ¢€e¢¢ m=——""7—. 2.22
N N (2.22)
Il est alors aisé d’appliquer le hamiltonien H'Spin a cet état pour en déterminer I'énergie
moyenne par particule a la limite thermodynamique (N — 400, NU; constant)

Es in 1 ~ ~
N2pU =3 2x(1 — ) + m? +2(1 — 2)V/ a2 — m?2 cos(Agos)} —pm + gz, (2.23)

avec Aps = @11+ -1 =200, p= et §= q;{gu'

Si I'on cherche I'état fondamental absolu, la magnétisation étant un parametre ajus-
table, rappelons que l'effet Zeeman quadratique peut étre négligé car l'effet Zeeman
linéaire domine (¢ < p) pour des champs typiques expérimentalement et sans champ
micro-onde. La minimisation de cette énergie conduit a = = 1, cos(Ayps) = —1, et

m = p. (2.24)

La magnétisation m prend donc une valeur d’autant plus importante que le champ
extérieur augmente, et le nombre d’atomes dans |0) est nul. En particulier, on retrouve
notamment m = 1 dés que B > B, le gaz étant alors complétement polarisé. Si I'on
fait au contraire tendre le champ magnétique vers 0, on se retrouve dans une situation
pour laquelle la dynamique est entiérement régie par le hamiltonien d’'interaction H,
[Eq. (2.9)]. L’état fondamental qui en résulte est décrit dans [70], sous le nom de polar
state. Etant donné qu’il n'y alors plus de direction privilégiée, il s’agit de I'ensemble des
états obtenus par rotation (6, @) de I'état cohérent de spin nul (0, 1,0), soit

1 — sin e~
Gpot(0,0) = ———= | V2cos(0) . (2.25)
V2 sin(6)e™?

Le mélange statistique équiprobable des 5p01(0, ) constitue I'état fondamental du sys-
téme a champ nul, dans 'approximation de champ moyen.

Cependant, nous avons vu que le hamiltonien H; maintenait la magnétisation m
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FIGURE 2.4. Evolution de la fraction d’atomes dans |0) dans Uétat fondamental calculé selon Uapproximation
de champ moyen, en fonction du paramétre q, pour différentes valeurs de la magnétisation m. Les deux régimes
asymptotiques sont No/N = 0 pour ¢ < qc et No/N = 1 pour G > qc. La transition entre ces deux régimes est
d’autant plus abrupte que |m| est faible.

constante. Ainsi, si un systéme ne vérifie pas la condition (2.24) au départ, il ne pourra
pas évoluer vers I'état décrit ci-dessus. Cela revient en fait a dire que le terme dua a l'effet
Zeeman linéaire n’a plus d’effet sur la dynamique, et le terme quadratique ne doit alors
plus étre négligé (ainsi que le terme non linéaire en m?). L'énergie & minimiser se réduit
alors a partir de Eq. (2.23) a

Espin
N2Ug

=(1-2) (g; —Va? - m2> + G (2.26)

Le résultat de la minimisation dépend alors de la valeur de m :

— Si m = 0, seule I'énergie due a l'effet Zeeman quadratique effectif persiste, et 'on
aura tous les atomes dans |0), ou bien répartis également entre | + 1) et | — 1),
suivant le signe de q.

- Si |m| > 0, I'énergie demeure une fonction décroissante de z tant que

§<1—+v1—m?2=g¢e. (2.27)

— Si cette condition est vérifiée, I'énergie est minimisée pour x = 1 (Ng = 0), et 'on
retrouve I'état fondamental absolu décrit précédemment. Cela signifie que l'effet
Zeeman quadratique est trop faible devant 'énergie d’interaction pour permettre
le peuplement de I'état | 0).

— En revanche, si ¢ > q., 'état fondamental est obtenu pour une valeur de z telle
que Ny > 0. L'état | 0) étant énergétiquement favorable, il se remplit autant que
le permet la condition de magnétisation m = N1 — N_;.

La fraction d’atomes Ny/N = (1 — z) dans I'état | 0) est représentée sur la figure 2.4
en fonction de la valeur de ¢. La zone autour de ¢ = g. montre un changement abrupt
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de I'état fondamental en champ moyen. En particulier, dans le cas ot m = g. = 0, on
observe une transition brutale entre un état ou tous les atomes sont également répartis
entre | + 1) et | — 1) (§ < 0) et tous les atomes sont dans |0) (§ < 0). Pour § = 0, on
retrouve I'état cohérent de spin nul [Eq. (2.25)]. Cette discontinuité montre les limites de
l'approche de champ moyen, et une approche purement quantique est nécessaire pour
mieux décrire I'état & N particules au voisinage de m = 0 et ¢ = 0.

2.2.2 Description du condensat dans I'état singulet

Il est possible de calculer de maniére purement quantique I'état fondamental du
systeme lorsque ¢ = 0 [27]. En effet, le hamiltonien du systéme est dans ce cas réduit
a Hy, = Ub 52, qui est diagonalisable par les états de magnétisation m bien définie,
I'état de plus faible énergie étant alors celui pour lequel m = 0. Pour obtenir cet état
fondamental, nous introduisons l'opérateur

At =al? —2af jal (2.28)

qui crée une paire d’atomes dans un état singulet, de spin nul. Cet état peut s’exprimer
dans labase | +1: Ny1,0: Ng,—1: N_;) comme

1 2
Vsing = \/;I 0,2,0) — \@I 1,0,1). (2.29)

Si I'on note | n)ging = wgng ou n est le nombre de paires dans l'état singulet, on a

A nYsing = V20 +2)(2n + 3)|n 4 Daing et A n)sing = v/ (20) (21 + 1)1 — Dging.

2.30
On déduit alors immeédiatement les relations suivantes : ( )
Afn A
| N)sing = W| 0) et gng(n |ATA| N)sing = 2n(2n + 1). (2.31)
Or, un simple calcul montre que 'on a [Eq. (2.10)]
S2 = N(N +1)— A A. (2.32)

I1 est donc clair que le vecteur propre du hamitonien Hy pour lequel I'énergie est mini-
male est un état dans lequel un maximum de paires de particules dans I'état singulet
sont créées . Il s'agit de I'état |¢q) = | N/2)sing (pour N pair), possédant donc une
énergie rigoureusement nulle :

Eq = (¢q |Hy|¢a) = 0. (2.33)
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2.2.3 Comparaison entre état singulet et état cohérent

Si I'on calcule I'énergie moyenne de I'état prédit en champ moyen pour ¢ = 0 [Eq. (2.25)],
en prenant en compte tous les termes du développement de S? [Eq. (2.10)], on trouve

NU.

B¢ = 5 (2.34)

On voit bien alors qu’il ne s’agit pas du réel état fondamental du systéme, car Fg < Eyys.
De plus, l'état singulet posséde des propriétés statistiques qui le différencient de I'état
cohérent [84, 69, 27, 72]. Les moments d’ordre 1 et 2 des nombres d’atomes pour les
différents états de spin peuvent étre calculés dans l'état | ¢,¢) en faisant la moyenne
sur les angles 6 et ¢ qui seront déterminés aléatoirement a chaque mesure :

(Ng1)mt = (Noymt = (N—1)mt = 3,

(A%No) . = 35, (2.35)

(A%[Nyy = Noa) o = 2.

Les mémes moments calculés pour \ @b(;) (invariant par rotation) conduisent a

(Ny1)e = (Noya = (N_1)g = &,
(A2N), = M2 4 4N (2.36)

(A2[Nyy — Ny))g = 0.

Si les populations moyennes sont équiréparties dans les deux cas, on observe une sur-
fluctuation des populations dans I'état fondamental de singulets par rapport a la solu-
tion de champ moyen, tandis que les fluctuations de la magnétisation sont quant a elle
complétement supprimées. Ces différences statistiques doivent permettre de discriminer
expérimentalement un état formé de singulets d'un état cohérent équiréparti.

Cependant, I'état singulet ) est trés fragile, et peut étre projeté sur I'état | ¢ys)
par des perturbations de I'environnement extérieur. Ce probléme est étudié dans [72],
ou l'on voit que chaque perte d’atome rapproche I'état singulet de I'état cohérent : la
mesure possible de cet atome perdu renseigne sur l'état de spin de l'autre atome de
la paire, qui est projeté dans un état de spin bien défini. Cela revient a dire que la
perte d’atomes (ou de maniére équivalente une mesure effectuée sur le nuage atomique)
brise la symétrie par rotation présente a champ nul. Ce mécanisme de projection est
en compétition avec le hamiltonien d’interaction H'S, qui tend a faire disparaitre toute
direction privilégiée. On peut estimer I'ordre de grandeur de la constante de temps de ce
retour a un état symétrique par mix ~ fi/Us [85]. Afin de pouvoir observer I'état singulet,
il est donc nécessaire que ce processus de mélange de spin posséde une constante de
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temps bien plus bréve que la constante de temps des pertes atomiques. Cette condition
peut donc s’écrire :

% > mN, (2.37)
ou 7 est le taux de perte par atome. Cette condition impose une limite sur le nombre
d’atomes avec lequel I'état singulet est expérimentalement observable. Ainsi, si l'on
consideére les pertes dues aux collisions avec le gaz résiduel, un temps de vie de ’yl_Ll =
30 s limite le nombre d’atomes a 50 atomes environ. Si I'on considére plutét les pertes a
trois corps, nous avons vu dans le chapitre précédent (§1.5.2) qu’elles conduisent a un
taux de perte par atome 31, = k3N?/LS, ot1 L est la taille typique du confinement. En
écrivant U = g5/ L3, on obtient alors une condition sur le nombre d’atomes maximal

1/3
gSL3
N ~ 90 2.38

< < hks ) ( )

On trouve donc une limite similaire sur le nombre d’atomes. Le piége mésoscopique
étudié dans le chapitre 1, permettant de piéger de maniére contrélée un petit nombre
d’atomes, devrait donc s’avérer trés utile pour l'obtention d’états fortement corrélés et
par conséquent tres fragiles tels que I'état singulet.

La symétrie du hamiltonien d’interaction peut également étre brisée par un gradient
de champ magnétique o’ dans une direction donnée. Les effets d'une telle perturbation
sont analysés en détail dans [84], mais il est possible de les quantifier simplement
en utilisant la taille typique L déja introduite. La différence d’énergie entre les deux
extrémités du nuage due au gradient Nugb'L peut alors étre comparée a I'écart en
énergie entre I'état singulet et I'état cohérent UsN/2 ~ g;N/(2L?)[Eq. (2.34)]. On obtient
alors la condition suivante pour 'observation de I'état singulet :

9s
204

upl < (2.39)

Cette condition conduit a s'intéresser a des nuages atomiques de petite taille, afin de
minimiser sa sensibilité au gradient. Le micro-piége présenté dans le chapitre 1 est la
encore bien adapté, car il s’agit d'un piége trés confinant, garantissant des nuages de
l'ordre du micron. Pour cette taille typique et les parameétres du sodium, la condition
devient b’ < 0.5 G cm ™!, ce qui n’est pas trés contraignant.

2.2.4 Passage adiabatique vers I’état singulet

La nature de I'état singulet et les conditions nécessaires a son observation ayant été
caractérisées, il nous faut établir une séquence expérimentale permettant d’obtenir un
tel état fortement corrélé. Pour ce faire, nous proposons d’utiliser la manipulation de
spin par micro-ondes décrite a la fin de la section 2.1 pour passer adiabatiquement
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d'un état cohérent de spin a I'état singulet.

Nous supposons donc maintenant que le terme d’effet Zeeman quadratique effectif
est présent dans le hamiltonien du systéme en plus de H,. Nous venons de décrire I'état
fondamental a ¢ = 0. En revanche, si |§| > 1, I'état fondamental devient radicalement
différent selon le signe de g :

- Si ¢ > 0, I'état | 0) a I'énergie la plus basse, et tous les atomes sont donc dans cet

état. L'état a N particules du systéme est donc un état cohérent : (N!)~1/ QdEN |0).

- Si ¢ <0, ce sont les états | + 1) et | — 1) qui ont I'énergie la plus faible. Ainsi, si

I'on passe de ¢ > 0 a ¢ < 0, a partir d'un état de magnétisation nulle, chaque paire
d’atomes dans |0) va devenir une paire (| + 1),| — 1)). L'état du systéme va donc
évoluer vers des états de Fock dits “jumeaux”, pour lesquelles la moiti€¢ des atomes
sont dans | + 1) et l'autre dans | — 1) : (N/2)!_1&11N/2&T71N/2| 0). Ces états sont
fortement corrélés, et ont été proposés pour constituer la base d’interférometre a
la limite d’Heisenberg avec des photons [34] ou des atomes [35].

Nous proposons d’explorer ces trois régimes par passage adiabatique (voir Fig. 2.5).
Pour ce faire, nous partons d'une situation ou tous les atomes sont dans I'état |0), ce
qui est I'état fondamental pour ¢ > 1 et une magnétisation nulle (I'obtention d'un gaz de
magnétisation nulle a été évoquée dans §2.1.4). La condition sur ¢ est réalisée en appli-
quant un champ magnétique statique important, compensé partiellement par un champ
micro-onde (¢ > 1, quw ~ —NUg). L'étape suivante consiste alors a abaisser lentement
le champ magnétique statique, le champ micro-onde étant maintenu constant. On peut
ainsi arriver a un point ou ¢ = —q,, soit ¢ = 0. Si cette diminution est réalisée suf-
fisamment lentement, I'état singulet devrait alors étre obtenu. Si I'on abaisse encore ¢,
on atteint alors une situation ot1 g est négatif, et la formation d’états de Fock jumeaux.

Pour déterminer une borne supérieure sur la durée de cette évolution adiabatique ¢,

nous pouvons considérer le critére d’adiabaticité usuel [86] :

AE?
h )

|E| < (2.40)
ou F est I'énergie du systéme et AFE I'écart entre I'énergie de I'état fondamental et celle
du premier état excité. Si cette condition est réalisée, le passage d'un état a I'autre sera
adiabatique : le systéme demeurera a chaque instant dans son état fondamental, réali-
sant I'évolution décrite ci-dessus. Or AFE n’est faible que lorsque ¢ ~ 0, car autrement
I'effet Zeeman quadratique éloigne suffisamment le premier état excité. En ¢ = 0, il est
facile de voir que AE = 3U,°>. Ainsi, si I'on consideére la situation la plus défavorable
ou l'on diminue linéairement ¢ entre —1 et 1 en un temps 7 pour réaliser le passage
adiabatique, la condition d’adiabaticité s’écrit

2N Uy < U2 s 2N
— SO1
T h ST

(2.41)

3. Pour § = 0, le hamiltonient est simplement Hy, le premier état excité (S = 2 pour conserver la magnéti-
sation) a une énergie —UsS(S + 1)/2 = 3Us.
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Etat cohérent (m = 0) Etat singulet Etat “jumeaux”

Energie A -*_
- -

4 4> gl NU.
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FIGURE 2.5. Passage adiabatique de l'état champ moyen a} N |0) a Uétat de Fock “jumeau” dLN /2qt [ N/2|0),
en passant par U'état singulet ATN/ 2| 0). Le parametre q est diminué pendant que g,.., est maintenu constant, ce
qui permet de passer de ¢ = 1 a ¢ = —1. L’énergie relative des niveaux Zeeman est alors modifiée de maniére a

explorer ces différents états fortement corrélés.
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Avec un nombre d’atomes de quelques dizaines, la rampe devra étre réalisée en une
dizaine de secondes. Il est clair qu'un profil de diminution de ¢ optimisé, plus rapide
loin de ¢ ~ 0 et plus lent a la traversée de 0 permettrait sans doute d’aller bien plus
rapidement.

2.3 Superposition macroscopique pour un condensat de
spin 1/2

Nous nous intéressons maintenant a un autre type d’expérience pouvant étre réalisée
avec un condensat de spineur dans F' = 1. Le hamiltonien d’interaction décrit dans la
section 2.1 posséde un terme non linéaire vis-a-vis de la polarisation, soit proportionnel
a(Ny — N_1)2. Ce terme, qui n’a pas d’influence si I'on considére un état de polarisa-
tion donné du fait de la conservation de la magnétisation, agit en revanche de maniére
trés intéressante sur 'évolution d’'un état cohérent de N atomes. Dans cette section,
nous développons le formalisme nécessaire a 'analyse d'un tel systéme, et étudions les
états quantiques intriqués qu’il est capable de produire.

2.3.1 Condensat a deux états de spin
Modélisation par un pseudo-spin 1/2

Considérons un condensat a deux modes, c’est-a-dire constitué d’atomes pouvant
uniquement occuper deux états de spin | — 1) et | + 1). Il est alors commode de faire
I'analogie entre un tel condensat et un ensemble de spins 1/2, les spins +1/2 et —1/2
représentant respectivement les deux états de spin | + 1) et | + 1). Cet ensemble de N

spins forme alors un pseudo-spin 1/2, avec un spin collectif S; /2 d’amplitude N /2. Les
composantes de ce spin peuvent s’exprimer simplement comme

( A ~ ~ A ~
S1/2.0 = % <a11a71 + ai1a+1) ;

. i
Si2y =5 (aiﬂfl - aT—1a+1) ) (2.42)

S1jpn =1 (ailaﬂ n a*_la_l) .

On peut également introduire les opérateurs Sl /2,4 et 5’1 /2, traditionnellement définis
comme

S1/2,+ = Sl/Z,x + iSH/z,y = &ilfhl,

. . A 4 (2.43)
S1/2,— = S1/2.20 — 1512y = ai1a+1-
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Quasi-probabilité 5"1/2 ;

A i A

“ N/2 |

-
Sl/?,w

a. o b.

FIGURE 2.6. (a): Formalisme de la sphére de Bloch pour décrire un ensemble de spins 1/2. Les états cohérents

de spin|0,¢),0 =0...m, ¢ = —7... 7w sont représentés par un vecteur % [sin(0) cos(¢), sin(@) sin(¢p), cos(9)] sur

la sphére de Bloch. Le recouvrement de cet état avec un autre état cohérent est une quasi-densité de probabilité
représentée en niveaux de couleur sur la surface de la sphére. Pour Uétat cohérent | o) = |7/2,0) (b), la valeur
moyenne de S‘I,l /2 vaut N/2, et la variance de S'yJ /2 et S'yJ /2 vaut N/4 (bruit quantique standard).

On note ici que 'on a une relation simple entre la différence de populations entre les
deux états de spin et la composante du pseudo-spin selon z :

i = % <N+1 — N_1> . (2.44)

Etats cohérents de spin

Nous nous intéressons tout d’abord a une famille particuliere d’états appelés “Etats
cohérents de spin”, qui peuvent étre paramétrés par deux angles 6 et ¢ et s’écrivent
alors

1 0 —ip/2~T ; 4 ip/2 47T N
]9,¢>:W cos | |e ay + sin ) eral, |0). (2.45)

Un tel vecteur peut étre visualisé sur une sphére de Bloch de rayon N/2, pour 0 € [0, 7]
et ¢ €] — m, 7 [voir Fig. 2.6 (a)]. Ainsi, I'état |0,0) correspond a un état complétement
polarisé, pour lequel tous les atomes sont dans I'état | 1), et la composante z du pseudo-
spin 1/2 vaut alors N/2. 1l est représenté par un vecteur vertical pointant vers le pole
nord de la spheére de Bloch. D'une maniére générale, I'état |6, @) est représenté par le

vecteur & [sin(6) cos(p), sin(6) sin(¢), cos(6)].

Considérons maintenant lI'état | 7/2,0), que nous noterons |y). Pour cet état, pou-
vant étre préparé a partir de 1'état complétement polarisé par un pulse 7/2 sur le
pseudo-spin, chacun des spins est aprés le pulse 7/2 dans une superposition des deux
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états internes | + 1) et | — 1) :

_ ®N
’ + 1) + ‘ 1>> ]O> (2.46)

0) =1|7/2,0) =
R
L'état | 1)p) est un état propre de S, /2,2» de valeur propre N/2. Les valeurs moyennes des
composantes de spin pour cet état valent donc

(S1/2,2) = N/2, (S1/249) =0, (Si2.) =0, (2.47)
et constituent les composantes du vecteur de sa représentation sur la sphére de Bloch.
De la méme maniére, les variances des composantes AS%/QU = <Sf/2 w (Sl/27u>2,
u = zx,, 2, peuvent étre calculées :

N N
2 2 2
ASI/Q,:L’ - 0, ASI/Z,y = Z, ASI/Q,z - Z (248)

Elles peuvent étre représentées sur la sphére de Bloch si I'on considére la distribution
de quasi-probabilité qui caractérise le recouvrement de |1y) avec les vecteurs |6, )

comme :

Q(0,¢,t =0) = [(0,¢|vo)|*. (2.49)

Cette distribution est représentée sur la figure 2.6 (b), et ses moments d’ordre 2 dans
les trois directions correspondent aux valeurs calculées plus haut. On peut noter que
pour cet état les incertitudes sur les valeurs de 5’1 /2,y €t 5’1 /2, Téalisent I'égalité dans
I'inégalité d’'Heisenberg, et sont donc a la limite quantique standard.

2.3.2 Phase des états quantiques et interférométrie

Pour un spin 1/2 seul, toujours paramétré par les angles 6 et ¢, la caractérisation
de l'état quantique est simple. Les populations dans l'état +1/2 et —1/2 sont respecti-
vement cos(6)? et sin(#)? et la phase relative entre ces deux modes de la fonction d’onde
a 1 particule est . Dans le cas d’'un systeme de N spins 1/2, la définition de la phase
relative est plus délicate.

La définition d’'un opérateur phase est en effet un probléeme complexe [87, 88], si
I'on souhaite obtenir un opérateur hermitien décrivant la phase absolue d'un état quel-
conque. En revanche, si I'on se contente de la phase relative entre les 2 modes considé-
rés, un opérateur hermitien ¢ peut étre construit [89], tel que

N . IN (N N A
S1/27+ = e’“{’\/2 <2 + 1) - S1/272 (Sl/g’z + 1) (2.50)
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Il est possible de simplifier 'expression ci-dessus pour N > 1 et 5’1 /2,- > 1 afin d'obte-
nir :

R 1 = i
Sij24 = 5/ N? = 487, € (2.51)

Il est alors naturel de former la paire d'opérateurs (¢, Sl /2’2), jouant respectivement le
role d’opérateurs phase et nombre. Cependant, dans le cas général, ces opérateurs ne
sont pas conjugués, car [§, 5’1 /2, .| # 1 [89]. Si l'on se limite au cas ou la dispersion de la
phase n'est pas trop importante (Ayp < 27), on peut en revanche écrire :

. 1/, . (R e SR Bl el
51/27y = 2—@ (Sl/27+ — 51/27_> = 5 N2 — 45%/272 SlH(QO) ~ 5 N2 — 45%/2,290’ (252)
5 Lrg S L a2 e N~ L 2 482
S1/20 =5 (Suss + 81y ) = 51N> = 483, cos(@) = 5\ /N> — 482, . (2.58)

Etant donné que [5’1/27% Sl/?,z] = i§1/2,x7 on a
[S1/2, ] ~ i, (2.54)

et les opérateurs nombre et phase sont dans ce cas conjugués. On peut alors écrire
I'inégalité d’'Heinsenberg

N | =

Afin de vérifier la validité de cet opérateur phase, nous pouvons le tester avec les
états cohérents de spin. On peut ainsi calculer de maniére exacte :

0,0|N? - 45”f/27z| 6,p) ~ N?sin(h)?, et (2.56)
. N A
(00 151/2,110,9) = 5 sin(0)e'”. (2.57)

Nous trouvons donc que 'opérateur phase ¢ construit [Eq. (2.51)] vérifie pour les états
cohérents de spin (6, ¢ |¢] 0, ¢) = ¢ : la phase pour un tel état est bien identifiée. Pour
un état plus complexe, le calcul des moments statistiques de 'opérateur S 1/2,+ (ou S 1/2.y
si la phase posseéde une variance faible) permettra de caractériser la phase relative entre
les deux modes du condensat.

Nous pouvons retrouver ce lien entre la phase du pseudo-spin et l'opérateur 5'1 2.+
en considérant une expérience de Ramsey [90] pour mesurer cette phase relative (voir
Fig. 2.7). Pour ce faire, on part d'un état totalement polarisé |0, 0), et 'on applique une
impulsion 7/2 pour obtenir I'état | 7/2,0). Ce pulse est réalisé par I'action de l'opérateur
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A ASl/Q,z 4

\ N
_Sl/ly'\_ 4 51/2,90
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Impulsion Temps d'interaction Impulsion
/2 /2

FIGURE 2.7. Interférométre de Ramsey réalisé a partir de Uétat | o). At = 0, une premiére impulsion /2
Sabrique Uétat | 1) a partir d’'un état complétement polarisé. Aprés un temps d’évolution T' ott la phase évolue
sous l'influence d’'un hamiltonien hd, une seconde impulsion 7/2 est effectuée. La mesure des populations dans
les différents états Zeeman permet de connaitre <gz,1 /2), et d’en déduire 0T

e /2/2 qui réalise une rotation de 7/2 autour de I'axe y de la sphére de Bloch. On
laisse évoluer I'état pendant un temps 7" jusqu'a un état | 1)(7')), par exemple sous l'effet
d’'un couplage hd entre les deux états de spin que l'on souhaite mesurer (gravimetre,
gyroscope, etc...). On applique alors une seconde impulsion 7/2, avec une phase [ par
rapport a la premiere. L'opérateur de rotation correspondant est :

RB — e’i%[COS(ﬁ)Sl/qu7Si1’1(ﬁ)5‘1/2,z]’ (2.58)

de telle sorte qu'une impulsion avec 5 = 0 ait I'effet inverse de I'impulsion initiale. Aprés
ce second pulse, on peut mesurer (S /27Z> pour obtenir le signal Ramsey :

<§1/2,z> = (Y(T) |R}3S1/2,z1%6‘ Y(T)) (2.59)
_ L _ige iB &
= <¢(T) ‘2 (6 Si24 te 51/2,—> ‘ ¢(T)> (2.60)
<‘§1/2,z> =R (efi’g<g1/2,+>*> ; (2.61)

ou ()* désigne la valeur moyenne prise sur I'état quantique juste avant la seconde im-
pulsion, et R la partie réelle. On retrouve bien le résultat classique pour un interféro-
meétre de Ramsey, avec une oscillation de fréquence § en fonction de T, si I'on prend
e = T = <5‘1/27+>* pour la phase de I'état | (T)).

On peut noter ici que la mesure réalisée par cette interféromeétre de Ramsey posséde
une propriété intéressante si |¢(7")) est un état cohérent |0, v). En effet, I'incertitude
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sur la mesure de la phase vaut AS; jo.+ = VN|sin(0)|e"? /2. La précision de la mesure
de phase extraite de I'interféromeétre est ainsi proportionnelle a

, AS
A(W):A( S1/2.+ ): L (2.62)

(N/2)sin(0) ) ~ VN

Cette incertitude sur la phase constitue une limite sur les mesures effectuées par
interféromeétre sur des ensembles d’atomes froids (bruit de projection quantique) [37,
38]. Cependant, il est possible d’améliorer la précision de la mesure en utilisant des
états ou les atomes sont fortement corrélés entre eux, pour lesquels l'incertitude sur
5’1 /2,+ sera réduite par rapport a celle des états cohérents [91]. Nous allons maintenant
voir que I'évolution de I'état | 1)) sous l'influence des interactions entre composantes de
spin décrites dans la section 2.1 conduit a de tels états fortement corrélés.

2.3.3 Chat de Schrodinger spinoriel

La partie non linéaire du hamiltonien H s [EQ. (2.14)] s’écrit, en utilisant le formalisme
du pseudo-spin 1/2 [d’apres Eq. (2.44)] :

Hy = 2U.S} )5 . (2.63)

Nous limitons par la suite notre étude a ce terme du hamiltonien. Expérimentalement, si
I'on se place dans une configuration ou l'effet Zeeman quadratique effectif est important
et négatif (§ < —1), on obtient bien un condensat a deux modes, ou seuls les états | + 1)
et | — 1) sont présents. Le seul terme restant dans le hamiltonien est alors le terme
non linéaire vis-a-vis de la magnétisation. On peut noter ici que s’il est nettement plus
aisé de présenter I'évolution du systéme a deux modes avec cet hamiltonien simplifié,
des résultats similaires sont obtenus en considérant directement le hamiltonien complet
pour des atomes de spin 1 pouvant occuper tous les états Zeeman [92].

Afin de calculer I'évolution temporelle de | 1) sous l'effet de lﬁlnl, il faut donner une
base d'états propres de ce hamiltonien. Ces états, que l'on peut noter |m), J2, M=
—N/2...N/2, forment une base analogue a une base de Fock. Ils sont états propres de
S 1/2,2» €t le nombre m est la valeur propre associ€e a chaque vecteur qui n'est autre que
la moitié de la magnétisation de I'état considéré. On peut donc €écrire :

al, (FHm)gh (3-m)

10). (2.64)
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Cette base permet d’exprimer aisément les états cohérents de spin comme :
N/2
16,0) = Y Cop(m)m)yye, (2.65)

m=—N/2

avec des coefficients

On note que I'état complétement polarisé est simplement | N/2) /5.

Il est alors aisé décrire I'état | 1)(t)), obtenu par évolution de I'état | 1)) sous l'effet du
hamiltonien Hy,, dont les états propres sont les | m); /2t

N/2

() = e Mgy = N Coppolm)e X m),y s, (2.67)

m=—N/2

ou l'on a posé x = 2U;/h. On observe ainsi un déphasage non linéaire en m sur les
différentes composantes de I'état, ce qui a des conséquences remarquables sur son
évolution quantique. Cette évolution constitue une transposition utilisant des atomes
et l'interaction entre spin du schéma proposé par Yurke et Stoler [71] pour l'obtention
d'un état maximalement corrélé avec des photons dans un milieu optique non-linéaire.

Nous pouvons calculer la distribution de quasi-probabilité pour I'état | 1(t)), et I'on
obtient facilement :

N/2

Qb o t)=| Y Cop(m)Cpyop(m)e Xt (2.68)
m=—N/2

Cette distribution est tracée au cours du temps sur la figure 2.8, d'une part sur la
sphére de Bloch (a), et d’'autre part en projetant la sphére sur le plan (¢, cosf) (b-g),
I'équateur de la sphere correspondant a cos(f) = 0. En analysant cette évolution, on
peut distinguer plusieurs étapes.

Compression de spin (xt < 1)

Au début de I'évolution, on observe que la distribution Q(6, ¢, t), initialement isotrope
[2.8 (b)], devient une ellipse de plus en plus allongée, visible sur les figures 2.8 (c-d) [27,
39, 40, 41, 42]. Cet étirement d'un des axes de l'ellipse est le signe d'une augmentation
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xt =m/120
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FIGURE 2.8. Evolution sur la sphére de Bloch pour le Hamiltonien d’interaction non linéaire Hy = XSz 1/2° (@) :
Evolution en fonction du temps représentée en trois dimensions par la quasi-probabilité Q(0, ¢, t). (b,c, d ef.g :
Meme évolution représentée en différents instants par une projection de la sphére de Bloch sur le plan (¢, cos(0)).
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de l'incertitude sur la mesure de 5’1 /27y4. Comme nous l'avons vu [Eq. (2.52)], cela est
équivalent dans les premiers temps de I'évolution a une augmentation de I'incertitude
sur la phase de I'état. Ce phénomeéne est souvent dénommé “diffusion de phase” [39].
I1 s’agit plutét d’'une dispersion de phase, la diffusion étant un processus irréversible
tandis que cette évolution a lieu sous l'effet d'un hamiltonien unitaire.

Le petit axe de l'ellipse, quant a lui, représente l'incertitude sur la mesure de S 1/2,2>
qui n’est autre que la magnétisation du condensat. Cette grandeur étant dans ces condi-
tions conjuguée a la phase de l'état [Eq. (2.55)], elle diminue au cours du début de
I'évolution. Elle vaut initialement N/4 pour |1), et descend donc en dessous de cette
valeur qui constitue la limite quantique standard. C’est ce que 'on appelle la compres-
sion de spin (spin squeezing). Ces états de spin compressés sont des états intriqués
abondamment étudiés [93, 36]. Des états comprimés du champ électromagnétique ont
par exemple été réalisés dans des expériences d’optique quantique [94, 95, 96]; des
états atomiques comprimés ont quant a eux été fabriqués a partir d’interactions avec de
la lumiere préalablement comprimée [97]. La méthode proposée ici permet de générer
des états de spin comprimés pour un nombre mésoscopique de particules, simplement
en laissant agir les interactions entre atomes [25, 31, 32]. La variance minimale sur la
mesure de 5‘1 /2,- est calculée dans [93] comme :

1 /N\ V3
Vinin = 5 <6> ) (2.69)
et est observée aprés un temps
Ytmin = 6/ N72/3, (2.70)

s0it Xtmin ~ 0.04 pour N = 200 atomes. La compression obtenue par rapport au bruit
quantique standard est alors Vi, / VBqs ~ 0.03.

L’'augmentation de l'incertitude sur la phase peut quant a elle étre mise en évi-
dence avec une expérience d’interférométrie Ramsey décrite précédemment. On sait qu’il
est alors possible de observer une oscillation de la valeur moyenne de 5’1 /2,z» @vec un
contraste proportionnel a |<5'1 /2, )| [Eq. (2.61)]. Cette quantité est calculée dans [93] :

_Nx%e?

N N _ N
[(S12,4) = 5 | cos OIS 3¢ 7 (2.71)

La seconde expression, valable pour des temps x? < 1, montre bien un effondrement de
la phase relative en un temps caractéristique xt.on = 1/v N, qui est plus long que le i,
correspondant au maximum de compression sur les populations. Expérimentalement,

4. On observe également une inclinaison du grand axe de cette ellipse, qui fait un angle avec I'’équateur
de la sphére de Bloch s’amenuisant au cours de I'évolution. Ce phénomeéne appelé swirliness, est en fait un
facteur limitant pour la production d’état comprimé. Une méthode complexe envisageant la rotation autour de
deux axes orthogonaux au lieu d'un seul (z ici) permet de supprimer cet effet et d’obtenir des compressions
encore plus importantes [93]. Nous négligerons cet effet dans notre description.
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cela se traduira par une suppression des franges de Ramsey que l'on observe avec un
état cohérent. On peut noter que l'étalement de la phase a temps court est analogue
a celui d'un paquet d’ondes pour une particule libre. On peut également observer que
I'on s’attend a voir réapparaitre ces franges de Ramsey pour des temps ultérieurs a tco,
du fait de la nature oscillante de I'expression. De telles résurgences de la phase ont été
observées dans d’autres contextes [98, 99].

Etat maximalement corrélé : chat de Schrédinger (xt = 7/2)

Pour des temps ultérieurs, on observe une diffusion de la phase sur I'ensemble de la
ligne équatoriale de la sphére de Bloch, qui revét alors une structure complexe [2.8 (e)].
Par exemple, on peut observer des résurgences partielles, ou la distribution de phase
se ramasse en certains points, et I'état est alors une superposition d’états cohérents
de spin avec différentes phases sur 1'équateur [2.8 (f)]. Nous pouvons nous attarder
particulierement sur l'état obtenu aprés un temps d'interaction ytc, = 7/2, représenté
sur la figure 2.8 (g). L'expression de l'état quantique a cet instant peut étre calculé
simplement a partir de I'expression (2.67), en scindant les termes de la somme entre
les valeurs de m paires et impaires (on supposera pour simplifier que N/2 est divisible
par 4). Le terme de phase exp(—ixm?tc,;) d a I'évolution multiplie donc les coefficients
1/2{m |1o) de la décomposition initiale par 1 pour m pair et —i pour m impair. Ces
coefficients peuvent alors s’écrire comme

1—i 14
12(m Y (teat)) = —5—Crpa0(m) + (=1)" ——Cr/20(m) (2.72)
1—12 141
= Tcﬂ'/2,0<m) + TCW/Q,ﬂ(m) (2.73)

L’état du pseudo-spin est donc simplement la superposition de deux états cohérents de
spin de phases 0 et 7 sur le plan équatorial, soit

| b(teat)) = \}5 (741 7/2,0) + /4 /2, ) 2.74)

Cette superposition macroscopique de tous les spins dans la direction x et tous les spins
dans la direction —z de la sphére de Bloch est un état de type “Chat de Schrédinger”.

Une impulsion 7/2 sur cet état autour de 'axe —y (ce qui revient a le multiplier par
lopérateur Ry défini par Eq. (2.58)) transforme cette superposition de deux états de
phase différents en deux états de population différents. Plus précisément, on obtient
I'état dit “NOON” :

i /4
| NoON) = % (10,0) —i|m,0)) (2.75)
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soit en revenant dans le formalisme des atomes avec F' =1 :

eiTr/4 -
| ¥nooN) = \/5(\+1:N,—1:0>—z\+1:0,—1:N)), (2.76)

cette notation justifiant le nom donné a cet état : | N,0) + |0, V). Il s'agit d’'un état ou
les atomes sont trés fortement corrélés entre eux. Cependant, la réalisation de tels états
est extrémement délicate, d’autant plus que le nombre d’atomes devient important (voir
§2.3.4). Jusqu’a présent, seules des superpositions de faible nombre de particules, ou
“chatons de Schrodinger”, ont été réalisé€es, avec des ions [45] ou des photons [44, 100].

Résurgence totale : retour a I'état initial (yt = 27)

Pour un temps d’interaction encore quatre fois plus long (xt = 27), il est clair d’aprés
I'équation (2.67) que 'on retrouve I'état initial. Tous les termes de la somme composant
I'état reviennent alors en phase. On parle de résurgence de 'état quantique.

2.3.4 Roles de pertes

L’évolution présentée permet la génération d’états quantiques fortement corrélés trés
intéressants, qu’il s’agisse simplement d’états comprimés ou de superpositions méso-
scopiques comme dans le cas de I'état “NOON”. Cependant, s’il est vrai que le hamil-
tonien d’interaction considéré produit ces états sans intervention particuliére, unique-
ment via les interactions entre spins, nous avons pour obtenir ces résultats fait I'hypo-
thése qu’aucun atome n’était perdu durant I'évolution considérée. Cette condition est
extréme, et nous nous demandons a présent dans quelle mesure les pertes d’atomes
doivent étre contrélées pour ne pas détruire la cohérence de ces états.

L'influence des pertes atomiques sur la dynamique de formation de corrélations entre
atomes a été étudiée dans [51] en utilisant une approche de fonction d’onde stochas-
tique. La modélisation est la suivante : on considére une évolution du type décrite ici
pendant un temps ¢, au cours duquel k£ atomes parmi les N de départ sont perdus,
chacun dans I'état | + 1) ou | — 1). Pour ce faire, on note ¢1, ..., les temps auxquels
ces atomes sont perdus, g = 0 l'origine de 1'évolution, et I'on suppose que le hamil-
tonien change a chacun de ces instants pour prendre en compte la perte d’atome, en
demeurant constant entre-temps. Le hamitonien initial est [Eq. (2.63)]

“ h “ “
i, = ZX(NH ~N_p)2 2.77)

Prendre en compte les pertes d’atomes équivaut a faire agir au cours de I'évolution
l'opérateur a.; (G—1) aux instants ou une perte d’'atome dans I'état | + 1) (| — 1)) a lieu.

L'évolution de l'état |1)g) au cours du temps s’écrit donc, & une normalisation pres :

|(t)) = e*ignl(t*tk)/haske*iHnl(tk*tkfl)/h o efiHnl(h*tl)/h&Sle*iﬁnl(tlfto)/h’ Yo), (2.78)
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ou s; = £1 désigne I'état de spin de I'atome perdu a chaque étape j. Afin d’obtenir un
hamiltonien effectif agissant sur I'état comprenant les pertes d’atomes, H§:1 as; | 0),
nous pouvons faire commuter les opérateurs d’annihilation et les termes d’évolution en
utilisant la relation

T hx o . A
g Hyy = Hn1+7X3(N+1—N,1)+1 s 2.79)

En resommant les hamiltoniens pendant chaque intervalle de temps entre pertes, on
obtient I'opérateur d’évolution pendant le temps ¢ en prenant en compte les pertes ato-
miques

ko J
» - oo .
eXp(—’LHlt) =exp |—t | Hat +t+ E E XS[(N_H — N_l)(tl+1 — tl) . (2.80)

En plus de I'évolution sans perte, on observe I'ajout d'un terme constant qui n’a pas
d’effet sur la dynamique, ainsi que d'un terme que 'on peut réécrire

k
> hxsit; Sy (2.81)
j=1

Ce terme est un terme de précession autour de 'axe vertical sur la sphére de Bloch, et
ajoute donc une phase a I'état quantique (phase kick) qui s’exprime comme

k
p1="Y_ xsit;. (2.82)
j=1

Les coefficients s; et ¢; étant des variables aléatoires, ils sont différents a chaque réa-
lisation de l'expérience, et I'état quantique exécute au cours de I'évolution une marche
aléatoire sur la ligne équatoriale de la sphére de Bloch. Cela aura pour effet de brouiller
la dynamique de corrélation décrite dans cette section. La phase ajoutée est de moyenne
nulle car la probabilité de perdre un atome dans | + 1) ou | — 1) a chaque étape est la
meéme. Son écart-type A2y peut étre calculé en supposant que les k pertes d’atomes
sont un phénomeéne poissonnien de parameétre A, de telle sorte que le nombre moyen de
pertes pendant le temps ¢ soit \¢, et I'écart moyen entre deux pertes soit 1/\. On a alors

At .\ 2
Al =Y x* (i) : (2.83)
j=1

A2t
3

~

. (2.84)
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Les pertes d’atomes ont donc pour effet de modifier la valeur moyenne de l'opérateur
Sl /2,+» & la fois en diminuant directement le nombre d’atomes dans I'état final, mais
aussi en ajoutant un terme pour prendre en compte le brouillage de la phase. L'ex-
pression de (gl /2,+>1 en prenant en compte les pertes est donc modifiée par rapport a
I'expression sans perte [Eq. (2.71)] par un facteur correctif [51]

<S’1/2,+>l N — Xt A2t
~ o~ exp(—
(S1/2,4) N 6

). (2.85)

I1 est alors clair que pour maintenir la dynamique jusqu’a 'observation de I'état “Chat”
(Xtecat = 7/2), il faut que le terme dans l'exponentielle demeure suffisamment faible,
typiquement inférieur a 1/2. Cette condition s’écrit au temps tcyt :

3 12
Aat L —5— = —5 ~ 1.2 (2.86)

gat W2

La quantité \i.,; étant le nombre d’atomes perdus pendant I'évolution, cette condition
signifie simplement que la perte d'un seul atome a déja un effet significatif sur la dy-
namique de corrélation des spins. Ce résultat peut étre retrouvé de maniére empirique
en considérant I'état | YnooN) réalisé [Eq. (2.76)] : si 'on mesure I'état d'un seul atome
(mesure et perte étant équivalent du point de vue de l'information perdue par l'état
quantique), on connait I'état de I'ensemble des atomes, et I'état est donc projeté dans
I'un ou l'autre des états entierement polarisé. La superposition quantique est alors dé-
truite. On retrouve ici I'idée évoquée dans la section précédente, selon laquelle un petit
nombre d’atomes facilite 'observation d’états fortement corrélés (pour un taux de perte
par atome donné). Cependant, dans le cas de l'observation de I'état “NOON?”, le temps
pendant lequel aucun atome ne doit étre perdu est tcor = 7/(2x) ~ 0.5 s, avec les valeurs
de la table 2.1. Cela semble expérimentalement difficile a réaliser.

Une solution permettant de réduire considérablement le temps d’interaction néces-
saire a l'obtention de I'état “NOON” a été proposé dans [101]. Dans ce cas, un couplage
h$) entre les deux niveaux | + 1) et | — 1) est maintenu pendant I'évolution. Ce couplage
est obtenu comme nous I'avons vu en appliquant un champ magnétique oscillant selon
S,. Si la condition 2 ~ yN/2 est vérifié€e, il est alors calculé que le temps nécessaire teat
pour obtenir un état maximalement corrélé est réduit par un facteur

t
@ — In(8N)/N ~ 0.07, (2.87)
tcat

pour N = 100. Le temps nécessaire passe alors en dessous de 50 ms. Nous avons

donc pour projet d'utiliser cette stratégie pour obtenir ces états fortement corrélés. La
figure 2.9 résume les contraintes sur le nombre d’atomes par rapport aux pertes, en
faisant apparaitre les deux méthodes ci-dessus pour l'obtention d'un état “NOON".
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FIGURE 2.9. Comparaison entre les temps d’interaction nécessaires pour obtenir un état “NOON” et les limites
imposées par les pertes liées aux collisions avec le gaz résiduel (t1;, = (Nv11,) ", en blew et aux collisions &
trois corps (t31, = (Nv31,) ™', en vert). Les temps d’interaction reportés sont d’une part le temps tcat (noir pointillé)
nécessaire en laissant simplement agir les interactions, et d’autre part le temps t..; en utilisant la méthode
décrite dans [101] (rouge pointillé).






Deuxiéme partie

Laser tout-solide pour le
refroidissement de 1’'atome de
sodium 2°Na






Introduction

Nous avons vu dans le chapitre précédent comment réaliser des états quantiques
fortement intriqués en tirant parti des propriétés physiques de 'atome de sodium. Les
étapes nécessaires a l'obtention de tels états comprennent le ralentissement et le pié-
geage des atomes de sodium dans un piége magnéto-optique, puis un refroidissement
par évaporation pour observer la condensation de Bose-Einstein. Or, un frein sérieux a
I'usage du sodium dans les expériences manipulant des atomes froids est la nécessité
d’employer des lasers a colorant pour le refroidissement laser. En effet, la transition
Dy utilisée se situe a 589.158 nm [102], une longueur d’onde difficilement accessible
avec des lasers solides. Ainsi, il n’existe pas de diode laser émettant a cette longueur
d’onde, et aucune solution commerciale n’est encore propose‘e5. De plus, bien que les
lasers a colorant soient maitrisés techniquement, ils sont chers, encombrants et relati-
vement difficiles a entretenir et a faire fonctionner. Cette contrainte justifiait selon nous
le développement d'une source laser alternative a cette longueur d’onde.

Une telle source est par ailleurs utile dans d’autres domaines que celui du refroidis-
sement laser. En réalité, la recherche d'une source laser a 589 nm alternative au laser
a colorant a jusqu’a présent été principalement menée en astrophysique, avec le déve-
loppement de lasers trés puissants, afin de créer des étoiles artificielles en excitant les
atomes de sodium de la mésosphere [103, 104, 105, 106, 107, 108, 109, 110, 111]. Un
laser a cette longueur d’'onde possede également des applications a la détection induite
par laser dans l'atmosphére (LIDAR) [112], la chirurgie ophtalmique et la dermatolo-
gie [107]. Plusieurs méthodes pour la génération de lasers continus autour de 589 nm
ont été publiées, incluant la somme de deux lasers infrarouges autour de 1319 nm et
1064 nm [103, 104, 105, 106, 107], le doublage de fréquence d'un laser a fibre Ra-
man [108, 109, 110], ou encore la somme de fréquence de deux lasers a fibre autour
de 938 nm et 1535 nm [111]. Nous avons choisi de fonder notre travail sur la premiere
solution consistant & sommer deux lasers a 1319 nm et 1064 nm, car les sources laser
disponibles a ces longueurs sont des lasers monolithiques, les mieux maitrisés techni-
quement et les plus stables parmi les options citées.

Le refroidissement laser nécessite quant a lui des puissances proches du Watt, la
possibilité de verrouiller la fréquence du laser sur la fréquence de la transition atomique
du sodium, ainsi qu'une largeur spectrale bien plus étroite que la largeur naturelle de
cette transition, de I'ordre de 10 MHz dans le cas du sodium.

5. Toptica, GmbH a annoncé la vente d'un tel laser, mais sans donner encore de prix ou de date de sortie.
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Dans cette partie du mémoire, nous rapportons tous les aspects de la réalisation d'un
laser & 589 nm par somme de fréquence pour le refroidissement de I'atome de sodium.
Il s’agit de produire dans un cristal non linéaire la longueur d’onde visible désirée a
partir de deux sources infrarouges a A\; = 1064 nm et A\ = 1319 nm, la somme des
fréquences de ces deux lasers correspondant a 589 nm. Ces sources sont des lasers
Yttrium Aluminium Garnet (YAG) monolithiques, ce qui fait du laser visible ainsi concu
un laser tout-solide. En utilisant une cavité doublement résonnante pour maximiser
lefficacité du processus de somme de fréquence, nous parvenons dans les conditions
optimales a convertir 92% des photons du laser source le plus faible en photons visibles.
Dans le cadre d’'une utilisation quotidienne, notre laser posséde une puissance nominale
de 650 mW, ce qui est suffisant pour notre expérience de refroidissement d’atomes par
laser.

Nous traiterons dans un premier temps des aspects théoriques qu’il nous a fallu
résoudre pour concevoir un tel laser dans le chapitre 3, puis de sa réalisation expéri-
mentale dans le chapitre 4.

Les travaux exposés dans cette partie ont été publiés dans [46] et [47]. Les simula-
tions numeériques sur l'efficacité de conversion intra-cavité ont été réalisées en collabo-
ration avec J.-J. Zondy °.

6. INM-CNAM, 61 rue du Landy, 93210 La Plaine Saint Denis, France.



Chapitre 3

Somme de fréquence non
linéaire en caviteé

Le parameétre clé a considérer lors de la réalisation expérimentale d’'un laser par gé-
nération non-linéaire est l'efficacité de la conversion du ou des lasers incidents en laser
produit. En effet, les processus de génération non linéaire sont souvent peu efficaces,
du fait des faibles susceptibilités non linéaires des matériaux cristallins utilisés. Cela
limite souvent les applications de ces dispositifs aux faibles puissances. Dans notre cas,
une faible efficacité ne saurait convenir, car les lasers source disponibles a 1064 nm et a
1319 nm ont une puissance qui n’est pas trés supérieure a la puissance désirée pour le
laser produit a 589 nm. Afin d’optimiser I'efficacité de conversion de notre systéme, nous
avons donc étudié le probléeme de la somme de fréquence dans une cavité doublement
résonnante. De cette étude a résulté une efficacité de conversion qui atteint 92% des
photons de la source laser la plus faible dans les conditions optimales.

Dans un premier temps, nous poserons le probléme de la somme de fréquence, tout
d’abord en simple passage dans un cristal non linéaire, puis avec 'ajout d’'une cavité
doublement résonnante autour de ce cristal. Par la suite, nous examinerons comment
optimiser l'efficacité de conversion en cavité, avec notamment le résultat suivant : dans
un systéme idéal, c’est-a-dire sans pertes passives, une conversion totale de la source
la plus faible est toujours possible. En prenant en compte les pertes passives liées aux
différents composants optiques, nous obtiendrons un optimum pour les paramétres de
la cavité, que nous validerons expérimentalement dans le chapitre suivant.
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FIGURE 3.1. Schéma de principe de la somme de fréquence en simple passage dans un cristal périodiquement
polarisé. Les deux ondes de fréquence w; etws se propageant selon U'axe z sont superposées et envoyées sur un
cristal non linéaire périodiquement polarisé de longueur L. Les puissances incidentes sont notées Pl(im) et P2(in°>,
et la puissance produite a la fréquence somme w3 = w; + wa est notée P;p. Le coefficient de non linéarité du
cristal est noté d. Le signe de ce coefficient est alterné le long de U'axe de propagation avec une période spatiale
A.

3.1 Somme de fréquence dans un cristal non linéaire

3.1.1 Les équations régissant la somme de fréquence

On consideére ici le cas de deux ondes €lectro-magnétiques superposées spatialement,
ayant pour fréquences w; et wg, et pour puissances Pl(inc) et PQ(inC), et se propageant dans
un cristal non linéaire. La propagation a lieu selon I'axe z, entre —L/2 et L/2, L étant
la longueur du cristal (Fig. 3.1). A la sortie du cristal, une partie des ces ondes est
convertie en une onde a la fréquence w3 = w; + wy, d’apres la condition de conservation
de I'énergie. Pour le reste de ce mémoire, on supposera que l'onde 1 posséde un flux
de photons plus important que 'onde 2, ce qui peut sécrire en terme de puissance
)\lpl(inc) > )\QPQ(inC)-

La conversion non-linéaire en fréquence somme dans ce cristal a lieu car les ondes
incidentes créent un terme non linéaire du deuxiéme ordre dans la polarisation du
matériau, la puissance produite étant d’autant plus grande que ce terme est important.
Il peut s’écrire [113]

P, = Z GOXEL%)CEI,Z;EQ,Q (3.1

b,c=z,y,z

ot les indices a, b, c désignent les composantes des vecteurs selon les trois directions de
I'espace, E; et Es les champs électriques des ondes 1 et 2, et X((j))c I'une des composantes
du tenseur susceptibilité non linéaire d’ordre 2 X(Q). Du fait des trés nombreuses symé-
tries du probléme, ce tenseur peut étre ramené a dix-huit coefficients, qui sont notés
dim,l = 1...3,m = 1...6 (I, m constituant un jeu d’indices contractés). Ainsi, si 'on
considére par exemple le cas ot E; et Fy sont suivants x (polarisation verticale avec les
conventions de la figure 3.1), on aura : X@M = 2dass, Xz(;Qa)cx = 2da3 et X,(fg)m = 2di3, le

facteur 2 provenant de la contraction '.

1. On trouve généralement dans la littérature une convention différente, I’axe principal du cristal étant
noté z, et non x comme ici. Nous avons préféré conserver z pour désigner la direction de propagation des
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Pour le cristal que nous utilisons la composante la plus forte de ce tenseur est dss, et
nous avons donc choisi de nous placer dans la configuration ou tous les champs élec-
triques sont polarisés suivant x. Nous noterons d le coefficient non linéaire du cristal,
sachant que dans ce cas d = d33. Nous pouvons également nous affranchir de la na-
ture vectorielle des champs électriques, en écrivant E; = E;u,, ou l'indice désigne alors
I'onde 1 ou 2. Enfin, le champ électrique F; pour l'onde ¢ peut étre représenté par son
amplitude complexe .4; de la maniére suivante :

Ei (x7 Y, z, t) = A’L (l’, Y, Z)el(kiZ7wit)a kl = 7;\”2 = il ) (32)
3 C

ou k; est le vecteur d’'onde pour l'onde i, A\; sa longueur d’onde et n; 'indice du milieu a
cette longueur d’onde.

En écrivant les équations de propagation selon 'axe z dans un milieu non linéaire
d’indices de refraction {n, no, n3} pour ces trois ondes dans le cadre de I'approximation
paraxiale, on obtient le systéme d’équations non linéaires couplées suivant :

(V2 + 2ik10.) Ay = 249 A3 Ageithe,

2

(V2 4 2ik10.) Ay = 239 A3 Ageithe, (3.3)

c2

(V2L + Qiklaz) Az = ngd.Al.Aze_iAkz,

c2

ou Vi désigne l'opérateur laplacien dans les directions transverses x et y, 0, la dérivée
partielle selon z, et ou Ak = k3 — k1 — ko est le parameétre qui caractérise la vitesse de
déphasage entre les 3 ondes au cours de la propagation dans le cristal.

On décompose alors A en introduisant les fonctions a;(z) et f;(x,y, z) telles que

2hw;
Ai(wayv'z) = Céon‘fi(x’y’ Z)ai(Z), [34)

ou, pour chaque onde, f; est le profil transverse normalisé, réel et positif, du faisceau
( [[dz dy |f;]* = 1) dans le cadre de la propagation linéaire. f;(x,y, z) vérifie I'équation
de propagation linéaire :

O*f;  O%*fi

ofi
922 T a2

9 0. (3.5)

+ 2uk;

La signification physique des a;(z) apparait quant a elle si I'on calcule le flux du vec-
2|Ei|?
i 2

teur de Poynting IT = cegn u, associé au champ F,u, a travers un plan transverse,

faisceaux.
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soit la puissance du faisceau ¢ au point z dans le cristal :

Pi(z) = // IMu, -dS (3.6)
= hwi|ai(z)|2, (3.7)
‘2

ou fw; est I'énergie d'un photon et par conséquent |a;(z)|° est alors identifiable comme

le flux de photons a la fréquence w; dans le cristal a la position z.

Le systéme d’équation (3.3) se réécrit alors, en utilisant Eq. (3.5),

P , ;
[1959 = —iryabasf3 fae' k2,
f2982 = —iyaias fi fseAF, (3.8)
fS% = —ivajasfi fae Ak

avec

2 2hd2w1 wWows

2 = (3.9)

€0c3ninans

Afin de pouvoir résoudre ces équations, nous allons faire I'approximation dite des
pompes faiblement consommées. Dans cette approximation, nous pouvons considérer
que les flux de photons pour les deux sources lasers a; et ag diminuent peu en traver-
sant le cristal, ce qui se justifie tant que l'efficacité de conversion en simple passage
demeure faible (y|aias| < |ag|/L,v]azas| < |a1|/L). Cette hypothése a été proposée
initialement par Boyd and Kleinman [114]. Nous verrons qu’elle est bien vérifiée expé-
rimentalement, du fait de la faible efficacité de conversion en simple passage. Par la
suite on aura donc a;(z) ~ a1(—L/2) et az(z) ~ az(—L/2). Nous pouvons donc nous
restreindre a la troisitme équation du systéme (3.5), qui devient en multipliant par f3
et intégrant dans les directions transverses :

0 .
% = —ivajapZ(z)e Ak (3.10)
z

avec

Z(z) :/ fifafs dx dy. (3.11)
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3.1.2 Puissance produite dans le cas de faisceaux collimatés

Cette derniere expression (3.11) constitue une intégrale de recouvrement des trois
ondes dans le cristal, qui a la dimension d'une longueur, et dépend a priori de la di-
rection de propagation. Par souci de simplification, nous supposerons donc dans un
premier temps que nous travaillons avec des faisceaux au profil transverse gaussien
indépendant de z, de la forme [115] :

| 2 2(z? + y?
filz,y) = —5 exp (—W) : (8.12)

o w; est le rayon a 1/e? du faisceau i. Nous négligeons donc ici la divergence due a la
focalisation du faisceau, ce qui est valide tant que la longueur de Rayleigh du faisceau
ZR,i = Trniw? /Ai > L. Nous supposerons également les w; tous égaux a la méme valeur
w. Ceci permet de calculer simplement Z(z), qui est alors indépendante de z et vaut
T =48 = 3/ mw? / 2. La résolution de I'équation (3.10) est alors immeédiate, avec la
condition initiale az(—L/2) =0 :

(e—iAk;z . efz'Aké)
Ak

az(z) = ialag (3.13)

VS

La puissance a la fréquence somme w3 = wi + wy a la sortie du cristal P3(L/2) est alors
obtenue en utilisant Eq. (3.7) :

inc inc) . AkL
MWWW:@:%AUQMM(2>, (3.14)

avec

_ Ywsl? 247 LPw3
hSwlwg eoSc3n1n2n3 ’

Qsp (3.15)

que I'on désignera par la suite comme coefficient de conversion en simple passage.

Au vu de ces résultats, on peut réaliser les observations suivantes :

e Le coefficient de conversion croit avec la longueur du cristal (Qquadratiquement
dans ce modele) : un long cristal est donc un avantage pour la somme de fréquence.

e Le coefficient de conversion est d’autant plus important que la section transverse
des ondes est faible : la conversion est donc d’autant plus efficace que l'intensité
des ondes pompes est importante dans le cristal.

e On observe un comportement résonnant de la somme de fréquence autour de la
condition de conservation d’'impulsion Ak = 0, avec une puissance générée a réso-
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P3(Z)A
AP: y/
g NAP.
) .Z
A2 A 2A 3A

FIGURE 3.2. Production de puissance P3(z) a la fréquence somme en fonction de la position z dans le cristal
périodiquement polarisé avec une période A. AP : Condition d’accord de phase Ak = 0 réalisée. NAP : Condition
d’accord de phase non réalisée (Ak = 0 > 1/L). Ces deux cas sont observables dans un cristal sans période de
polarisation. QPM : Condition de quasi-accord de phase AFP)k = 0. L'inversion de la magnétisation du cristal
permet de “redresser” Uoscillation du cas non accordée (ligne rouge) pour parvenir & approcher une production
de puissance de la méme forme que dans le cas de Uaccord de phase, mais avec une diminution globale par un
Sfacteur 4/72 (ligne tiretée).

namnce :
PSP (inc) (inc)
5 — g, P piine). (3.16)

Elle s’effondre dés que l'on s’éloigne de cette condition, dite condition d’accord de
phase. La largeur du pic de résonance est proportionnelle & L, ce qui indique que
l'accord de phase doit avoir lieu a la longueur du cristal preés, et est d’autant plus
difficile & rempir que le cristal est long (voir Fig. 3.2).

3.1.3 Cristaux périodiquement polarisés et accord de phase

Chacune de ces conditions s’accompagne de réserves. En effet, il est difficile de conci-
lier un cristal long avec une forte focalisation des faisceaux, du fait de la diffraction, qui
n’est pas décrite par ce modele (voir §3.1.4). Cependant, la condition la plus restrictive
est la condition d’accord de phase, qui a pendant longtemps été responsable d'une effi-
cacité médiocre dans les processus non linéaires. Le moyen d’action le plus simple pour
annuler Ak est la température, dont il dépend a travers la dépendance en température
des indices de réfraction du cristal aux trois longueurs d’ondes :

Ap— 2ma(T)  2mm(T)  2mna(T) (3.17)
A3 A1 A2

Pour des températures accessibles facilement en laboratoire, la condition d’accord de
phase n’est pas vérifiée pour les longueurs d’ondes utilisées.
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Une méthode permettant de réaliser cette condition peut étre mise en oeuvre en ti-
rant profit de la birefringence des cristaux. Il s’agit de faire intervenir des indices de
réfraction différents pour les trois ondes en présence, afin d’annuler Ak. Pour ce faire,
la polarisation d’au moins une des trois ondes doit étre différente des autres, et se
propager sur l'axe extraordinaire du cristal tandis que les autres demeurent sur l'axe
ordinaire. Par exemple, on peut envisager le cas ou les deux ondes incidentes sont res-
pectivement envoyées sur les axes ordinaire et extraordinaire du cristal, la différence
d’indice de réfraction entre ces deux axes, pour un angle d’incidence bien choisi, per-
mettant en conjonction avec un réglage fin de la température d’atteindre la condition
d’accord de phase. Cette méthode présente de multiples difficultés techniques. L’'angle
d’incidence et la température du cristal doivent généralement étre réglés avec une to-
lérance tres faible. Le fait d’avoir deux ondes incidentes polarisées orthogonalement ne
permet pas d’avoir accés au plus grand terme du tenseur x?). Finalement, les deux
ondes incidentes se propagent avec un angle et avec des indices de réfraction différents.
Cela entraine la séparation spatiale des faisceaux au cours de la propagation dans le
cristal, dite walk-off, et par conséquent une diminution de leur recouvrement et de l'ef-
ficacité de conversion.

Une alternative a cette méthode est l'utilisation de cristaux périodiquement polarisés,
qui permet d’atteindre un régime dit de “quasi-accord de phase” [116, 117]. Un tel cristal
posséde une magnétisation permanente alternée, avec une période spatiale notée A (voir
Fig. 3.1). Ainsi, d devient une fonction périodique dans la direction z,

ds3 pour pA<z<(p+3)A
d(z) = , peL. (3.18)
—dss pour (p+3)A<z<(p+1)A

Il peut étre décomposé en une série de Fourier, d(z) = ds3 ., ¢,e'%?, ot q,, = 27n/A. Ici,
nous nous contenterons de considérer le premier terme de cette décomposition (n = 1),

pour lequel le coefficient de Fourier vaut ¢; = % ce qui constitue un quasi-accord de

- 27
phase du premier ordre. On a alors d(z) = %dggeZTz. Si 'on utilise cette expression de

d(z) dans I'équation (3.10), on obtient des expressions identiques a celles de la sous-
section précédente, a condition de prendre d égal a dpp = %d33 et Ak égal a APPIE =
Ak — 25 .

A

PP = aspPI(inC)Pz(inc) sinc? [<Ak - 2/3) I;] : (3.19)

4., on peut donc at-
™

teindre cette condition de quasi-accord de phase APP)k(T) = 0, soit Ak(T) = 2T, pour

Au prix d'une réduction de la puissance produite par un facteur

une température proche de la température ambiante, en choisissant judicieusement la
valeur de A. Dans ces conditions, le signe de d s’inverse 1a ou la puissance produite
atteint un maximum local (voir Fig. 3.2), et celle-ci peut alors croitre tout le long du
cristal au lieu d’osciller sans jamais vraiment augmenter comme elle le ferait dans un
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cristal non périodiquement polarisé (voir Fig. 3.2). On s’affranchit alors de toutes les
contraintes imposées par la méthode de la biréfringence. En utilisant les valeurs des
indices de réfraction de Ref. [118, 119], on obtient par exemple le quasi-accord de phase
pour une température de 28 °C, pour une période spatiale A = 12.36 ym.

En supposant maintenant cette condition de quasi-accord de phase remplie, la puis-
sance obtenue a la fréquence somme est proportionnelle au produit des puissances in-
cidentes, avec un coefficient noté oy, dépendant uniquement des parametres physiques
du cristal, des longueurs d’ondes utilisées, et de la taille des faisceaux.

On peut ici donner une idée de la valeur de oy, avec les parametres expérimentaux
utilisés. Le cristal utilisé est un cristal de KTiOPO,4 périodiquement polarisé (ppKTP). On
trouve dans la littérature pour ce cristal une valeur de ds3 = 16 pm/ V [120, 121, 122],
soit dpp = 10.2 pm/V. La longueur du cristal est 20 mm, les sources sont focalisées
aw ~ 45 um et les indices de réfraction pour les longueurs d’'ondes A; = 1064 nm,
Ao = 1319 nm et A3 = 589 nm sont respectivement ny; = 1.83, ny = 1.82 et ng = 1.87.
La longueur de Rayleigh pour ces faisceaux est comparable & la longueur du cristal.
Leur taille varie donc peu sur cette distance et justifie notre hypothése sur le profil
des faisceaux. On obtient oy, = 0.023 W/WQ. Pour 1.2 W a Ay et 500 mW a )Xo, cela
correspond a une perte de puissance de moins de 1% en un passage dans le cristal pour
les deux longueurs d’onde. Pour de telles valeurs, I’hypothése des pompes faiblement
consommeées nécessaire a I'obtention du résultat (3.14) est donc bien vérifiée.

3.1.4 Faisceaux gaussiens focalisés : théorie de Boyd-Kleinman

En réalité, les faisceaux gaussiens utilisés sont des faisceaux focalisés, dont le profil
transverse ainsi que la phase dépendent de la direction de propagation z. Ce profil s’écrit

alors [115] :
2 1 2(2% + y?)
| (2 2@ 4y 3.20
fi(z,y, 2) \/7’[’711)2-214‘2.7-@' exp( w?(l+i7’i) [ )

Ce profil décrit un faisceau focalisé en z = 0, au centre du cristal, avec un rayon a
1/ e? (ou col) w;, et dont la longueur de Rayleigh 2R, = ﬂw?ni /i permet de définir le

parameétre sans dimension 7; = z/zg ; caractérisant la divergence du faisceau.

Les processus non linéaires avec des faisceaux gaussiens furent étudiés dans un
article fondateur de Boyd et Kleinman [114], ot des expressions littérales sont données
dans le cadre de I'approximation des pompes faiblement consommées (voir aussi [123]).
Les expressions dans le cas général sont relativement complexes, mais elles peuvent
étre grandement simplifiées en considérant le cas ou les longueurs de Rayleigh 2R ; de
chacune des trois ondes sont identiques. Cette hypothése est plus adaptée que celle des
waists identiques utilisée précédemment, car dans notre expérience les deux sources
laser aux fréquences w; et wy résonnent dans la méme cavité optique (voir 3.2), ce qui
implique I'égalité de leur longueur de Rayleigh, essentiellement déterminée par la géo-



3.1. SOMME DE FREQUENCE DANS UN CRISTAL NON LINEAIRE 97

x 1071

8
s 6 1.4
= 4 1.2}
= 2 = 1t

T = 08¢

o x1072 £ 067

3
= = 047
=)
O“ 4 02 r
()]
= 5 0 Lu - R
= 0 0.1 1 5 10 50
-5 0 5 o= L

a. b b. 2zR

FIGURE 3.3. (a): Facteur de Boyd-Kleinman en fonction de b pour deux valeurs dea : a = 1 en haut eta = 100 en
bas. On retrouve les formes asymptotiques calculées dans le texte. (b) : Facteur de Boyd-Kleinman h(a, bmax, 0)
en fonction de a = L/(2zgr). Le valeur bmax(a) est la valeur de b pour laquelle h est maximal pour un a donné. Le
facteur est maximal pour a = 3, et vaut alors ~ 1.1.

métrie de la cavité. Bien que 'onde 3 générée ne soit pas résonnante, elle n’est produite
que dans les régions de 'espace ou les deux ondes incidentes se recouvrent significati-
vement, justifiant ainsi son approximation par un faisceau gaussien de méme longueur
de Rayleigh que les deux sources [117]. On peut alors calculer analytiquement une ex-
pression de l'intégrale de surface Z(z) définie en (3.11), pour le cas de trois faisceaux
gaussiens de méme longueur de Rayleigh 2R, :

2\ 2 w2 1
1(z) = <> wiwows (1 4 i7)(1 + ict)’ (8-21)

ou l'on a posé

W1wWw2Ws
Weff = 755 2.2 2. 0N1/2°
(wiws + wiw + wiwz)
2,2 2,2 2.2 2
o Wiws — wiws —wpws Akwig

- 2.2 2,2 2,2
wiw; + wjws + wiws 2zRr

On peut alors intégrer formellement 1'équation (3.10) avec cette expression de Z(z)
pour déterminer la puissance de I'onde 3 a la sortie du cristal :

PSP — husglag(L/2)) = . P9 pi9 - (3.22)

, 2
_ 2% ws weg / BT e |
mh wiwe wiwiws | /g (1+47)(1 +icr)
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On pose a = L/(2zr), b = APP)k2g, et I'on définit la fonction h(a, b, c)

2
(3.23)

1
h(a,b,c) = o

a e—ibT
d
/a T +in) (1 +icr)

dite facteur de Boyd-Kleinman, couramment introduit dans les problémes de génération
non linéaire de fréquence [114]. L’équation (3.22) s’écrit alors :

32m2d3p L

Eoc)\l)\g)\g (% + % + %)

PP = Sh(a,b,c) PI") P, (3.24)

Pour des valeurs de waists des ondes 1 et 2 de 'ordre de 50 pum, le parametre ¢ ~ 0.1
et peut étre négligé. La fonction de Boyd-Kleinman h(a, b,0) posséde alors deux limites
asymptotiques assez simples :

e Cas de faisceaux collimatés (zp > L soit a < 1)
Dans ce cas, h(a,b,0) ~ & ’ffa dr e~Hb+DT g a sinc? [(b + 1)a]. On retrouve alors
une fonction du méme type que dans l'approximation de la section précédente. On
peut noter que le quasi-accord de phase n’a plus lieu pour b = 0 mais b = —1, soit
une correction sur la valeur de 1/A de l'ordre de 1/zg.

e Cas de faisceaux fortement focalisés (zp > L soit a > 1)
Dans ce cas, on peut faire tendre les bornes de l'intégrale vers l'infini, et utiliser
le théoréme des résidus sur le pole unique de h(a,b,0) pour trouver une fonction
limite

w2 —2b

e b<O0
h(a>1,0,0) = a ’ ’
(a ) {O, b> 0.

Sur la figure 3.3 (a) sont tracés ces deux cas, avec les valeurs ¢ = 1 et ¢ = 100. On
retrouve bien les deux régimes décrits ci-dessus. L'optimisation de I'efficacité de conver-
sion est possible en recherchant la focalisation dans le cristal qui maximise le facteur
de Boyd-Kleinman, autrement dit la valeur de a qui maximise h(a, byax(a),0), ot byax(@)
est la valeur de b qui maximise h pour un a donné. Nous avons calculé numériquement
h(a, bmax(a),0) en fonction de a, reporté sur la figure 3.3 (b). On observe un maximum
autour de a = 3, soit zg = L/6 = 3.3mm; ceci correspond a des waists inférieurs a
30 pum. Cet optimum est en revanche assez mou et des focalisations moins importantes
peuvent étre choisies sans diminuer significativement l'efficacité de conversion. On peut
aussi noter que le régime trés fortement focalisé (a = 100) est trés peu efficace, dix fois
moins que celui dans lequel nous nous trouvons. En effet, si I'intensité est certes tres
forte au foyer, elle décroit trés rapidement quand on s’en éloigne et l'utilisation du vo-
lume du cristal n’est pas du tout optimisée.

Nous avons réalisé expérimentalement cette somme de fréquence en simple passage,
avec les parametres expérimentaux donnés précédemment. La température du cristal
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FIGURE 3.4. Puissance produite a la fréquence somme en simple passage en faisant varier la température
du cristal. Les données expérimentales (carrés, EXP) sont ajustées pour une période de polarisation du cristal
A = 12.32 pm, dans Uapproximation des faisceaux collimatés (ligne continue, AOP) and selon la théorie de Boyd-
Kleinmann (ligne tiretée, BK).

est variée pour croiser la condition de quasi-accord de phase, ce qui correspond a chan-
ger b pour « fixé valant dans notre cas ~ 1. Le résultat est reporté dans la figure 3.4.
Deux ajustements sont proposés. L'un utilise la relation (3.19) obtenue dans le cadre de
l'approximation des faisceaux collimatés, I'autre la relation (3.24) donnée par la théo-
rie de Boyd-Kleinman. Les parameétre de cet ajustement sont la période de polarisation
du cristal non-linéaire A et I'efficacité de conversion en simple passage og,. Les profils
donnés par 'approximation des faisceaux collimatés et par la théorie de Boyd-Kleinman
sont extrémement voisins, justifiant cette approximation pour nos valeurs de focalisa-
tion. D’autre part, la température permettant d’obtenir I'accord de phase se trouve plus
haute que théoriquement attendu, autour de 50 °C, ce qui se traduit par une période
de polarisation A = 12.32 um, soit une erreur de 60 nm sur la valeur demandée au
fabricant.

En ce qui concerne la valeur du coefficient agp, elle est ajustée a 0.022 W/W2. Ce
résultat est en accord avec le résultat précédemment cité dans 'approximation des fais-
ceaux collimatés [Eq. (3.15)] pour une valeur de d33 = 16 pm/V. Le calcul prenant en
compte la divergence due a la focalisation des faisceaux [Eq. (3.24)] donne quant a lui
0.020 W/W?2,

Ainsi, le modéle théorique exposé dans cette section offre une description satisfai-
sante de la somme de fréquence en simple passage dans un cristal périodiquement
polarisé, et permet de retrouver les valeurs de l'efficacité de conversion mesurées expé-
rimentalement. Cette configuration étant caractérisée, il nous faut maintenant étudier
le probléme d'une telle conversion a l'intérieur d'une cavité doublement résonnante.
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3.2 Cavité doublement résonnante et conversion non li-
néaire

Afin de compenser les faibles efficacités des processus non linéaires en simple pas-
sage, il est souvent nécessaire de faire résonner les sources lasers dans une cavité
optique autour du cristal. Les photons qui pénétrent dans cette cavité font alors de
multiples passages dans le cristal, ce qui permet d’augmenter la puissance a la fré-
quence somme obtenue en sortie. On considere la géométrie de cavité décrite dans la
figure 3.5 (a). Cette cavité est composée de quatre miroirs, disposés en sablier, avec le
cristal non linéaire dans l'un de ses bras. Le cristal diminue I'amplitude des champs
électriques incidents a chaque passage, les multipliant ainsi par un facteur /C; pour
l'onde ¢ = 1,2, afin de faire augmenter I'amplitude de I'onde 3. Les miroirs Mo, M3
et M, sont supposés parfaitement réfléchissants pour les ondes 1 et 2 et parfaitement
transparents pour 'onde 3, tandis que le miroir M7, dit coupleur d’entrée, par lequel les
sources entrent dans la cavité, ne réfléchit que partiellement les ondes infrarouges. Les
pertes passives de ces miroirs, ainsi que du cristal, sont pour I'instant négligées, ce que
nous appellerons le cas idéal. Le role de ces pertes sera traité a la fin de ce chapitre.

3.2.1 Rappels sur les cavités optiques

Nous allons tout d’abord décrire la situation pour une onde donnée dans la cavité.
Toutes les grandeurs non indicées ici le seront par la suite lorsque les deux ondes seront
prises en compte simultanément.

Il est tout d’abord nécessaire de caractériser le fonctionnement du miroir M. Celui-ci
recoit deux modes a et b et renvoie deux modes c et d [3.5 (b)]. L'unitarité de 'opérateur
d’entrée/sortie représentant ce miroir impose alors que les relations liant ces différents
modes soient de la forme [115] :

E.=+\TEy — VRE,,

E;=VTE, + VRE},

(3.25)

ot R et T sont des coefficients compris entre 0 et 1, respectivement la réflectivité et la
transmission du coupleur d’entrée M. Si celui-ci est sans défaut, 7'+ R = 1.

On peut alors utiliser ces relations sur les différents champs électriques E(¢), p(ref)

E(cav) et B/(¢aV)  qui dénotent respectivement le champs incident sur la cavité, le champ
réfléchi a I'extérieur de la cavité par M, et les champs a l'intérieur de la cavité apres et
avant M; [voir Fig. 3.5 (a)] :

E(cav) _ mE(inc) + \/EE,(CaV)> (3.206)

Fref) _ mE;(CaV) — v/ RE(n°) (3.27)
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FIGURE 3.5. (a): Schéma de principe de la somme de fréquence en cavité. La cavité est composée de quatre
miroirs, le cristal non linéaire se situant dans l'un des bras. M 3 4 sont totalement réfléchissant a A1 et Aa. My
laisse entierement passer l'onde produite (puissance Ps). M, est un miroir semi-réfléchissant, de réflectivité R;

pour Uonde i. Le cristal absorbe quant a lui une partie des ondes a chaque tour et ne transmet qu'un facteur C;.

Pour une onde i donnée, le champ électrique incident Eginc) est partiellement réfléchi hors de la cavité {Ei(ref) )

et partiellement transmis & lintérieur de la cavité (Eic"w) ). Aprés un tour dans la cavité, ce dernier devient le
champ E;“av) . (b) : Modeéle du coupleur d’entrée M; de la cavité. Il s’agit d’'un miroir semi-réfléchissant qui recoit
deux modes de champ électrique E, et E, et en renvoie deux autres E. et E.

Ca"), il nous faut déterminer les sources

Afin déterminer la relation entre E(¢V) et E/(
d’altération du champ électrique au cours d'un tour dans la cavité. Pour ce faire, nous
pouvons distinguer d'une part le facteur de réduction appliqué a son amplitude par le
cristal (v/C), et d'autre part la phase accumulée par l'onde au cours d'un tour. Pour
une cavité de longueur quelconque Lc,y, le déphasage accumulé s’écrit ¢ = 27 Leay /.
Ce déphasage vaut 0[27] lorsque la longueur de la cavité est un multiple de la longueur
d'onde considérée, I'onde E'(°®) vient alors s'ajouter de maniére constructive a 'onde
E(ca) et la cavité est résonnante. Pour qu’elle soit résonnante aux deux longueurs

d’onde, il faut que sa longueur soit un multiple commun de \; et As.

On obtient donc la relation suivante entre Ei(cav) et E;(Cav) :

El(cav) — em%Lcav \/EE(CB.V) . (328)

La combinaison des équations (3.26) et (3.28) permet d’écrire :

E(Cav) v1-R (inc)

_ Eine) (3.29)

1~ Fle VRO

soit en terme de puissance P(¢®¥) = “EE (cav) |2

P(cav) _ 1-R
(1-VRO) +4VRTsin® (% Lea)

i

plinc) (3.30)

Si l'on fait varier la longueur de la cavité, la puissance intra-cavité est piquée autour
des valeurs de L.,, multiples de A\. On peut alors définir l'intervalle spectral libre de
la cavité comme l'écart en fréquence entre deux de ces multiples, Af = ¢/Lca. Un
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FIGURE 3.6. (a) : Profil de résonance dans une optique de la puissance intra-cavité. Les longueurs de cavité
pour lesquelles il y a résonance sont séprarée d'une longueur d’onde A, soit en terme de fréquence Af =
¢/ Lcav, appelé intervalle spectral libre de la cavité. Chacun de ces pics de résonance posséde une largeur § f,
caractéristique de la finesse de la cavité. (b-c) : Puissances intra-cavités (b) et réfléchies par la cavité (c) en
fonction de la valeur de la réflectivité R coupleur d’entrée, pour différentes valeurs de la transmission du cristal
C. La condition d’adaptation d’impédance est clairement visible (R = C).

développement du terme périodique autour de I'un de ces maxima montre que la forme
du pic est Lorentzienne, avec une largeur ¢ f d’autant plus faible que VRC est proche
de 1 [voir Fig. 3.6 (a)]. Ceci caractérise les modes longitudinaux transverses de la cavité,
mais la cavité posséde également des modes transverses. Nous voulons nous restreindre
au mode fondamental, ce qui implique des conditions sur la géométrie de la cavité, qui
seront explicitées dans le chapitre suivant.

On se limitera a présent a la situation dans laquelle la cavité est a résonance, condi-
tion dont la réalisation expérimentale sera détaillée dans le chapitre 4. On peut alors
simplement écrire :

(pleav) _ 11— R plino). (3.31)
(- i)
2
Pl = MPZ.@“). (3.32)
(1-vERC)

Il est aisé de maximiser l'expression (3.31) par rapport a R, ce qui conduit a R = C.
Ceci constitue la condition d’adaptation d'impédance de la cavité [124] : la transmission
(1—R) du coupleur d’entrée de la cavité compense exactement la perte (1 —C') subie par
I'onde au cours d'un tour de cavité. Quand cette condition est remplie, on peut noter
en regardant Eq. (3.32) que la puissance réfléchie par la cavité s’annule : il y a dans
la voie Ez(ref) une interférence destructive entre la contribution de I'onde incidente sur
la cavité et celle de I'onde intra-cavité. Les figures 3.6 (b-c) représentent les puissances
intra-cavité et réfléchies par la cavité en fonction de la valeur de la réflectivité R cou-
pleur d’entrée, pour différentes valeurs de la transmission du cristal C. La condition
d’adaptation d’impédance est clairement visible.
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3.2.2 Cavité doublement résonnante et conversion non linéaire

Pour maximiser la conversion non linéaire, chacune des deux ondes infrarouges doit
étre résonnante dans la cavité. On obtient alors un systéme de deux équations couplées :

(cav) 1-Ry (inc)

Pl o (1—\/RC1>2P1 ’
. (3.33)

P(cav) _ 1—Ro P(lnc)

2 (1-vRCz)* "2

ou R; est la réflectivité du coupleur d’entrée M; a la longueur d’onde );, et C; la trans-
mission du cristal pour l'onde .

Le couplage entre ces deux équations est caché dans les parameétres C;, qui peuvent
étre explicités en appliquant la relation (3.16) a l'intérieur de la cavité, pour peu que
l'approximation des pompes faiblement consommeées soit vérifiée. On aura alors, si 'on
note P; la puissance produite a la fréquence somme :

Py = agpy P P, (3.34)

)

La perte fractionnaire de puissance pour l'onde 1 est donc :\\—fozspPécaV , et de méme

f\‘—gaspPl(C&V) pour l'onde 2. La fraction transmise C; de l'onde i a travers le cristal s’écrit
donc :
_ A3 (cav) . .
Ci=1- )\—aSij , JFE. (3.35)
i

Il apparait bien que chacune des deux puissances intra-cavité dépend de l'autre via
ces coefficicents C;. L’approximation des pompes faiblement consommées intra-cavité
[Eq. (3.34)] est valide tant que C; ~ 1.

Les deux parameétres que l'on peut choisir expérimentalement sont les réflectivités
R; et Ry du coupleur d’entrée aux deux longueurs d’onde. On peut alors se demander
quel est le couple (R, R2) qui maximise la puissance de I'onde 3 produite en sortie de la

(

cavité, soit le produit des puissances intra-cavité Pl(cav)chav) dans l'approximation des
pompes faiblement consommeées.

3.3 Optimisation de l'efficacité de conversion

La limite théorique de puissance pouvant étre produite a la fréquence somme par
le systéme est déterminée par la source lumineuse la plus faible en terme de flux de
photons, ici I'onde 2 par hypothése. En effet, pour la production de chaque photon
a w3, un photon a w; et un photon a wy sont nécessaires. La puissance maximum
produite est atteinte lorsque tous les photons de 'onde 2 sont convertis, et vaut donc
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Pt = :\\%Pz(mc). On peut ainsi définir un coefficient 7, caractérisant l'efficacité de la
conversion en cavité

P A3 P
= o = g (3.36)
P3 )\2P21nc

Ui

Le probleme de la maximisation de l'efficacité de conversion en cavité est donc celui de
la maximisation de 7, pour le rapprocher de la valeur maximale 1.

3.3.1 Cas idéal : conversion totale

Soit Ry la valeur de la réflectivité du coupleur d’entrée pour 'onde 2. On se pose la
question suivante : existe-t-il une valeur de R;, réflectivité du coupleur d’entrée pour
I'onde 1, telle que la conversion de l'onde 2 soit totale ? Dans un premier temps, il est
possible de déterminer en fonction de R la valeur de C; qui convient pour obtenir n = 1.
En effet, PQ(CM) s’exprime dans cette situation a partir de la relation (3.31) :

PQ(C&V) = iQQP;nC)‘ (3.37)
(1 —VR2Cs)

D’autre part, on peut exprimer Pl(cav) a partir de I'équation (3.35)
Pl = (1= Cy) Az (3.38)
QspA3
La puissance produite a ws s’écrit donc :
A2(l— Ro)(1—-C i
P3 _ asppl(caV)PQ(cav) _ 2( 2)( Q)P(lnc) (3.39)

/\3(1 — R202)2

La maximisation de cette puissance par rapport a C5 conduit a la condition d’adaptation
d'impédance pour l'onde 2 déja caractérisée, C5*' = Ry. On a alors PP = % PQ(IHC) =
P3*#%, soit 7 = 1 : la conversion est donc totale. On obtient également les résultats

suivants :
y P(inc)
Pyt — 22 o (3.40)
Copt —1_ >‘3asp P(inc) (3.41)
! M(1—Rg) % '
P(CaV,Opt) — (1 R2) )\2 (3.42)
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Le probléme peut donc étre reformulé en se demandant s’il existe une valeur R; qui
permet d’obtenir cette valeur Pl(caV’Opt) ; autrement dit, est-il possible de faire résonner
suffisamment fort la cavité pour atteindre la puissance intra-cavité nécessaire pour
I'onde 1? L’équation a résoudre pour répondre a cette question est obtenue en égalant

les expressions (3.42) et (3.31) dans le cas idéal :

A2
)\3asp .

1- in
B pln) _ gy,

21
(1 - «/Rlept>

Sans chercher a résoudre analytiquement cette équation, on peut observer qu’elle pos-
séde toujours une solution. En effet, la maximisation du membre de gauche par rapport
a R; est équivalente a la maximisation faite plus haut de I'expression (3.39) par rapport
a Cy, et conduit donc a Ry = O}, soit [Egs. (3.41, 3.31)]

(3.43)

Ao (inc)
Rmax — 1 _ 7PP , 344
! A3(1— Ry) o
A PR A PE) t
P — (1 - Ry) 0 =it o oR), (849)
Azasp Py A2
Pour qu'une valeur de R; réalisant n = 1 existe, il faut et il suffit que Pl(cav’()pt) <

Pl(cav’max) soit /\QPQ(inC) < )qu(inC), ce qui signifie que le flux de photons initial pour
'onde 1 est plus important que pour l'onde 2, soit notre hypothése de départ?.

Nous avons donc prouvé que dans le cas idéal, pour toute valeur de R», il existe
une valeur de R; telle que la totalité de I'onde 2 soit convertie en onde a la fréquence
somme par le systéme. La valeur de R; solution de I'’équation (3.43), ainsi que celles

. . iy 2 cav,opt cav,opt
des puissances intra-cavité P1( Pt et PQ( pt)

qui réalisent 7 = 1 sont représentées
(Fig. 3.7) en fonction de Rjy. Les solutions ayant une validité physique dans le cadre de
l'approximation des pompes faiblement consommeées sont celles pour lesquelles ni R; ni

R> ne sont proches de 0.

Une derniére remarque peut étre faite en considérant la puissance qui ressort de la
cavité par le coupleur d’entrée M; pour 'onde 2, dont on a vu qu’elle s’annulait dans la
configuration o1 'impédance est adaptée. Si I'on considére maintenant les puissances
intra-cavité PQ((CZYZ):O) et réfléchie ng?zo
linéaire (facilement réalisable expérimentalement en supprimant 'onde 1), on trouve en

) pour I'onde 2 en I'absence de conversion non-

2. S'il est vrai que R"®* peut devenir négatif si la réflectivité R choisie est trop importante, il va de soi que
dans ce cas il suffit de prendre R; = 0, soit pas de cavité pour 'onde 1, voire méme de baisser la puissance
Pl(mc>. Cependant cette limite implique C7; < 1, et ne valide donc plus I'hypothése des pompes faiblement
consommees.
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FIGURE 3.7. Résultats de Uoptimisation de la somme de fréquence en cavité dans le cas idéal, avec les puis-
sances incidentes P{™) et P{™) fixées. (a) : Les puissances intra-cavité P{°*"*°P") et P{*¥*°P") des lasers 1 et
2 (A1 = 1064 nm et A2 = 1319 nm) requises pour réaliser une conversion totale (n = 1), tracées en fonction de la
réflectivité Ro du coupleur d’entrée M. (b) : Réflectivité R, de M permettant d’obtenir Pl(caV’OPt) en fonction de
R». Chaque couple (R1, R2) de cette courbe assuren = 1.

utilisant Eq. (3.31) et Eq. (3.32) :

(cav) o 1+ VR (inc)

Py =12 (3.46)
(ref) _ plinc)

P2(02:o) =1y (3.47)

Ainsi, sil'on se place a I'extérieur de la cavité, on passe bien d'une situation ou toute la
puissance ressort lorsqu’il n’y a pas de conversion a une situation dans laquelle rien ne
ressort lorsque la conversion est totale. En revanche, la puissances intra-cavité lorsque
tout est converti est non nulle, et son rapport au cas sans conversion vaut

P2(cav,opt) B 1 5.48)
(cav) - / 2° ’
PQ(CQ:[)) (1 t Rz)
Si l'on prend l'exemple Ry, = 0.74, qui est notre valeur expérimentale, on peut voir

qu’alors que l'onde 2 passe d’'une situation ou elle n’est pas du tout consommeée a une
situation ou elle 'est intégralement, la puissance intra-cavité ne diminue que d’'un fac-
teur 3.5.

3.3.2 Prise en compte des pertes

Nous avons jusqu'a présent négligé les pertes subies par les sources lumineuses
lorsqu’elles entrent et circulent dans la cavité optique. Celles-ci peuvent étre prises en
compte a deux niveaux. D'une part, 'imperfection du miroir M; peut se traduire par la
prise en compte d'un coefficient de perte L; pour chaque onde ¢, qui dénote la partie
de la puissance ni réfléchie ni transmise (absorbée ou diffusée). Ceci implique que la
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transmission du miroir M; devient T; = 1 — L; — R;. D’autre part, les imperfections des
réflectivités des autres miroirs et des faces d’entrée du cristal sont responsables d'une
perte notée §; pour chaque onde i qui se traduit par une diminution de la puissance
intra-cavité a chaque tour de cavité, alors multipliée par un facteur (1 — §;) en plus du
facteur C;. La puissance intra-cavité pour l'onde ¢ s’écrit alors a partir de Eq. (3.31) :

Pi(cav) = 1= R~ L 5 Pi(mc). (3.49)
(1 ~ VR 51-)@»)
Dans ce cas, la conversion ne saurait étre totale car des photons de la source 2 sont
perdus et ne peuvent étre convertis. De plus, les pertes dans la cavité limitent le facteur
d’amplification des puissances intra-cavité, et 'on ne pourra donc pas toujours comme
dans le cas idéal trouver une valeur R; qui réalise la puissance intra-cavité optimale
pour l'onde 2. En effet, il demeure simple de voir que la maximisation de I'expression
(3.34) en prenant en compte ds et Ly méne a C’Spt = Ry(1 — d3), mais cela conduit a une
puissance produite :

1—-Ry— L
soit pPt = — "2 =2 1 (3.50)

A2 (inc) 1 — Ro — Lo
Popt - P _
3 2 1 — Ry(1 — 42)

W 1— Ro(1—0y)
les deux termes de perte Ly et d2 venant diminuer la puissance optimale pouvant étre
produite. De plus, cet optimum ne saurait étre atteint pour toute valeur de Ry. En
effet, cette valeur de C;’pt impose une valeur a la puissance intra-cavité de l'onde 1,

de maniére analogue au cas idéal, soit ici Pl(cav) =3 ;‘in [1 — Ra(1 — d2)]. Celle-ci peut

s’avérer impossible a atteindre si les pertes §; et L; sont trop importantes. On voit

d’ailleurs clairement dans cette expression I'avantage de travailler avec une efficacité
en simple passage oy, importante, celle-ci tendant a faire diminuer la puissance intra-
cavité nécessaire pour atteindre l'optimum. Lorsque les pertes sont prises en compte,
un compromis sur les valeurs R; et R, est donc a faire, afin de ne pas avoir a réaliser
une surtension trop importante pour une des deux sources.

Les puissances laser dont nous disposons expérimentalement sont 1.2 W a \; =
1064 nm et 0.5 W a Ay = 1319 nm. Nous devons ensuite tenir compte de pertes sur
le chemin optique menant a la cavité, servant a combiner les deux faisceaux, ainsi que
d'un coefficient de couplage imparfait du mode des lasers dans la cavité, que nous avons
évalué a 85%. Ceci conduit a des puissances effectives disponibles Pl(mc) = 940 mW et
PQ(inC) = 370 mW. Pour ces puissances, nous avons calculé numériquement la valeur du
paramétre 7 obtenue en faisant varier le couple (R;, R2) dans le cas idéal [Fig. 3.8 (a)],
et pour une valeur des pertes fixée non nulle (§; = 2.4%, 02 = 1.6%) [Fig. 3.8 (b)], cor-
respondant a nos valeurs expérimentales. Pour ces valeurs des J; relativement faible, on
observe que 1 > 90% demeure possible pour un domaine (R;, Ry) suffisamment étendu
pour étre atteint expérimentalement. De plus, les réflectivités ne sont pas extrémement
élevées, et la réalisation du coupleur d’entrée ne pose donc pas de difficultés techniques
importantes.
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FIGURE 3.8. Carte de niveaux de Uefficacité n du processus de somme de fréquence en fonction des réflectivités
Ry and R2 du coupleur d’entrée M, pour les ondes 1 et 2. (a) : Cas idéal. La ligne pointillée correspond a une
conversion totale (n = 1). (b) : Les pertes passives sont prises en compte avec (61 = 2.4%,62 = 1.6%). S’il est
vrai que la configuration n = 1 ne peux plus étre obtenue, il est toujours possible d’atteindre des efficacités
supérieures a 90%.

3.3.3 Conclusion

Les processus non linéaires tels que la somme de fréquence constituent une excel-
lente solution pour la génération d’onde lumineuse laser a des fréquences difficilement
disponibles autrement. En revanche, la faible efficacité de ces processus les rend peu
utiles en I'état. Nous avons donc ici mis en oeuvre plusieurs techniques visant a ac-
croitre cette efficacité. Tout d’abord, nous utilisons un cristal de KTP, dont la suscepti-
bilité non linéaire est par nature relativement élevée. Ce cristal est polarisé périodique-
ment, ce qui permet comme nous l'avons vu d’assouplir significativement la condition
d’accord de phase, et la raméne a une condition de quasi-accord de phase, accessible a
des températures proches de I'ambiante. Ce dispositif permet de tirer pleinement parti
de la non linéarité du cristal, et d’atteindre une efficacité de conversion en simple pas-
sage agp ~ 0.022 W/W?2.

Cette efficacité, encore bien trop faible pour constituer un dispositif de somme de
fréquence efficace, est amplifiée grace a une cavité doublement résonnante autour du
cristal. Les ondes infrarouges incidentes sont alors amplifiées, et 'on peut atteindre des
efficacités trés importantes. Dans le cas d'une cavité parfaite, nous avons montré que
I'intégralité des photons de I'onde la plus faible peuvent étre convertis. Ici, des pertes
dans la cavité limitent l'efficacité a ~ 90%. Si I'on définit A(cay) = W par analogie
a la définition de T'efficacité de conversion en simple passage pourlle ssttéme en cavité,
on obtient &,y = 2 W /W2, la cavité permettant ainsi une conversion 100 fois plus
efficace que le simple passage.



Chapitre 4

Réalisation expérimentale d’'un
laser a 589 nm par somme de
fréquence

Ce chapitre traite de la réalisation expérimentale d'un dispositif assurant la géné-
ration efficace d'un laser émettant & 589 nm par somme de fréquence. Dans sa forme
actuelle, ce laser constitue une solution alternative au laser a colorant pour le refroidis-
sement de I'atome de sodium. Il nécessite une maintenance faible en comparaison de ce
dernier, et a pu étre réalisé pour un cout nettement inférieur. Un brevet a été déposé,

portant notamment sur I'électronique d’asservissement du laser !.

Dans ce chapitre, nous présentons notre systéme expérimental. Dans les conditions
expérimentales typiques, la puissance de sortie est de 650 mW (le maximum observé est
de 800 mW, correspondant a une efficacité de conversion de plus de 90%). Ces valeurs
confirment les résultats théoriques du chapitre 3. Son fonctionnement demeure stable
sur plusieurs mois avec un nombre minimal de réajustements, et sa fréquence a pu étre
aisément asservie sur la raie Dy du sodium.

Nous détaillons tout d’abord les différents composants de ce laser et son fonction-
nement général, puis nous présentons les mécanismes d’asservissements électroniques
imbriqués permettant d’atteindre un tel degré de stabilité. Nous décrivons enfin les dif-
férentes caractéristiques techniques du laser. Nous rappelons que les indices 1,2, 3 dé-
signent respectivement le laser a 1064 nm, le laser 1319 nm et le laser produit a 589 nm.

1. Brevet européen n°® W02009147317.
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FIGURE 4.1. (a) : Mode de la cavité réalisée expérimentalement. Il posséede deux cols, au milieu des miroirs M;
et My séparés de L2, et au milieu des miroirs M3 et My séparés de L34 (Ces 2 points sont notés ® et @). w11
et wo,1 sont les rayons a1/ e? du mode en ces deux positions pour l'onde 1 (w1,1 et w1 pour Uonde 2). (b) : En
haut : cols de l'onde 1 wy,1 a la position @ (en noir) et wz,1 & la position @ (en rouge) en fonction de la longueur
L34. En bas : séparation en fréquence des modes transverses relative a Uintervalle spectral libre 6 fr 1 /A f1 pour
Uonde 1 en fonction de la longueur L34. Les autres paramétres de la cavité sont fixés aux valeurs données sur
(a). La zone grisée représente un domaine instable pour la cavité.

4.1 Dispositif expérimental

4.1.1 Reéalisation de la cavité optique pour la somme de fréquence

Comme nous 'avons vu dans le chapitre précédent, la réalisation du laser par somme
de fréquence passe par la construction d’'une cavité optique faisant résonner les deux
sources infrarouges simultanément. Nous avons choisi d'utiliser une cavité optique en
“sablier”, du type déja mentionné dans le chapitre 3 et représenté dans la figure 4.1 (a).
Cette configuration a été préférée a la configuration plus simple de cavité linéaire. En
effet, dans cette derniére se forme une onde stationnaire, qui correspond a de forts
gradients d’intensité pouvant mener 4 une diminution de l'efficacité ou méme a une
détérioration du cristal a cause de 'absorption résiduelle a I'intérieur de celui-ci (hole
burning). La cavité est composée de deux miroirs plans M; et Ms, et de deux miroirs
courbes M3 et My, permettant de focaliser les faisceaux au centre du cristal, qui se
trouve donc entre M3 et M,. Le rayon de courbure des miroirs a été choisi égal a 10 cm,
ce qui détermine €galement 'ordre de grandeur des dimensions de la cavité. Les para-
metres géométriques permettant de définir complétement la cavité sont alors réduits a
trois, par exemple la distance entre M; et My (L12), la distance entre M3 et My (Ls4),
ainsi que I'angle de réflexion des miroirs de la cavité  [voir Fig. 4.1 a].

La stabilité de la cavité optique n’est pas assurée pour toute valeur de ces para-
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metres, et il faut vérifier que la condition de bouclage sur le mode transverse des lasers
est réalisable [115]. On utilise pour ce faire le formalisme des matrices ABCD, permet-
tant de modéliser chaque élément du trajet d'un faisceau dans la cavité par une matrice.
Ainsi, la propagation libre du faisceau, sa propagation dans le cristal et sa réflexion par
les miroirs plans ou courbes de la cavité sont prises en compte. En particulier, on a

e Pour la propagation d’'un faisceau dans un milieu d’in- 1 d/n
dice n sur une distance d <0 1 > ’
4.1)
e Pour la réflexion d'un faisceau par un miroir sphérique 1 0
de rayon de courbure R (—2 /R 1) ’

En multipliant chacune de ces matrices, en prenant par exemple pour point de départ
le centre du cristal, on obtient une matrice de transfert globale P;(Li2, L34, ) qui ca-
ractérise I'évolution du mode transverse du laser ¢ au cours d'un tour de la cavité. On
définit alors le paramétre complexe du faisceau gaussien

1
%= 1 (4.2)
Tl TR,

ou w; est le waist du faisceau au centre du cristal et R; son rayon de courbure. La
matrice 7; agit sur g; de la maniére suivante :

(4.3)

Ty P <A B) ,  Ag;+B
1 79 1 )

C D %= Cut+ D’

¢, étant la valeur du parameétre aprés un tour dans la cavité. La condition de bouclage
pour le laser 7 s’écrit alors

,_ A¢i+B
4G =q; = Ca+D (4.4)
Le parametre ¢; est donc la solution d'une équation du second degré, qui n’a de sens
physique que si sa partie imaginaire est non nulle, autrement dit si le discriminant de
'équation (D — A)%2 —4BC est négatif. En utilisant le fait que les matrices de propagation
ont un déterminant unitaire (AD — BC' = 1), on raméne cette condition sous une forme
connue pour la stabilité d'une cavité optique

A+ D

2 (4.5)

Les quantités A et D étant fonctions des parameétres géométriques (L1, L34, 0), seule
une gamme réduite de ces parameétres assure la stabilité de la cavité. Il est possible de
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calculer ces éléments, et I'on obtient

2Ly — R)(Lai — R)

A=D= = —1, (4.6)
oul l'on a posé les deux longueurs
L
Lij=(Lgs— L)+ —, @.7)
n;
L L
Lo; = Lio + M, (4.8)
cos(6)

qui sont respectivement les chemins optiques pour l'onde 7 du bras contenant le cristal
d'une part et du reste de la cavité d’autre part. La condition de stabilité de la cavité
s’écrit alors aprés de simples manipulations :

rlr’lin <Li; < Lrlrj?X, (4.9)
avec

M= Ret L' = LiLi’ZR. (4.10)
Cette formulation est justifiée par la géométrie de la cavité, pour laquelle Lo ; > L1 ;.
L’espace des parameétres étant vaste, nous avons fixé I'angle # a une valeur relativement
faible de 12°, par souci de compacité de la cavité. De méme, L2 a été fixé a 18 cm
pour des raisons pratiques. Lo; dépend numériquement peu de L34, et sera dés lors
considérée comme fixée. Il alors possible d’obtenir la solution de I'équation (4.4) en
fonction de la seule longueur L1 ;, qui donne un col au centre du cristal, avec pour
rayon en 1/e? :

/ Ai min max 1/4

Des matrices de transfert partielles peuvent ensuite étre calculées permettant de
reconstruire le mode du faisceau en tout point de la cavité. On trouve alors que le mode
de cavité posséde un col en deux endroits, I'un au centre du cristal comme nous l'avons
vu, et l'autre au milieu des miroirs M; et My [voir Fig. 4.1 (a)]. L'expression de la taille
de ce col est

Lai — R
Wa; = Ij:zi_Rwl’i‘ (4.12)
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Les lasers étant injectés dans la cavité par le miroir M, c’est a ce second col que les
lasers doivent étre focalisés en arrivant sur la cavité.

Le choix d'une valeur de L34 (équivalent au choix de Li;, la longueur du cristal
étant fixée) dans la plage de stabilité est guidé par deux critéres. D'une part, la taille
du col au centre du cristal ne doit pas étre trop faible, car nous voulons éviter des ef-
fets thermiques dans le cristal. D’autre part, les modes transverses de la cavité doivent
étre clairement non dégénérés, afin de faciliter l'injection des lasers dans le mode fon-
damental. On rappelle ici que la séparation en fréquence des modes longitudinaux, ou
intervalle spectral libre, vaut Af; = ¢/(L1; + L2;) pour I'onde i. Pour ce qui est de la
séparation des modes transverses 0 fr;, elle s'obtient en considérant la phase de Gouy
accumulée lors d'un tour de cavité et s’écrit :

_Af; AiLa; AiL1
dfri= —— |arctan 5 — arctan 5
T 27rw2’l- 27rw1’i

A titre d’exemple, les tailles des cols wi,1 et wo 1 pour l'onde 1, ainsi que la séparation
des modes transverses relative a l'intervalle spectrale libre 0 fr 1 /Af1, sont tracées en
fonction de la longueur L34 sur la figure 4.1 (b). On observe qu’'a la borne supérieure du
domaine de stabilité pour L34, la taille du col au centre du cristal diminue nettement, et
la séparation des modes transverses également, rapprochant la cavité d'une configura-

(4.13)

tion dégénérée. De la méme maniere, 'autre borne du domaine de stabilité correspond
a une taille de col au centre du cristal trés faible, et 4 une séparation des modes trans-
verses égale a la moitié de l'intervalle spectral libre, ou configuration confocale. Nous
décidons donc de nous placer a L3y, = 12.5 cm, qui assure une taille de col au centre du
cristal et une séparation des modes transverses suffisantes sans pour autant étre au
bord de la zone de stabilité.

4.1.2 Description détaillée du systéme

La géométrie de la cavité étant déterminée, le montage optique est réalisé ainsi qu’il
est représenté sur la figure 4.2. Il occupe environ 0.5 m? sur la table optique, et se
compose de trois parties dont nous allons décrire les éléments ici.

Les sources lasers

Une premieére partie du montage est composée des sources laser infrarouges qui vont
étre sommeées, ainsi que des optiques de mise en forme nécessaires au bon fonctionne-
ment de la somme de fréquence. Les deux sources lumineuses sont deux lasers YAG a
cavité en anneau non-planaire 2 émettant a \; = 1064 nm et A = 1319 nm. Leur largeur
spectrale “instantanée” est inférieure a 10 kHz et leur puissance nominale est respecti-
vement 1.2 W et 500 mW. Par ailleurs, il est possible de régler la fréquence d’émission
de ces lasers de deux maniéres. D'une part, la température du cristal dans le laser peut

2. Innolight GmbH, Germany.
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FIGURE 4.2. Vue d’ensemble du dispositif expérimental constituant le laser a 589 nm. MD : Miroir dichroique
transparent pour U'onde 1 et réfléchissant pour U'onde 2, MEO : Modulateur électro-optique, LF : Lentille de fo-
calisation, Ph. : Photodiode. La mention Piezo indique la présence d’une cale piézo-électrique derriére le miroir.
L’asservissement de la température du cristal enserré dans une monture en cuivre par un élément a effet Peltier
est également signalé.

étre changée, permettant une plage de réglage de 30 GHz sur la fréquence du laser, avec
une bande passante < 1 Hz. D’autre part, un élément piézo-électrique interne au laser
permet de balayer la fréquence sur 200 MHz, avec une bande passante de 100 kHz. Cette
configuration, constituée d’'un actuateur rapide sur une plage étroite et un trés lent sur
une bande plus large, est classique pour un laser et permet d’en asservir la fréquence
efficacement. En revanche, on peut voir que la plage de réglage globale de la fréquence
du laser somme, de l'ordre de 60 GHz, reste trés faible. Nous avons donc pris grand soin
de vérifier que les lasers sources, extrémement stables mais peu réglables, permettaient

d’atteindre en les sommant la raie Dy du sodium °.

Les lasers sont ensuite collimatés a un rayon a 1/e? valant ~ 500 ym. Leur polari-
sation étant légéerement elliptique, des lames d’'onde \/2 et A/4 sont nécessaires pour
rendre celles-ci linéraires et verticales, ce qui correspond a I'axe principal de notre cris-
tal. Les lasers sont ensuite superposés en utilisant un miroir dichroique, qui transmet
intégralement \; et réfléchit intégralement \,. Ils peuvent alors étre focalisés a ~ 250 ym
(rayon a 1/ €2) au milieu des miroirs M; et M, de la cavité comme décrit dans la sous-
section précédente. Ceci est réalisé par une lentille unique, de focale 300 mm. Enfin,
afin d’'imprimer sur la phase des ces deux ondes une modulation a une fréquence de
1 MHz, un modulateur électro-optique (MEOQ) est introduit dans le chemin des fais-
ceaux?. Celui-ci posséde un circuit résonnant permettant de réaliser une modulation
conséquente avec des puissances modestes. Ainsi, avec 4 V,, sur 50 {2, une modulation
de quelques dixieémes de radians est possible. Cette modulation servira par la suite pour
l'asservissement des lasers et de la longueur de la cavité (voir Sec. 4.2).

3. 1l est par exemple impossible d’atteindre la raie D; du sodium

4. Modulateur électro-optique a cristal de KTP, New Focus, Inc. Ce modulateur cause une rotation légére
de la polarisation des faisceaux, ce qui explique la différence entre les 800 mW produits par le laser dans le
cas optimal ol nous n’utilisions pas ce modulateur, et les 650 mW produits dans le cas typique.
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Les éléments de la cavité optique

Comme nous l'avons déja vu, la cavité est composée de 4 miroirs, deux plans (M et
M) et deux courbes (M3 et M,). Le miroir M; est le coupleur par lequel les lasers entrent
dans la cavité. L'autre élément optique de la cavité est le cristal de ppKTP . Celui-ci pos-
séde un traitement anti-reflet sur ses faces aux trois longueurs d’ondes A1, A2 et A3. Les
réflectivités et transmission mesurées pour les miroirs de la cavité, ainsi que la trans-
mission du cristal spécifié par le fabricant sont données dans la table 4.1. Les valeurs
optimales données par les calculs numériques pour les réflectivités du coupleur d’en-
trée sont également rappelées a titre de comparaison. Celles-ci sont bien comparables
aux valeurs mesurées. On peut noter la transmission non nulle des miroirs M> 3 4, qui

1064 nm 1319 nm
Rl Rialc T1 R2 Rgalc T2
My 0.930 0.96 0.060 0.740 0.79 0.250
Mo, M3, My 0.995 0.005 0.995 0.005
Cristal 0.980 0.980

TABLE 4.1. Réflectivité et transmission des éléments optiques a lintérieur de la cavité aux deux longueurs
d’'onde. Les réflectivités sont mesurées a 0.5% et les transmissions & 0.2%. Les valeurs pour le cristal sont
spécifiées par le fabricant. R°° est l'optimum obtenu par le calcul (voir Ch. 3).

assure le passage au travers de ces miroirs d’'une petite partie des faisceaux, avec une
puissance qui sera proportionnelle a la puissance dans la cavité. Cette perte a travers
les miroirs s’avere particulierement utile, puisqu’elle permet de connaitre la puissance
intra-cavité. Elle sera donc utilis€ée comme signal d’entrée pour les asservissements (voir
plus bas).

Par ailleurs, asservir la cavité a résonance avec les lasers nécessite de pouvoir agir

6 ont été collées derriere

sur sa longueur. Pour ce faire, deux cales piézo-€lectriques
les miroirs My et M3 de la cavité (voir Fig. 4.2). La cale placée sur My est en fait un
assemblage (stack) de cales piézo-€lectrique qui permet un mouvement du miroir de
12 pum lorsqu’on lui applique 150 V, et permet donc de parcourir plusieurs intervalles
spectraux libres de la cavité. En revanche sa capacité trés importante (2.5 yF) le rend
assez lent. On peut également noter qu’il s’agit d'un empilement annulaire, afin de lais-
ser passer le faisceau s’échappant de la cavité a travers le miroir M. La cale placée
derriére M35 est quant a elle beaucoup plus fine, plus rapide (capacité de 35 nF), mais
permet seulement un mouvement de 300 nm pour 100 V, et est donc adaptée pour de
petites corrections rapides. Cette configuration de double actuateur est la méme que

celle décrite plus haut pour les lasers.

Enfin, nous avons vu dans le chapitre 3 que la condition de quasi-accord de phase
dans le cristal nécessaire au bon fonctionnement de la somme de fréquence n’était at-

5. Fabriqué a l'institut KTH, Suéde.
6. Fabriqué par PiezoMechanik, GmbH.
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FIGURE 4.3. Photographie du systéeme laser en fonctionnement. On y distingue les deux sources laser infra-
rouges (en haut a droite), les optiques pour la lumiére infrarouge (partie droite), la cavité optique (au centre) et les
optiques pour la lumiére jaune (au fond a gauche). Encart en bas a droite : cellule d’absorption d’iode, traversée
par un faisceau laser résonant. Encart en haut a gauche : Cavité optique en fonctionnement.

teinte que pour une température bien précise, de 'odre de 50 °C dans notre cas. Afin de
réaliser un tel contréle sur la température du cristal, nous utilisons un circuit d’asser-
vissement. Le cristal est emboité dans un support en cuivre, reposant sur un élément
a effet Peltier ” permettant de le chauffer. Sur ce support est également fixée une ther-
mistance (résistance dont la valeur diminue beaucoup quand la température augmente).
Cette valeur est mesurée dans le circuit d’asservissement par un pont de Wheatstone. Le
circuit peut alors réagir sur le courant envoyé dans I'élement Peltier en fonction de cette
mesure via un montage classique PID (“Proportionel-Intégrateur-Différentiateur”), afin
de maintenir la température du cristal constante. Avec un tel montage, nous estimons
que la stabilité de la température du cristal est meilleure que 10 mK. Si I'on considére
la courbe de quasi-accord de phase (Fig. 3.4), cela correspond a des fluctuations de
l'efficacité de conversion inférieures a 1%.

La détection pour I’'asservissement

La derniére partie du systéme laser concerne la détection des puissances intra-cavité
infrarouges afin de pouvoir réaliser un asservissement de la longueur de la cavité et des
sources laser. Cette détection est réalisée par des photodiodes (Si & 1064 nm et InGaAs
a 1319 nm) qui sont placées derriére le miroir M de la cavité, de transmission 0.5%
(voir Table 4.1). Les deux ondes infrarouges étant superposées, un miroir dichroique
identique a celui utilisé pour superposer les faisceaux est utilisé pour les séparer. Nous

7. Fabriqué par Marlow industries, Inc., USA
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disposons ainsi de deux signaux, mesurés par les photodiodes Ph.1 et Ph.2 respective-
ment, desquels I'on peut déduire les puissances intra-cavité Pl(cav) et PQ(C&V) en prenant
en compte la transmission du miroir M>. Enfin, nous verrons qu’il est également néces-
saire de disposer d'un signal proportionnel a la puissance produite dans le jaune, qui
est obtenue en mesurant une petite partie de 'onde prélevée a la sortie de la cavité.

4.2 Asservissements électroniques intriqués

4.2.1 Principe général

Le principe de somme de fréquence en cavité développé ici implique que la cavité soit
maintenue résonnante aux deux longueurs d’onde des sources \; et As. Nous avons vu
que cela peut s’écrire simplement :

Leav = p1A1 = p2aAg, p1,p2 € N. (4.14)

Si I'on modifie la longueur de la cavité autour de cette position de résonance, nous
observons une courbe lorentzienne pour la puissance intra-cavité, comme celles repré-
sentées en rouge sur les figures 4.5 (a-b). La largeur de cette lorentzienne est respecti-
vement ~ 10 MHz et ~ 25 MHz pour les lasers 1 et 2, ce qui correspond a des variations
de longueur de la cavité de 20 nm et 70 nm. Il est donc impossible pour la cavité de
demeurer a la position de résonance passivement, compte tenu des perturbations mé-
caniques, acoustiques et thermiques présentes au laboratoire. Il en va de méme pour la
fréquence des sources laser. La cavité ainsi que les lasers vont donc devoir étre asservis
en fréquence pour que la cavité demeure doublement résonnante.

L’asservissement nécessite deux étapes. En effet, s’il est aisé de réagir via les cales
pi€zo-€électriques sur la longueur de la cavité pour la maintenir résonnante avec I'un
des lasers, cette longueur est alors fixée, et il nécessaire de changer la longueur d’onde
de l'autre laser pour 'amener a résonance avec la cavité. C’est la méthode que nous
employons, en asservissant la longueur de la cavité L.,, a la longueur d’'onde A2 (noté
asservissement Al), puis en asservissant A\; a L¢a, (A2). La longueur de la cavité et
la longueur d’onde du laser 1 sont alors verrouillées sur la longueur d’onde du laser
2 (voir Fig. 4.4). Pour ces asservissements, nous utilisons les signaux indicateurs des
puissances intra-cavités issus des photodiodes. Le premier asservissement réagit sur
les actuateurs de la cavité pour maximiser la puissance intra-cavité Pz(cav) mesurée par
la photodiode Ph.2, et le second réagit sur les actuateurs du laser 1 pour maximiser
Pl(cav) mesurée par Ph.1.

Les circuits d’asservissement sont fondés sur la dérivation d'un signal d’erreur s’an-
nulant lorsque la puissance intra-cavité est maximale a partir d'une modulation / dé-
modulation effectuée par une détection synchrone [125]. Nous avons vu que la phase
des ondes infrarouges est modulée a 1 MHz par un modulateur électro-optique. Le si-
gnal de la photodiode peut donc étre démodulé de maniere synchrone, ce qui permet
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FIGURE 4.4. Schéma de principe des circuits d’asservissements intriqués pour le laser. MEO : Modulateur
électro-optique, Ph. : photodiode. @ désigne Uopération de démodulation réalisée par détection synchrone. Les
trois asservissements présents dans le systéme laser sont représentés en traits tiretés, les chemins optiques
étant représentés en traits pleins. La mention “Spectroscopie” désigne le montage d’absorption saturée utilisé
pour le verrouillage en fréquence du laser jaune (voir sous-section 4.3.3).

de le dériver. On obtient alors un signal qui s’annule aux maxima d’intensité, et qui
peut donc étre envoyé a un circuit intégrateur qui assurera le maintien a zéro du signal
d’erreur en réagissant sur les actuateurs.

D'un point de vue temporel, nous avons fait le choix d’activer A1l puis A2. En effet,
I'élément le moins stable du systéme étant la cavité, il est plus sage de verrouiller sa
longueur en premier lieu sur la longueur d’'onde du laser 2, celui-ci étant trés stable a
I'échelle de la minute. Nous procédons juste aprés a I'asservissement du laser 1, sur la
cavité déja verrouillée.

En supposant que les deux asservissements décrits plus haut fonctionnent, il devient
possible de balayer la fréquence wo (sans changer de mode, c’est-a-dire en conservant
p1 et po), et faire changer ainsi les valeurs de w; et L¢,, de maniére a modifier w3 en
sortie. Ainsi, pour un changement dws sur wo, le changement dws sur ws s’écrit :

dwz = dwy + dwy = (M + 1) dwy = ] dwa, (4.15)
w2 w2

le rapport % étant constant d’aprés Eq. (4.14). Ceci signifie que pour le balayage de
200 MHz disponible sur le laser 2 avec son piézo rapide, le laser jaune a une excursion
en fréquence de 450 MHz en sortie.

Enfin, ce dernier parameétre libre wy sera asservi (A3) de maniére a maintenir la
fréquence du laser jaune en sortie sur une raie d’absorption atomique du Sodium (ou
dans notre cas sur une raie moléculaire de l'iode I3, voir 4.3.3), le systéme ainsi formé
constituant une source utilisable pour le refroidissement laser du sodium.
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4.2.2 Haute efficacité de conversion et asservissement

La méthode habituelle consiste & maximiser les puissances intra-cavité des deux
ondes sources en réalisant les asservissements Al et A2 indépendamment. C'est en
réalité impossible si 'on se trouve dans une situation ou l'efficacité de conversion du
systéme est proche de 1, car la somme de fréquence dans le cristal modifie la forme
des courbes de résonance dans la cavité. Cet effet est visible sur les figures 4.5 (a-
b). Tandis que les courbes rouges sont obtenues en n’envoyant qu'un laser a la fois
dans la cavité, les courbes noires sont mesurées lorsque les deux lasers sont présents,
et que la conversion a donc lieu avec une haute efficacité. Du fait de la différence de
largeur de la courbe lorentzienne aux deux longueurs d’onde (causée par la différence
des réflectivités du coupleur d’entrée R; = 0.93 et Ry = 0.74), l'effet de la conversion
non linéaire n’est pas le méme. S’il se borne a une diminution de la puissance intra-
cavité a résonance pour l'onde 1, un creux apparait pour 'onde 2. Ce creux posséde la
largeur de la résonance de I'onde 1, et constitue la signature du phénoméne de somme
de fréquence.

Ce creux dans le profil de résonance du laser 2 est en revanche extrémement néfaste
pour Al. En effet, tant que A2 n’est pas en fonctionnement, le laser 1 n’est pas réson-
nant, la conversion dans le cristal est négligeable, et Al fonctionne bien car la position
de résonance du laser 2 correspond a un maximum de puissance intra-cavité. En re-
vanche, a la mise en marche de A2, le creux apparait, et la pente du signal d’erreur
utilisé par Al s’inverse alors : I'asservissement devient instable. En d’autres termes, le
role de I'asservissement étant de maximiser la puissance intra-cavité de I'onde 2, celui-ci
considére la conversion comme une perturbation néfaste, et tente de la contrecarrer.

Afin de remédier a ce probléme, il est nécessaire de construire un signal qui conserve
toujours un maximum a résonance de I'onde 2, que la conversion ait lieu ou non. Nous
utilisons donc le signal s3 issu de la photodiode Ph.3 qui mesure la puissance produite a
589 nm. Celle-ci ne mesure un signal non nul que lorsque la conversion a lieu, et le profil
de la puissance produite P; en traversant la position de double résonance de la cavité est
reporté sur la figure 4.5 (¢). Si I'on somme ce signal avec le signal s issu de Ph.2 (en noir
sur Fig. 4.5 (b)), le signal de la production de jaune peut venir combler le déficit du signal
de I'onde 2. On fabrique donc grace a un circuit sommateur le signal so13 = s + 853, ou
le coefficient 3 est ajusté pour s’assurer que la position de résonance correspond a un
maximum. Il faut bien noter que ce systéme ne peut fonctionner que parce que s3 est
également modulé a 1 MHz, en tant que produit de deux signaux eux-méme modulés.
Cela permet de démoduler de la méme maniére s3 et sg, et de pouvoir ainsi produire
un signal d’erreur qui soit la dérivée du signal sy, 3°. En utilisant ce signal so,3 a la
place de so pour l'asservissement Al, celui-ci demeure stable, indépendamment de la
présence du laser 1, et permet donc a la cavité de rester doublement résonnante méme
dans le cas d'une haute efficacité de conversion ou la puissance intra-cavité de 'onde 2
diminue significativement.

8. Il serait également possible de démoduler chacun des signaux séparément puis de sommer les signaux,
mais cette solution, plus complexe, nécessite I'usage de deux détections synchrones distinctes, dont la phase
relative peut éventuellement dériver.
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FIGURE 4.5. Puissances intra-cavité des ondes 1 (a), 2 (b) et puissance de lU'onde 3 produite (c), mesurées en
faisant varier la longueur de la cavité autour de la position de double résonance. Dans les figures (a) et (b), les
cas ol l'onde correspondante est seule (noire) et en présence de U'autre onde (rouge) sont représentés. L’effet
de la conversion non linéaire dans le cristal est visible. La figure (c) correspond au cas ot les deux ondes sont
présentes. La ligne tiretée signale dans chaque cas la valeur obtenue par le calcul (voir Ch. 3).

4.2.3 Optimisation de la robustesse de I’'asservissement

Bien que les asservissements Al et A2 soient stables dans le cadre d’'une haute ef-
ficacité de conversion, ils sont sensibles a des perturbations bréves mais importantes,
qui poussent l'intégrateur permettant la rétro-action a la saturation [125]. Une fois a sa-
turation, il n’y a alors plus de rétro-action, et la boucle d’asservissement ne peut sortir
I'intégrateur de cet état. Ceci est un probleme intrinséque lié aux intégrateurs, dont il
est impossible de se passer pour réaliser nos asservissements. Nous avons donc réalisé
un circuit €lectronique qui contourne ce probléme et empéche l'intégrateur de satu-
rer sous l'effet de perturbations violentes, tout en maintenant toujours le laser asservi.
Ceci peut étre vu comme un circuit permettant d’ajuster automatiquement le gain, en
limitant sa valeur a trés basse fréquence quand le signal d’erreur en entrée (Vg,,) de-
vient trop important. Ce circuit, dont le schéma est visible sur la figure 4.6, utilise le
signal de photodiode s3 pour détecter d’éventuelles perturbations, en le comparant a
une valeur réglable de seuil V; (réglée a 80% de la valeur nominale de fonctionnement
dans notre cas) pour déterminer si la puissance produite baisse de trop. Un circuit
échantillonneur-bloqueur (E/B) échantillonne la sortie de l'intégrateur (Vo). Sa sor-
tie est connectée a I'entrée de l'intégrateur via un amplificateur différentiel, constituant
ainsi une rétroaction sur l'intégrateur méme (appelée bootstrap). Tant que le signal s3
est supérieur a V;, le fonctionnement est dit normal, et E/B ne fait qu’échantillonner le
signal V. La sortie de 'amplificateur différentiel Vp;g est donc nulle, et le circuit n’a
aucun effet. Lorsque la valeur de s3 passe au-dessous de V;, le comparateur permute
E/B en mode bloqueur, et ce dernier conserve alors la derniére valeur VCOOH de Voorr
avant la perturbation : Vpig = Voorr — VCOOH. La tension de sortie de l'intégrateur a la
fréquence w devient :

Ra 0
?{VEH - VCorr

4.16
1+ iRACtw ( )

VCOrr = -

L'intégrateur est ainsi neutralisé, car le gain ne diverge plus a w = 0. Le circuit n’est
alors plus qu'une rétroaction proportionnelle au signal d'erreur avec un gain R /Ry,
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COMP : Comparateur
E/B : Echantillonneur-Bloqueur
DIFF  : Amplificateur différentiel
INT : Intégrateur

Iy

FIGURE 4.6. Circuit de verrouillage automatique de la cavité améliorant la robustesse du systéme d’asservisse-
ment. COMP : comparateur, E/B : échantillonneur-bloqueur, DIFF : amplificateur différentiel, INT : intégrateur. La
mention Trig désigne la voie qui commute le mode de l'échantillonneur-bloqueur. Vi, désigne le signal d’erreur
de lU'asservissement, V. le signal de correction retourné aux actuateurs, Vs la tension de seuil auquel le signal
s3 proportionnel a la puissance du laser jaune est comparé et Vp;g le signal issu de U'amplificateur différentiel
qui rétroagit sur lintégrateur.

autour de la valeur Vgorr. Sa bande passante est simplement donnée par la constante
de temps RaCh. Lorsque la perturbation s’arréte, le circuit en mode proportionnel suffit
a ramener s3 au-dessus du niveau de V4, et l'intégrateur reprend son réle initial. Ce
circuit est généralisable a tout circuit d’asservissement possédant un intégrateur, et est
utilisé dans tous les asservissements de notre laser.

Cette derniére amélioration permet au laser de subir des perturbations mécaniques
violentes sans qu’il ne se déverrouille, et requiert ainsi trés peu de maintenance comparé
a un laser a colorant. Il est insensible aux fluctuations de température de notre salle
(climatisée, mais avec des dérives de l'ordre d’'l °C a I'échelle d'une jour), parce que
les lasers infrarouges utilisés sont stabilisés en température et que les asservissements
compensent les dérives de la cavité. L’alignement n’est pas retouché pendant plusieurs
semaines, sans observer de baisse de puissance supérieure a 10%, et les retouches a
opérer concernent simplement I'injection des lasers 1 et 2 dans la cavité et non la cavité
elle-méme, qui n'est ajustée que trés rarement. Le laser reste verrouillé une journée
entieére lorsque sa fréquence est libre, et pour une demi-journée environ lorsqu’il est
asservi sur une raie atomique.

4.3 Caractérisation du laser a 589 nm

4.3.1 Comparaison a la théorie

Une fois fonctionnel, ce laser nous permet de valider la théorie de la somme de fré-
quence en cavité. La premiere mesure importante est bien sur la puissance produite a
la fréquence somme en sortie de cavité. Celle-ci détermine l'efficacité de notre dispositif
n au sens défini dans le chapitre 3. A la fin de ce chapitre, les puissances incidentes
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FIGURE 4.7. (a) : Puissance Pz produite & 589 nm en fonction de la puissance intra-cavité Pl(cav) & 1064 nm.
La courbe continue est calculée en utilisant le modéle de conversion en cavité décrit au chapitre 3. (b) : Effica-
cité de conversion en simple passage & lUintérieur de la cavité P3/ Pfcav)Pécaw. Chacune des deux puissances
. .. . plcav) . . (cav) . . . ’ N
intra-cavité P; (points noirs) et P, (points blancs) est variée, en conservant U'autre constante a sa va-
leur maximale. La valeur mesurée en simple passage sans cavité asp, = 0.22 W/W? est rappelée a titre de
comparaison (trait tireté).

Pl(inc) = 940 mW et Pz(inc) = 370 mW sont données, en tenant compte des pertes dans
le chemin optique menant a la cavité et de I'imperfection du couplage dans la cavité. La
puissance maximum P; a 589 nm que nous avons pu obtenir est 760 mW, ce qui conduit
a une efficacité n = 92%. La prédiction théorique selon laquelle I'efficacité pouvait dé-
passer 90% avec nos valeurs de pertes est donc vérifiée. De plus, on constate que les va-
leurs des réflectivités du coupleur d’entrée optimisant l'efficacité sont assez tolérantes,
car nous ne disposons pas du coupleur exact prédit par la théorie (voir Table 4.1).

Nous avons poussé plus loin la validation du modéle théorique, en mesurant par
exemple la puissance produite par la cavité en fonction de la puissance intra-cavité
de l'onde 1 Pl(cav). Ces mesures sont reportées sur la figure 4.7 (a). On observe un
bon accord entre la dépendance donnée par le calcul (ligne continue) et les mesures

. . p N . (cav) .
expérimentales. On observe par ailleurs un phénomeéne de saturation en P, "/, ce qui
illustre bien le fait que la quasi-totalité de I'onde 2 est convertie, et que c’est elle qui

limite alors la puissance produite.

Nous avons également validé expérimentalement 'hypothése des pompes faiblement
consommeées intra-cavité. Pour ce faire, nous avons fait varier la puissance de I'un des
lasers source, l'autre étant maintenue a sa valeur maximale, en mesurant en chaque
point le quotient de la puissance produite par le produit des puissances intra-cavité. Le
résultat de ces mesures est reporté sur la figure 4.7 (b). Toutes les mesures, en faisant
varier chacune des puissances, redonnent bien la valeur mesurée en simple passage
agp = 0.022 W/ W?2. Ceci démontre que le fait d’opérer a l'intérieur de la cavité ne modifie
pas l'efficacité de conversion en simple passage, situation dans laquelle I'approximation
des pompes faiblement consommeées est bien sur vérifiée. Cela valide ainsi notre modéle
théorique qui s’appuie sur cette approximation.
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4.3.2 Stabilité en intensité, qualité du mode spatial

Afin de déterminer la fiabilité de notre laser pour le refroidissement atomique, nous
avons mesuré ses caractéristiques techniques.

Le bruit en intensité du laser a été caractérisé en mesurant la puissance du faisceau
de sortie sur une photodiode rapide (bande passante 10 MHz) suivie d'un circuit d’acqui-
sition analogique 16 bits (National Instruments NI-6259). A partir de ces mesures, nous
avons pu calculer la densité spectrale de puissance Syin de la puissance instantanée

du laser, normalisée par la puissance moyenne,
1 2
Srin(v) = = , 4.17
RIN(V) T < > ( )

T
/ I (T) 2TUT d
—e T
o ()
ou (---) indique une moyenne statistique et ot 7' ~ 100 ms est la durée de la mesure.
Les résultats en prenant la moyenne sur 100 échantillons sont représentés sur la fi-
gure 4.8 (a). Un tel spectre correspond a des fluctuations relatives ayant pour déviation
standard 61/(I) ~ 4 x 1073, intégrées sur 5 Hz—500 kHz. Deux larges pics de bruit sont
visibles autour de 190 kHz et 330 kHz, pouvant étre dus a des résonances des actuateurs

pi€zo-€électriques des lasers ou de la cavité. Sur plusieurs heures, on observe des dérives
de la puissance de sortie inférieures a 5%. Le niveau de bruit est suffisamment bas pour
notre application, mais pourrait étre réduit davantage en asservissant par exemple la
puissance de sortie via une rétroaction sur la puissance du laser 1.

Nous avons également caractérisé le mode spatial du laser jaune au sortir de la
cavité. Pour ce faire, le faisceau de sortie est focalisé par une lentille convergente de
focale 100 mm, et son image est prise en fonction de la distance a la lentille sur une
caméra CCD. Le profil du faisceau le long de son axe de propagation est donc recons-
titué, et ajusté a celui d'un faisceau gaussien [voir 4.8 (b)]. Celui-ci est de la forme
wa(2) = wa0+/1+ 0(2/wa)?, ot w, désigne le rayon a 1/e? du faisceau dans la direc-
tion transverse a = x,y, w,,0 ce rayon au col du faisceau, z la direction de propagation
et A la divergence du faisceau. Cet ajustement conduit a2 un parameétre M? = 1.02, avec
M? = 7wgf/A3 [115]. Ce paramétre valant 1 pour un faisceau gaussien parfait, le laser
produit peut donc étre focalisé quasiment a la limite de diffraction par la lentille utilisée
pour le test, et son mode transverse est d’excellente qualité. La comparaison entre les
tailles du faisceau dans les deux directions transverses ne révele pas d’astigmatisme
supérieur a 10%.

4.3.3 Asservissement du laser pour le refroidissement du sodium

Nous avons vu comment la mise en place des asservissements Al et A2 permet de
faire fonctionner le laser par somme de fréquence, avec une trés haute efficacité de
conversion et de maniere robuste. Cependant, afin de pouvoir refroidir le sodium, le
laser jaune produit doit étre verrouillé en fréquence sur une raie atomique proche de la
transition Dy du sodium. C’est le role de I'asservissement A3, qui va venir verrouiller la
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FIGURE 4.8. (a): Densité spectrale de puissance relative Sgin de la puissance du laser a 589 nm, dont on a fait
la moyenne sur 100 échantillons. (b) : Mesure du coefficient M?> du mode transverse du laser & 589 nm dans les
deux directions transverses z (cercles) et y (triangles). Le laser est focalisé par une lentille convergente de focale

100 mm a la sortie de la cavité. Les données sont ajustées par une fonction de la forme w(z) = 4 /w% + 6222, les
parameétres wq et § étant ajustables, et le coefficient M? est alors obtenu comme w6 /As.

fréquence du laser 2 jusqu’alors libre, de maniere a amener la fréquence du laser jaune a
la transition atomique. Cet asservissement utilisera pour ce faire les actuateurs du laser
2, de la méme maniére que A2 utilise ceux du laser 1. Deux questions se posent alors :
quelle raie atomique choisir pour réaliser cet asservissement, et comment obtenir un
signal d’erreur, s’annulant sur la résonance, que l'asservissement A3 pourra utiliser ?

Le premier probléme est en général résolu trés simplement, en utilisant la raie ato-
mique qui va servir au refroidissement de I'atome étudié. Ainsi, dans notre cas, il s’agit
de la transition 35,5, ' = 2 — 3Py, F' = 3 de l'atome de sodium, a 589.159 nm,
d'une largeur de 9.8 MHz [102]. Afin d’observer cette transition, une technique standard
est l'utilisation d'une cellule de verre contenant une vapeur de sodium dans une atmo-
spheére neutre. La cellule est sondée en utilisant le laser par une technique d’absorption
saturée, un défaut d’absorption étant observé dans le profil d’absorption Doppler lors du
passage du laser a résonance [126]. Dans le cas du sodium, ceci est rendu plus délicat
du fait de sa faible pression de vapeur saturante a température ambiante. La densité
de sodium dans la cellule est trop faible pour observer un signal, et il est nécessaire de
chauffer la cellule, autour de 120 °C, pour réaliser cette spectroscopie. Un tel disposi-
tif de chauffage est difficile a réaliser de maniere homogéne dans la cellule, et crée une
source d’'instabilité optique. De plus, la proximité d’autres raies autour de la raie désirée
pour l'asservissement constitue une difficulté supplémentaire pour le verrouillage.

Une solution alternative consiste a utiliser une cellule contenant une vapeur de mo-
lécule d'iode I . Celle-ci est utilisable a température ambiante, et posséde de nom-
breuses raies, dont une trés proche de celle du sodium [127]. Une mesure différentielle
nous a permis de déterminer que la raie P38 (15 — 2) de l'iode posséde une composante
située 467 MHz au-dessus de la raie du sodium utilisée. Il est alors possible de décaler
en fréquence une partie du laser via un modulateur acousto-optique, et de venir ver-

9. Cette solution a été proposée par C. Sanner, du groupe de W. Ketterle, MIT.
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FIGURE 4.9. (a) : Montage d’absorption saturée permettant U'asservissement du laser sur une raie de la molécule
d’iode I>. Le faisceau pompe est modulé par un modulateur acousto-optique (MAO), ce qui permet & la démodula-
tion d’obtenir un signal d’erreur pour U'asservissement (Méthode de transfert de modulation). Des lames d’ondes
A/4 permettent de rendre la polarisation des faisceaux sondant la cellule circulaire, et une lame \/2 répartir la
puissance entre pompe et sonde. C : cube séparateur, M : miroir, Ph. : Photodiode. (b) : Signal d’absorption d’'un
nuage d’atomes de sodium froids produits par un piége magnéto-optique, normalisée par la valeur a résonance.
Le laser sondant le nuage est balayé en fréquence, U'écart entre sa fréquence et la transition atomique sondée
étant noté §.

rouiller cette partie sur la raie de l'iode. Cette derniere est d’autant plus avantageuse
qu’elle est plus étroite que la raie du sodium, et ne posséde aucune raie voisine a moins
de 300 MHz, ce qui favorise son identification. C’est donc cette solution que nous utili-
sons finalement dans notre expérience.

Le second probléme consiste a dériver un signal d’erreur a partir du montage d’ab-
sorption saturée, celui-ci produisant typiquement des signaux assez faibles car seuls
les atomes d'une classe de vitesse quasi-nulle sont sondés dans la cellule. Apreés plu-
sieurs essais, la méthode finalement retenue est celle du transfert de modulation [128].
Le schéma du montage expérimental utilisé est représenté sur la figure 4.9 (a). Ce dis-
positif consiste a moduler la fréquence relative entre la pompe et la sonde du montage
d’absorption saturée, sans pour autant moduler en amplitude la sonde elle-méme. Pour
cela, la partie du laser utilisée pour l'asservissement est d’abord décalée de 200 MHz
par un modulateur acousto-optique (MAO), puis seule la pompe est décalée a nouveau
de 80 MHz par un autre MAO, qui applique également une modulation de fréquence sur
quelques Mégahertz a une fréquence de 100 kHz. Lorsque la fréquence du laser sonde
envoyé dans la cellule est a résonance avec la raie de l'iode, celle du laser principal
(avant les MAOs) est 200 + 80/2 = 240 MHz en dessous, soit 227 MHz au-dessus de la
résonance du sodium. D’autres MAOs permettent ensuite de produire les fréquences né-
cessaires au refroidissement (voir chapitre 5). Sur la photodiode en sortie de cellule qui
observe la puissance de la sonde, le signal obtenu aprés démodulation est trés stable,
et peut étre utilisé pour l'asservissement A3 sans difficulté.

La cohérence du processus de somme de fréquence laisse supposer que le laser pro-
duit hérite des propriétés spectrales des lasers source, qui lui assurent une largeur
spectrale inférieure a 10 kHz a court terme. La stabilité des lasers source est en re-
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vanche insuffisante a long terme !0, et justifie la présence de I'asservissement. Afin de
vérifier son bon fonctionnement, nous avons utilisé un nuage d’atomes de sodium froids
(~ 200 puK) issus d'un piege magnéto-optique (voir chapitre 5), qui nous a permis de vé-
rifier que la largeur spectrale du laser produit est bien inférieure a celle de la résonance
atomique. Pour ce faire, le laser est envoyé sur le nuage atomique, qui l'absorbe. La
densité optique de ce nuage est mesurée en fonction du décalage en fréquence du laser
autour de la résonance. On s’attend alors pour un laser monochromatique a un profil
Lorentzien de la forme [129] :

o(0) r2/4

o(0) ~ 62 +12/4° @18

ou o(9) est la densité optique du nuage en fonction du décalage § entre la fréquence
du laser et la fréquence de la résonance atomique, et I' = 9.8 MHz est la largeur a mi-
hauteur de cette résonance. Ce profil a servi d’ajustement a nos mesures, représentées
sur la figure 4.9 (b). L’ajustement est excellent, et le parameétre I' = 9.6 + 0.5 MHz qui
en est extrait est en bon accord avec la valeur théorique. Le laser jaune généré est donc
suffisamment étroit pour le refroidissement laser.

4.4 Collaboration avec le MIT

Dans le cadre du projet OLE du DARPA (Defense Advanced Research Projects Agency,
agence de recherche du ministére de la défense des Etats-Unis), nous avons participé a
une collaboration avec I'équipe de W. Ketterle au Massachusetts Institute of Technology
(MIT), pour la mise au point d’'un laser similaire au nétre, mais permettant de fournir
plus d’'un Watt de puissance. Afin de réaliser cet objectif, des sources lasers infrarouges
de la méme gamme sont utilisées, mais elles délivrent 2 W a 1064 nm et 800 mW a
1319 nm. Le dispositif est par ailleurs parfaitement identique, a I'exception du coupleur
d’entrée de la cavité, pour lequel d’autres valeurs de réflectivité ont été essayées pour
correspondre aux nouvelles puissances incidentes. Nous avons pu faire fonctionner le
laser avec une puissance nominale en sortie de 850 mW, ce qui constitue une augmen-
tation substantielle par rapport aux 650 mW de la version parisienne du laser.

Cependant, cette puissance en sortie est bien inférieure a ce que I'on pouvait es-
compter si I'on considére 'augmentation des puissances infrarouges incidentes. Ainsi,
l'efficacité de conversion 7 définie précédemment vaut ici 61%. Celle-ci est plus faible
que celle du systéme parisien, et explique pourquoi 'augmentation de 60% de la puis-
sance incidente de I'onde 2 ne se reporte pas sur la puissance de sortie. La raison de
cette baisse d’efficacité de conversion a été identifiée comme étant liée a I'apparition d’ef-
fets thermiques dans le cristal, bien qu’aucun effet de ce type n’ait été observé dans la
version parisienne. Plus précisément, de tels effets persistent méme si I'on travaille aux
puissances plus faibles utilisées dans cette derniére, ce qui pointe vers une différence

10. Le fabricant spécifie une dérive de 1 MHz/min..
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FIGURE 4.10. (a): Rapport Pl(cgv) / Pl(cflvc) entre la puissance intra-cavité pour U'onde 1 avec (C) et sans le cristal
(NC) présent dans la cavité, eri foncti(;n de la puissance intra-cavité sans cristal. L'onde 2 n’est présente dans
aucun des deux cas, et le cristal n’a ici qu'une réle d’élément optique passif. L’augmentation de la réduction
relative de puissance intra-cavité due au cristal a haute puissance est clairement visible. (b) : Balayage de
la longueur de la cavité pour U'observation de la courbe de résonance de la puissance intra-cavité de l'onde 1
en présence du cristal (en noir). La rampe sur la longueur de la cavité est rappelée. On observe un profil de
résonance dissymétrique suivant le sens du balayage de la longueur de la cavité.

de qualité des cristaux non linéaires. En effet, les cristaux utilisés au MIT semblent
absorber une plus grande part des faisceaux infrarouges que les notres.

Les effets cette absorption ont été caractérisés de deux maniéres différentes. D'une
part, on mesure la différence entre la puissance intra-cavité de I'onde 1 a résonance avec
et sans cristal [Fig. 4.10 (a)]. D’autre part, on mesure la courbe de résonance dans la ca-
vité en balayant la longueur de celle-ci selon une rampe triangulaire [Fig. 4.10 (b)]. Dans
tous les cas, seule 'onde 1 est présente, et le cristal ne joue qu'un réle d’élément optique
passif. Ces résultats confirment un effet important du cristal sur la puissance intra-
cavité et sur la courbe de résonance, ce qui explique la difficulté a verrouiller la cavité a
résonance, et la valeur réduite de la puissance en ce point. En particulier, la dissymétrie
de la courbe de résonance suivant le sens de balayage de la longueur de la cavité [voir
Fig. 4.10 (b)] est caractéristique d'une instabilité thermique. En effet, 'augmentation
de la puissance intra-cavité a I'approche de la résonance entraine une augmentation
locale de la température dans le cristal due a I'absorption. Cette augmentation modifie
les indices de réfraction et donc le chemin optique dans la cavité. Dans un sens, cette
modification a un effet stabilisateur, et la cavité demeure plus longtemps a résonance.
Dans l'autre sens, la position est instable et la cavité est expulsée de résonance. Ces ef-
fets thermiques limitent donc l'efficacité de conversion et nuisent a la stabilité du laser.
Des effets similaires ont déja été observés dans d’autres montages [122, 130, 131].

Une alternative a alors été envisagée pour la production d’'un laser a 589 nm. Elle
est fondée sur le principe d'une somme de fréquence en simple passage dans un guide
d’onde. Le matériau servant a fabriquer ce guide d’onde est un cristal non linéaire pé-
riodiquement polarisé (PPSLT par exemple). La lumiére infrarouge y est injectée par une
fibre optique et s’y propage avec un mode de treés faible taille, ce qui permet d’obtenir
des efficacités proches de celle de notre systéme en cavité doublement résonnante. Une
telle source a déja été réalisée et produit prés de 500 mW & 589 nm [132]. Les puis-
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sances produites sont cependant toujours inférieures a notre systéme, car la puissance
infrarouge pouvant circuler dans le guide est limitée. Cela constitue tout de méme une
solution intéressante, vers laquelle le groupe du MIT pourrait s’orienter.

4.5 Conclusion

En conclusion, nous avons réalisé expérimentalement un laser a 589 nm, compact et
stable, monomode transverse et longitudinal, et réglable sur ~ 60 GHz. Il s’agit d’'un la-
ser tout-solide, contrairement aux lasers a colorant, ce qui lui assure une maintenance
réduite et une fiabilité accrue. Nous avons vérifié qu’il possédait toutes les caractéris-
tiques techniques nécessaires a son utilisation pour le refroidissement laser.

Ce laser utilise la somme de fréquence en cavité, et nécessite de maintenir une cavité
doublement résonnante, mais notre travail sur les asservissements €électroniques intri-
qués nous permet d’assurer une stabilité a long terme du laser, tout en conservant des
efficacités de conversion élevée, et par conséquent une puissance nominale en sortie de
650 mW a 589 nm. Ces circuits électroniques compensent notamment la déformation
des courbes de résonance dans la cavité due a la conversion non linéaire, et empéchent
la saturation des asservissements en cas de perturbations mécaniques violentes du sys-
teme. Ce laser constitue par ailleurs un systéme de somme de fréquence optimisé, 92%
des photons de la source infrarouge la plus faible étant convertis dans le visible.

S'il est vrai que la puissance produite demeure en deca de celle fournie par un laser
a colorant optimisé, nous avons réalisé un systéme utilisant des sources infrarouges
plus puissantes dans le cadre d'une collaboration avec le MIT, qui devrait permettre de
dépasser le Watt a 589 nm. Toutefois, la puissance en sortie n’a pas jusqu’'ici dépassé
850 mW. Elle est en fait limitée par des effets thermiques survenant dans le cristal
lorsque les puissances intra-cavité deviennent trop importantes.
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Réalisation expérimentale d’'un
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Introduction

Cette troisieme et derniére partie est consacrée a la présentation du systéme expé-
rimental ayant permis 'obtention d'un condensat de Bose-Einstein de sodium, confiné
dans un pieége optique fortement focalisé. Les spécificités de cette expérience y sont
mises en avant, ainsi que les résultats originaux qui en découlent. Dans le premier
chapitre, le dispositif expérimental est détaillé, et nous présentons la méthode de char-
gement de notre piege magnéto-optique de sodium grace a la désorption induite par la
lumieére. Cette méthode permet un chargement du piége en 5 s, tout en assurant le re-
tour a une pression de base faible en moins de 100 ms. Dans le second chapitre, nous
décrivons la mise en place d'un piége dipolaire optique croisé, qui permet le transfert des
atomes du PMO dans un piége conservatif pour y effectuer un refroidissement par éva-
poration. Nous étudions le mécanisme de transfert des atomes dans ce piége croisé, et
développons un calcul numérique permettant de décrire I’évolution des caractéristiques
du nuage (nombre d’atomes, température et densité dans I'espace des phases) pendant
la phase d’évaporation. Dans le troisiéme chapitre, nous traitons de I'objectif de micro-
SCope que nous avons concu pour notre expérience, qui permet a la fois la formation
d'un piége dipolaire fortement focalisé et I'imagerie des atomes confinés dans ce piege.
En tirant parti de ce confinement supplémentaire, nous démontrons la formation d’'un
condensat de Bose-Einstein aprés une phase de refroidissement par évaporation de 2 s.
Apres 3 s, nous obtenons un BEC quasi-pur de plusieurs milliers d’atomes. Enfin, des
éléments de perspective sont donnés, notamment en ce qui concerne le comptage des
atomes en utilisant la fluorescence dans une mélasse optique.
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Chapitre 5

Conception du dispositif
expérimental et refroidissement
laser

Dans la premiére partie de ce mémoire, nous avons traité des aspects théoriques
de la formation de nuages atomiques dans certains états quantiques de spin fortement
corrélés. De tels états sont expérimentalement trés sensibles aux champs magnétiques
parasites [84, 133, 72], et il n’est possible de les observer que dans un environnement
protégé par un blindage magnétique.

Cette constatation nous a conduits a la conception d'un nouveau dispositif expéri-
mental pour l'observation de tels états, prenant en compte les différentes contraintes
posées par cet objectif. Une enceinte a vide en titane a été dessinée, ce matériau étant
amagnétique, ce qui assure 'absence de champ magnétique résiduel causé par l'en-
ceinte. Le reste du montage expérimental autour de cette enceinte, également amagné-
tique, est concu pour constituer un encombrement minimal, afin de pouvoir I'entourer
d'un blindage magnétique de volume relativement réduit, et donc de cotit acceptable. La
conception d'un nouveau dispositif expérimental a également été I'occasion de dévelop-
per un systéme de controle informatisé automatisant au maximum la prise de données,
tout en assurant le pilotage synchronisé et reproductible des éléments de I'expérience.
La description de ces divers aspects sera l'objet de la premiére partie de ce chapitre.

Grace a ce dispositif, nous avons pu refroidir un gaz d’atomes de sodium, en utili-
sant la source laser décrite dans la partie précédente. Une expérience sur les atomes
ultra-froids peut habituellement se décomposer en trois phases successives : une source
atomique crée une vapeur de 'atome étudié dans I'enceinte, puis ces atomes sont cap-
turés et pré-refroidis par un piége magnéto-optique (PMO), et enfin ils sont transférés
dans un piége conservatif ou un refroidissement par évaporation est opéré pour at-
teindre le régime de la condensation de Bose-Einstein. Dans la deuxieme partie de ce
chapitre, nous traiterons donc de la formation d'une vapeur de sodium dans notre en-
ceinte, et de sa capture par le PMO. En particulier, nous étudierons l'utilisation de

133



134 Ch. 5. CONCEPTION DU DISPOSITIF EXPERIMENTAL ET REFROIDISSEMENT LASER

la désorption atomique induite par la lumiere (Light-induced atomic desorption, LIAD
par la suite) [134, 135]. Ce phénoméne, analogue a l'effet photoélectrique, consiste
en la libération d’atomes adsorbés sur une surface lorsque celle-ci est illuminée, par
absorption d'un photon de grande énergie (lumiére ultra-violette). Il a été initialement
observé sur des cellules en verre contenant du sodium, avec des parois recouvertes
d'un traitement particulier, puis étudié pour différentes espéces atomiques et différents
substrats [134, 136, 137, 138, 139, 140, 141]. Son utilité pour la production de gaz
quantiques a €té démontrée avec le rubidium [135, 142, 143, 144, 145] et le potas-
sium [146, 147]. En effet, comme nous le verrons dans ce chapitre, le LIAD permet
d’obtenir un controle rapide sur la pression régnant a l'intérieur de I'enceinte a vide ou
se déroule I'expérience. Ainsi, il est possible de multiplier la pression partielle de so-
dium par un facteur 40, afin de créer une vapeur de sodium pour charger le PMO, puis
de retrouver une pression de base faible en un temps trés bref, que nous avons mesuré
comme €tant inférieur a 100 ms. Le travail effectué sur le chargement du PMO par LIAD
a été publié dans [48].

5.1 Interface informatique

La production et I'étude d'un piége magnéto-optique puis d'un condensat de Bose-
Einstein nécessite la mise en place d'un systéme informatique versatile et robuste. En
effet, ces expériences impliquent d'une part I'exécution d'une séquence de commandes
analogiques (ex. commande de courant de bobines, puissance et fréquence des MAO,
etc...) et numériques (ex. signal de déclenchement d'un MAO ou un obturateur, etc. . .),
et d’autre part la prise de données analogiques (ex. signaux issus de photodiodes) et
d’images capturées par des caméras CCD. Les commandes envoyées lors des séquences
se doivent d’étre synchronisées les unes par rapport aux autres et peuvent étre caden-
cées jusqu'a plusieurs centaines de kilohertz. Il faut pouvoir les reprogrammer a loisir,
et lancer successivement des séries de séquences en faisant varier certains parameétres.
Les données collectées doivent quant a elles étre stockées et indexées en temps réel afin
d’en faciliter le traitement futur, alors que les images peuvent provenir de plusieurs or-
dinateurs différents. Le dispositif nous permettant de respecter ce cahier des charges a
été intégralement mis en place durant mon travail de thése. Ses principales caractéris-
tiques sont exposées dans cette section.

5.1.1 Organisation de la prise de données

Nous pouvons en premier lieu donner un apercu général du processus de prise de
données dans notre expérience. Afin de faciliter 'accés aux données déja prises ainsi
que leur enregistrement depuis diverses sources, nous avons choisi une structure de
serveur réseau, qui contient le disque dur stockant toutes les données de I'expérience.
Tous les ordinateurs utilisés sont mis en réseau via ce serveur, et peuvent lire et écrire
ces données. Ce réseau est local, ce qui le rend insensible aux éventuelles pannes exté-
rieures (voir Fig. 5.1). L'utilisation de multiples ordinateurs est justifiée par la multipli-
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FIGURE 5.1. Schéma de principe de notre dispositif de prise de données. Le poste de controle réalise le stockage
sur le serveur de données, et pilote les cartes d’entrée/sortie (E/S), ainsi que les ordinateurs connectés & des
caméras (Instructions envoyées par TCP/IP). Il permet également de visionner les images prises par les caméras,
et de controler a distance les autres ordinateurs via le protocole de bureau a distance (RDP). FW : Firewire. A/N :
Commandes analogiques et numériques.

cité des taches a accomplir au sein de I'expérience. Ainsi, I'un des ordinateurs se charge
du pilotage des commandes analogiques et numeériques, tandis que plusieurs petites
machines moins puissantes sont réparties a proximité de I'expérience pour recevoir les
données provenant des caméras.

Une expérience telle que la notre prend a chaque séquence une image sur deux a
trois cameéras différentes simultanément. Dans notre cas, ces caméras sont une caméra
Firewire (Basler A102F), un caméra USB (Lumenera Lul65), et une caméra PIXIS de
Princeton Instruments (1024F). Or, il est difficile de consacrer un ordinateur a plus de
deux périphériques d’'imagerie (parfois un seul). S’il est possible de laisser chacune de
ces machines indépendantes et en position d’attente, et de simplement se fonder sur les
signaux de déclenchement TTL pour la prise d'images, cette méthode présente plusieurs
inconvénients. D'une part, chaque image prise posséde un nom arbitraire, qu’il faut
recenser a la main comme correspondant a la séquence qui vient d’étre effectuée, ce qui
nuit a 'automatisation de la prise de données. D’autre part, il est fastidieux d’observer
en temps réel les images enregistrées, car il faut observer tous les ordinateurs a la fois.
Notre solution logicielle, décrite dans I'annexe C.3, fait en sorte que les images prises
par les diverses caméras possédent toutes le méme nom les reliant clairement a une
séquence donnée, ce qui facilite 'automatisation du traitement des données. Elle permet
également d’observer toutes les images prises sur un unique écran de contréle, bien
qu’elles proviennent d’ordinateurs différents. Ces fonctionnalités sont assurées par une
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communication bidirectionnelle entre 'ordinateur principal et ces machines auxiliaires,
qui permet I'envoi d’instructions aux caméras en début de séquence et la récupération
des images prises a la fin. Cela autorise également 1'observation des images sans pour
autant les sauvegarder (ex. pour les séquences de réglages), afin de minimiser I'espace
disque occupé.

5.1.2 Controle informatique des entrées/sorties

Outre la gestion des cameéras, le systéme informatique de I'expérience est capable de
piloter une batterie de cartes d’entrées/sorties et de programmer des séquences expéri-
mentales complexes.

Le matériel utilis€é pour la génération de séquences et la prise de données analogiques
est un chassis PXI National Instruments, dans lequel des cartes aux diverses fonctions
sont insérées '. On dispose ainsi de 64 sorties digitales indépendantes, 16 sorties ana-
logiques indépendantes, ainsi que 20 entrées analogiques. Les sorties digitales peuvent
étre cadencées jusqu'a 10 MHz, cette bande passante étant nettement réduite si I'on
fait fonctionner toutes les sorties simultanément. Nous travaillons donc avec un échan-
tillonnage de 100 kHz, qui est suffisant pour nos séquences. De la méme maniére, nous
travaillons avec des sorties analogiques a 10 kHz de bande passante, et I'acquisition
s’effectue a 1 kHz, ce qui constitue un taux suffisant pour 'observation de variables qui
évoluent lentement (fluorescence du piege magnéto-optique par exemple). Le pilotage
de ces diverses cartes est aisé en utilisant les pilotes fournis par le constructeur. Nous
avons par ailleurs vérifié que la qualité de la synchronisation entre les différentes cartes
était suffisante pour notre application (voir Annexe C.1).

Nous utilisons le logiciel employé dans le groupe de W. Ketterle (MIT), nommé Ci-
cero?, pour programmer des séquences expérimentales et piloter ces cartes d’entrées/
sorties. Un logiciel programmeé au début de mon travail de theése a cependant été utilisé
pendant les deux premieres années (voir C.2). Cicero utilise une interface fondée sur un
découpage de la séquence en étapes temporelles. A chacune de ces étapes, les valeurs
digitales peuvent étre commutées et la génération d'une fonction analogique peut étre
lancée. Tous les parametres de ces étapes, y compris leur durée, peuvent étre assignés
a des variables, sur lesquelles il est possible d’effectuer des boucles. Des délais sont
applicables a certains pulses digitaux, pour prendre en compte un délai physique du
matériel (par exemple le temps d’ouverture d'un obturateur). Cette structure en étapes
temporelles est beaucoup plus adaptée a la programmation de séquences expérimen-
tales longues et complexes. Cependant, bien que ce programme soit trés complet, nous
avons estimé nécessaire de I'enrichir en ajoutant des fonctionnalités importantes, dé-
taillées dans I'annexe C.2. Avec I'ajout de ces nouvelles fonctions, le logiciel est utilisé
depuis mai 2009 sans le moindre probléme, et nous n’avons jamais eu besoin de retou-
cher son code.

1. Le chassis a pour référence PXI NI-1042, les cartes de sorties analogiques NI-6713, les cartes de sorties

digitales NI-6533/34 et la carte d’acquisition analogique NI-6259.
2. Le développeur de ce logiciel est A. Keshet, étudiant en thése au MIT.
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5.2 Dispositif expérimental robuste face aux perturba-
tions

Le contréle informatique de 'expérience étant caractérisé, nous nous intéressons au
dispositif expérimental au sein duquel nous avons réalisé le piege magnéto-optique et
le condensat de sodium. Dans la premiére partie de ce mémoire, des expériences ont
été proposées permettant d’obtenir des états quantiques de spin fortement intriqués.
L’observation de tels états nécessite le maintien d'un temps de cohérence suffisamment
long pour que I'état puisse étre formé. Il nous a donc fallu construire un dispositif
expérimental dont la conception mécanique atténue le plus possible les perturbations
extérieures, mécaniques ou €lectro-magnétiques.

5.2.1 Enceinte a vide amagnétique

L’élément central du dispositif est I'enceinte a vide dans laquelle les manipulations
expérimentales d’atomes ont lieu. Celle-ci doit étre isolée de tout champ magnétique
fluctuant, source de décohérence (voir Ch. 2). Pour cette raison, nous avons décidé de
faire réaliser cette enceinte en titane® (plus précisément en un alliage TiAlgV,, grade
ELI), qui est un matériau amagnétique dans lequel ne peuvent donc résider de champs
magnétiques permanents. Cette solution a été préférée a une réalisation en aluminium,
également amagnétique, car le titane est plus adapté a l'utilisation pour I'utra-vide, tout
en demeurant facile a usiner. Afin que I'ensemble de la réalisation demeure amagné-
tique, un grand soin a été porté aux matériaux composants les différents éléments de
I'enceinte a vide. En effet, outre le corps de I'enceinte intégralement en métal, des hu-
blots sont utilisés pour permettre I'observation des nuages atomiques. Ces hublots ont
été fabriqués sur mesure afin de garantir la non-utilisation de matériaux magnétiques
lors de leur fabrication. Ainsi, le kovar magnétique fréquemment utilisé pour réaliser le
joint entre le verre du hublot (de la silice fondue dans notre cas) et le métal composant
la bride du hublot (du titane ici) a été remplacé par un alliage de molybdeéne/tantale,
non magnétique *. De méme les vis utilisées pour le montage de la chambre a vide sont
en titane. Enfin, les joints pour l'ultra-vide utilisés sont des joints CF en cuivre, non
magneétiques.

Cette configuration nécessitant la commande de nombreuses pi€ces sur mesure com-
patibles avec une utilisation pour l'ultra-vide a constitué un part importante de notre
travail, et n’a pu étre mise en place pour une utilisation expérimentale qu’en octobre
2008. Tous les résultats obtenus précédemment, notamment la premiére obtention d'un
piege magnéto-optique de sodium a partir du laser tout-solide, ont été réalisés dans une
cellule en verre en Pyrex standard, puis dans une enceinte a vide en acier. Ces différents
environnements ont ainsi pu étre testés pour la désorption induite par la lumiére (voir
Sec. 5.4).

3. La fabrication de I'enceinte a été réalisée par R.-U. AEA Special Techniques, Oxfordshire, R.-U..

4. Ces hublots ont été réalisés par MPF Products Inc., Gray Court, SC, USA. Un magnétometre a permis de
mesurer un champ de l'ordre de 100 4G au voisinage d’'un de ces hublots, méme aprés exposition a un aimant
permanent.



138 Ch. 5. CONCEPTION DU DISPOSITIF EXPERIMENTAL ET REFROIDISSEMENT LASER
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FIGURE 5.2. A gauche, représentation de l'enceinte a vide, montrant les différents accés optiques disponibles.
On y distingue U'accés pour la bride rentrante permettant un accés avec une grande ouverture numérique (I'ou-
verture symétrique se trouve en face, non visible sur la figure), ainsi que les divers hublots CF16 et CF25. La
connexion au reste du systéme a vide est assurée par une ouverture CF40 déportée. A droite, photographie de
la chambre réalisée. Elle est montée sur son support (en noir), et 'un des supports pour les bobines réalisant le
gradient du piége magnéto-optique est également visible (en blanc).

La nécessité d'une réalisation sur mesure de la chambre a vide nous a en revanche
conféré une grande liberté vis-a-vis de sa géométrie, que nous avons exploitée. En effet,
la formation d'un piége dipolaire de piégeage fortement focalisé comme celui décrit dans
le chapitre 1 implique la présence d'un port possédant une grande ouverture numeérique
(de l'ordre de 0.3) sur 'enceinte a vide, afin d’y faire passer le laser fortement focalisé.
Nous avons donc dessiné I'enceinte a vide de maniére a disposer de deux hublots de
50 mm de diametre utile, se faisant face (voir Fig. 5.2). Ceci est rendu possible en utili-
sant des brides rentrantes, qui aménent la fenétre des hublots a4 50 mm du centre de la
chambre ou se situera le nuage atomique. Dans ces brides rentrantes pourra étre inséré
un objectif de microscope de qualité suffisante pour pouvoir focaliser le micro-piége op-
tique (voir Ch. 7). La qualité optique de cette fenétre est par ailleurs garantie avec une
planéité inférieure a A\/10 et un angle avec I'axe optique inférieur a 0.2°. L'opportunité
de disposer de deux brides de ce type se faisant face sera également discutée dans le
chapitre 7.

D’autres accés optiques sont nécessaires au fonctionnement de notre expérience. On
compte notamment six hublots nécessaires aux faisceaux du piége magnéto-optique,
quatre hublots destinés au passage du premier pieége dipolaire de forte puissance (voir
Ch. 6), ainsi que des hublots utilisés pour agir sur la teneur en sodium de la chambre,
que ce soit par le biais de dispensers de sodium ou en éclairant ces hublots de lumiere
pour la désorption induite (Sec. 5.4). Nous pouvons également évoquer la nécessité d’ou-
vertures pour I'émission de micro-ondes a l'intérieur de la chambre pour agir sur 'état
de spin des atomes (voir Ch. 2), méme si ces sources ne sont pas installées au moment
de la rédaction de ce mémoire. Nous avons donc dessiné une enceinte a vide compor -
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FIGURE 5.3. (a) : Représentation du montage expérimental complet. On y distingue Uenceinte a vide, son sup-
port, les bobines réalisant le gradient du piége magnéto-optique, ainsi que la structure permettant de monter des
éléments optiques. Les faisceaux du piege magnéto-optique (voir section suivante) sont notamment représentés.
Les plans horizontaux sont hexagonaux, et le systéme s’inscrit dans un cylindre de 60 cm. (b) : Photographie du
systeme a vide complet, comprenant Uenceinte et les pompes utilisées.

tant deux hublots CF16 et seize hublots CF25 en plus des deux hublots rentrants déja
mentionnés. Le dessin de cette chambre ainsi qu'une photographie de celle-ci une fois
réalisée est visible sur la figure 5.2.

5.2.2 Compacité du montage expérimental

Le dessin de notre enceinte a vide étant finalisé, il nous a fallu l'inclure au sein
d'un dispositif expérimental respectant les conditions d’isolation des perturbations mé-
caniques et électro-magnétiques déja évoquées. En ce qui concerne les champs magné-
tiques extérieurs, le support de I'’enceinte est réalisé en aluminium, amagnétique. De
plus, cet ensemble formé de I'enceinte et de son support est congu pour étre enveloppé
d'un blindage magnétique permettant de l'isoler de perturbations magnétiques exté-
rieures. Cette isolation assurera 'environnement magnétique “propre” indispensable a
I'observation d’états de spins fortement corrélés. Le blindage magnétique n’est cepen-
dant pas encore réalisé, et tous les résultats présentés ont été mesurés sans qu’il ne
soit présent.

En prévision de I'utilisation de ce blindage, nous avons tout de méme congu le dispo-
sitif sous de fortes contraintes de compacité, afin qu’il puisse étre contenu dans un faible
volume. En premier lieu, le montage des €léments optiques nécessaires a I'expérience
est réalisé sur des plans horizontaux au-dessous, dans le plan médian et au-dessus de
la chambre a vide, mais aussi sur des plans verticaux de part et d’autre de la chambre,
notamment pour les faisceaux du piége magnéto-optique [voir Fig. 5.3 (a)]. Ceci permet
de réaliser des montages optiques complexes avec un encombrement minimal. Ainsi,
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I'ensemble des éléments optiques et la chambre a vide qu’ils entourent sont circonscrits
dans un cylindre de 60 cm de diamétre, ce qui permettra au bouclier magnétique de
venir aisément envelopper le montage. Cette enceinte posséde un faible volume ( 0.3 1).
L'ultra-vide y est uniquement maintenu par une pompe ionique 20 1 s~! et nous esti-
mons la vitesse de pompage a 4.5 1 s~! a I'intérieur de I'enceinte. Cette pompe comporte
un aimant permanent trés important et se trouve donc placée a 'autre bout d’'un tube
de 40 cm de long, hors du bouclier magnétique [voir Fig. 5.3 (b)]. Nous avons ajouté une
pompe a fixation (“pompe Getter”), non magnétique, juste a cété de I'enceinte a vide,
pour compenser 'éloignement de la pompe ionique. Cette pompe dont le fonctionnement
est fondé sur la nature chimique du composé exposé dans la chambre est particuliére-
ment efficace pour piéger I'hydrogéne. Aprés dix jours d’étuvage de I'enceinte a 200 °C,
la pression résiduelle atteinte est en-dessous du seuil de détection du contréleur de la
pompe (limité a ~ 100 nA, correspondant a 10~ mbar).

Afin de réaliser un gradient de champ magnétique a l'intérieur de 'enceinte a vide,
indispensable au fonctionnement du piége magnéto-optique (voir section 5.3), deux bo-
bines de cuivre creux sont disposées dans I'axe x de part et d’autre de 'enceinte, autour
de deux hublots [voir Fig. 5.3 (a)]. Elles sont maintenues en position par un support en
Macor (céramique amagnétique usinable), solidaire du support de I'enceinte, visible sur
la figure 5.2 (b).

L’efficacité d'un blindage magnétique dépend également du faible nombre d’ouver-
tures qui lui sont pratiquées, ainsi que de leur taille qui se doit d’étre minimale. La
lumiére laser utilisée pour I'expérience, qu’il s’agisse des piéges dipolaires ou de lumiére
résonnante, est donc acheminée uniquement par fibre optique. On peut également si-
gnaler ici que les signaux électriques analogiques provenant d’appareils a l'intérieur de
la zone du bouclier sont acheminés par des cables terminés par des connecteurs multi-
contacts d'un centimeétre de diametre °. Ces cables transportent jusqu'a quatre signaux
ayant une masse commune, ainsi que les tensions d’alimentation positive et négative.

5.3 Reéalisation du piége magnéto-optique

La voie empruntée pour toutes les réalisations d'un CBE de sodium est l'utilisation
d'un ralentisseur Zeeman [148, 149] pour le refroidissement laser. Ce procédé stan-
dard permet d’obtenir un jet de sodium pré-refroidi, qui permet de charger tres effi-
cacement un PMO. Cependant, notre expérience, du fait de sa sensibilité aux champs
magnétiques extérieurs, peut difficilement supporter un ralentisseur Zeeman. On doit
envisager d’autres procédés de chargement, tels que le double PMO [150], le PMO
2D [151, 152], ou le chargement d'un PMO a partir d'une vapeur ambiante. Dans les
deux premiers cas, les atomes sont capturés dans une premiere enceinte ou la pression
est élevée et ou le chargement du PMO est donc efficace, puis ils sont transférés dans
une seconde enceinte (ces deux étapes sont simultanées dans le cas d'un PMO 2D), ou la
pression est bien plus faible et assure une longue durée de vie aux atomes piégés. L'en-

5. Connecteur LEMO ECG.0OB.307, sept contacts.
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combrement que ces deux enceintes impliquent nous a conduit a opter pour la troisieéme
solution ou 'ensemble de I'expérience se déroule dans une enceinte unique. La vapeur
de sodium peut dans ce cas étre obtenue en utilisant un réservoir d’atomes [153, 154]
ou des dispensers [155, 156, 142].

5.3.1 Sources atomiques pour le chargement

Les contraintes de compacité et de faibles champs magnétiques imposaient le choix
des dispensers de sodium. Un dispenser est une petite structure en métal qui renferme
une poudre d’oxyde d’alcalin, le sodium dans notre cas, cette poudre étant chimique-
ment inerte a température ambiante [155, 156, 142] [voir Fig. 5.4 (a)]. Une vapeur de so-
dium peut étre libérée en activant une réaction d’oxydo-réduction qui n’a lieu qu’a haute
température. Cette activation est réalisée en faisant circuler un courant électrique (de
l'ordre de quelques ampéres) dans I'enveloppe métallique du dispenser. Les dispensers
utilisés dans notre expérience 6 fonctionnent avec un courant modéré (< 4 A) pour éviter
de relacher de grandes quantités de sodium dans I'enceinte. Deux de ces dispensers y
sont implantés en utilisant des connecteurs compatibles ultra-vide et un passage €élec-
trique CF25 sur mesure /. Ils sont situés a environ 4 cm du centre de I'enceinte. Seul
I'un d’entre eux est utilisé, le second étant présent en cas d’épuisement de la réserve de
sodium du premier.

Ces dispensers ont d’abord été utilisés dans des expériences de condensats sur
puces a atomes. Le temps de réponse des dispensers est de l'ordre de plusieurs se-
condes, ce qui se répercute sur l'évolution de la pression de sodium a lintérieur de
I'enceinte [155] qui n’a pas le temps de diminuer et demeure importante pendant la for-
mation du condensat. Leur utilisation dans une expérience sur puce n’est possible que
grace aux taux de collisions importants dans ce type d’expérience, qui assurent I'obten-
tion d'un CBE en un temps trés bref. Cependant, la courte durée de vie de I'échantillon
limite les expériences pouvant étre réalisées.

Pour résoudre ce probleme, nous disposons d'une autre méthode pour augmenter la
pression de sodium dans I'enceinte : la désorption induite par la lumiére. La lumiére uti-
lisée provient de diode €lectro-luminescente (LEDs), émettant dans une gamme de lon-
gueurs d’onde comprise entre 370 nm et 390 nm ®. Chacune de ces LEDs émet 350 mW
de puissance lumineuse. Nous les montons par paire sur un dissipateur thermique per-
mettant de limiter I'élévation de leur température en fonctionnement. Dans la configu-
ration utilisée pour les mesures rapportées dans ce chapitre, nous utilisons deux paires
de LEDs, placées en face de deux hublots de 'enceinte a vide [voir Fig. 5.4 (b)]. Nous les
alimentons par un courant allant de 0 a 1.5 A (courant maximum spécifié). Nous avons
vérifié la linéarité de l'intensité lumineuse produite par les LEDs en fonction du courant
d’alimentation dans cette gamme.

Le schéma d’une section de I'’enceinte faisant apparaitre un dispenser et une paire

6. Alvatec GmbH, Althofen, Autriche.
7. MPF Products Inc., Gray Court, SC, USA.
8. Il s’agit des modéles NCSUO33A and NCSUO34A de Nichia Corporation, Tokyo, Japon.
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%  Bride rentrante

b. C.

FIGURE 5.4. (a) : Dispensers de sodium utilisés pour notre expérience. (b) : Photographie d’une paire de LEDs
émettant dans lutra-violet proche, fixée sur un dissipateur thermique et installée sur U'expérience. Elles illu-
minent Uenceinte a vide a travers un hublot CF25 en silice fondue. (c) : Section de Uenceinte a vide indiquant
Uemplacement des dispensers de sodium et d’'une paire de LEDs. Les LEDs éclairent les parois métalliques de
Uenceinte, ainsi que les grandes surfaces de verre des hublots au bout des brides rentrantes en haut et en bas
de Uenceinte.

de LEDs est représenté sur la figure 5.4 (c). Les LEDs ont été montées en face de deux
hublots CF25 (seule 'une des paires est visible sur cette section). Nous avons également
placé une paire de LEDs en face d'un grand hublot CF63 attaché a une bride rentrante,
et cela constitue I'emplacement le plus efficace, que nous avons donc adopté pour le
moment. Cependant, cela implique de boucher 'un de nos ports a grande ouverture nu-
mérique, et une piece mécanique permettant l'illumination par les LEDs en conservant
une ouverture raisonnable est en cours de conception.

5.3.2 Montage expérimental

Les sources de la vapeur de sodium étant identifiées, nous pouvons décrire le mon-
tage permettant la réalisation expérimentale du PMO. Le piége fonctionne en combinant
une force de rappel vers le point o1 le champ magnétique s’annule et une force de fric-
tion [157]. Pour des vitesses atomiques €levées, la friction trouve son origine dans l'effet
Doppler, qui rend l'interaction avec la lumiére sensible a la vitesse atomique. Ce méca-
nisme ne permet pas de descendre en dessous de températures de l'ordre de la tempé-
rature Doppler pour la transition de refroidissement utilisée, Tp = hl'/2kp ~ 235 uK
dans notre cas.

Expérimentalement, un PMO requiert la mise en place de plusieurs éléments. Tout
d’abord, trois paires de faisceaux laser contra-propageants, dits faisceaux principaux,
sont nécessaires. Ils sont polarisés o+ et se croisent au centre de I'enceinte. Ces fais-
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FIGURE 5.5. Schéma des niveaux du 2?Na (en champ magnétique nul). Nous indiquons les structures fines et
hyperfines, avec les écarts en énergie correspondants. A droite, nous indiquons les transitions utilisées pour le
refroidissement laser et l'imagerie (voir §5.3.3).

ceaux sont légerement désaccordés dans le rouge de la transition atomique utilisée
pour le refroidissement, dans notre cas la transition |35/, F' = 2) — [3P5, [ =
3) (voir Fig. 5.5). Pour que les atomes qui se retrouvent dans l'état | F' = 1) apres
une transition non résonnante vers | I’ = 2) continuent a étre refroidis, un faisceau
dit repompeur est superposé a chaque faisceau principal, accordé sur la transition
1351/, F' = 1) = [3P35, F' = 2). Le laser jaune dont nous disposons est asservi 227 MHz
sur le bleu de la transition de refroidissement. Il est donc séparé en deux bras distincts,
qui doivent chacun subir un décalage en fréquence adéquat pour constituer la lumieére
des faisceaux principaux et repompeurs [voir Fig. 5.6]. La partie dédiée aux faisceaux
principaux peut étre ramenée sur le rouge de la transition de refroidissement par un
simple MAO. En revanche, accorder la lumiére du faisceau repompeur est plus délicat,
car le décalage en fréquence qui doit étre appliqué est le décalage entre la fréquence de
refroidissement et de repompage, soit 1.7 GHz [102]. Nous avons fait le choix dans notre
montage d’utiliser un MAO particulier, capable de réaliser ce décalage en simple pas-
sage Y. Cette simplicité a un cout en terme d'efficacité, car seul 15% de la puissance tra-
versant ce MAO est diffractée et utilisable pour les faisceaux repompeurs. Une solution
alternative consiste a utiliser un modulateur électro-optique sur le faisceau principal.
Le faisceau est alors modulé en fréquence a 1.7 GHz, ce qui a pour effet de transférer
une partie de la puissance du faisceau principal a la fréquence de rempompage. Dans
ce cas, les deux type de faisceaux sont confondus spatialement. Notre solution permet
au contraire de controler indépendamment les faisceaux principaux et repompeurs.

Sur chacun de ces deux bras se situe également un obturateur mécanique. En
conjonction avec le MAO, il offre une méthode efficace d’extinction du faisceau. En

9. Fabriqué par Brimrose Corp., USA.
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FIGURE 5.6. Schéma du dispositif expérimental pour la réalisation du PMO de sodium. La partie gauche détaille
le montage optique réalisé pour la production des faisceaux principaux et repompeurs nécessaires au PMO. La
lumiere du laser jaune est divisée en deux bras par une lame \/2 et un cube séparateur de polarisation (C),
chaque bras étant ensuite amené a la bonne fréquence par un modulateur acousto-optique (MAO), et pouvant
étre coupé par un obturateur. Le répartisseur fibré distribue ces deux bras en six fibres optiques envoyées
vers l'enceinte & vide (partie droite du schéma). Six collimateurs et deux bobines créant un champ magnétique
quadrupolaire permettent alors de former le PMO.

effet, I'extinction de la radio-fréquence envoyée au MAO permet de diminuer de quatre
ou cinq ordres de grandeur la puissance dans le bras considéré, en un temps de l'ordre
de la microseconde. En revanche, cette extinction s’avére insuffisante sur de longues
durées (de l'ordre de la seconde) pour de la lumiére résonnante avec les atomes. L’ob-
turateur mécanique vient alors couper totalement le faisceau, avec une constante de
temps de l'ordre de la milliseconde. Cela permet de rallumer aussitdot apres le MAO,
qui ne doit pas rester trop longtemps éteint pour demeurer stable thermiquement. Pour
obtenir ces temps de coupure mécanique, nous avons utilisé tout d’abord un dispositif
“fait-maison” tirant profit de la rapidité des moteurs de disque dur [158]. Un élément
bloquant est fixé au bout du bras du disque en remplacement de la téte de lecture. Ce
dispositif est trés satisfaisant, mais nécessite un temps de fabrication non négligeable,
et posséde un encombrement qui peut étre génant dans certaines configurations. Nous
utilisons donc également des obturateurs commerciaux 1©, permettant des temps de
coupure similaires.

Chacun des bras est ensuite injecté dans une fibre optique, et ces deux fibres sont
connectées a un répartisseur fibré commercial 1 permettant a la fois le mélange des
deux lumiéres, et la division en six faisceaux, injectés chacun dans une fibre optique.
Nous disposons donc en sortie d'un tel dispositif de six fibres optiques, émettant a la
fois de la lumiére pour le refroidissement et pour le repompage, qui correspondent aux
six faisceaux nécessaires a la réalisation du PMO. Le répartisseur permet de respecter la
condition de montage tout fibré imposée par le blindage magnétique (voir Sec. 5.2), tout
en assurant une utilisation simplifiée car seules les deux injections des fibres d’entrées
doivent étre réalisées sur la table optique des lasers. La stabilité de ce dispositif est
excellente, et nous ne retouchons ses réglages quune fois tous les six mois en moyenne.

10. Fabriqués par CVI-Melles Griot.
11. Schafter + Kirchhoff, GmbH, Allemagne.
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La somme des puissances disponibles en sortie des six fibres vaut environ 30% de la
puissance disponible avant le couplage dans la fibre d’entrée. L'efficacité du répartisseur
seul, sans compter les pertes dues a ce couplage, est de 60% environ. Chacun des six
faisceaux est mis en forme par un collimateur. Celui-ci produit un faisceau collimaté de
11 mm de rayon a 1/ 2, directement exploitable pour la formation du piege.

L’autre point expérimental nécessaire a la réalisation d'un PMO est la formation d'un
gradient de champ magnétique s’annulant au centre de I'’enceinte, a 'endroit ou le piege
sera formé. Comme mentionné plus haut, ce gradient est réalisé par deux bobines co-
axiales en configuration quadrupolaire de part et d’autre de 'enceinte, alignées sur l'axe
z [voir Fig. 5.6]. Chaque bobine est un enroulement de 7 spires de 11 cm de diametre,
réalisé a partir d'un tube creux de cuivre de 4 mm de section externe et 2 mm de sec-
tion interne. Elles générent sur I'axe de confinement fort un gradient de 12.5 Gem™!
pour 100 A circulant a l'intérieur, ce qui rend nécessaire un écoulement d’eau a l'inté-
rieur pour les refroidir. Un autre point important est le temps nécessaire a la coupure
du gradient. Il est limité par I'inductance des bobines d'une part, et les courants de
Foucault générés a l'extinction d’autre part. Si nous n’avons pas de solution pour le
second probléme, nous avons en revanche dessiné un circuit électronique permettant
de couper le courant dans les bobines (et pas nécessairement le champ magnétique) en
moins d’l ms : un transistor MOSFET de puissance coupe le circuit, et une varistance
en paralléle protége ce mosfet d'une surtension au moment de la coupure. Une diode
est également mise en série pour éviter tout retour de courant vers I'alimentation. Etant
donné les courants importants utilisés, le circuit se divise en quatre branches, afin de
limiter le courant passant dans une branche donnée. Ainsi, le dispositif fonctionne pour
des courants atteignant 200 A, ce qui correspond au courant maximum délivré par notre
alimentation '2. Par ailleurs, nous avons mesuré grace a un capteur de champ magné-
tique a effet Hall la présence d'un champ magnétique résiduel jusqu'a 200 ms apres la
coupure du courant dans les bobines. Ce champ a été mesuré juste en-dessous d'une
des deux brides rentrantes de large diameétre (CF63). De plus, la conductivité €lectrique
du titane (2.3 x 105 S m~!) étant plus faible d'un ordre de grandeur que celle du cuivre
(59.6 x 106 S m~1), ce retard a I'extinction du champ est probablement da a des courants
de Foucault créés dans le joint cuivre de grande taille sur cette bride '3,

Enfin, afin de s’assurer de la nullité du champ magnétique au centre de la chambre,
des bobines générant un faible champ magnétique quasi-homogéne, dites bobines de
compensation, sont utilisées. Une paire coaxiale de ces bobines est installée dans cha-
cune des trois directions de I'espace autour de I'enceinte. Le champ constant créé par
chacune des trois paires de bobines (de l'ordre de 1 G au maximum) peut étre réglé
séparément.

12. Alimentation Delta réf. SM15-200D.
13. On peut estimer le temps de décroissance des courants de Foucault [159] pour un joint cuivre de dia-

metre D ~ 7 cm en calculant pooD? ~ 100 ms, compatible avec notre mesure (avec o la conductivité électrique
du cuivre).
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5.3.3 Imagerie par absorption

Afin de pouvoir caractériser et optimiser le piege magnéto-optique et son chargement,
nous devons disposer de diagnostics permettant d’évaluer les parameétres physiques du
nuage atomique : sa taille, sa température, le nombre d’atomes qui s’y trouvent piégés.
Ainsi, nous réalisons I'image des atomes du PMO en utilisant une technique d’'imagerie
dite par absorption. Cette méthode utilise I'absorption d'un faisceau laser sonde a la
traversée du nuage atomique. Celui-ci vient sonder la transition de refroidissement | F' =
2) — | F' = 3) (voir Fig. 5.5), et donne acces a la densité atomique du nuage intégrée
selon l'axe de visée. En effet, d’aprés la loi de Beer-Lambert, I'intensité /T de la lumiére
transmise par le nuage peut s’écrire dans un plan perpendiculaire a la direction de
propagation du faisceau sonde

12(p) = fop)exp (= [z n(rouelos. Tlo)]). 6.1

ou z est pris comme l'axe de propagation du faisceau sonde et p la coordonnée radiale
dans le plan transverse. 0,5 est la section efficace d’absorption, qui dépend du désac-
cord du faisceau sonde par rapport a la fréquence de la transition sondée dg et de son
intensité incidente initiale Iy(p). L'efficacité d’absorption est donnée par le produit de
Oabs Par la densité du nuage n(r), le tout intégré sur la direction de propagation du fais-
ceau sonde. Si I'on sonde la transition cyclante | F = 2,m =2) — | F' =3,m/ = 3) 14, 1a
section efficace d’absorption est donnée par

Fabs (s, To(p)) = 70 : (5.2)

5 2

Isat

avec oy = 3/\8 /2w, ot A9 ~ 589 nm est la longueur d'onde du faisceau sonde. Pour
Iy < Isat, on s’attend donc a une résonance de forme Lorentzienne et de largeur a mi-
hauteur I'/27 = 10 MHz pour la transition considérée. Nous avons vu que cela était
vérifié expérimentalement dans le chapitre précédent [voir Fig. 4.9 (b)]. Le profil du fais-
ceau sonde étant gaussien et non uniforme, il est nécessaire d’'utiliser une intensité I
faible devant l'intensité de saturation Ig,; = 6.26 mW/ cm? pour la raie Dy du sodium en
polarisation circulaire, afin d’assurer I'uniformité de o,s en tout point du nuage. Typi-
quement, nous utilisons une intensité de I'ordre de [y ~ I5,1/20. En plus de I'enveloppe
gaussienne, le profil d’intensité du faisceau sonde présente des variations contrastées,
notamment dues a des interférences avec de la lumiére diffusée sur les hublots. La
plupart des imperfections sont néanmoins corrigées a posteriori grace a une procédure
de normalisation des images. Pour cela, on prend également une image du faisceau
sonde séparée temporellement, sans atome, dont le profil sera donc simplement Iy(p).
On prend alors le logarithme de la division numeérique de I'image d’absorption par cette

14. Cela est réalisé en utilisant un faisceau sonde possédant une polarisation o+.
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FIGURE 5.7. (a) : Montage optique permettant d’imager l'ombre laissée par le nuage du PMO sur un faisceau
sonde résonnant. Les deux lentilles convergentes fi1 et f assurent un grandissement f2/f1 au niveau de la ca-
méra. Le faisceau sonde est representé en jaune et la propagation de 'ombre du PMO est tracée en trait pointillé.
(b) : Image des atomes piégés dans le PMO obtenue par la méthode d’imagerie par absorption. L’ombre projetée
par le nuage est normalisée par une image témoin, et c’est U'épaisseur optique du nuage qui est représentée.

image témoin pour obtenir le signal

EO(p) = abs /dz n(r), (5.3)

soit I'épaisseur optique du nuage, proportionnelle a la densité atomique intégrée selon
l'axe de visée.

Dans notre expérience, nous utilisons deux axes de visée, I'un selon I'axe y orthogo-
nal a I'axe des bobines du PMO, et I'autre selon I'axe z vertical [comme définis dans la
figure 5.6]. Un pulse lumineux de repompage de 300 us est envoyé sur les atomes pour
qu’ils soient tous repompés dans l'état | F' = 2) avant la mesure, réalisée par un pulse
de faisceau sonde de 30 us. L'ombre du nuage atomique est enregistrée par une caméra
CCD en utilisant le systéme d’imagerie décrit sur la figure 5.7 (a). L'ombre est collectée
sur une premiére lentille de focale fi, puis refocalisée a une taille supérieure par une
lentille de focale fo, I'image subissant un grandissement d'un facteur f»/f, typique-
ment de l'ordre de 2 dans notre expérience. L'épaisseur optique dans le plan orthogonal
a l'axe de visée est alors calculée numériquement de la maniere décrite précédemment,
ce qui permet d’obtenir une image du nuage [Fig. 5.7 (b)]. Nous mesurons le nombre
d’atomes piégés dans le PMO Npyjo a partir de l'intégration de I'épaisseur optique FO
dans ce plan

Newio = / dr n(r) = —— / / dp EO(p). (5.4)

Oabs

Nous avons vérifié quun faisceau sonde polarisée linéairement est absorbé deux fois
moins environ que dans le cas d'une sonde polarisé o*. Or lintensité de saturation
de la transition en polarisation linéaire passe de I a 11.45 mW /cm? [102] d’apres
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) Rayon a 1/e? 11 mm
Faisceau j ;
o Décalage en fréquence = —20 MHz
principal .
Puissance par bras 1.8 mW
) Rayon a 1/e? 11 mm
Faisceau ) .
Décalage en fréquence 0 MHz
repompeur
porip Puissance par bras 450 W
Bobines Gradient sur I'axe fort 15 G cm™!
PMO Courant 120 A
TABLE 5.1. Résumé des paramétres du piége magnéto-optique. Les puissances sont données

pour un des six bras du PMO et les décalages en fréquence sont calculés par rapport a la
transition |3Sy,9, F' = 2) = |3P3/, F' =3) du sodium pour les faisceaux principaux et la transition
|35 /2, F = 1) — |3P3/9, F' = 2) pour les faisceaux repompeurs.

les coefficients de Clebsch-Gordan impliqués dans cette transition, ce qui se répercute
directement sur la section efficace d’absorption. Celle-ci est donc réduite d’'un facteur
6.26/11.45 ~ 0.55, en bon accord avec I'expérience.

Une photodiode collectant la fluorescence des atomes du PMO est également ins-
tallée. Elle a €té calibrée en utilisant les nombres d’atomes déduits de I'imagerie par
absorption.

5.3.4 Parametres du PMO

Les diagnostics décrits permettent I'optimisation du nombre d’atomes piégés dans
le PMO en fonction des différents paramétres expérimentaux. En effet, outre le nombre
d’atomes, il est possible d’extraire la taille du nuage des images. Or, en éteignant le
piége et prenant une image du nuage aprés un temps variable, il est possible de dé-
terminer la vitesse du nuage a l'origine du mouvement d’expansion ballistique, et de
remonter a sa température (technique dite de “temps de vol”, voir §6.3.3). L'optimisation
est valable quel que soit le mode de production de la vapeur de sodium choisi. Celui-
ci affecte en revanche le temps de chargement du piége et le nombre d’atomes piégés
(voir section suivante). Les paramétres obtenus aprés optimisation sont reportés dans
la table 5.1. Ils permettent de maximiser le nombre d’atomes piégés, tout en conservant
une température des atomes de l'ordre de la température Doppler pour la transition de
refroidissement Dy, Tp = 235 uK.

Le PMO optimal est observé pour une intensité centrale par bras dans le faisceau
principal égale a 0.1515,¢, une valeur significativement plus faible que celle utilisée dans
d’autres expériences [160, 161]. Ceci pourrait étre di a la mauvaise qualité des hublots
a travers lesquels passent les faisceaux du PMO : lors de I'étuvage permettant d’obtenir
I'ultra-vide dans l'enceinte, le traitement anti-reflet recouvrant les hublots a été dété-
rioré. Ceci a pour effet de dégrader les faisceaux qui le traversent, sur lesquels sont
imprimées des franges au contraste relativement important. Cette dégradation du mode
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spatial des faisceaux entraine de fortes inhomogénéités d’intensité au niveau du PMO,
qui pourraient limiter artificiellement l'intensité des faisceaux utilisables.

5.4 Désorption induite par la lumiére (LIAD)

Nous avons utilisé les dispensers de sodium comme source de la vapeur pour la pre-
miére formation et 'optimisation du PMO de sodium. Cependant, ces dispensers, bien
que nécessaires pour introduire les atomes dans I'enceinte a vide, ne sauraient étre uti-
lis€s a terme pour créer la vapeur de sodium chargeant le PMO. En effet, la pression
qu’ils générent est trop importante pour assurer une durée de vie suffisante aux atomes
dans le piege conservatif dans lequel ils seront transférés par la suite (voir Ch. 6). Nous
allons voir que le LIAD constitue en revanche un moyen d’augmenter la pression pour
le chargement du PMO, tout en gardant la possibilité de la faire redescendre trés rapi-
dement pour la suite de la séquence expérimentale.

Le LIAD consiste en la désorption d’atomes qui ont été déposés sur les parois de 'en-
ceinte a vide. La surface illuminée par les LEDs est essentiellement celles des hublots de
silice fondue, qui sont recouverts d'un traitement anti-reflet. Ce traitement consiste en
une couche de quelques centaines de nanomeétres alternant TiO3 et SiO9 15 En essayant
le LIAD sur la cellule en verre (Pyrex) et I'enceinte en acier (304L) que nous avons uti-
lisées avant de disposer de I'enceinte définitive, nous avons constaté que la désorption
était tres efficace dans le premier cas, et extrémement peu dans le second. L'enceinte
en acier possédant des hublots de trés petite taille (CF16), nous en avons conclu que la
désorption était assez efficace sur le verre mais peu sur le métal. Les essais effectués
sur la disposition des LEDs autour de l'enceinte détaillés plus haut nous ont confirmé
cette hypothese.

Le sodium est déposé sur les parois de 'enceinte en allumant le dispenser de sodium,
préalablement a l'utilisation des LEDs de désorption. Pendant les six premiers mois de
fonctionnement, nous faisions circuler un courant de 3.6 A dans le dispenser deux
fois par semaine environ. Nous nous sommes par la suite rendus compte que le faire
fonctionner pour une journée tous les deux mois était suffisant pour maintenir une
quantité constante d’atomes désorbés par le LIAD. Allumer le dispenser moins souvent
permet également de diminuer la pression de base régnant dans 'enceinte a vide, ce qui
est toujours préférable pour augmenter la durée de vie des atomes froids piégés.

5.4.1 Un modéle pour le chargement du PMO

Afin de caractériser l'effet de la désorption induite par la lumiére (LIAD) sur la pres-
sion partielle de sodium, nous avons utilis€ un modele de la dynamique de chargement

15. La composition de ce traitement nous a été fournie par le fabricant.
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du PMO, dans lequel le nombre d’atomes Npyio est régi par 'équation :

Npwmo
TPMO

Npmo = Rpnvo — (5.5)

Rpno est le taux de chargement du PMO a court temps, et le terme Npyo/7pvo rend
compte des pertes dues aux collisions avec le gaz résiduel '°. Nous supposons que R est
proportionnel a la pression partielle de sodium dans l'enceinte Py,, tandis que 751\140 est
proportionnel a la somme de Py, et de la pression résiduelle due a chacune des espéces
d’'impureté ¢ présentes dans I'enceinte pondérée par sa section efficace de collision avec
le sodium on,—;. Ceci peut s’écrire :

1
~bPN, + —.
TPMO 70

Rpnio = aPxa, (5.6)

Nous supposons a, b et 79 indépendants de Npyio et de lillumination de désorption,
une simplification qui reproduit bien nos observations expérimentales. L’équation (5.5)
conduit alors a un chargement exponentiel du PMO avec une constante de temps 7pyo :

Npmo(t) = Ny (1 — et/ mPv0) (5.7)

avec la valeur asymptotique Ny

aPNa

— 5.8
bPxa + = ©8

Ngt = Rpmo TPMoO =~

Un chargement typique du piége est représenté sur la figure 5.8, un ajustement
par I'équation de chargement (5.7) donnant Ny = 1.7 X 107 atomes, Tpyio = 5.9 s et
Rpyvo = 2.9 x 10% 571,

5.4.2 Chargement du PMO par LIAD

Une premiére évaluation de l'efficacité du chargement du PMO par LIAD peut étre
effectuée en mesurant ses parametres de chargement en fonction de l'intensité lumi-
neuse des LEDs, en variant le courant qui les alimente. Ces mesures sont reportées sur
la figure 5.9. Le taux de chargement Rpyo [5.9 (a)] est une fonction croissante du cou-
rant dans les LEDs, démontrant une augmentation de la pression partielle de sodium
dans l'enceinte d’apres I'équation (5.6). Nous observons également une diminution de la
constante de temps de chargement [5.9 (b)] et une augmentation du nombre asympto-
tique d’atomes chargés dans le PMO [5.9 (c]] lorsque le courant des LEDs augmente.

16. Nous avons également essayé de modéliser I'influence des collisions inélastiques assistées par la lumiere
sur le chargement du PMO en ajoutant un terme SN2 a I'équation du chargement (5.5). L’ajustement des
données conduit systématiquement a 8 = 0 pour toutes les courbes de chargement étudiées. Nous négligeons
donc ce terme dans notre analyse.
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FIGURE 5.8. Courbe de chargement typique du PMO. Un ajustement exponentiel suivant U'équation (5.7) est
représenté (trait tireté). On rappelle également les définitions du nombre asymptotique d’atomes chargés dans le
PMO (Nst), du taux de chargement & Uorigine du PMO (Rpy0) ainsi que de la constante de temps caractéristique
du chargement (rpno)-

L’équation (5.8) implique que lorsque la constante de temps de chargement est dé-
terminée par la pression partielle de sodium uniquement, le nombre d’atomes asymp-
totique devient indépendant de Py, et par conséquent de I'illumination des LEDs. C’est
ce qui est observé sur la figure 5.9 (¢) pour les courants les plus importants. Nous obte-
nons Rpyio = 3 x 109 s71 lorsque le courant alimentant les LEDs est maximal. Lorsque
les LEDs sont éteintes, le taux de chargement descend a Rpyio = 8 X 10* s~1. Cela
signifie que la pression de sodium lorsque le LIAD est actif est multipliée par un facteur
nLiap = 40 par rapport a la situation de base dans I'enceinte.

I1 serait bien sur souhaitable de confirmer ce résultat en mesurant directement la
pression de sodium qui régne dans l'enceinte, mais cela n’est pas facile pour notre sys-
téme expérimental qui ne posséde pas de jauge permettant de mesurer des pressions si
faibles. Nous pouvons cependant retrouver l'ordre de grandeur de ce facteur d’augmen-
tation de la pression de sodium 7 jAop avec une bonne approximation en considérant la
constante de temps mpyo. Quand le LIAD est inactif, il est raisonnable de supposer la
pression partielle de sodium Pﬁg comparable a la pression de vapeur saturante a tem-
pérature ambiante Pﬁf}; = 2 x 107! mbar, a un coefficient numérique prées, dépendant
de I'état de recouvrement des parois de I'enceinte par des atomes de sodium. Lorsque le
LIAD est actif, nous pouvons déduire une valeur de la pression partielle de sodium P
de la constante de temps 7ToT. On utilise alors la relation TPTI\I/IO ~ NONa—NaUth, OU N
est la densité de sodium dans la vapeur, oNa—Na €st la section efficace de collision entre
un atome piégé et un atome de la vapeur, et vy, ~ (kgT/m)'/? est la vitesse thermique
moyenne des atomes de cette vapeur (avec 7' la température ambiante et m la masse
d’'un atome). Nous supposons une valeur typique onxa_na ~ 10712 cm™2 [162] pour la
section efficace de collision, négligeant sa dépendance en énergie. La valeur mpyo0 = 5 s
obtenue lorsque le courant des LEDs est a sa valeur maximale correspond alors a une
pression Py ~ 10 Pﬁ‘(ﬁf En considérant les approximations importantes effectuées et le
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fait que la distribution de vitesse des atomes désorbés par la lumiére n’est pas purement
thermique [134], ce résultat est compatible avec nrjap = 40.

Une derniére vérification peut étre effectuée en calculant le taux de chargement at-
tendu dans notre PMO, s’il est chargé a partir d'une vapeur a température ambiante
(I' = 295 K) et a pression Py . Nous utilisons I'expression du taux de chargement

2/3, 4 PR m \*?
_ a 5.9
Revo = V5 eapop 1 <2]<:BT> (5.9)

donnée dans [153], ou V ~ 1 cm? est le volume du PMO et Ucap €St sa vitesse de capture.
Une analyse unidimensionnelle et semi-classique de notre PMO nous permet d’estimer
une valeur de cette vitesse veap ~ 35 m s, qui conduit a Rpyio = 4 X 106 s~1, une
valeur en bon accord avec nos résultats expérimentaux. Cela semble suggérer que la
distribution en vitesse des atomes de la vapeur de sodium est presque thermique, ce
qui signifie que les atomes désorbés s’équilibrent rapidement en température avec les

parois de I'enceinte.

5.4.3 Constante de temps du processus de désorption

Les résultats présentés ici démontrent que la pression partielle de sodium peut étre
augmentée grace a la désorption induite par la lumiére, et permettre ainsi un char-
gement efficace du PMO. Il est maintenant intéressant de déterminer la constante de
temps de ce processus. En effet, le principal avantage du LIAD comparé a un char-
gement a partir d'un dispenser est la possibilit¢ de moduler la pression rapidement
a lintérieur de l'enceinte : la lumiére émise par les LEDs peut étre éteinte quasi-
instantanément en coupant le courant injecté, tandis que plusieurs secondes sont né-
cessaires au dispenser pour son refroidissement et le rétablissement d'une pression de
sodium faible dans la chambre. Ce temps est critique pour notre expérience, car dés
que le PMO est chargg, il est souhaitable que la pression résiduelle redevienne la plus
faible possible pour ne pas perturber le refroidissement ultérieur du nuage atomique.
Une constante de temps de plusieurs secondes constitue donc une limitation sérieuse,
nuisible au transfert des atomes dans un piége dipolaire optique (voir §5.4.4). En ce
qui concerne le LIAD, nous avons réalisé des expériences permettant d’estimer le temps
nécessaire a la pression résiduelle de sodium pour retrouver sa valeur la plus basse, a
I'extinction des LEDs.

Lors d'une premiere expérience, le PMO est chargé pour ¢, /o = 12 s, puis les LEDs
sont éteintes et la diminution du nombre d’atomes pi€gés est observée [voir Fig. 5.10 (a)].
Nous pouvons alors ajuster I'évolution du nombre d’atomes Npyjo dans le PMO durant
chacune de ces deux phases en utilisant les expressions

Npmo(t) = Ny (1 — e ¥™n)  pour le chargement (¢ < ton /off ) (5.10)

Npmo(t) = NyeEtonsort)/ 7o pour 1a durée de vie (t > ton/off)- (5.11)
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FIGURE 5.10. (a) : Courbe typique du chargement puis durée de vie du PMO. Le PMO est chargé avec les
LEDs de désorption a leur maximum d’intensité pour 12 s, puis ces derniéres sont éteintes. Nous trouvons une
constantes de temps de chargement 7o, = 6.5 £ 0.5 s (en blew), et une durée de vie 7o, = 27 + 1.5 s (en rouge).
Le nombre asymptotique d’atomes piégés vaut Ng; = 2.1 x 107 atomes. (b) : Evolution du taux de chargement du
PMO a Uextinction des LEDs de désorption : le PMO est chargé pendant 1 s puis les LEDs sont éteintes. Le taux
de chargement indiqué par un trait bleu (rouge) tireté est 3 x 10 s~1 (8 x 10* s~1) pendant que les LEDs sont
allumées (éteintes).

De ces ajustements ressortent deux constantes de temps 7o, = 6.5 £ 0.5 s et 76 =
27 £ 1.5 s, correspondant respectivement a la phase de chargement avec LIAD et de
durée de vie sans LIAD. On peut alors remarquer que la valeur 7,4 est compatible avec
la valeur de 7pyio Visible sur la figure 5.9 (b) pour un courant nul dans les LEDs. La
pression est donc revenue a sa valeur initiale, restaurant une durée de vie suffisante
pour mener a bien ultérieurement le refroidissement par évaporation. Ce retour a la
pression de base a lieu en un temps court devant 7.

Pour caractériser plus précisément la rapidité du retour a basse pression, une se-
conde observation est réalisée sur un temps plus court, en utilisant la fluorescence
émise par les atomes du PMO et collectée par une photodiode. Cela permet de détec-
ter un petit nombre d’atomes au tout début du chargement du piége. Nous chargeons
pendant 1 s le PMO en utilisant le LIAD, puis les LEDs sont éteintes. On observe alors
un changement brutal du taux de chargement du piége sur la figure 5.10 (b). Tandis
que durant la premiére seconde il prend une valeur de 3 x 10° s~! compatible avec les
mesures précédentes, I'extinction des LEDs raméne ce taux a 8 x 10* s~!. Cette réduc-
tion correspond bien au facteur npiap = 40 déja mesuré. De plus cette transition a lieu
sur un temps inférieur a la centaine de millisecondes, cette valeur n’étant qu'une borne
supérieure limitée par la sensibilité de la mesure de fluorescence, que nous n’avons pu
mener pour des temps de chargement nettement plus courts.

5.4.4 Durée de vie dans un piége optique et LIAD

Ce controble rapide de la pression de sodium dans 'enceinte est crucial pour la bonne
réalisation d'un CBE dans une chambre unique, dans laquelle la pression résiduelle
influe directement sur la durée de vie des atomes dans le piége final. Nous avons donc
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FIGURE 5.11. 1/7g en fonction du taux de chargement du PMO Rpy\io, avec Ty est la durée de vie des atomes
dans le piége dipolaire, dans différentes conditions expérimentales. (a) : le LIAD est utilisé pour charger le PMO,
puis les LEDs sont éteintes au moment de Uallumage du laser du piége dipolaire; (b) : les LEDs sont allumées
pour toute la séquence; (c) : le LIAD n’est pas utilisé, mais le dispenser de sodium est allumé. Le cas (a) montre
une durée de vie dans le piege dipolaire indépendante du taux de chargement du PMO, tandis que cette durée
de vie lui est inversement proportionnelle dans les cas (b) et (c).

voulu vérifier que nous pouvions effectivement maintenir une durée de vie élevée dans
un pieége non dissipatif aprés avoir chargé efficacement le PMO. Ici, il s’agit d'un piege
dipolaire optique qui sera décrit en détail dans le chapitre 6. Nous mesurons le nombre
d’atomes conservés dans le piege dipolaire en fonction du temps et déduisons alors
la durée de vie des atomes dans le piége. Celle-ci est obtenue en tracant le nombre
d’atomes Ng au cours du temps, et en ajustant la décroissance observée par une ex-
ponentielle, de la forme exp(—t/7g). Nous laissons de coté les 200 premiéres millise-
condes, ou1 I'on observe une décroissance trés rapide qui est le fait de I'évaporation libre
des atomes hors du piége et ne reflete pas la durée de vie de celui-ci due a la pres-
sion résiduelle (voir section 6.5). Dans le cas d'une séquence pour laquelle les LEDs
de désorption sont allumées pendant le chargement du PMO puis €éteintes lorsque le
piege dipolaire est allumé, on observe par cet ajustement un temps de vie 7o ~ 11 s
[Fig. 5.11 (a)].

La situation est en revanche bien différente si les LEDs de désorption demeurent
allumées au-dela de la phase de chargement du PMO [Fig. 5.11 (b)], ou si l'on utilise
les dispensers de sodium comme source atomique [Fig. 5.11 (¢])]. Dans les deux cas,
le temps de vie des atomes dans le piége dipolaire est significativement diminué. Cette
diminution est d’autant plus importante que la pression résiduelle et donc le taux de
chargement du PMO augmente, que ce soit du fait de 'augmentation du courant circu-
lant dans les LEDs lorsque le LIAD est utilis€, ou du fait de 'augmentation du courant
des dispensers. Le fait d’éteindre les LEDs au moment du transfert des atomes dans le
piege dipolaire permet donc bien de restaurer une pression résiduelle basse, et mainte-
nir une durée de vie conséquente, tout en conservant un taux de chargement du PMO
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Espéce Surface Rpnvio Tpmo | Décroissance | Références
atomique illuminée de la pression

PNa | TiOp +8i0; | 3x105s7 " | 27s | <100ms | [48] |
87Rb Pyrex ~ 106 571 ~5s [142]
8"Rb Acier Inox 8 x 10° s~ ! ~ 100s [135]
8"Rb PDMS 20x108s7 1| ~10s [143]
8"Rb Quartz + Pyrex ~ 106 71 ~30s < 30s [144]
87Rb Vycor 1.2x10°s71 | ~3s ~32s [147]
40K Vycor 8x107s™1 | ~1s [147]
8TRb Pyrex 3x108s7! | ~24s ~ 100ms [163]
40K Pyrex ~10% s71 [163]
23Na Pyrex 4.5 % 107 s7! 10s [165]
133cg Quartz 4x103s7! 9.2s 70 ms [164]

TABLE 5.2. Résumé des données publiées sur le LIAD pour le chargement d’'un PMO (incluant notre expérience).
Rpnvo désigne le taux de chargement du PMO maximal obtenu par LIAD. Les durées de vie du PMO tpy\io
sont mesurées apreés Uextinction du LIAD. Le temps de décroissance de la pression est défini comme le temps
nécessaire pour que la pression soit divisée par dix par rapport a sa valeur lorsque le LIAD est actif. PDMS :
polydimethylsiloxane.

optimal.

On peut tout de méme noter que pour le méme taux de chargement du PMO, le LIAD
dégrade moins la durée de vie des atomes dans le piége dipolaire que les dispensers, ce
qui pourrait indiquer une dégradation du vide par des substances autres que le sodium
moins importante dans le premier cas.

5.4.5 Conclusion

Un parametre clé de l'efficacité du LIAD est le rapport 71,jap entre la pression par-
tielle de sodium lorsque l'illumination est active et lorsqu’elle est éteinte. Cela dépend
a priori du processus physique lui-méme, mais aussi de parameétres techniques comme
la vitesse de pompage dans 'enceinte. Les différents résultats expérimentaux observés
dans des expériences d’atomes froids utilisant le LIAD sont reportés dans la table 5.2.
La grande disparité entre les différents taux de chargement du PMO peut s’expliquer
par les différences entre les parameétres des piéges. La durée de vie du PMO ne dépend
en revanche que de la pression régnant dans l'enceinte a vide, ainsi que de 'espéce ato-
mique considérée. Le temps de retour a la pression de base que nous avons observé est
parmi les plus rapides ayant été mesurés (comparable a [163, 164]), et la durée de vie de
notre PMO apres extinction du LIAD est parmi les plus longues. Nos observations sont
compatibles avec une interprétation selon laquelle la majorité des atomes retournent
se fixer aux parois de I'enceinte aprés seulement quelques rebonds, dés que le LIAD
est éteint. Nous supposons que les expériences pour lesquelles le temps de retour a la
pression de base est plus lent (> 1 s) sont limitées par la vitesse de pompage du systéme
a vide.
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Tous les groupes ayant réussi a produire un CBE de sodium ont jusqu'a présent
utilisé un ralentisseur Zeeman comme source atomique [2, 166, 167, 161, 168]. Si 'on
considére la condition nettement moins restrictive de formation d'un PMO, plusieurs
solutions alternatives ont été réalisées [154, 162, 169], mais elles sont difficiles a uti-
liser dans le cadre de la production d'un CBE, du fait de la dégradation de la pression
résiduelle qu’elles occasionnent. Il en va de méme pour la formation d'un PMO direc-
tement a partir d'un dispenser de sodium [170]. Ce n’est que trés récemment quun
autre groupe a chargé un PMO de sodium en utilisant le LIAD, dans des conditions qui
pourraient étre compatibles avec la formation ultérieure d'un CBE [165], la durée de vie
du PMO étant ramenée a 8 s aprés extinction du LIAD.

Dans notre expérience, nous avons démontré comment I'utilisation du LIAD permet
le chargement efficace d'un PMO de sodium, avec un taux de chargement de 3 x 10° s71,
tout en assurant dés 'extinction des LEDs effectuant la désorption une durée de vie du
piege de 27 s. Cette durée de vie est suffisamment longue pour autoriser le transfert des
atomes dans un piege conservatif et le refroidissement par évaporation pour I'obtention
d'un CBE, bien que cela ait lieu dans la méme enceinte que le chargement du PMO. Le
retour a la pression de base se fait en moins de 100 ms, un temps trés court devant cette
derniére étape de refroidissement qui dure plusieurs secondes (voir Ch. 6).






Chapitre 6

Atomes de sodium dans un piege
dipolaire optique

Dans le chapitre précédent, nous avons vu comment nous pouvions refroidir des
atomes de sodium de la température ambiante jusqu'a des températures de 'ordre de
la température Doppler (~ 235 pK). Afin de poursuivre le refroidissement et d’atteindre
le régime de dégénérescence quantique, il est nécessaire de transférer ces atomes dans
un piége non dissipatif. Ce type de piége permet de s’affranchir de la limite en tem-
pérature du PMO, limite liée au chauffage inévitable di au recul aléatoire d'un atome
lors de I'émission spontanée d’'un photon [171]. De plus, il est possible dans un piége
non dissipatif de procéder a un refroidissement dit “par évaporation” [172], qui permet
d’atteindre le seuil de condensation [1, 2].

6.1 Piéges non dissipatifs et refroidissement par évapo-
ration

On peut distinguer deux types de piége non dissipatifs communément utilisés dans
les expériences d’atomes froids. D'une part, on trouve les piéges magnétiques, qui per-
mettent de piéger un atome possédant un moment magnétique non nul au niveau d’'un
minimum de champ magnétique. Cela n’est possible que pour les atomes qui mini-
misent leur énergie pour un champ magnétique faible, soit dans un état Zeeman véri-
fiant mpr > 0. Un tel piége est réalisable avec une simple paire de bobines formant un
champ quadrupolaire, telles que les bobines du PMO. Cependant, un tel champ s’an-
nule au centre du piége, et l'intérét du piege quadrupolaire est limité par les pertes
par retournement de spin (pertes Majorana). Des configurations plus complexes corres-
pondant & un champ non nul au centre du piége sont donc utilisées (ex. piege “loffe-
Pritchard” [173] ou “TOP” [174]). D’autre part, on trouve les piéges dipolaires optiques,
qui utilisent le dipole atomique induit par un rayonnement €lectromagnétique. En par-
ticulier, le piégeage d’atomes a l'aide de faisceaux laser intenses et trés désaccordés par

159



160 Ch. 6. ATOMES DE SODIUM DANS UN PIEGE DIPOLAIRE OPTIQUE

rapport aux transitions atomiques a été démontré expérimentalement pour la premiére
fois en 1986 par Chu et al. [175]. Cette technique de piégeage dipolaire s’est avérée
étre trés intéressante pour la manipulation de gaz ultra-froids. Elle ne posséde pas la
meéme limitation que le piégeage magnétique sur la nature de I'état Zeeman pouvant étre
pi€égé, et constitue donc une option avantageuse pour piéger des atomes avec différents
états de spin [26]. Des solutions mixtes existent également, pour lesquelles la zone ou le
champ quadrupolaire d’'un piége magnétique s’annule est comblée par un faisceau laser
désaccordé vers le bleu qui repousse les atomes [2], ou par un pieége optique désac-
cordé vers le rouge ol1 les atomes préalablement transférés dans le pieége quadrupolaire
viennent s’accumuler [176].

Dans un piége non dissipatif, il est possible de procéder au refroidissement des
atomes par évaporation [177, 178, 179, 180]. Le principe est le suivant : on impose
une profondeur finie au piege, de telle sorte que tous les atomes ayant une énergie
supérieure a cette profondeur ne sont plus piégés. Apreés une collision élastique avec
un autre atome, un atome peut acquérir une énergie plus importante que la profon-
deur du piege et étre éjecté. Comme cet atome a emporté une énergie plus importante
que I'énergie moyenne par atome dans le piege, les atomes restants thermalisent a une
température inférieure a la température initiale.

Cependant, au fur et a mesure du refroidissement, la probabilité d’éjection d'un
atome diminue, car de moins en moins d’atomes possédent une énergie suffisante pour
s'échapper du piége. Ainsi, si I'on introduit Uy la profondeur du piege, et n = Uy/(ksT),
on peut donner une expression approchée du taux I'c, de perte d’atomes due a I'évapo-
ration [181] :

IFew Tane ™, avec g = ngov, 6.1)

ou I'y est le taux de collisions élastiques moyen dans le piége, avec ng la densité ato-
mique spatiale au centre du piege, v = 4/ % la vitesse thermique moyenne des atomes
et o la section efficace de collision entre deux atomes. Ce facteur ne~" peut étre inter-
prété comme le produit de la fraction d’atomes qui se trouvent a une énergie de 'ordre
de la profondeur du piége, proportionnelle a /ne”", et du taux de collision entre I'un
de ces atomes (avec une vitesse ~ /nkpT/m) et un atome thermique (avec une vitesse
~ +/ kT /m), proportionnel au rapport de leur vitesse v/7- On constate donc bien que
si la température baisse a profondeur fixée, 1 devient important et le taux d’évapora-
tion s’effondre. Il faut par ailleurs noter que le temps dont on dipose pour réaliser ce
refroidissement par évaporation est limité par les pertes inélastiques au sein du gaz qui
libérent une partie de I'’énergie interne des atomes (transitions hyperfines ou Zeeman
lors de collisions a deux corps ou formation de molécules pour les collisions a trois
corps). Comme cette énergie dépasse de plusieurs ordres de grandeur la profondeur du
piege, les atomes concernés sont €jectés. Il est donc nécessaire d’abaisser la tempéra-
ture des atomes et d’atteindre le seuil de condensation avant que les pertes d’atomes ne
soient trop importantes.
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La solution pour poursuivre voire accélérer le refroidissement consiste a diminuer la
profondeur du potentiel quand la température diminue, afin de maintenir n entre 5 et
10 [182]. Pour que la température diminue effectivement au cours du temps, il est né-
cessaire que les atomes thermalisent correctement : le temps entre deux collisions €élas-
tiques doit rester beaucoup plus petit que le temps caractéristique de décroissance du
potentiel. Tant que le taux de collisions demeure élevé, le processus de refroidissement
par évaporation se poursuit, et I'on peut ainsi atteindre le régime de dégénérescence
quantique avec un piege magnétique [1, 2] ou optique [183, 161]. On peut noter que
dans le cas d'un piége dipolaire optique la solution la plus aisée pour abaisser la profon-
deur du piege est d’abaisser la puissance du laser de piégeage. Cela implique également
une diminution des fréquences du piége, ce qui constitue une différence notable avec le
refroidissement par évaporation dans un piége magnétique, ot 'on peut abaisser la pro-
fondeur du piége indépendamment de ses fréquences (en modifiant la radio-fréquence
du “couteau” qui définit la profondeur du piége [179]). Ainsi, dans le cas d'un piége ma-
gnétique, le taux I'¢ est typiquement faible au départ, et augmente progressivement au
cours de I'évaporation, ce que I'on appelle “I'emballement” [178]. Dans le cas d'un piege
optique, I'abaissement de la température s’accompagne d'une décompression du piege
due a l'abaissement des fréquences, et 'emballement ne peut avoir lieu. En revanche, le
taux de collision initial est bien plus élevé que pour un piége magnétique, ce qui permet
finalement d’atteindre la dégénérescence quantique en seulement quelques secondes.
Récemment, l'utilisation d’'une géométrie de piege croisé particuliére, ou I'un des deux
faisceaux est tres large devant l'autre et ou le croisement est imparfait, a permis d’ob-
server un emballement de I'évaporation dans un piége optique [184].

Dans ce chapitre, nous rappelons dans un premier temps les principaux résultats
connus sur les piéges dipolaires optiques, avant de nous intéresser a la réalisation ex-
périmentale d'un tel piége, notamment le controle en intensité du laser de piégeage.
Nous détaillons ensuite la procédure utilisée pour optimiser le transfert des atomes du
PMO vers le piége dipolaire croisé. Enfin, un modeéle de refroidissement par évapora-
tion est présenté [181, 177, 182], qui nous permet de mieux comprendre les résultats
expérimentaux obtenus.

6.2 Piége dipolaire optique

6.2.1 Le potentiel dipolaire
Le potentiel créé par un faisceau unique

Considérons un atome dont la structure interne est modélisée par un systéme a deux
niveaux séparés par une énergie fiwg. Lorsque I'atome traverse une zone de I'espace dans
laquelle se trouve un rayonnement électromagnétique de fréquence wy,, il subit une force
appelée force dipolaire. Si wy, est trés décalée par rapport a la résonance de I'atome, cette
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force est non dissipative, et dérive du potentiel dipolaire [60] :
U(’l") = XdipI(T)7 (6.2)

ou I(r) est I'intensité locale du rayonnement et ot la constante de proportionnalité xgip
est donnée par :

_ 3mc? T 6.3)
Xdip = 2w8 Ay .
ou I' est la largeur naturelle de la transition vers I'état excité, c est la vitesse de la
lumiére dans le vide, et

I 1 1 6.4)
A_wL—wo WL"‘WQI ’

L’approximation de I'atome a deux niveaux, dans le cas d'un alcalin dans I'état 3.5; /2
comme l'atome de sodium, implique de négliger les termes suivants [60] :

- Si la polarisation est circulaire, des corrections de I'ordre de Ag/A sont a opérer,
A étant I'écart de structure fine entre les raies D; et Dy du sodium. De plus, pour
une polarisation de ce type le potentiel de piégeage dépend de l'état Zeeman des
atomes, et convient mal a I'étude d'un condensat spinoriel.

— Si la polarisation est linéaire, alors les corrections a apporter sont au premier
ordre proportionnelles a Ayg /A, Aypgs étant I'écart hyperfin entre les états | F' = 1)
et | I = 2). Cette correction est encore plus faible que la précédente, et peut étre
négligée. Le potentiel ne dépend alors plus de I'état Zeeman des atomes, le piege
obtenu différant clairement en ce point d'un piége magnétique.

Nous nous placerons donc dans le cas d'un faisceau laser polarisé linéairement. Pour
la longueur d’onde A;, = 1.07 ym que nous utilisons, et un décalage entre niveaux
wo = 27 508.59 THz pour le sodium [102], la constante de couplage xgip vaut —7.4 x
10737 m? s, soit en terme de température xaip/kp = —50 pK/(kW mm~2). On peut noter
ici qu’étant donné les valeurs de wy et wy,, le terme anti-résonnant dans 'expression (6.4)
constitue 20% de xqip. et n'est donc pas négligeable. Le potentiel dipolaire vu par les
atomes peut également étre considéré comme le déplacement lumineux de 1'énergie de
I'état fondamental sous l'effet du rayonnement (Déplacement Starck AC). Ce déplace-
ment est proportionnel a l'intensité lumineuse, avec xgip/h = —1.1 MHz/(kW mm~2).
On peut comparer cette valeur a celle calculée en utilisant la polarisabilité statique de
I'état fondamental [185], qui vaut —0.8 MHz/(kW mm~2), en bon accord.

Le coefficient yqi, €tant négatif, on obtient un piege attirant les atomes dans les
zones d’intensités les plus fortes. En particulier, nous pouvons piéger des atomes au
voisinage du point focal d'un faisceau laser dont le profil d’intensité est bien approché
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FIGURE 6.1. A gauche, schéma d’un piége optique croisé composé de deux faisceaux se croisant avec un angle
a. Si le premier bras se propage selon y, le piége résultant a pour axes propres X etY, tournés de /2 par rapport
aux axes initiaux. A droite, carte de niveaux du potentiel généré par ces faisceaux croisés. Le rouge désigne la
zone ol le piége est le plus intense. Les axes propres du piége sont représentés en traits blancs tiretés.

par un faisceau gaussien :

2P  _pzls:?
I(r)= —— e ww? (6.5)

ou P est la puissance du faisceau, y la direction de propagation et w(y) = wg+/1 + (y/2r)?
est son rayon a 1/e? en un point 3 de son axe de propagation, avec wy la largeur de son
col et 2 = mw3 /AL sa longueur de Rayleigh.

On peut extraire des équations (6.2) et (6.5) la profondeur du piége a un seul faisceau
Uél) :

2|xdin| P
U = |xaipI (0)] = % (6.6)

TWq

Le potentiel a un seul faisceau U (r) s'écrit donc :

—92 z2+22
e w?

r=-U" " _
vV () = —ult (H(%)?)

(6.7)

Pour des atomes d’énergie faible devant Uél), on peut approcher le potentiel par un
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potentiel harmonique a trois dimensions avec les fréquences de piégeage :

i
Wy = mw2 Wi,
_ AL _
CL)y = T’wowL = (/J//, (68)
U‘)Z - WJ_

Ainsi, pour des tailles de col wgy de I'ordre de quelques dizaines de microns, la fréquence
dans l'axe de propagation du faisceau est deux ordres de grandeur plus faible que les
fréquences radiales. Par exemple, pour une puissance laser de 30 W et un col de faisceau
wo =30 pm, on a w, /2 = 4 kHz et w,, = 30 Hz.

Potentiel créé par deux faisceaux croisés

Pour corriger cette forte anisotropie, il est possible d'utiliser un piége dipolaire dit
croisé [183, 186, 187, 188, 189, 190, 161], ot un second faisceau de méme puissance
que le premier le croise avec un angle de «, les deux pieges étant focalisés au point de
croisement [voir Fig. 6.1]. Cela peut étre réalisé par deux faisceaux laser indépendants,
ou comme dans notre cas par un faisceau laser unique réfléchi et redirigé vers l'en-
ceinte pour former le second bras. Dans ce cas, on obtient un pieége beaucoup moins
anisotrope. En effet, si I'on utilise un laser multi-modes transverses (et que les polarisa-
tions des deux bras sont orthogonales entre elles, voir sous-section suivante), on peut
simplement ajouter les potentiels U 1) et U creés par les deux bras sans terme d’in-
terférence. La profondeur du potentiel résultant pour le piége croisé Ug = v 4+ U@
vaut Uy = 2Uél). De plus, celui-ci posséde deux axes propres X et Y tournés de /2
par rapport aux axes initiaux z et y, 'axe z demeurant un axe propre. Les fréquences
du piege sont :

El y)
wéy = [1 - cos(a)|w? +[1 + cos(a)]wz, 6.9)
wéz = 2w,

Pour un angle a de quelques dizaines de degrés, on peut donc former un piége pour
lequel les fréquences dans toutes les directions sont de I'ordre de w, . Par la suite, nous
noterons Ng le nombre d’atomes piégés au centre du piége dipolaire croisé.
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FIGURE 6.2. Réalisation expérimentale du piége dipolaire croisé dans U'enceinte & vide, en coupe vue de dessus.
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Le laser provient de la boite d’asservissement (voir §6.3). Les lentilles L, et Ly focalisent respectivement le
premier et le deuxiéme bras. Une lame d’onde \/2 est intercalée entre les deux. Les longueurs mentionnées a
coté des lentilles désignent leur distance focale. MM : monture de miroir équipée de moteurs piézo-électriques.

6.2.2 Réalisation expérimentale

Ces résultats étant établis, nous nous intéressons maintenant a la réalisation d'un
piege dipolaire croisé au sein de notre enceinte a vide. Celui-ci est formé par un laser a

fibre dopée Ytterbium !

émettant a 1070 nm. Il s’agit d’'un laser multimode longitudinal,
sa largeur spectrale étant de 'ordre du nanomeétre. Nous avons disposé€ dans un pre-
mier temps d'un laser délivrant 20 W de puissance, mais le laser actuellement installé
est un laser délivrant 40 W de puissance. La lumiére est émise avec un polarisation li-
néaire bien définie, I'extinction pouvant étre obtenue par un polariseur étant nettement
inférieure a 1%. Cette propriété sera utile pour le contréle en intensité du laser (voir
section 6.3). Le faisceau laser est collimaté 4 un rayon a 1/e? de 2.1 mm en sortie de

fibre.

Le piége est réalisé dans le plan horizontal de notre enceinte selon la configuration
représentée sur la figure 6.2. Le premier bras du piége se propage selon l'axe y et le
second forme un angle o = 45° avec celui-ci. Le premier bras est focalisé a un col de
~ 40 pm au centre de la chambre par une premiére lentille L; de 200 mm de focale.
Il est ensuite recollimaté par une seconde lentille en sortie de I'enceinte de 125 mm de
focale, qui sert par ailleurs de lentille de collection pour I'imagerie selon 'axe y décrite
dans le chapitre précédent (§5.3.3). Une troisiéme lentille Lo de méme focale que la
précédente assure un foyer pour le second bras de la méme taille que pour le premier
bras. On peut noter ici que du fait de la transmission imparfaite du laser de piégeage
au travers des hublots (défaut des traitements), la puissance dans le second bras est

1. Laser YLM fabriqué par IPG Photonics, USA.
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plus faible de 10%. Le second bras se propage hors de I'enceinte le long du tube la
reliant au reste du systéme a vide, et est arrété par un bloqueur a l'autre bout de ce
tube. Le positionnement du second bras relativement au premier est effectué par deux
miroirs, montés sur des montures dont chacun des deux degrés de liberté est réglable
a distance par un moteur piézo—électriquez. De la méme maniére, le premier bras est
amené dans le plan horizontal de l'enceinte par un périscope formé de deux miroirs
sur le méme type de monture. Cela permet d’effectuer indépendamment les réglages de
positionnement des bras du piége dipolaire par rapport au PMO, ainsi que d’ajuster leur
croisement.

Un élément fondamental du montage expérimental est la présence d'une lame d’onde
A/2 entre le premier et le second bras, qui assure que leurs polarisations sont ortho-
gonales. Cela s’est avéré crucial dans notre expérience, car en I'absence de cette lame
la durée de vie des atomes piégés diminue significativement. Nous avons attribué cela
a des interférences au croisement des bras entre deux composantes de fréquence du
laser. Ces interférences forment un réseau optique, mais la phase relative des phases
étant mal définie, ce réseau bouge de maniere aléatoire, et cela constitue une source de
chauffage au niveau des atomes [63]. Si la polarisation linéaire des deux bras n’est pas
la méme, 'amplitude de ce réseau est réduite par un facteur cos(6,), ou 6, est I'angle
entre les deux polarisations. La lame d’onde permet de rendre les polarisations des deux
bras orthogonales, et de supprimer ainsi ces interférences. Ainsi, pour une suppression
a 1% pres, un réglage de I'angle de la lame d’onde a4 moins d'un degré est nécessaire.

6.3 Controle et asservissement de l'intensité du piege

Afin de pouvoir réaliser le refroidissement par évaporation nécessaire a la production
d'un CBE, il nous faut un moyen de contréler la puissance du laser du piege dipo-
laire pour la diminuer au cours du temps selon une rampe optimisée. Ce contrdle nous
permettra également de réduire les fluctuations de l'intensité de ce laser qui sont une
source potentielle de chauffage (voir section 1.5). Il est ainsi souhaitable d’asservir I'in-
tensité du laser avec une bande passante suffisamment grande devant les fréquences de
piégeage [63]. Enfin, nous devons étre capables d’éteindre complétement le piége en un
temps court devant ces fréquences, afin de pouvoir mesurer la température de maniére
fiable par une expérience de temps de vol.

6.3.1 Controle de I'intensité du laser

Le montage expérimental pour la mise en oeuvre du contrdle de I'intensité du laser
est représenté sur la figure 6.3. Ce montage est installé a I'intérieur d'une boite, pour le
protéger de la poussiére et des perturbations acoustiques. Cette boite est en aluminium
anodisé pour des raisons de sécurité, étant donné les puissances laser impliquées. Elle
est posée sur la méme table optique que I'enceinte a vide, a 30 cm de celle-ci. Le faisceau

2. Montures de miroir AGILIS, Newport Corp., USA
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FIGURE 6.3. Controle et asservissement de lintensité du laser du piege dipolaire croisé. Une boite couverte
contient U'ensemble des éléments nécessaires (schématisée en pointillés). L’asservissement sur lintensité utilise
a la fois la lame d’onde \/2 montée sur un support motorisé et le contréleur du laser. De méme, Uextinction du
laser se fait en combinant lutilisation du contréleur du laser et d’un obturateur mécanique. LR : support rotatif
pour lame d’onde. P : polariseur Glan Laser. FS : filtre spatial. Ph. : photodiode.

laser en sortie de la boite est dirigé vers le périscope motorisé déja évoqué qui 'ameéne
au niveau de l'enceinte. A la puissance maximale, au sortir de la boite, 36 W sont
disponibles pour étre envoyés sur les atomes.

Le controéle en intensité du laser est principalement effectué en combinant une lame
d’'onde A\/2 montée sur un support rotatif motorisé® et un polariseur (Glan Thomson).
La polarisation du laser a fibre utilisé étant linéaire, il suffit en effet d'une lame \/2 pour
faire diminuer la transmission de la puissance a travers le polariseur, jusqu'a 0.2% dans
notre cas. La puissance qui est rejetée par le polariseur est renvoyée vers un bloqueur
de faisceau, situé a I'extérieur de la boite du montage, afin que celui-ci ne constitue pas
une source de perturbations thermiques lorsqu’il s’échauffe. Le facteur d’extinction est
limité par les imperfections de la linéarité de la polarisation du laser, ainsi que celles du
polariseur et de la lame d’'onde. Outre cette extinction imparfaite, les limites de ce sys-
téme résident dans la bande passante du support rotatif d'une part (de I'ordre de 10 Hz),
et dans la faible réponse du systéme aux alentours des extrema d’intensité d’autre part
(du fait de la loi de Malus en cos? dictant la variation de l'intensité transmise). Cepen-
dant, ce controle en intensité est tout a fait adapté au réglage de la puissance du laser au
début de chaque séquence expérimentale, ainsi qu’aux lentes rampes décroissantes sur
I'intensité que nous serons amenés a réaliser pour le refroidissement par évaporation
(voir section 6.5).

3. Référence DRTM-40, Owis, GmbH, Allemagne.
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6.3.2 Asservissement de l'intensité de laser

Le support de lame d’onde rotatif peut également étre utilisé au sein d’'un asservis-
sement de l'intensité du laser. Le simple controle de I'intensité décrit ci-dessus est alors
complété par une rétroaction sur la vitesse de la lame a partir d'une mesure effectuée
sur une photodiode située aprés le passage par le polariseur (voir Fig. 6.3). Celle-ci me-
sure ainsi une puissance proportionnelle a la puissance laser envoyée sur les atomes. Il
est alors aisé de dériver un signal d’erreur en retranchant la valeur de consigne souhai-
tée a la valeur mesurée par la photodiode. Ce signal, qui s’annule lorsque la lame est a
la bonne position, est envoyé a un controleur * capable de faire tourner la lame a une
vitesse qui lui est proportionnelle. Le moteur agit ainsi comme un circuit intégrateur :
la lame tourne tant que le signal d’erreur est non nul et s’arréte a la bonne position.
Ce simple circuit d’asservissement permet le pilotage en puissance du laser, une fois la
photodiode calibrée.

Cependant, les limitations du systéme de controle de la puissance par polarisation
décrites plus haut détériorent la qualité de I'asservissement au voisinage du maximum
et du minimum de puissance, et la nature mécanique de I'actuateur implique une bande
passante faible. Nous avons donc également utilisé un autre moyen d’action sur la puis-
sance du laser, offert par l'interface du laser lui-méme. En effet, son contréleur dispose
d'une entrée permettant de piloter par une tension analogique le courant de ses diodes
de pompe, et par conséquent la puissance du laser°. Il est ainsi possible de faire varier
la puissance de sortie du laser de 100% a 10%, avec une bande passante de ~ 50 kHz.
Nous l'utilisons uniquement pour faire de petites corrections, et la lame rotative pour
les changements lents mais importants, afin de ne pas trop modifier le courant circulant
dans les diodes de pompe du laser. La rétroaction sur le contréleur permet notamment
de prendre le relai lorsque la puissance demandée en sortie de polariseur est trés faible,
et que la rotation de la lame a peu d’effet. Avec ce dispositif de double actuateur, l'as-
servissement posséde une bande passante plus grande que les fréquences du piége, et
fonctionne bien méme lorsque la puissance demandée est tres faible (de I'ordre de 0.5%
de la puissance maximale).

6.3.3 Coupure du piége et temps de vol

Un autre controle nécessaire de I'intensité du laser est la possibilité d’éteindre celui-
ci intégralement et rapidement. En effet, la coupure du piége permet de réaliser une
mesure de température en “temps de vol”. Pour réaliser une telle mesure, le piege est
coupé a t = 0 et I'on observe alors I'expansion du nuage sous l'effet de son énergie
cinétique, isotrope pour un gaz thermique. Des images du nuage sont prises au cours
du temps, et I'on ajuste le profil de densité obtenu par absorption a un profil gaussien
reflétant la distribution de Maxwell des vitesses, de la forme exp[—(22/202) + (22/202)]
pour une image prise dans 'axe y. Les tailles 0, et 0, augmentent donc avec le temps,

4. Contréleur Servo Moteur, Maxon Motors, Suisse.
5. Nous ne disposions pas de cette entrée dans notre laser de 20 W, car elle n’est disponible que dans la

version de 40 W.
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FIGURE 6.4. Mesure en temps de vol de la température du nuage atomique. Le piege est coupé ent = 0 et
Uexpansion balistique du nuage est observée. Un ajustement gaussien est effectué sur les profils de densité
du nuage, et les tailles déduites de cet ajustement sont représentées en fonction du temps. La ligne continue

représente l'ajustement de l'augmentation de la taille selon Uexpression de o (t) rappelée sur la figure, et conduit

aooz =17 pm et vy = 35 mms~1L.

et I'on peut écrire I'expansion balistique a vitesse constante comme (voir Fig. 6.4)

oi(t) =+/0oj0+ 0]2- t2, pourj=uz,z, (6.10)

avec 0 la taille en ¢ = 0 et v; la vitesse d’expansion, dans la direction j. Cette vitesse
d’expansion est reliée a la température selon cette direction par la relation simple

Tj = =Y 6.11)

Pour un gaz thermalisé, on s’attend bien star a T}, = T, soit v; = v, et w;0,0 = W,0, 0.
Dans I'exemple présenté sur la figure 6.4, mesuré sur un nuage atomique aprés une
phase de refroidissement par évaporation, 'ajustement conduit a oy, = 17 pm et v, =
35 mm s~!, ce qui correspond a une température de 3 ;K. L'expansion selon la direction

z, non représentée, conduit a une vitesse et une température comparable.

Cette mesure de température nécessite de couper le piége dipolaire, en un temps
court devant les fréquences de piégeage. Or, une autre limitation du systéme de controle
de l'intensité par polarisation est I'impossibilité de couper intégralement et rapidement
la puissance laser. L'entrée analogique de commande de la puissance décrite plus haute
posséderait a priori une bande passante bien supérieure a w,,w,, mais elle n’est pas
concue pour éteindre complétement le laser. Nous avons donc installé un obturateur
mécanique ® sur le chemin du premier bras. Cet obturateur fonctionne en réflexion, et
renvoie donc la lumiére lorsqu’il se ferme vers un bloqueur de faisceau, également situé

6. Uniblitz, Vincent Associates, USA.
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en dehors de la boite du montage. Cependant, le temps de fermeture de cet obturateur
est de l'ordre de la milliseconde. Les fréquences de piégeage étant de 'ordre du kiloHertz,
ce temps de coupure limite l'utilisation du temps de vol pour déterminer précisément la
température. De plus, nous avons observé que lors de la fermeture de 'obturateur, le
profil radial du faisceau était déformé, avec une anisotropie d’'un facteur 4 apparaissant
pendant le temps de fermeture de 1 ms.

Nous avons contourné ce probléme en ayant recours a une autre entrée de com-
mande de la puissance du laser, dite entrée de modulation, capable de déclencher I'ex-
tinction du laser en ~ 50 us. Cette coupure est alors pratiquement instantanée du point
de vue des atomes. Cependant, afin de maintenir le laser thermiquement stable, nous
fermons alors I'obturateur mécanique et rallumons le laser aussitét. Ce moyen de cou-
pure, dont nous ne disposions pas dans la version 20 W du laser, a facilité I'obtention
de mesures de température quantitatives.

6.4 Capture des atomes dans le piége dipolaire

Dans cette section, nous traitons du protocole expérimental nous permettant de
transférer les atomes pré-refroidis du PMO dans le piége dipolaire croisé. Ce proces-
sus nécessite un bon alignement du piége sur le PMO, un ajustement des parameétres
de ce dernier pour poursuivre le refroidissement pendant la phase de transfert, et un
branchement du laser de piégeage sur les atomes optimisant I'efficacité de leur capture.

6.4.1 Alignement du piége dipolaire croisé

La capture des atomes dans le piége dipolaire croisé s’effectue a partir des atomes du
PMO. La profondeur de notre piege est Uy/kp ~ 1.3 mK pour deux faisceaux de 36 W
croisés focalisés a 40 ym. Pour réaliser une capture efficace des atomes du PMO dans
le piége dipolaire, le croisement des faisceaux de ce dernier doit étre centré sur le PMO,
et les faisceaux doivent se couper en leur col. Quand cette derniére condition n’est pas
réalisée, nous observons des oscillations du nuage dans le pi¢ge déformé par ce désa-
lignement. La méthode suivante est donc employée : le premier bras du piége est tout
d’abord centré sur le PMO, puis la position de la lentille de focalisation L; (voir Fig. 6.2)
est ajustée afin de minimiser la taille du nuage piégé, observé par absorption dans 'axe
y du bras. Il faut noter que cette étape est réalisée avec nettement plus de précision
depuis qu'une coupure rapide du piége est possible. Sans cela, les nuages voient leur
taille affectée par I'ouverture du piége et un minimum en taille est plus délicat & déter-
miner. Une fois le premier bras en place, le second peut étre positionné, et I'imagerie
dans l'axe verticale z permet alors de régler la lentille L, de focalisation de ce bras pour
que sa taille soit également minimale. On peut noter ici que le “bon” croisement des fais-
ceaux est clairement identifiable par l'apparition d'un nuage atomique nettement plus
important et plus dense au centre.
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FIGURE 6.5. (a) Nombre d’atomes Ng capturés dans le piége dipolaire croisé pendant la phase de PMO-DT
en fonction de la puissance du repompeur (exprimée en % de la puissance pendant la phase de chargement).
(b) : Nombre d’atomes Ng capturés dans le piege dipolaire croisé en fonction du décalage en fréquence des
Jaisceaux principaux du PMO pendant la phase de “PMO froid”. Le décalage en fréquence est mesuré a partir de
la transition de refroidissement.

6.4.2 Séquence de transfert depuis le PMO vers le piége dipolaire

Une fois l'alignement du piége réalisé, nous avons élaboré une séquence expérimen-
tale permettant le transfert des atomes du PMO vers le piége dipolaire croisé, en maxi-
misant le nombre d’atomes capturés. Cette séquence est représentée sur la figure 6.6.
Sa mise au point implique I'optimisation de parameétres des lasers de refroidissement.
En effet, le transfert des atomes vers le piége dipolaire est réalisé en superposant ce
dernier au PMO, afin que les atomes continuent a étre refroidis pendant qu’ils sont
capturés. Nous faisons alors face a deux problémes. D'une part, les collisions assis-
tées par la lumiere de refroidissement constituent une source de chauffage pour les
atomes, qui sont moins facilement capturés par le piége dipolaire. Plusieurs solutions
ont été apportées a ce probleme. La plus utilisée pour le sodium est l'utilisation d'un
dark spot [191], soit une zone au centre du PMO dans laquelle l'intensité des faisceaux
repompeurs est fortement diminuée. Dans cette zone se trouvent les atomes les plus
froids, qui demeurent en grande partie dans | F' = 1), et ne sont plus chauffés par la lu-
miere du PMO. Une autre possibilité est de réaliser un dark spot temporel (PMO-DT), ot
la puissance des faisceaux repompeurs demeure uniforme dans I'espace mais diminue
dans le temps [192], ayant pour effet la méme suppression des collisions assistées par
la lumiere. D’autre part, la superposition du laser de piégeage engendre un déplacement
lumineux des états 35 /5 et 3P, ce qui modifie la fréquence de résonance des atomes,
et ce décalage doit étre compensé sur les faisceaux de refroidissement.

Apres le chargement normal du PMO, nous effectuons tout d’abord une phase de
dark spot temporel : nous allumons le laser du piege dipolaire une fois le PMO chargé,
et opérons cette réduction de puissance des faisceaux repompeurs. Cette phase dure
environ 100 ms. La puissance optimale des faisceaux repompeurs pour le chargement
est déterminée a 65 yW par faisceau, soit environ un ordre de grandeur plus faible
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FIGURE 6.6. Séquence de capture des atomes dans le piege dipolaire, réalisée selon les quatre phases sui-
vantes : le chargement du PMO, la phase de dark spot temporelle (PMO-DT), la phase de “PMO froid” et la
compression dans le piege dipolaire. Les grandeurs physiques impliquées dans cette séquence sont (de haut en
bas) la puissance du laser formant le piége dipolaire, le courant injecté dans les LEDs de désorption, le gradient
de champ magnétique des bobines du PMO, le décalage en fréquence des faisceaux principaux du PMO par
rapport a la résonance atomique | F = 2) — | F/ = 3), la puissance par bras des faisceaux principaux et celle
des faisceaux repompeurs.
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que pendant la phase de chargement du PMO [voir Fig. 6.5 (a)]. Ensuite, nous pro-
cédons a une seconde étape de refroidissement, appelée “PMO froid”. Le décalage en
fréquence des faisceaux principaux du PMO est augmenté significativement a —36 MHz
par rapport a la résonance atomique [voir Fig. 6.5 (b)], pour compenser le déplacement
lumineux da au laser du piege dipolaire. De plus, le gradient de champ magnétique est
éteint en suivant une rampe de 200 ms. Cette phase durant 30 ms, le champ n’est pas
totalement coupé et il ne s’agit pas strictement d'une mélasse optique. Le principe de
fonctionnement demeure cependant le méme : pendant cette phase, le refroidissement
sub-Doppler permet de diminuer encore la température.

Enfin, afin de transférer tous les atomes dans l'état | F' = 1), les faisceaux repom-
peurs sont coupés 1 ms avant la fin de la phase de “PMO froid” : tous les atomes sont
ainsi dé-pompés dans l'état | F' = 1) par les faisceaux de refroidissement.

6.4.3 Optimisation du branchement du piége dipolaire a haute puis-
sance

La phase de compression qui constitue la derniére étape représentée sur la figure 6.6
n’a été mise au point que lorsque nous avons disposé du laser de 40 W de puissance.
Nous nous attendions ainsi a piéger au moins deux fois plus d’atomes. Cependant, le
changement de laser s’est traduit dans un premier temps par une diminution de moitié
du nombre d’atomes transférés du PMO au piége dipolaire croisé.

Plusieurs hypothéses peuvent étre avancées pour expliquer cette diminution. L'aug-
mentation de la densité atomique lors du chargement du piege a haute puissance, alors
meéme que les faisceaux de refroidissement sont encore allumés, peut étre a l'origine
d'une augmentation des collisions assistées par la lumiére, et détériorer l'efficacité du
chargement. Le surplus d’intensité lumineuse dans le cas du laser de 40 W peut éga-
lement étre responsable d'un déplacement lumineux trop important pour permettre le
bon fonctionnement des phases de refroidissement du chargement. L'évolution de la
densité atomique dans le piége dipolaire croisé nous a conduits a nous intéresser plus
particuliérement au processus d’accumulation des atomes au centre de celui-ci.

Pour comprendre ce probléme, il est utile de bien analyser le processus de charge-
ment des atomes dans le piége. Nous pouvons distinguer deux zones de capture dans le
pieége dipolaire croisé. D’'une part, la zone de croisement des faisceaux, qui posséde un
volume de l'ordre de (40 pm)? ~ 10° ym?, soit un volume bien plus faible que le PMO
(~ 0.2 mm?). D’autre part, le reste des faisceaux, qui constituent ce que nous appelle-
rons les bras du piege, et qui s’étendent sur tout le PMO sans changer significativement
de taille transverse. En effet, pour la focalisation que nous utilisons, la longueur de
Rayleigh zr des faisceaux vaut 4.5 mm, ce qui est bien supérieur a la taille du PMO. Le
volume du PMO éclairé par les bras est ainsi ~ 2 x 10% zm?. Ces derniers conservent
une profondeur de l'ordre de la moitié de la profondeur au croisement, avec une fré-
quence de piégeage longitudinale (w,,) beaucoup plus faible (voir §6.2.1). La dynamique
de capture est alors la suivante : outre les atomes directement capturés dans la zone de
pi€égeage centrale, des atomes sont également capturés dans les bras, et se concentrent
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FIGURE 6.7. (a) Accumulation des atomes au centre du piége dipolaire en fonction du temps, pour différentes
puissances du laser de piégeage. Un ajustement de la forme a(z — b) exp(—t/7g) est effectué pour prendre en
compte la phase d’accumulation d’'une part et la durée de vie des atomes dans le piége d’autre part. L’origine
des temps correspond a la fin de la séquence de chargement (sans compression). Le temps topt est le temps au
bout duquel la densité optique est maximale. En fonction des paramétres de Uajustement, il vaut topy = T7g +b. (b)
Produit du taux de collisions élastiques I'¢; dans les bras du piége par le temps topt en fonction de la puissance
du laser de piégeage. (c) Rapport entre I et la fréquence axiale de piégeage w,, en fonction de la puissance du
laser de piégeage.

ultérieurement par évaporation dans la zone centrale du piége. Il y a donc accumulation
des atomes initialement contenus dans les bras vers le centre au fur et 2 mesure que la
température diminue, ce qui permet de piéger nettement plus d’atomes que ceux qui se
trouvent initialement dans le volume central du piége dipolaire croisé.

Cependant, ce mécanisme peut étre freiné si le taux de collision devient trop impor-
tant. En effet, il est alors possible de se rapprocher du régime collisionnel hydrodyna-
mique dans la direction axiale des bras, faiblement confinante. Ce régime correspond a
la situation I'¢j/w,, > 1 [193], ou 'y est le taux de collisions élastiques et w,, la fré-
quence axiale dans un bras donné. Cela revient a dire que le libre parcours moyen d'un
atome le long du bras devient plus faible que I'extension spatiale du gaz dans la direction
axiale. Dans un tel régime collisionnel, la thermalisation s’effectue difficilement dans la
direction longitudinale, et la migration des atomes des bras vers le centre est compro-
mise [194]. En effet, les collisions sont trop fréquentes : aprés une premiére collision
censée laisser un atome froid pouvant étre capturé au centre du piége, ce dernier peut
subir une seconde collision avant d’avoir atteint le centre. Cela peut nuire a I'accumu-
lation des atomes au centre du piege. Pour déterminer le régime collisionnel dans lequel
nous nous trouvons dans notre expérience, nous avons observé le nombre d’atomes au
centre du piége, en fonction de la puissance du laser de piégeage [Fig. 6.7 (a)]. Pour obte-
nir ces mesures, le piege dipolaire est allumé a puissance constante au cours du temps,
lorigine des temps étant prise a la fin de la phase de mélasse. La mesure est réalisée
pour différentes valeurs de la puissance du piége, et 'on constate que 'augmentation de
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FIGURE 6.8. Mise en évidence de leffet de la compression. Trois expériences sont réalisées, ott U'on trace le
nombre d’atomes dans le piege Ng au cours du temps, Uorigine des temps étant prise apres la phase de “PMO
Jroid”. (a) : Une compression est réalisée, en augmentant linéairement la puissance du laser de piégeage entre
13 W et 36 W en 500 ms. (b) : La puissance du laser est maintenue constante a 13 W. (c¢) : La puissance du laser
est maintenue constante a 36 W. La ligne pointillée marque la fin de la rampe de compression.

la puissance constitue un frein a 'accumulation des atomes au centre du piége. Ainsi,
si une telle accumulation a lieu a4 une puissance modéré de ~ 12 W, avec une aug-
mentation de la densité optique au centre du piége par un facteur 2 jusqu'a un temps
topt. €lle est de plus en plus inhibée lorsque la puissance augmente, jusqu’a disparaitre
quasi-intégralement a la puissance maximale de notre laser. On peut tracer la quantité
['q) X topt en fonction de la puissance du laser de piégeage [Fig. 6.7 (b)]. Cette quantité
nous renseigne sur l'efficacité de la thermalisation et de I'accumulation des atomes au
centre du piege. Ici, plus le taux de collisions est important, plus la constante de temps
de 'accumulation augmente. Si 'on trace le parameétre I'qj/w,, en fonction de la puis-
sance laser [Fig. 6.7 (c)], on constate que celui-ci atteint une valeur significativement
inférieure a 1. Le régime hydrodynamique ne semble donc pas étre atteint. Ainsi, 'inhi-
bition de 'accumulation des atomes dans le centre du piége est plus probablement due
a un chargement initial moins efficace pendant la phase de refroidissement laser, qui
conduit a une température du gaz piégé plus importante, avec une fraction plus faible
des atomes dans le centre du piege croisé. Cette inhibition de 'accumulation des atomes
est visible sur les images du piége car la densité atomique dans les bras demeure signi-
ficative au cours du temps, tandis qu’a basse puissance on n’observe plus que le nuage
central. Il est donc impossible de profiter de la puissance supplémentaire offerte par le
laser de 40 W dans cette configuration.

Pour remédier a cela, nous avons ajouté a la séquence de capture une étape de com-
pression (voir Fig. 6.6). Nous procédons aux phases de PMO-DT et de mélasse avec une
profondeur modérée du piége, correspondant a une puissance de 13 W du laser, qui
permet 'accumulation des atomes dans la zone centrale. A la fin de ces deux phases, la
puissance du laser de piégeage est amenée a sa valeur maximale de 36 W par une rampe
linéaire, et I'on observe alors une augmentation constante du nombre d’atomes s’accu-
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FIGURE 6.9. Images par absorption du piége dipolaire en trois temps de l'expérience rapportée sur la fi-
gure 6.8 (a). Une compression est effectuée en augmentant linéairement la puissance du laser de piégeage en
500 ms. On observe U'accumulation des atomes dans la zone centrale du piége dipolaire croisé. Cette compression
permet donc U'accumulation des atomes tout en utilisant la puissance maximale du laser de piégeage.

mulant au centre du piége, ceux-ci étant “poussés” par 'augmentation de la fréquence
de piégeage axiale. Ce phénomeéne est mis en évidence sur la figure 6.8. Les configura-
tions notées (b) et (c) représentent des séquences sans compression, ou la puissance est
maintenue constante respectivement a 13 W et 36 W. Le nombre d’atomes capturés est
alors deux fois moindre a la puissance maximale. En revanche, dans la configuration
(a), les atomes sont capturés avec 13 W, puis la puissance est augmentée linéairement
a 36 W en 500 ms. Le nombre d’atomes capturés au centre du piege augmente alors
en suivant cette rampe, pour atteindre un niveau de ~ 4 x 10° atomes, soit quatre fois
plus que ce qui est obtenu en capturant directement a la puissance maximale. Partant
d’'un PMO de ~ 2 x 107 atomes, cela signifie que 2% des atomes sont transférés. Si I'on
effectue le rapport entre le volume du PMO éclairé par les bras du piége et le volume
total du PMO, on retrouve cet ordre de grandeur. Cette séquence permet donc de captu-
rer au centre du piége la quasi-totalité des atomes initialement présents dans les bras.
Cette capture a lieu avec une puissance laser €élevée, en contournant le probleme de
I'inhibition de la migration des atomes vers le centre. La compression occasionnée par
laugmentation de la puissance du laser de piégeage permet I'accumulation des atomes
des bras dans le centre. Ainsi, des images du piége prises a différents temps pendant
une rampe de compression de 500 ms sont visibles sur la figure 6.9. On observe bien
l'accumulation des atomes en son centre.

Signalons enfin que nous avons constaté que cette compression, si elle est effectuée
trop rapidement, peut échauffer les atomes outre mesure. Une compression sur une
durée de 2 s (contre 0.5 s sur la figure 6.8) a ainsi été choisie, elle demeure rapide tout
en maintenant la température des atomes minimale.

6.5 Refroidissement par évaporation dans le piége croisé

Aprés cette phase de chargement, une mesure de 'expansion du nuage en temps
de vol conduit a une température de 7' ~ 110 pK, largement plus importante que la
température critique de condensation. En effet, la densité dans l'espace des phases du
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nuage n’est alors que de I'ordre de D ~ 1074, Il s’agit maintenant d’abaisser la profon-
deur du piége selon une rampe optimisée pour forcer la poursuite du refroidissement
par évaporation.

6.5.1 Modélisation de I’évaporation

Afin de nous aider a interpréter 1'évolution du nuage atomique au cours d'un phase
de refroidissement par évaporation, il est intéressant d’utiliser un modeéle permettant de
calculer les parameétres du nuage (nombre d’atomes, température, densité dans I'espace
des phases) en fonction du temps pour une rampe d’évaporation donnée. Nous nous
fondons pour cela sur les travaux reportés dans [181, 177]. Les détails de ce modele
sont reportés dans I'annexe D. Il permet d’aboutir a la mise en équation du refroidisse-
ment par évaporation en fonction de I'abaissement du piége selon le systéme d’équations
différentielles suivant :

N,
N7® = _Fev - kl - k2<n> - ]€3<TL2> - FdeW
®
E
Rt ) 612
E Ng T Uo
= =2 - F(n)] =+ F(n)=2.
z Ne + ()] 7 + F(n) U,

Les deux premiéres équations sont issues d'un bilan sur les sources de pertes d’atomes
et d’énergie respectivement. La premiére équation prend en compte les pertes d’atomes
suivantes

— Les collisions élastiques, avec un taux I'e,, qui constituent comme nous I'avons vu
le moteur du refroidissement par évaporation (voir section 6.1).

- Les collisions inélastiques : avec le gaz résiduel (k1), & deux corps (k2(n)) et a trois
corps (k3(n?)), avec n la densité du gaz (voir Ch. 1).

- Les pertes par déversement : I'abaissement de la profondeur Uy(¢) du piége d'une
quantité dUy en un temps dt occasionne la perte des atomes d'énergie Uy(t), sans
modifier la distribution des autres atomes. Le taux de ce processus est donc égal
au produit de Uy/Up par le nombre d’atomes d'énergie Uy (t), proportionnel a la
densité d’états a I'énergie Uj.

La seconde équation posseédent les termes équivalents en terme de perte d’énergie. En-
fin, la troisiéme équation est issue de la différentiation logarithmique de 'expression de
I'énergie en fonction de la température et du nombre d’atomes, avec F'(n) une fonction
dépendante du potentiel de piégeage donnée dans I'appendice D.

Une différence importante entre notre modele et ceux des références [181, 129] est
la maniére de prendre en compte le processus de déversement. En effet, ce terme est
calculé dans [129] de la méme maniére que toutes les autres quantités en considérant
la densité d’états d'un potentiel harmonique py(¢) = €2/[2(hw)?]. Or, le terme de déver-
sement fait intervenir la densité d’états a la profondeur du piége, ot 'anharmonicité de
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celui-ci est importante. En fait, il est aisé d’obtenir la densité d’état a la profondeur du
pieége, pour un piége gaussien tridimensionnel. En effet, la densité d’états s’exprime pour

une énergie € et un potentiel de piégeage V (r) = —Ug exp(—mw?r?/(2Up)) comme [129] :
2m,)3/2
ple) = (77’1)3/ dr r*\/e — V(r) — Up. (6.13)
T Ut vir)<e

Pour € = Upy, la borne de l'intégrale peut étre prise comme +o0, et I'intégrale se calcule
directement pour donner

16 U2
p(Up) = ——==-2

. 6.14
Vor 2(hw)? 614

On obtient dans le cas gaussien un facteur correctif 16/ V21 ~ 6.4 par rapport au cas
harmonique, que 'on doit prendre en compte dans le calcul du taux de déversement.
En revanche, toutes les autres quantités calculées dans le modéle sont des quantités
moyennes pondérées par la distribution de Boltzmann en exp(—/¢). Ainsi, pour ces
grandeurs, ce sont les énergies de l'ordre kg7 qu’il nous faut prendre en compte. Or
expérimentalement on a kg7 < Up (n > 1). On peut alors exprimer p(e) au voisinage
de kT a partir de I’équation (6.13) en développant le potentiel au second ordre :

8(kpT)? /1 2 N

8(kpT)? [ te, I u®
~ 20 duu/1—u2+— | du ———+...]. (6.16)
m(hw)? o anJo  V1—u?
Ces deux intégrales se calculent analytiquement pour donner :
(ksT)? 5
kgT) ~ 1+4—+...]. 6.17
p(kgT) L +8n+ (6.17)

L’écart a I'expression pour un potentiel harmonique est faible pour les valeurs expéri-
mentales typiques 17 > 5.

Notre mod¢le d’évaporation consiste donc a calculer le terme de déversement en utili-
sant la densité d’état p(Up) prenant en compte la nature gaussienne du piege [Eq. (6.14)],
et a conserver I'approximation harmonique pour le calcul de I'ensemble des grandeurs
thermodynamiques. On peut enfin noter que le terme déversement n’a que peu d’effet
pour des rampes lentes sur la profondeur du piége, mais est important dans le cas d'un
abaissement rapide (voir §6.5.3).
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FIGURE 6.10. Evaporation libre des atomes dans le piége dipolaire croisé. On observe la décroissance du
nombre d’atomes Ng au cours du temps, en maintenant la profondeur de celui-ci constante. Deux ajustements
sont réalisés. Le premier (trait tireté noir) est une décroissance exponentielle, et conduit a un temps de vie effectif
de 7g ~ 11 s. Le second utilise le modéle d’évaporation présenté dans le texte, et permet de mieux reproduire le
comportement des atomes a court temps. Le taux de collisions avec le gaz résiduel est estimé a1/k1 =15+ 5s.

6.5.2 Evaporation libre

Considérons dans un premier temps la situation dans laquelle la profondeur du piége
n’est pas abaissée. Les atomes sont donc maintenus dans un piége de profondeur fixée
au cours du temps, et 'on observe la diminution du nombre d’atomes Ng conservés.
Cette mesure est représentée sur la figure 6.10. Celle-ci a été réalisée avec le laser de
20 W. Les parametres du piége sont une fréquence moyenne wg/(27) ~ 3 kHz et une
profondeur Uy = 700 pK. La température initiale du nuage est mesurée par temps
de vol : T" ~ 80 pK. Dans ce contexte, deux ajustements sont réalisés. Le premier,
représenté en traits tiretés sur la figure 6.10, est une simple décroissance exponentielle
de la forme exp(—t/7g), tel que celui qui est utilisé dans la sous-section 5.4.4. Il conduit
a un temps caractéristique 7g ~ 11 s.

Le second ajustement utilise le modeéle d’évaporation décrit dans l'annexe D. Les
équations sont résolues numériquement, en laissant comme parameétres ajustables le
nombre d’atomes initial Ng(0), la constante de temps de collision avec le gaz résiduel
1/k; et un facteur £ de correction sur le nombre d’atomes mesuré prenant en compte les
éventuels défauts de détection de notre imagerie, de sorte que le nombre d’atomes dé-
tectés soit Ng /. Le résultat de 'ajustement est tracé sur la figure 6.10 en trait continu,
et conduit 4 un nombre d’atomes initial N (0) = 3 x 10°, qui correspond a un facteur
correctif £ = 1.7. Le temps 1/k; est quant a lui ajusté a 15 + 5 s, la grande incertitude
sur ce parametre étant due au faible nombre de points mesurés aux temps longs, la dé-
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tection du petit nombre d’atomes devenant difficile. On peut cependant remarquer que
ce temps est plus long que celui obtenu dans I'ajustement exponentiel, car ce dernier
ne prend en compte ni les collisions a 2 et 3 corps ni I'évaporation. L’ajustement issu
du calcul numérique reproduit mieux les points expérimentaux a court temps, comme
attendu.

6.5.3 Optimisation de la rampe d’évaporation

Le probléme du refroidissement par évaporation est le suivant : déterminer un profil
de diminution de la puissance du laser de piégeage qui permette de maximiser la densité
dans l'espace des phases du nuage, et d’atteindre la condensation de Bose-Einstein. La
détermination d'un tel profil pour un piége optique pour lequel fréquence de piégeage
et profondeur sont couplées par la puissance est traitée dans [182], dans le cas d'une
évaporation ayant lieu avec le parameétre 7 constant. Bien que cela ne soit pas rigoureu-
sement le cas expérimentalement, cela constitue un point de départ trés intéressant. Le
profil déterminé comme optimal dans ce cas est de la forme :

Uo(t) = Un(0) <1+ ! ) , (6.18)

Tevap

Ol Tevap €St un temps déterminé en fonction du point d’arrivée de la rampe et du temps
mis pour y parvenir, et aeyap un exposant calculé en fonction de 7).

Ainsi, pour les parametres de notre piége, nous déterminons eyap, = 1.2. Nous avons
donc réalisé des rampes de ce type sur la puissance du laser de piégeage, et les résultats
obtenus avec I'une d’entre elles sont représentés sur la figure 6.11. Pour cette rampe,
7 = 37 ms et correspond a un abaissement de la profondeur du piege a 0.5% de sa valeur
initiale en 3 s. On peut alors représenter en fonction du temps le nombre d’atomes dans
le piege Ng, leur température 7 et la densité dans 'espace des phases D qui en résulte.
Notons ici que D est divisée par 3 par rapport a la valeur obtenue pour un gaz dans
un piége harmonique pour prendre en compte le mélange de spin 1. On observe bien
une diminution de la température et une augmentation de la densité dans I'espace des
phases, qui s’accompagnent bien star d’'une baisse du nombre d’atomes.

Les résultats de la simulation numérique issue du modeéle d’évaporation décrit pré-
cédemment sont tracés en ligne continue sur la figure 6.11, en prenant en compte les
valeurs des parameétres ¢ et k; déduites du cas ot la profondeur est constante. Un ac-
cord a moins d'un facteur 2 prés est obtenu sur les trois grandeurs calculées, le nombre
d’atomes, la température et la densité dans I'espace des phases. La prise en compte de
la nature gaussienne du piége dans le calcul de la densité d’états a la profondeur du
piege s’est avérée indispensable a I'obtention de cet accord, car la rampe d’évaporation
est trés rapide a 'origine (avec une pente ~ %).

Malheureusement une telle rampe ne permet pas de dépasser une densité dans l'es-
pace des phases de 1072, soit toujours deux ordres de grandeur en dessous du seuil
de condensation. La raison de cette limitation provient du fait que I'abaissement de la
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FIGURE 6.11. Evaporation du nuage atomique dans le piége croisé. La décroissance imposée de la profondeur
suit une loi de la forme (1 + tTevap) ~ “evar, et passe de la puissance maximale a 0.5% de celle-ci en 3 s, avec
aevap=1.2. Les résultats de nos calculs numériques décrivant 'évolution du nuage sont tracés en traits continus.
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profondeur du potentiel s’accompagne d'un abaissement des fréquences de piégeage,
qui ont un roéle prépondérant dans le calcul de la densité dans I'espace des phases.
Ainsi, le piege est décomprimé en méme temps que sa profondeur est abaissée, et le
gain sur D est donc limité. De plus, I'évaporation semble stagner apres 1 s, bien que
l'abaissement de la profondeur du piége se poursuive. Cela est du a l'effondrement du
taux de collisions dans le piége. En effet, la simulation tout comme les données expéri-
mentales indiquent une diminution de ce taux en dessous de 10 collisions par seconde
deés la premiére seconde. La thermalisation s’effectue alors difficilement, et le processus
de refroidissement par évaporation est compromis. Pour atteindre le seuil de condensa-
tion dans de telles conditions, nous concluons a partir de la simulation qu'un nombre
d’atomes dix fois plus important serait nécessaire, ce qui nous est inaccessible expéri-
mentalement.

Pour remédier a cela, une solution consiste a rajouter un piége plus focalisé mais de
plus faible profondeur, dit dimple. Ce pieége modifie la densité d’états au fond du piége
dipolaire croisé. Les atomes les plus froids s’y accumulent, avec une densité spatiale
élevée. En effet, les fréquences du dimple sont bien plus élevées que celles du piege
croisé aprés abaissement de sa profondeur. Ce piege supplémentaire a été mis en place
sur l'expérience, et les résultats qui en découlent constitue I'objet du chapitre suivant.



Chapitre 7

Condensat de Bose-Einstein
dans un micro-piege optique

Dans la premiére partie de ce mémoire, nous avons étudié les aspects théoriques de
la formation d’états quantiques spinoriels fortement corrélés, dans un piége de faible
profondeur fortement focalisé. Nous avons vu que l'observation de tels états néces-
sitait de compter le nombres d’atomes présents dans les différentes composantes de
spin du condensat, afin de mettre en évidence des propriétés statistiques particuliéres.
Drautre part, dans le chapitre précédent, nous sommes arrivés a la conclusion qu’il nous
était impossible expérimentalement d’atteindre le régime de dégénérescence quantique
a l'aide du simple piége dipolaire croisé, du fait du faible nombre d’atomes initial dont
nous disposons.

Nous allons voir dans ce chapitre comment l'utilisation d’'un objectif de microscope
de grande ouverture numérique va nous permettre d’obtenir une imagerie haute réso-
lution permettant le comptage d’atomes, tout en assurant la focalisation d'un laser de
piégeage réalisant ainsi le micro-piége étudié dans le premier chapitre. Un tel piege fo-
calisé (dimple) va également nous permettre de poursuivre le refroidissement évaporatif
jusqu’'a atteindre le seuil de condensation, selon le mécanisme que nous avons étudié.

Dans un premier temps, nous décrivons l'objectif de microscope que nous utilisons,
et détaillons ses fonctions pour l'imagerie et pour la formation du piége optique for-
tement focalisé. Ensuite, nous présentons les résultats obtenus par refroidissement
évaporatif en utilisant ce dimple, qui démontrent I'obtention d’'un condensat de Bose-
Einstein quasi-pur. Enfin, les perspectives de I'expérience sont évoquées, avec 'obser-
vation de premiéres images de condensats spinoriels, et l'utilisation de la fluorescence
des atomes dans une mélasse optique pour les compter.

183
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FIGURE 7.1. Photographies de la bride rentrante pouvant accueillir Uobjectif de grande ouverture numérique (a
gauche), et de cet objectif (a droite).

7.1 Objectif de grande ouverture numérique

Notre enceinte a vide présente de deux larges acces optiques, permettant de disposer
grace a l'utilisation de brides rentrantes d’'une ouverture numeérique de 0.33 pour l'ob-
servation du nuage atomique (voir Ch. 5). Pour profiter de cet acces, il est nécessaire
d’'utiliser un objectif qui tire parti de cette grande ouverture numérique. Un tel objectif,
s’il est conc¢u pour fonctionner a plusieurs longueurs d’onde, permet a la fois de focaliser
un laser de piégeage et d'imager les atomes qui sont ainsi confinés sans réglages, a la
limite de diffraction pour les deux longueurs d’onde.

7.1.1 Conception et caractéristiques techniques

La conception d'un systéme optique avec une trés haute résolution suppose le res-
pect de contraintes mécaniques drastiques, concernant le centrage et le parallélisme
des éléments utilisés. De plus, les contraintes de faible encombrement et 'utilisation
exclusive de matériaux amagnétiques demandent une attention supplémentaire. Ainsi,
nous avons pris soin, dés la conception de 'enceinte a vide, de prendre en compte la né-
cessité d’'un objectif de microscope, au plus prés des atomes, et dont le positionnement
était garanti mécaniquement. Cela est réalisé par la présence de fixations sur les brides
rentrantes sur le dessus et le dessous de la chambre a vide (voir Fig. 4.3), dans chacune
desquelles un objectif de microscope peut étre inséré.

Nous avons fait fabriquer deux objectifs sur mesure ' (voir Fig. 7.1), selon un cahier
des charges trés strict au niveau des contraintes mécaniques. Il a été réalisé en alu-
minium, amagnétique. Afin de répondre a nos besoins expérimentaux, ces objectifs se
doivent de posséder les propriétés optiques suivantes :

— L’'ouverture numérique de l'objectif doit correspondre a celle offerte par les brides

rentrantes dans le systéme a vide, soit ~ 0.35.

— L’objectif doit permettre la focalisation d'un laser infrarouge (a 1064 nm) a la limite

de diffraction, afin de réaliser un piége optique fortement focalisé.

1. CVI-Melles Griot.
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Caractéristiques de I'objectif Spécifiées Mesurées
Ouverture numérique 0.33
Rayon a 1/e? du foyer a 1064 nm 1.6 pm 2 pm
Résolution a 589 nm 800 nm <1 pm
Champ transverse 1 mm x 1 mm
Coincidence des foyers < 1.2 pm < 3.5 um
Transmission a 589 nm > 90% 90%

TABLE 7.1. Table des paramétres de lobjectif, spécifiés par le constructeur d’aprés notre cahier des charges
et/ou que nous avons mesurés une fois lUobjectif réalisé. La taille du foyer a 1064 nm correspond a la taille
attendue apres focalisation par Uobjectif pour un faisceau incident issu d’une fibre optique d’ouverture numérique
0.12, collimaté par une lentille de focale 100 mm.

— L’objectif doit permettre d’imager le nuage atomique (a 589 nm) avec une résolution
limitée par la diffraction.

— Les foyers de l'objectif aux deux longueurs d’ondes doivent coincider longitudina-
lement & moins de la profondeur de champ de I'imagerie, le méme objectif permet-
tant alors sans réglage de réaliser le piége optique et d’'imager les atomes qui sy
trouvent.

— Le champ transverse de I'imagerie ne doit pas étre limitant, et la transmission de
l'objectif a 589 nm doit étre élevée, indispensable pour une imagerie par fluores-
cence (voir §7.3).

En se fondant sur ces contraintes, nous avons établi les spécifications techniques pré-
sentées dans la table 7.1, garanties par le constructeur.

Une fois les objectifs réalisés, nous avons effectué plusieurs mesures afin de vérifier
la validité de ces spécifications. Les résultats de ces mesures sont également reportés
sur la table 7.1. La taille du foyer pour un faisceau a 1064 nm est obtenue en focalisant
un faisceau provenant d'une fibre optique d’ouverture numérique ~ 0.12, et collimaté
par un triplet de lentilles corrigé pour l'infrarouge de focale 100 mm. La coincidence des
foyers a été mesurée en rétro-réflechissant deux faisceaux aux deux longueurs d’ondes
dans la méme fibre optique a travers l'objectif [voir Fig. 7.2 (a)]. On mesure alors la
distance entre les positions de la sortie de la fibre qui maximisent le rétro-couplage pour
chacun des faisceaux. La résolution de I'imagerie a 589 nm a été déterminée en imageant
une mire de résolution USAF [voir Fig. 7.2 (b)]. Pour le motif le plus serré sur notre mire,
correspondant a une fréquence spatiale de 228 lignes/mm, le contraste observé est de
75%. Un contraste de 74% étant attendu pour un objectif avec une ouverture numérique
de 0.33 limité par la diffraction, il ressort de ces vérifications que les objectifs fabriqués
semblent bien respecter le cahier des charges que nous avons fixé.

A ce jour, nous n'utilisons quun seul objectif, monté dans la bride rentrante en
dessous de la chambre. Le fonctionnement du dispositif expérimental utilisé est pré-
senté sur la figure 7.3. L'enceinte a vide, I'objectif et les optiques servant au faisceau de
piégeage et a I'imagerie sont solidaires, et par conséquent isolés des perturbations mé-
caniques de la table optique. Ainsi disposé, I'objectif permet simultanément de focaliser
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FIGURE 7.2. (a): Fraction de la puissance laser sortant d’'une fibre monomode a 1064 nm pouvant étre rétro-
couplée dans cette méme fibre, aprés collimation par Uobjectif de microscope et rétro-réflexion sur un miroir, en
fonction de la position de la téte de fibre translatée le long de l'axe optique. La mesure est effectuée pour de la
lumiére a 1064 nm et @ 589 nm. Dans ce deuxiéme cas, les efficacités sont moins importantes car la fibre est mal
adaptée. Dans les deux cas, un maximum est observé, et les positions de la téte de fibre correspondantes sont
distantes de 3.5 pm. Cette longueur estime la coincidence longitudinale des positions des foyers de Uobjectif aux
deux longueurs d’onde. (b) Image d’une mire de résolution USAF réalisée avec l'objectif de microscope. Le motif le
plus resserré, correspondant a une fréquence spatiale de 228 lignes/mm, est imagé avec un contraste de ~ 75%.

le laser de piégeage et de collecter une image des atomes. Ces deux aspects sont traités
dans les paragraphes suivants.

7.1.2 Piége dipolaire fortement focalisé (dimple)

La premiére fonction de l'objectif (noté O;) est la focalisation d'un laser a 1064 nm,
qui forme un piége attractif pour les atomes (voir Ch. 6). A partir d'un laser commercial
produisant 500 mW, nous disposons de ~ 170 mW apreés le passage dans une fibre
optique et un MAO. Pour réaliser un piege focalisé a la limite de diffraction, tel que celui
décrit dans le chapitre 1, il faudrait envoyer sur l'objectif un faisceau trés large. Ainsi,
un rayon a 1/ e? au col du faisceau de 2 um, au centre de la chambre, est obtenu pour
un col de faisceau avant l'objectif de 1.2 cm. Ce faisceau est redirigé vers la chambre
par un prisme (voir Fig. 7.3). Pour obtenir ce faisceau, la lumiére infrarouge issue d'une
fibre optique sera collimatée par une seule lentille achromatique de focale 100 mm, de
diametre 30 mm.

Nous n’avons pas encore réalisé ce piége au centre de la chambre, et les résultats
présentés dans ce chapitre ont été obtenus en utilisant un piége focalisé a 8 ym. Son
alignement est moins critique, car sa focalisation est bien moindre que dans le cas
précédent. La lumiére en sortie de la fibre est dans ce cas collimatée par une lentille
achromatique Lc de focale 40 mm. A la puissance maximale du laser, ce piége posséde
une profondeur de ~ 90 pK. Il faut bien str noter que si le confinement est trés im-
portant dans les directions transverses a la propagation du faisceau (z et y), avec des
fréquences de piégeage de l'ordre de 7 kHz, le confinement longitudinal est bien plus
faible (~ 200 Hz).
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Caméra

FIGURE 7.3. Coupe du systéme dans le plan (zOz), faisant apparaitre la position de Uobjectif de microscope
de haute résolution O (surligné en violet) dans la bride rentrante fixée a la chambre. Un second objectif pourrait
étre monté en face du premier (ligne tiretée). Cet objectif sert a former un piége dipolaire en focalisant la lumiére
infrarouge issue d’une fibre optique, collimatée par la lentille Lg et dirigée vers la chambre par un prisme (P). Il
sert également a collecter l'image selon U'axe z du nuage atomique confiné dans ce piege. La lumiére a 589 nm est
redirigée par un miroir dichroique (MD). Une image intermédiaire est formée par la lentille L1, de focale 80 mm,
celle-ci étant imagée sur la caméra par un objectif de microscope standard (O2), de grandissement x5, et une
lentille L1s de focale 100 mm. Au niveau de cette image intermédiaire peut étre placé un filtre spatial (F.S.).
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A la sortie de la fibre, une petite partie de la lumiére est prélevée pour permettre un
asservissement de l'intensité du faisceau infrarouge, de la méme maniére que pour le
piege dipolaire croisé. Ici, 'actuateur permettant de réagir sur la puissance lumineuse
dans la fibre est un simple MAO placé en amont de la fibre. Cet asservissement nous
permet également d’abaisser de maniére contrélée la puissance du faisceau, et ainsi de
réaliser une évaporation dans ce piege dimple (voir section suivante).

7.1.3 Imagerie haute résolution

La seconde fonction de l'objectif O; est de permettre I'imagerie des atomes piégés
dans le piege dimple selon I'axe z. Du fait de sa conception, il image a l'infini la lumiére
émise par les atomes ou l'ombre qu’ils jettent sur la faisceau sonde, selon que l'on
utilise 'absorption ou la fluorescence comme méthode d’'imagerie. La lumiére est ensuite
redirigée vers le reste du systéme d’imagerie par un miroir dichroique, qui laisse passer
le faisceau infrarouge du dimple (voir Fig. 7.3). Nous formons tout d’abord une image
intermédiaire avec une lentille Ly; de focale 80 mm, qui est grossie environ 2 fois par
rapport a I'image initiale. Nous placons ensuite un objectif de microscope standard (Os),
avec un grossissement x5, qui forme une image a I'infini que I'on forme sur la caméra
Pixis utilisée grace a une derniére lentille Lo de focale 100 mm. Cette imagerie en deux
temps permet de réaliser un grossissement d'un facteur 10.5 (mesuré en utilisant une
mire de résolution) dans un encombrement réduit; de plus, nous pouvons profiter de
I'image intermédiaire pour y disposer un filtre spatial, qui limite la présence de lumiére
parasite. La quasi-totalité du systéme d’imagerie est également protégée de la lumiére
extérieure par un systéme de tubes.

Nous pouvons employer un tel dispositif pour réaliser une imagerie par absorption
(voir §5.3.3). Nous profitons alors d'un mode de lecture particulier de la caméra (mode
“Kinetics”), qui autorise la prise de plusieurs images avec un intervalle de temps trés
rapproché (< 10 ms). Pour ce faire, seule une partie du capteur de la caméra est illumi-
née (cela est aisément réalisé en masquant une partie du champ transverse au niveau de
I'image intermédiaire). Entre chaque image, la caméra décale les données précédentes
sur le capteur, et est a nouveau préte pour prendre les suivantes. Pour une imagerie
par absorption, cela est idéal car les images du faisceau sonde prise en présence et
en 'absence d’atomes se divisent trés bien, et offrent un fond quasi-uniforme a I'image
obtenue. Cette technique d'imagerie a été employée pour obtenir les résultats présentés
dans la section suivante.

La mise au point du systéme d’imagerie consiste a positionner longitudinalement
I'objectif Oy, la position de I'objectif de microscope O; étant fixée, et calculée pour ren-
voyer une image a l'infini. La position de la lentille permettant la formation de I'image
intermédiaire revét alors peu d'importance. Cette mise au point a été effectuée sur un
nuage atomique piégé dans le dimple. Les résultats de cette mise au point sont présen-
tés sur la figure 7.4. La densité optique et la taille moyenne de I'image dans les deux
directions sont mesurées en fonction de la position de l'objectif Oy qui est translaté le
long de l'axe d’'imagerie. On observe bien une position pour laquelle la densité optique
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FIGURE 7.4. Mise au point de l'imagerie verticale sur le nuage atomique confiné dans le piége dipolaire fortement
focalisé. La position de Uobjectif Oz formant U'image sur la caméra est variée par une translation, et U'on mesure
la taille moyenne et la densité optique du nuage. La présence d’'un minimum sur les tailles et d’'un maximum sur
la densité optique signale que l'imagerie est au point.

mesurée est maximale, et la taille minimale, signalant que I'imagerie est au point. On
peut noter que la courbe obtenue pour ces deux grandeurs est nettement asymétrique,
par un effet de lentille créé par le nuage atomique trés dense [195].

Une autre méthode d’imagerie utilisable avec notre dispositif est la collecte de la
fluorescence émise par les atomes s’ils sont éclairés par une mélasse optique. La grande
ouverture numérique de I'objectif assure alors un angle solide de collection €levé. C’est
cette méthode qui sera préférée pour réaliser un comptage précis des atomes (voir §7.3).

7.2 Condensation dans le piége fortement focalisé

7.2.1 Transfert évaporatif depuis le piége croisé

La mise en place de ce dispositif expérimental nous permet de disposer d’'une ima-
gerie d’excellente résolution, ainsi que d'un piege dipolaire dimple d’extension bien plus
faible que le piége croisé, dans lequel nous voulons transférer les atomes. Il est bien star
impossible de le faire depuis le PMO directement, car la profondeur du dimple est bien
trop faible, et il est trés anisotrope. En revanche, les atomes pré-refroidis dans le piége
croisé lors de la phase d’évaporation décrite dans le chapitre précédent sont assez froids
pour se trouver piégés dans le dimple, avec des fréquences bien plus grandes que celles
du piege croisé décomprimé.

La solution la plus simple consisterait a refroidir les atomes en abaissant la pro-
fondeur du piége croisé, puis a allumer le dimple pour y transférer ces atomes. Si I'on
consideére l'expression de la densité dans I'espace des phases d'un gaz dans un piege
harmonique tridimensionnel de fréquence moyenne & (voir annexe D) :

— 3
D=N (lmh“;) , (7.1)
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avec N le nombre d’atomes et 7' la température, on voit que 'augmentation isotherme
des fréquences de piégeage, méme si elle n’est que bidimensionnelle dans le cas du
dimple, permet un gain rapide en densité dans 'espace des phases. Cependant, l'aug-
mentation de la fréquence d’'un piége en conservant sa nature harmonique ne saurait
occasionner d’augmentation de la densité d’espace des phases. Dans le cas du passage
brutal d’'une fréquence w; a wy > wi, 'énergie potentielle supplémentaire est convertie
en augmentation de la température, et hw/kgT augmente2 comme Wy /. L'ajout adia-
batique de la fréquence de piégeage laisse la densité dans l'espace des phases inchan-
gée, car I'entropie du systéme proportionnelle a (kg7 /h@)* est par définition maintenue
constante [196].

Il a en revanche été démontré expérimentalement qu'un changement adiabatique sur
la forme du potentiel de piégeage pouvait permettre d’augmenter la densité dans I'espace
des phases et d’aboutir a la condensation [197, 198]. Dans notre cas, nous combinons
cette idée de déformation du piége avec le principe du refroidissement par évapora-
tion pour profiter du confinement élevée du dimple tout en conservant le bénéfice du
refroidissement dans le piége croisé. Cela est possible car en présence du dimple, les
atomes qui s’y trouvent thermalisent avec ceux du piége croisé, mais avec une densité
plus importante du fait du confinement [voir Fig. 7.5 (a)]. Nous employons la séquence
de transfert décrite dans la figure 7.5 (b), similaire a celle présentée dans [188, 199].
Considérons d’abord la premiére étape de la séquence, durant 1 s. La rampe d’évapora-
tion réalisée sur la profondeur du piege croisé est inchangée par rapport a celle présen-
tée dans le chapitre précédent, proportionnelle & (1 + ¢/Tevap) ~ VP, avec Tevap = 37 MS
et evap=1.2 (voir §6.5.3). Le dimple est quant a lui présent dés le début de I'évaporation,
a sa puissance maximale.

Afin d’évaluer la quantité d’atomes transférés depuis le piége croisé dans le dimple
au cours du temps, nous coupons le premier tout en maintenant le second pendant
2.8 ms, puis nous prenons une image et comptons les atomes présents. Les atomes
confinés dans le piége croisé ayant eu un temps d’expansion suffisant pour posséder
une densité optique négligeable (~ 0.1), seuls les atomes confinés dans le dimple sont
comptés. Les résultats de cette mesure sont présentés sur la figure 7.6. On observe
une croissance du rapport entre le nombre d’atomes Np présents dans le dimple et le
nombre d’atomes total N. Ainsi, aprés la premiére seconde de la séquence d’évaporation,
la quasi-totalité des atomes se trouvent bien dans le dimple, fortement confinés. Par
rapport a la séquence sans dimple, a la fin de la phase de transfert, nous avons conservé
~ 50% des atomes, ce qui a peu d’effet sur la densité dans I'espace des phases comparé
au gain en densité spatiale [Eq. (7.1)]. Mais qu’en est-il de la température ?

Pour répondre a cette question, nous avons mesuré de la méme maniére que pour le
piege dipolaire croisé seul (voir Ch. 6) I’évolution du nombre d’atomes total (piege croisé
et dimple), de la température et de la densité dans I'espace des phases en fonction du
temps. Les résultats sont présentés sur la figure 7.7. Si I'on considére la premiére se-
conde de I'évolution, on constate que la température en présence (cercle) et en I'absence

2. On pourra par exemple écrire que si la fréquence change instantanément, I'énergie potentielle vaut alors
d'apres le théoréme d'équipartition (3/2)masz(kgTi/m?) = (3/2)kpTs, avec Ti et T» les températures avant
et apres le changement de fréquence respectivement.
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FIGURE 7.5. (a) : Principe de fonctionnement du chargement par évaporation du dimple. Tandis que la profon-
deur du piége croisé (fréquence moyenne g, température T) est abaissée, les atomes s’accumulent au fond du
dimple avec une densité importante (fréquence moyenne wp, température Tp). Ils sont en contact avec les atomes
du piége croisé et la température dans les deux zones est la méme (I' = Tp). Les atomes sont ainst transférés
dans le dimple tout en faisant augmenter la densité dans Uespace des phases. (b) : Séquence expérimentale de
refroidissement par évaporation impliquant le piége dipolaire croisé et le piége dimple. La puissance du premier
est abaissée selon la méme rampe que précédemment, en (1 + t/Tevap) ~ *eVaP, AVEC Tevap = 37 ms €t devap=1.2
(voir §6.5.3). La puissance du dimple est maintenue constate a son maximum pour son chargement, puis elle est
abaissée avec une rampe exponentielle jusqu'a ~ 1% de sa valeur.
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FIGURE 7.6. Chargement par évaporation du piége dimple a partir des atomes du piége dipolaire croisé. Alors
que la profondeur de celui-ci est abaissé, le rapport entre le nombre d’atomes (Np) confinés dans le dimple et le
nombre total d’atomes N augmente. Au bout d’'une seconde, la quasi-totalité des atomes dont nous disposons
sont confinés dans le dimple.
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(étoile) du dimple évolue de la méme maniére. Le dimple n’a donc pas eu d’effet sur la
température. Ainsi, par rapport a la situation du chapitre précédent, nous avons donc
transféré une grande partie des atomes, tout en conservant leur température. L'effet des
fréquences élevées du dimple se fait alors sentir sur la densité dans 'espace des phases
[Eq. (7.1)], qui augmente ainsi d'un facteur ~ 100. Apreés cette phase que I'on peut quali-
fier de “chargement par évaporation” du dimple, nous disposons donc de 3 x 10* atomes,
avec une densité dans 'espace des phases de ~ 0.4.

7.2.2 Evolution de la densité dans 1’espace des phases

Le seuil de condensation est maintenant proche. Pour pouvoir le traverser, nous
abaissons la profondeur du dimple, en diminuant la profondeur du laser correspondant
[voir Fig. 7.5 (b)]. La profondeur du piege est alors divisée par ~ 100 en 2 s, selon une
rampe exponentielle. Rapidement, le confinement assuré par le dimple selon l'axe z
vertical devient trop faible pour compenser la gravité, et ce confinement est assuré par
le piége croisé. En revanche, dans les deux autres directions, le confinement du dimple
domine. Les effets de cette rampe d’évaporation sur les parameétres du nuage atomique
sont visibles sur la figure 7.7. On observe I'évolution attendue pour un refroidissement
par évaporation, avec une diminution du nombre d’atomes et de la température, tandis
que la densité dans I'espace des phases augmente. Cette évolution est a comparer au
cas du piége croisé seul, ou 'on constate une stagnation de I'ensemble des parameétres
du nuage, signe de l'inefficacité de I'évaporation dans ce cas.

Nous avons utilisé la simulation numérique présentée dans le chapitre précédent
pour tenter de reproduire cette évolution, apres la premiére seconde de chargement du
dimple. Les résultats fournis par cette simulation sont tracés en trait continu sur la
figure 7.7. Un excellent accord est obtenu sur les trois parameétres du nuage tracés.
Cela confirme les choix réalisés pour la description de I'évaporation, notamment celle
du phénomeéne de déversement (voir §6.5.1).

Autour de 2 s, le seuil de condensation (ligne tiretée horizontale) est atteint. Cela est
bien visible sur le profil du nuage atomique. Pour le mettre en évidence, nous prenons
des images par absorption du gaz, en intégrant selon la ligne de visée verticale z du
faisceau sonde. Nous avons représenté sur la figure 7.8 une coupe du nuage dans I'une
des deux directions transverses (z) du dimple, en trois temps de la rampe d’évaporation,
apres 1 ms de temps de vol. On observe alors des 2 s I'apparition d’'une structure plus
piquée au centre du profil d’ordinaire gaussien, signe de I'apparition d'un condensat de
Bose-Einstein. Cette structure devient de plus en plus importante au fur et a mesure
que la puissance du dimple est abaissée et que la densité dans l'espace des phases
augmente.

Pour caractériser quantitativement cette évolution, nous modélisons la densité inté-
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FIGURE 7.7. Refroidissement par évaporation sous leffet combiné de lU'abaissement de la température du
piege dipolaire croisé et du piége focalisé dimple. Le nombre d’atomes total N, la température T et la densité
dans l'espace des phases du nuage sont tracés en fonction du temps. Les cercles représentent les données

prises en présence du dimple, tandis que les étoiles correspondent au cas sans dimple, déja présenté dans

la figure 6.11. La ligne tiretée verticale marque linstant ot 'abaissement de la profondeur du dimple débute.

La ligne tiretée horizontale marque le seuil de condensation. La ligne continue représente les résultats de la

simulation numérique du refroidissement par évaporation présentée dans le chapitre 6, ici menée pour décrire
Uabaissement de la profondeur du dimple. Le comportement des trois grandeurs tracées est bien reproduit.
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FIGURE 7.8. Coupe selon lU'axe x du profil du nuage atomique aprés un temps de vol de 1 ms, a différents
instants du refroidissement par évaporation. Un ajustement bimodal est réalisé, la courbe tracée en rouge suivant
le profil d’'un condensat de Ny dans U'approximation de Thomas-Fermi, tandis que la courbe tracée en noir ajuste
le piédestal thermique par une fonction de Bose avec une fugacité égale a 1. A 2s, la densité dans Uespace des
phases est de Uordre de 1, et un condensat apparait a peine. La fraction condensée (No/N) augmente ensuite a
2.5 s et 3 s, pour atteindre alors ~ 90%.

grée n(z,y) du nuage partiellement condensé par le profil suivant [59] :

97 3/2

2
n(x,y) = max < np(0) |1 — (:c) - <y> ,0
0,0 0y,0

2 2
+ 7 (0) g2 4 exp —( x ) —< y ) . (7.2)

Oz, th Oy.th

Le premier terme désigne le condensat dans la limite de Thomas-Fermi, avec 70(0) sa
densité intégrée au centre du piege et o, et o, ses tailles dans les deux directions
transverses. Le second terme désigne le gaz thermique, avec sa densité au centre du
piege 741, (0) et ses tailles o, ¢, et oy n. que I'on modélise par un gaz thermique idéal
saturé (fugacité égale a 1). La distribution employée est alors une fonction de la famille
des fonctions polylogarithmes g¢,(z) = 2;;05’ 2! /1*. A partir de cette expression, nous
pouvons réaliser un ajustement bidimensionnel, ot tous ces parameétres sont libres.
Cependant, nous ne prenons pas des images in situ, mais aprés un temps de vol. Les
tailles et la densité au centre ajustées sont donc celles du gaz aprés expansion. L'ajus-
tement effectué apparait sur les coupes de la figure 7.8 sous la forme de deux courbes,
I'une décrivant le profil du gaz thermique (en noir), I'autre décrivant le profil du conden-
sat (en rouge).

En premier lieu, un ajustement bimodal de ce type permet de déterminer la tempé-
rature du condensat. En effet, bien que le gaz soit partiellement condensé, il permet
de déterminer les tailles du nuage thermique seul et la méme méthode que dans le cas
du gaz non dégénéré s’applique. C’est de cette maniére que nous avons procédé pour
estimer la température du gaz au-dela du seuil de condensation sur la figure 7.7.
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FIGURE 7.9. Fraction condensée tracée en fonction de la température, ramenée a la température critique de
condensation T, du gaz parfait. Les données présentées ont été déduites de mesures apres un temps de col (TdV)
de 1.5 ms (losange) et de 2 ms (étoile). Les prédictions de deux modeéles analytiques sont également représentées.
En trait pointillé, la fraction condensée dans le cas sans interaction [Eq. (7.4)]. En trait plein, la fraction condensée
en prenant en compte une correction due aux interactions au premier ordre en p/kgTec (Eq. (7.5),[200]).

7.2.3 Mesure de la fraction condensée

L’autre information importante que l'on peut extraire de l'ajustement bimodal du
profil du nuage est la fraction condensée. En effet, I'intégration de chacun des modes
permet de déterminer la part relative des atomes du condensat (/Vy) et de ceux du gaz
thermique. Un exemple en est donné sur la figure 7.8, ou la fraction condensée est
calculée pour les trois instants représentés. On constate ainsi que 'on parvient a la fin
de la phase de refroidissement a un condensat quasi-pur (~ 90%). Nous avons procédé
a la mesure systématique de la fraction condensée Ny /N en fonction du temps dans la
phase de refroidissement, que nous avons retranscrite en fonction de la température.
Pour pouvoir comparer ces mesures aux modéles connus, nous rapportons alors cette
température a la température critique de transition 7. pour un gaz idéal dans un piége
harmonique (voir Sec. 1.1)

N\ /3
kT, = his , 73
b (393(1)> 73

ou le facteur 3 sur le nombre d’atomes prend en compte la nature spinorielle du conden-
sat. La fraction condensée en fonction de 7'/T. est représentée sur la figure 7.9. Les
données représentées ont été obtenues avec des séries de mesures prises aprés 1.5 ms
(losanges) et 2 ms (étoiles) de temps de vol, afin de vérifier I'indépendance par rapport
au temps de vol de la fraction condensée et de la température mesurée. Celle-ci s’avére
bien vérifiée au-dela de la milliseconde.

Afin d’analyser ces données nous les avons comparées a deux modeéles analytiques.
Le premier est simplement celui de la transition sans interaction, pour laquelle la frac-
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tion condensée suit la relation simple (voir §1.1) :

No T\?

Celle-ci est représentée en traits pointillés sur la figure 7.9, et I'on constate qu’elle ne
reproduit pas les mesures expérimentales. Le second modé¢le analytique considéré est
issu de [200]. 1l s’agit d'un modele de Hartree-Fock [201, 202] semi-idéal, pour lequel
le potentiel vu par le gaz thermique est modifié par le terme d’interaction de champ
moyen 2gno(r), tandis que l'effet du gaz thermique sur le condensat est négligé. Une
expression analytique de la fraction condensée est alors donnée en tenant compte de
I'effet des interactions sur le gaz thermique au premier ordre en p (1 < kpTe) :

2/5
No _ _(T)3_ po_ga(1) (T) 1_<T>3 7.5
N Tc kBTc 93(1) TC Tc ’
avec o le potentiel chimique dans la limite de Thomas-Fermi calculé pour N = Ny [53],
2/5
_ @ 15N0a (7 6)
e \Ume ) '

Ce second modeéle analytique semble bien décrire les données pour des températures
intermédiaires entre 7. et les trés basses températures. Le voisinage de 7. est mal dé-
crit par ce modeéle, ce qui attendu car les interactions réciproques du gaz thermique sur
le condensat doivent alors étre prises en compte [200]. L’accord sur une gamme de tem-
pérature importante confirme cependant notre capacité a estimer la fraction condensée
d'une part, et a mesurer de maniére précise la température du condensat d’autre part.

7.3 Imagerie par fluorescence

Nous avons maintenant bien caractérisé la transition vers un condensat de Bose-
Einstein dans notre expérience, et détaillé I'obtention d'un gaz dégénéré quasi-pur au
sein du piege dimple. Une mesure de la durée de vie du condensat dans ce piége conduit
a une décroissance du nombre d’atomes a 1/e de 10 s, qui nous laisse le temps de réali-
ser les expériences que nous avons envisagées dans la premiére partie. Celles-ci néces-
sitent le comptage des atomes avec une précision importante, a I'unité prés dans le cas
d'un état maximalement corrélé, pour mettre en évidence une réduction des fluctua-
tions du nombre d’atomes piégés. La technique envisagée pour réaliser cette détection
est I'imagerie par fluorescence des atomes éclairés par une mélasse optique [203].
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7.3.1 Nuage atomique dans une mélasse optique

Pour observer la fluorescence des atomes, ils sont éclairés par les six faisceaux du
PMO, toujours décalés sur le rouge de la transition atomique. Ces faisceaux forment
une mélasse optique, qui a trois effets sur le nuage atomique.

Fluorescence de photons

Tout d’abord, les atomes diffusent des photons, qui sont en partie collectés par le
systéme d’imagerie. Le taux de photons I's émis par atome dans l'approximation d'un
atome a deux niveaux est donné par [129] :

I' s
Iy = — 7.7
STo1+s (7.7)

avec s le parametre de saturation

o= — e (7.8)
1+ (2(5M/F)2

ou dy; est le décalage en fréquence de la mélasse par rapport a la résonance atomique.

Seule une partie de ces photons est collectée par le systéme d’imagerie, la fraction de

I'espace observée valant ~ 912\1 A/4, avec Ona = 0.33 I'ouverture numérique de l'objectif.

Enfin, I'efficacité quantique de la caméra est de l'ordre de 7. = 90%. En combinant ces

résultats, on peut écrire que le flux de photons détecté par atome sur la caméra est

D, = nbiaTs/4. (7.9)

Pour un décalage de la mélasse valant —I' et une intensité totale pour les six faisceaux de
31, ce qui constitue nos parameétres expérimentaux typiques, on a ®, = 4.4 x 10° s~1.

Immobilisation du centre de masse

La meélasse fige le centre de masse des atomes du fait de la force de friction qu’elle
exerce. Ce mécanisme s’effectue avec une constante de temps pour le refroidissement
Doppler [203]

ho 163 +T%/4

= 7.10
2Brees 2omll (7.10)

™

avec Fie. I'énergie de recul d’'un atome émettant un photon de la mélasse. Pour les
parameétres de mélasse considérés plus haut, ce temps est de l'ordre de 70 us. Cela
permet de conserver et d’observer les atomes pendant des temps trés importants (>
10 ms).
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Diffusion

Enfin, la mélasse induit une marche aléatoire pour les atomes qui entraine une dif-
fusion spatiale. Cet effet de diffusion a été traité dans [204], o1 une expression du
coefficient de diffusion D, associé au refroidissement sub-Doppler est donnée en fonc-
tion de dy; dans le cas unidimensionnel. Le minimum théorique de D, dérivé de cette
expression vaut D;nin ~ 26 h/m ~ 0.1 mm? s~!. Des résultats expérimentaux sur le
rubidium y sont également présentés, révélant la présence d'un minimum du coefficient
de diffusion pour un déplacement lumineux du a la mélasse hs|dy| ~ 0.05 AL, et valant
80 /i/m, soit du méme ordre de grandeur que le minimum théorique.

Nous avons réalisé des mesures de coefficients de diffusion sur notre systéme. Pour
cela, nous relachons le condensat, et allumons une mélasse avec une intensité totale
pour les six faisceaux valant ~ 3, pour plusieurs valeurs possibles de §y;. Nous
collectons les photons €émis sur la caméra pendant toute la durée de la mélasse t);, que
nous faisons varier de 0 & 10 ms. On obtient ainsi une image du nuage diffusant sous
l'effet de la mélasse intégrée pendant le temps tyr. Ainsi, si 'on suppose qu'a chaque
instant la densité n); du nuage intégrée selon z prend la forme :

a:2 _ i’J2

- 2 2
v (z,y, tm) = Ne *0eTiPrim 205,740y (7.11)

avec N une constante de normalisation au nombre d’atomes total NV, le profil de I'image
collectée la caméra pendant le temps ) est donc proportionnel a :

tm
I(z,y,tm) = / dt an(z,y,t). (7.12)
0

Dans la suite, nous allons supposer que nous considérons des temps de mélasse suffi-
samment longs pour négliger les tailles initiales du nuage, ce qui est possible si 2Dty >
a&x (de méme dans la direction y). Pour des coefficients de diffusion de I'ordre de D"
et des tailles initiales de ~ 5 um, cela est vrai pour #); > 100 us. Dans ce cas, l'intégrale
I se calcule analytiquement pour donner

I,y t) = N [0 = (&2 4+ %) T (0,22 +77) | (7.13)

ou 'on a posé & = z/\/4D,ty et § = x/\/4Dytyr. et ou T'(0,2) = [“dt e™'/t est une
fonction gamma incompléte standard [54].

Nous pouvons nous servir de cette expression pour ajuster les profils que nous ob-
servons sur la cameéra, et en déduire les coefficients D, et D,. Deux exemples de ces
ajustements sont donnés sur la figure 7.10 (a) pour une coupe selon la direction z,
apres des temps de mélasse t); de 2 ms et 4 ms (0 = —2I). L'ajustement est satisfai-
sant, et dans I'exemple donné conduit a un coefficient D, = 120 i/m. Si I'on ne prend
pas en compte l'intégration et que 'on ajuste directement le profil par une gaussienne
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FIGURE 7.10. (a) : Coupes selon U'axe x d’images obtenues par une imagerie selon l'axe z, en collectant les
photons diffusés par un nuage dans une mélasse optique pendant un temps t\;. L'intensité totale des six fais-
ceaux vaut 3lsat, et le désaccord dy; = —2I". Ces profils sont qjustés par Uexpression (7.13), et conduisent a un
coefficient de diffusion D, = 120 h/m. (b) : Coefficients de diffusion (en unité de h/m) par une mélasse optique
dans les directions z et y en fonction du désaccord (en unité de I'). Le minimum vaut ~ 105 h/m et correspond &
om = —2.5T.

de taille 4D,t, cela conduit a une erreur importante, avec un facteur ~ 2 en moins sur
le coefficient de diffusion.

Les coefficients de diffusion D, et D, ainsi déterminés sont tracés sur la figure 7.10 (b),
en fonction du désaccord dy;. Un minimum D, ~ D, ~ 105 h/m est observé pour
o = —2.5 T', ce qui pour l'intensité des lasers utilisée correspond a un déplacement
lumineux de 0.05 Al'. Ces mesures sont donc en accord avec les résultats présentés
dans [204]. On observe également une augmentation nette du coefficient de diffusion en
s’approchant de la résonance, le mécanisme de refroidissement Sisyphe devenant peu
efficace. Les coefficients de diffusion obtenus lorsque 'on ne prend en compte que le
refroidissement Doppler sont en effet plus élevés de plusieurs ordres de grandeur [204].

7.3.2 Comptage des atomes par fluorescence

Méme en se placant au voisinage du minimum de diffusion, ce processus nuit au
comptage précis du nombre d’atomes. En effet, plus le temps de diffusion est long, plus
le signal s’étale sur un nombre de pixels important sur la caméra. Or a chaque pixel
correspondent des fluctuations intrinséques, avec un écart-type noté np, qui corres-
pondent aux bruits de lecture et d’obscurité de la caméra, présents méme en 'absence
de signal, auxquels s’ajoute la lumiere parasite collectée par le systéme d’'imagerie. Le
bruit total récupéré est alors proportionnel au nombre de pixels NV, sur lesquels le si-
gnal est distribué. Si le nuage posséde un profil gaussien avec une taille \/o3 + 2Dty
(supposée isotrope pour simplifier), ce bruit vaut donc

21 (08 + 2Dy t\)

, (7.14)
(op/7)?

Ap =npNp =ng
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avec (0p,/7)? laire d'un pixel dans l'espace réel, o, étant la taille dun pixel et v le
grandissement du systéme d’imagerie. Cette expression est valable tant que l'aire du
nuage sur la caméra occupe plus d'un pixel. Cela borne inférieurement ~ par la valeur

9p

. 7.15
V27 (02 + 2D, ty) [ )

Ymin =

Si I'on prend « en dessous de cette limite, Ap conserve la valeur prise en 7 = Ypin.

L’autre source principale de bruit est liée au signal lui-méme. Si 'on suppose que
I’émission de N ®.t)\; photons par le nuage est un processus poisonnien, les fluctuations
a prendre en compte ont un écart-type valant (bruit de grenaille optique) :

Aph =/ N t\. (7.16)

Ces deux sources de bruit sur le nombre de photons collectés étant supposées indé-

/2 pour pouvoir compter

pendantes, le bruit total a prendre en compte est (A2D + Agh)
les atomes a 'unité pres, celui-ci doit étre inférieur au nombre de photons collectés pour

un seul atome, ®.t);. Nous nous intéressons donc au rapport suivant :

<I)ctM
= . 7.17
gph (AQD + Af)h)l/Q [ )
Il n’est pas difficile de voir que ce rapport est d’autant plus grand que le grandissement
~ est faible. On a donc intérét a choisir v = ypin en fonction du temps de mélasse ty
utilisé : la situation la plus favorable pour le comptage est de ramener toute I'information
sur un seul pixel. Le rapport &}, prend alors la valeur maximale

MY
(03 + NOcty)' /2

Eph = (7.18)

ou l'on voit que le dénominateur est réduit au bruit de grenaille, au bruit d'un pixel
prés. Nous avons représenté sur la figure 7.11 (a) ce rapport maximal éph en fonction de
tm, pour différents nombres d’atomes. Ces grandeurs sont calculées pour une mélasse
désaccordée de y; = I, et une intensité totale I = 31;,¢. Le flux de photons collectés par
atome est alors ®. = 4.4 x 10° s~!, pour un coefficient de diffusion de D, ~ 200 h/m =
0.76 mm? s~!, ce qui constitue un bon compromis entre fluorescence de photons et
diffusion. La taille initiale du nuage est prise comme oy = 5 pum. Le bruit par pixel de
la caméra a été déterminé a partir d'une étude statistique sur des images sans signal
atomique comme np ~ 4. Enfin, la taille des pixels de la caméra est o, = 13 um. On
constate que si I'on autorise des grandissements arbitrairement faibles, la détection a
un atome pres est toujours possible en ramenant I'image du nuage sur un pixel unique
tout en utilisant des temps de mélasse importants, en supposant qu'aucun atome du
nuage ne soit perdu pendant ce temps.
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FIGURE 7.11. (a) : Rapport signal sur bruit pour la détection d’'un atome fph en utilisant un grandissement
minimal ymin permettant de ramener l'image du nuage sur pixel unique [Eq. (7.18)], tracé en fonction du temps
de mélasse ty;. La mélasse considérée est désaccordée de oy = I', avec une intensité totale I = 31s,¢. Le résultat
est représenté pour des nombres d’atomes a détecter N = 10 (en noir), N = 50 (en bleu) et N = 100 (en rouge).
(b) : En noir, nombre d’atomes pour lequel on a gph = 3 (pris comume critére de détectabilité & un atome prés), en
JSonction du temps de mélasse t\;. En rouge, réduction du systéme d’imagerie (1/vmin) nécessaire a U'obtention
du nombre tracé en noir, pour un temps t\; donné.

Nous avons évalué la validité de cette derniére hypothése en considérant les pertes
dues aux collisions assistées par la lumieére dans la mélasse optique. Celles-ci en-
gendrent une décroissance du nombre d’atomes avec une constante de temps Sgn, ou n

3 71 mesuré dans [154]

est la densité atomique et ot1 nous avons pris 3y = 4 x 1071 cm
pour le sodium pour des paramétres des faisceaux similaires aux noétres. En estimant
la densité initiale du nuage comme n = N/(2703)%?, cela conduit a une constante
de temps de 500 ms, correspondant a une perte de moins de un atome pour 2 ms de

mélasse.

Cependant, le grandissement nécessaire pour atteindre éph est d’autant plus faible
que le nombre d’atomes est important, pour un temps de mélasse de plus en plus
long. En fixant par exemple le critére éph = 3 comme seuil de détection a un atome
prés, nous avons tracé sur la figure 7.11 (b) le nombre d’atomes détectables avec ce
critere en fonction du temps de mélasse tyr, avec la réduction de I'imagerie (1 / Ymin)
correspondant. Pour le comptage des atomes dans un nuage unique, la seule limite au
nombre d’atomes détectables avec la précision désirée réside donc dans la capacité a
réaliser la réduction correspondante avec I'imagerie. Dans le cas du comptage d’atomes
dans trois nuages distincts selon leur état de spin, la réduction possible va connaitre
une limite supplémentaire, liée a la faible séparation spatiale des nuages a imager.

7.3.3 Condensats spinoriels

Dans le chapitre 2, nous avons étudié la possibilité de former des corrélations entre
les différentes composantes d'un condensat de Bose-Einstein spinoriel. Afin de mettre
en évidence ces corrélations, il est nécessaire de compter les atomes dans chacune
de ces composantes. La solution la plus naturelle pour faire cela est de réaliser une
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FIGURE 7.12. Image obtenue par absorption aprés séparation des différentes composantes de spin présentes
dans le condensat par une expérience de Stern-Gerlach, avec un gradient créé par les bobines du PMO (axe fort
selon z). Ici, le condensat est presque totalement polarisé, et la population des deux autres états est donc faible.

expérience de Stern-Gerlach sur le condensat, une fois I'état quantique corrélé formé.
Pour cela, le piége confinant les atomes est coupé, et le gradient de champ magnétique
créé par les bobines du PMO est allumé pour quelques millisecondes, ce qui accélere
les atomes et leur confére une vitesse dépendante de leur état de spin. Les atomes dans
les états de spin | + 1) et | — 1) se déplacent dans des directions opposées le long de
l'axe fort du gradient, tandis que les atomes dans | 0) ne sont pas affectés. On attend
ensuite un temps tg pour que les atomes soit séparés spatialement. Si I'on prend une
image par absorption, on obtient un résultat tel que celui représenté sur la figure 7.12
pour tg = 3 ms, avec une séparation entre composantes de l'ordre de [y ~ 100 pm.
L’intégration de la densité colonne pour chacun des trois nuages permet de déterminer
les populations des composantes de spin. Dans 'exemple donné, le condensat est quasi-
polarisé, 80% des atomes se trouvant dans | + 1).

Notre capacité a séparer les trois nuages pour pouvoir discriminer avec certitude
I'état de spin de chaque atome dépend du temps pendant lequel ils sont accélérés sous
leffet du gradient de champ, et du temps pendant lequel on laisse les composantes de
spin se séparer. Pour un temps de vol ¢t = 3 ms aprés une impulsion de gradient de
2 ms a 15 G cm™!, nous avons calculé que la séparation entre deux composantes était
de l'ordre de lg = 400 pm.

Cette séparation des composantes de spin pose une limite a la réduction applicable
sur I'image, et par conséquent, comme nous l'avons vu, au nombre d’atomes pour lequel
un comptage a l'unité prés est possible. En effet, pour mettre en évidence les fluctua-
tions réduites des différentes populations des états de spin, il faut impérativement que
les nuages restent suffisamment distincts sur I'image prise par la caméra pour pou-
voir attribuer chaque atome au nuage correspondant a son état de spin. Ainsi, si 'on se
place dans le cas le plus favorable ot I'image de chaque nuage est ramenée sur un pixel,
une condition minimale est I'existence d'un pixel sans signal entre chacun des pixels
ou les atomes sont imagés. Cela pose une limite supplémentaire sur le grandissement
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minimal que 'on peut adopter :

%p
vy > Ymin,S = I . (719)
S

Pour les valeurs données ici, un grandissement 1/10 parait raisonnable. D'apreés les
calculs présentés sur la figure 7.11 (b), cela permet d'imager des condensats spinoriels
de ~ 90 atomes, nombre compatible avec les expériences envisagées.

Plusieurs ameéliorations du systéme expérimental sont envisageables pour repousser
plus loin cette limite :

— Une partie de la réduction de I'image peut étre réalisée de maniere électronique en
lisant plusieurs pixels a la fois. Des mesures permettant de déterminer si le bruit
demeure du méme ordre que pour un pixel unique sont en cours.

— Le bruit par pixel ngp = 4 mesuré sur notre systéme est significativement plus élevé
que le chiffre spécifié par le constructeur (ng = 2.5), et nous pouvons donc espérer
abaisser ce bruit en travaillant sur la réjection de la lumiére parasite (par ex. en
travaillant sur le filtrage spatial).

— L'utilisation de faisceaux de meélasse plus petits nous permettrait des intensités
plus importantes avec la méme puissance laser, dans l'espoir d’augmenter ®.. I1
faut prendre garde a ne pas trop augmenter le coefficient de diffusion, mais un
facteur 2 sur ®. est par exemple envisageable.

7.4 Vers piége avec un unique état lié

Notre capacité au comptage d’atomes étant caractérisée, la prochaine étape expéri-
mentale majeure sera la mise en place d'un piége optique possédant un unique état
lié. Comme nous l'avons vu, nous n’avons pas encore pu travailler avec un piege di-
polaire focalisé a seulement 2 pm (rayon a 1/ e?), comme il en est question dans le
chapitre 1. Nous avons cependant vérifié que notre objectif permettait une telle focalisa-
tion (voir Table 7.1). Il sera alors indispensable de disposer d'une source de confinement
dans l'axe vertical, pour compenser la gravité. Notre solution est d'utiliser un faisceau
dans un mode de Hermite-Gauss trés anisotrope. Etant donné que ce faisceau laisse
(contrairement au piége croisé) les atomes libres dans les directions horizontales, cela
nous permet également de les maintenir pendant 'expansion dans une expérience de
Stern-Gerlach. Les temps de séparation des composantes de spin peuvent alors étre
importants, sans que les atomes ne sortent de la profondeur de champ de l'objectif.

Nous avons pu produire des faisceaux de 500 mW dans un mode de Hermite-Gauss
a 532 nm. Sortant d'une fibre optique, le faisceau traverse une lame de phase qui lui
imprime un déphasage. Il est ensuite focalisé par deux lentilles cylindriques de focales
différentes, ce qui se traduit dans le plan de Fourier aprés focalisation par une modifica-
tion de son profil en un profil proche de celui d'un mode spatial de Hermite-Gauss [205],



204 Ch. 7. CONDENSAT DE BOSE-EINSTEIN DANS UN MICRO-PIEGE OPTIQUE

10000

~ 100 pym 8000 ¢
‘o

=, 60001
Ve

@ 4000t
~ 10 pm é
£

2000 ¢

O L L L L L L L A)
0 20 40 60 80 100 120 140 160
Position [pm]

FIGURE 7.13. A gauche, faisceau en son col possédant un profil de type Hermite-Gauss aprés passage &
travers une lame de phase et focalisation par deux lentilles cylindriques de focales différentes. Les rayons

a 1/e? mesurés sont de 100 ym dans la direction la moins focalisée et 10 um dans lUautre. Le rapport entre
lintensité au centre et celle au niveau d’'un maximum d’intensité est de 0.08%.

tout en produisant un faisceau anisotrope :

2

1 Z2
Hgo) — S (= o (7.20)
Y TWyW, \ Wy 7 ‘

avec Py la puissance du laser a 532 nm, w, le rayon a 1/e? au foyer dans la direction
verticale et w, celui dans l'autre direction transverse a la propagation du faisceau. La
fréquence de piégeage dans la direction verticale s’exprime alors :

2402 r PV
YuV A s A wiw,’ (7.21)
0 zY

ou wqg désigne la fréquence de résonance du sodium et A la différence entre wy et la
fréquence du laser (voir §6.2.1).

Une image d'un tel faisceau obtenu expérimentalement est représentée sur la fi-
gure 7.13. Le rayon a 1/¢? au foyer est de wy = 100 ym dans la direction horizontale et
w, = 10 pm dans la direction verticale. On peut ainsi calculer une profondeur du piége
dans la direction verticale de l'ordre de 13 pK, soit bien plus importante que la gravité
(mgw, ~ 0.3 uK), et une fréquence de piégeage vertical de w, v /27 = 3.6 kHz. Une coupe
de ce faisceau dans la direction la plus focalisée révele un rapport entre l'intensité au
centre et au niveau d'un maximum inférieure a 0.1%. Cela est capital car ce faisceau
n’'est pas trés €loigné de la résonance atomique, le chauffage par émission spontanée
peut donc étre important (voir §1.5.2). Avec une telle noirceur au centre, et en consi-
dérant que les atomes restent confinés dans cette zone d’intensité faible, ce taux de
chauffage reste inférieur a ~ 10 nK s~! au centre du piége (correspondant a un taux
d’émission spontanée de 3 x 1073 s71).



7.5. CONCLUSION 205

7.5 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons vu comment l'utilisation d’'un objectif de microscope
avec une grande ouverture numeérique permettait la focalisation d'un laser de piégeage
et la réalisation d'une imagerie de haute résolution. La conception de cet objectif ainsi
que ces performances ont été détaillées. Nous avons ensuite présenté une séquence ex-
périmentale de refroidissement par évaporation mettant en jeu le piége dipolaire focalisé
par l'objectif, qui permet de compenser 'abaissement des fréquences de confinement
du piége dipolaire croisé, tout en conservant les bénéfices du refroidissement préalable
dans celui-ci. Ainsi, nous pouvons obtenir un condensat de Bose-Einstein de ~ 10%
atomes (quelques milliers pour un condensat quasi-pur). L'obtention de ce condensat
d'un petit nombre d’atomes dans un piége dipolaire optique fortement focalisé réalise
I'objectif premier de ce travail de thése. La séquence d’évaporation permettant son ob-
tention a été étudiée, notamment en la comparant avec succés a notre modeéle numé-
rique de refroidissement par évaporation présenté dans le chapitre précédent.

A partir de ce condensat, des expériences mettant en jeu les concepts théoriques
présentés dans la premiére partie peuvent étre menées. Le comptage des atomes par
fluorescence a I'unité prés en fonction de leur état de spin a pour cela été estimé comme
étant réalisable pour des nombres d’atomes N < 90. La réalisation d'un piége dipolaire
encore plus focalisé, et la mise en place d'un confinement permettant de compenser la
gravité sont des étapes futures dont les résultats préliminaires ont été rapportés.






Conclusion

Nous avons présenté dans ce mémoire le travail réalisé pour la conception, la construc-
tion et I'’étude d’'une nouvelle expérience portant sur les condensats de Bose-Einstein de
sodium et visant la formation d’états spinoriels fortement corrélés.

Dans le chapitre 1 nous avons présenté I'étude théorique du systéme formé par
un condensat dans un piége unidimensionnel de profondeur finie. Nous avons démon-
tré l'existence inconditionnelle d'un état li€ dans un tel piége, et calculé numérique-
ment I'état fondamental et les excitations du condensat dans 'approximation de champ
moyen. Cette étude fait apparaitre un nombre d’atomes Ng,; au-dela duquel la taille
du condensat subit une croissance brutale. Du fait des interactions, le nombre d’états
excités liés diminue lorsque le nombre d’atomes augmente. Quand celui-ci est de 'ordre
de Ny, seul I'état fondamental demeure lié. Nous avons vu que les fluctuations du
nombres d’atomes du condensat étaient alors clairement diminuées.

La nécessité de disposer d'un systéme composé d'un faible nombre d’atomes ap-
parait dans le chapitre 2, ot1 nous avons étudié la formation d’états corrélés a partir
d'un condensat spinoriel. Nous avons vu comment la nature anti-ferromagnétique d’'un
condensat spinoriel de sodium de spin 1 pouvait conduire a un systéme dont I'état
fondamental, état singulet de spin [27], présente de fortes corrélations, en contrélant
les populations des composantes de spin avec un champ micro-onde quasi-résonnant.
Dans le cas d'un condensat possédant deux composantes de spin, nous avons présenté
une évolution sous l'effet des interactions entre spin permettant la formation d’états de
spin comprimés et maximalement intriqués (“Chat de Schrédinger”). Nous avons montré
que le sodium constituait un choix judicieux pour la réalisation de telles expériences,
en combinant des interactions entre spin plus importantes et des taux de pertes par
collisions plus faibles que pour le rubidium.

Nous avons présenté le développement et la caractérisation du systéme laser tout-
solide con¢u durant ce travail de thése. Dans le chapitre 3, nous avons posé€ le probléme
théorique de la somme de fréquence dans un cristal non linéaire, puis de I'optimisation
de son efficacité en placant ce cristal dans une cavité optique résonnante aux deux lon-
gueurs d’onde sommées. Nous démontrons que dans le cas idéal ou les pertes passives
sont négligées, la totalité des photons de la source laser la moins puissante peut étre
convertie. Le role des pertes est ensuite pris en compte, avec la détermination d'un op-
timum de fonctionnement pour les parameétres de la cavité. Dans le chapitre 4, nous
avons présenté la réalisation d'un laser tout-solide a 589 nm. Nous avons caractérisé les
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problémes posés par la conversion a haute efficacité en cavité, et décrit les asservisse-
ments électroniques qui nous ont permis de les contourner. A partir de 1.2 W a 1064 nm
et 0.5 W a 1319 nm, jusqua 800 mW a 589 nm ont été produits, et 92% des photons a
1319 nm couplés dans la cavité optique sont alors convertis. Ce laser est utilisé quoti-
diennement dans notre expérience pour le refroidissement laser du sodium, et nécessite
une maintenance minimale.

Le laser de refroidissement constitue la premiére piéce du dispositif expérimental
construit pendant ce travail de thése. Dans le chapitre 5, les éléments de ce dispositif
sont présentés. L'enceinte a vide et les éléments d’optique qui I'entourent sont concus
pour former un systéme compact (compris dans un cylindre de 60 cm de diameétre) et
amagnétique. Nous avons obtenu un piege magnéto-optique de sodium de quelques
10”7 atomes, en évitant l'utilisation d’'un ralentisseur Zeeman par la combinaison de
dispensers de sodium et de la désorption induite par la lumiére, chargeant ainsi le PMO
en quelques secondes. Nous avons démontré quune fois la désorption désactivée, la
pression dans l'enceinte retrouvait son niveau de base en moins de 100 ms, et que la
phase de chargement du PMO n’affectait pas la durée de vie des atomes dans la suite
de la séquence expérimentale.

A partir du PMO, les atomes sont transférés dans un piége dipolaire croisé selon
un mécanisme que nous avons €tudié dans le chapitre 6. En transférant les atomes a
basse puissance puis en comprimant le piége, nous avons montré que nous optimisons
le chargement du piége en utilisant la totalité de la puissance laser a notre disposition.
Nous obtenons ainsi ~ 4 x 10° atomes, que nous pouvons refroidir par évaporation.
Un modele numérique décrivant cette phase de refroidissement a été mis au point et
reproduit les mesures expérimentales en tenant compte de 'anharmonicité du potentiel
de piégeage.

Nous présentons dans le chapitre 7 la conception et l'utilisation d'un objectif de
microscope de grande ouverture numérique. Ses caractéristiques lui permettent la for-
mation d'un piége dipolaire fortement focalisé et la collecte de I'image des atomes qui
s’y trouvent confinés, avec une résolution a la limite de diffraction. En utilisant ce piége
supplémentaire, le seuil de condensation est franchi. Le mécanisme évaporatif qui per-
met le chargement de ce piege a partir du piége croisé a €té analysé, et le refroidisse-
ment au sein méme du piége focalisé comparé avec succés au modeéle numérique. Nous
obtenons un condensat de Bose-Einstein de sodium quasi-pur de plusieurs milliers
d’atomes, confinés dans un micro-piége de 8 pum en son col (rayon a 1/ e?). Les mesures
sur les paramétres du condensat a la traversée du seuil de condensation sont en bon
accord avec les calculs théoriques, et confirment notre capacité a caractériser un gaz
quantique dégénéré.

Le laser tout-solide concu durant ce travail de thése est promis a un bel avenir. Il est
I'objet d'une collaboration avec le groupe de W. Ketterle au MIT (Projet DARPA, Optical
Lattice Emulator), ot1 une version plus puissante est mise au point. Plusieurs groupes,
en Europe et dans le monde, ont manifesté leur intérét pour la production de ce laser en
remplacement d'un laser a colorant. D’autre part, des solutions commerciales fondées
sur ce principe commencent a voir le jour, bien qu’encore lointaines et laissant présa-
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ger un cout bien plus important que celui de notre systéme. Avec ce travail de these,
nous avons démontré la capacité d'un tel laser a servir comme source principale de lu-
miére pour le refroidissement laser du sodium. D’autres applications, notamment dans
le domaine médical ot1 cette longueur d’onde est d'importance, peuvent étre envisagées.

Les étapes suivantes dans le développement de 'expérience se dessinent déja clai-
rement. Le condensat obtenu est un point de départ idéal pour le transfert dans un
piége a un seul état lié, encore plus focalisé (2 ym en son col). Ce piége devra étre com-
plété par un second faisceau pour compenser la gravité, que nous avons déja mis au
point expérimentalement. De par la nature intégralement optique des confinements uti-
lisés, ce condensat est déja un condensat spinoriel. L'étape suivante est le controle de
sa magnétisation (par ex. par distillation lors de la phase d’évaporation [80, 81]), et la
modification de la distribution des populations des différentes composantes de spin en
utilisant un rayonnement micro-onde. Le comptage d’atomes constitue également une
étape déterminante. En effet, notre capacité a mettre en évidence la formation d'un état
maximalement intriqué réside dans le comptage a un atome prées. Cette contrainte jus-
tifie I'utilisation d'un objectif permettant une collecte trés efficace des photons émis par
fluorescence par les atomes. Nous avons ainsi estimé que le comptage d’atomes a I'unité
pres selon leur état de spin nous était accessible pour des nombres d’atomes de 1’'ordre
de ~ 90, compatibles avec les expériences envisagées.

Une fois le comptage d’atomes maitrisé, la voie menant a I'observation d’états quan-
tiques fortement corrélés avec un systéme meésoscopique est ouverte. L'observation
d’états comprimés avec un nombre mésoscopique d’atomes, déja réalisée [32, 31], pour-
rait étre poursuivie. La formation d'un état de type “Chat de Schrédinger” avec quelques
dizaines d’atomes constituerait un pas supplémentaire dans I'exploration de la frontiére
classique/quantique. Les fluctuations réduites de tels états s’avéreraient également pré-
cieuses dans le cadre de mesures interférométriques [34, 35], pouvant atteindre une
précision inférieure au bruit quantique standard. Outre les corrélations formées par
les interactions entre spin que nous avons traitées ici, I'utilisation de lames de phase
pour la production de faisceaux de piégeage dans des modes d’Hermite-Gauss ou de
Laguerre-Gauss permettrait 'exploration de systémes de faible dimensionnalité, pour
lesquels la détection a un atome pres constituerait un outil d’analyse précieux.
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Annexe A

Condensat dans un piege 1D de
profondeur finie

A.1 Résolution numérique de I’équation de Gross-Pitaevskii

La non-linéarité de I'’équation de Gross-Pitaevskii rend sa résolution non trivial. Ce-
pendant, il existe plusieurs algorithmes qui permettent de la résoudre numeériquement
en un temps raisonnable, en particulier dans le cas unidimensionnel. Le premier al-
gorithme que nous avons employé est fondé sur l'idée que 'on peut faire évoluer une
fonction d’onde quelconque vers la solution de 'équation (en utilisant un parametre 7),
en minimisant son énergie [206] :

dp  OE

or  Sp*’

(A.1)

On peut montrer que cette équation est équivalente a I'équation de Gross-Pitaevskii en
temps imaginaire :

(A.2)

avec H = % + V(z) + gipN|e(z)|?. Cette équation peut étre employée pour trouver
numeériquement ¢ (7) en appliquant une transformation infinitésimal & ¢ a chaque étape
de l'algorithme. Cette transformation suit la relation

2
(1 +dr) = F.T.7! [eé)deF.T. (aWWHngN '“’(‘””)2)“@(7)” : (A.3)

L'utilisation de transformées de Fourier (notées F.T.) permet d’appliquer les opérateurs
de position et d’'impulsion dans leur forme diagonale. Ces deux opérateurs sont per-
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mutés ici, mais cela est acceptable tant que dr est choisi petit devant les fréquences
typiques du hamiltonien. En répétant cette opération, on peut faire évoluer une fonc-
tion ¢(7 = 0) quelconque vers la solution de 'équation de Gross-Pitaevskii assez ra-
pidement. Cependant, cet algorithme s’est révélé moins précis que nous l'espérions,
principalement du fait de la permutation entre les opérateurs impulsion et position, qui
géneére une petite erreur a chaque pas de temps et qui finit par devenir notable.

Par conséquent, nous avons mis au point un autre algorithme, fondé sur la méthode
d’Euler. Commencons par €écrire a partir de 'équation (A.2)

o(t+dr) = (1 — Hdr)p(T). (A.4)

Dans cet algorithme, acune permutation interdite n’est effectuée, et aucune source d’er-
reur n’est donc introduite. H est bien str une matrice, que nous choisi d’exprimer sur
la base des positions, et pour laquelle 'opérateur de dérivation a été discrétisé avec un
pas Az en utilisant la relation

Op| _ plx+ Ax) + p(z — Az) — 2¢(z)
x|, N Ax? ' (A.5)

Des conditions aux limites périodiques ont été utilisées au bord de la grille.

La simulation numérique a été vérifiée en utilisant deux régimes bien connus pour le
piége harmonique, le régime idéal (sans interaction), et le régime de Thomas-Fermi. Les
résultats sont montrés sur la figure A.1. La solution numérique reproduit fidélement la
fonction d’onde analytique de I'état fondamental du piége harmonique dans le cas idéal,
et suit bien également 'approximation de Thomas-Fermi. Le processus de résolution
apparait donc fiable et peut étre utilisé pour I'’étude plus intéressante du cas du piége
de profondeur finie.

A.2 La méthode WKB pour un BEC 1D dans un piége de
profondeur finie

Nous considérons ici le cas d'un potentiel de piégeage V' (x) de profondeur finie et
négatif, avec un unique état lié po(z) d’énergie ¢y < 0. De plus nous nous placons dans
le cas idéal, i.e. sans interaction entre atomes. Dans cette situation 'équation donnant
les fonctions d’'onde de I'état excité avec une énergie € > 0 est

— —mAwe + V(x)pe(r) = €pe(x). (A.6)

Nous mettons des conditions aux limites périodiques au bord d'une boite de longueur
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FIGURE A.1. A gauche, les solutions numérique (points noirs) et analytique (trait pointillé rouge) pour un piége
harmonique de fréquence w = 27 x 200 Hz dans le cas idéal. A droite, la solutions numérique (points noirs) et

la limite analytique (trait pointillé rouge) pour un piége harmonique de méme fréquence dans l'approximation de
Thomas-Fermi (N = 10° atomes).

L bien plus grande que I'extension spatiale du potentiel de piégeage, notée wy,

()0€<_L/2) - ¢6(L/2)'

(A.7)

Si l'on note k = 2’;;2% , nous savons que loin du piége la fonction d’onde de I'état excité
d’énergie €, vérifie

() oc 5T H0R), (A.8)

ou 0 est le déphasage accumulé en “passant a travers” le potentiel de piégeage. Si nous
écrivons la fonction d’'onde de I'état lié comme ¢, (z) = u(z)e?™®), nous obtenons

6526 = [/ (x) + 0 (z)u(z)]e?®), o)
5% = (@) + 20 (@00 (2) — 0% (x)u(x) — 0" (x)u(w)|e?. -
En reportant ces relations dans I'’équation (A.6), il vient
n2 112 "
2m[9 u—u"]+V(zx)u = eu, 10
{ 2 [u*(2)0'(2)] = 0.

L’'approximation WKB consiste a négliger les variations de I'enveloppe u, en suppo-
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sant qu’'elle varie lentement devant la phase 6 :

0'(z) = /2B (e—V
{ (@) (= V@) AL
U(LU) = 9/1/2(x)
La normalisation de la fonction implique
1 /2me\V*
A= — | — A.12
ACI o

en considérant des énergies bien plus importantes que la profondeur du piége. Cela
meéne a 'expression de ¢,

be(z) = EL;(M} 1/4cos</_2/2,/2};1(e—1/(a:)) dx). (A.13)

L’approximation WKB est valide tant que I'on a

1 2 h?
|u”|~—<<\9’2|~—me:>€>>72. (A.14)

2 2
wg R 2muwg



Annexe B

Hamiltonien d’'interaction a N
corps pour un condensat
spinoriel

B.1 Interaction a deux corps

Les collisions en onde S entre deux atomes dans | F' = 1) peuvent étre décrites par
un potentiel de contact de la forme

A ~

Vint(r1 — 7r2) = V5 - d(r1 — 1r2), (B.1)

ou le potentiel Vs n’agit que sur le degré de liberté de spin. Du fait des symétries des
interactions entre atomes a courte portée, le moment angulaire total S est conservé,
celui-ci pouvant valoir S = {0, 1,2}. De plus, dans le cas des collisions en onde S,
seules les valeurs paires de S sont autorisées pour les bosons !. On peut alors écrire VS
en utilisant la décomposition suivante :

Vi = 90750 + 92752- (B.2)

Ici, Pg = > mg | S:ms)(S, mg | désigne le projecteur sur le sous-espace de moment an-
gulaire total S, et g5 = 4nh%ag/m, avec ag la longueur de diffusion pour les collisions
avec un moment angulaire total S. Il est possible de relier ces projecteurs avec les opé-

1. Le cas S = 1 correspondrait en général a des collisions en onde D.
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rateurs de spin par les relations
S? — 2 _ .2 2 _

= (81 + 82)° =87+ 85+ 28182 =2+ 287 - 89, (B.3)

2= " S(S+1)Pg = 6Py (B.4)

5=0,2

De plus, dans le sous-espace considéré, on a 750 + 752 = 1. On obtient donc les expres-

sions suivantes :
A 1—s1-5 2+ 81 89
Po = #7 2 = # (B.5)

Ces expressions permettent d'exprimer le potentiel d’interaction V;(s1, s2) entre deux
spins donné par I'équation (2.1), ainsi que les constantes de couplage de densité g et

d’interaction de spin g,,s.

B.2 Hamiltonien a N corps
Etant donné le potentiel d'interaction a deux corps Vs = g+ gs(s1 - s2), il est possible

d’écrire le potentiel d'interaction & N corps suivant

At = Z/& iy [Val o 0L () 01 ) () (), B.6)
ijkl
ou I'état de spin a deux atomes est noté |i,j) = |F =1,mp =i) ® | F = 1,mp = j)
l'opérateur champ V;(r) crée un particule dans I'état Zeeman ¢ au point r. L'expression

de V4 [Eq. (2.1)] permet d’écrire

N 1
Hi = /d% gZ\II \I/ 0, +gSZSmSﬂ\IJ ! pAAE (B.7)
ijkl
ou S;; = (i|s| k). On peut alors décomposer cet hamiltonien en deux termes Hi,, =
H+ H,. Le premier terme s’écrit :
g AL AL A A
2/ S @b, (B.8)
~ 2
g A A A
=3 / ( Tq;) Zqﬁxy : (B.9)
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Ici, nous ne gardons que le terme d’ordre le plus haut en la densité, qui est prépondérant

A~

pour N > 1. Si l'on introduit I'opérateur “densité spatiale” p = ). \ilj\i/z on obtient

finalement :
JL_I _ g d3 A2
=5 [drpr) (B.10)
Drautre part, on a
Hs = gQS/dSTZ \iljsik\ij;f[lksjl\ijb (B.11)
ijkl
- g2s/dgr Y Ul U Wl — S " lsy 80| (B.12)
ikl ijl

2
9s St g ; ;
:2/d3r (;WISHC%) —Xl:wj Comap (B.13)

L'opérateur densité de spin S (r) s’écrivant dans le formalisme de seconde quantifica-
tion :

S(r) = Z‘ij;rsij@ja (B.14)
5]

on a finalement en ne gardant toujours que le terme d’ordre le plus haut en la densité :

H, = g;/dBTS'(r)Q. (B.15)






Annexe C

Controle informatique de
I’expérience

C.1 Synchronisation des cartes d’entrées/sorties

La synchronisation temporelle des sorties générées par les cartes constituent un
point essentiel pour la bonne marche d'une séquence expérimentale. Le chassis utilisé
fournit une horloge a 10 MHz, sur laquelle toutes les cartes viennent se verrouiller, et
qui constitue donc la base de temps de la séquence. Nous avons testé cette synchro-
nisation de la maniere suivante : le méme pulse digital est généré simultanément par
deux cartes différentes du chassis. Le délai mesuré entre les deux pulses est inférieur a
1 ps, ce qui est tres satisfaisant. En revanche, nous avons réalisé une autre mesure ot
deux pulses sont générés, séparés dans le temps de quelques secondes au sein d'une
méme séquence, chacun sur une carte différente. L'expérience est répétée de multiples
fois. On observe alors que de séquence en séquence la durée entre ces deux pulses fluc-
tue de plusieurs microsecondes. Cela n’est pas lié & un probléme de synchronisation
des cartes avec 'horloge maitre du chassis, mais a un défaut de cette horloge. Pour éli-
miner cette fluctuation de fréquence génante, nous utilisons une carte supplémentaire
dans le chassis. Elle génére une horloge a 10 MHz précise a 0.1 ppm, grace a un cris-
tal quartz stabilisé en température (Temperature Compensated X (Crystal) Oscillator ou
TCXO) . Cette horloge vient alors remplacer I'horloge du chassis, et permet de ramener
les fluctuations observées entre deux séquences en dessous de la microseconde. Ce der-
nier ajout nous assure donc une reproductibilité temporelle accrue de nos séquences
expérimentales.

1. Carte de synchronisation PXI NI-6652.
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C.2 Interface logicelle

En janvier 2007, un logiciel a été écrit pour le pilotage de ces cartes et la program-
mation des séquences expérimentales. Ce logiciel permettait 'utilisation de lignes de
commande pour programmer la séquence a générer, qui était alors représentée gra-
phiquement. L'utilisation de variables dans ces lignes de commande permettait une
plus grande lisibilité, ainsi que la possibilité de réaliser des boucles sur certains para-
metres de I'expérience. Enfin, ce logiciel mettait également a disposition dans un fichier
texte divers parametres, utilisables par les caméras pour la prise d'images. Ce logiciel a
été utilisé entre janvier 2007 et mai 2009, le procédé de programmation de séquences
devenant alors trop fastidieux lorsque des séquences complexes avec des dizaines de
commandes sur des dizaines de voies différentes se sont avérées nécessaires.

Nous avons donc effectué la transition vers le logiciel Cicero du MIT en mai 2009,
auquel nous avons ajouté quelques ameéliorations importantes :

— La gestion de la carte horloge permettant une synchronisation plus précise des
différentes cartes a été implémentée.

— Chaque séquence exécutée par le programme laisse un fichier comprenant l'inté-
gralité des informations nécessaires pour reconstituer cette séquence. Une fonction
a donc été rajoutée permettant de charger ce type de fichier. Toute séquence ayant
été réalisée peut donc I'étre a nouveau instantanément.

— La gestion de l'acquisition analogique de données n’était pas implémentée. Cela
a été fait en respectant le concept d’étapes temporelles. Ainsi, il est possible de
décider pendant quelles étapes 'acquisition doit éventuellement avoir lieu.

— L’ajout le plus substantiel est la gestion de la communication avec les logiciels de
prise d'images, qui seront détaillés dans la sous-section suivante. Ainsi, il est pos-
sible de communiquer a chaque début de séquence le nom de la séquence et ses
paramétres clés a chaque ordinateur auquel est connecté un périphérique d’'image
par un protocole de type TCP/IP, afin que les caméras soient mises en attente du
signal TTL (signal logique de déclenchement, Transistor-Transistor Logic) de déclen-
chement, et que les images prises soient enregistrées sous un nom correspondant.
La communication est bi-directionnelle, car le logiciel recoit un message depuis les
logiciels de prise d'images indiquant que le cliché a bien été pris.

C.3 Logiciels de prise d’image et visonneur

Un logiciel de prise d'images a été programmeé, une instance de celui-ci étant ac-
tive sur chacun des ordinateurs connecté a une caméra. Ce programme est chargé de
communiquer de maniere bi-directionnelle suivant un protocole réseau TCP/IP avec le
programme principal controlant 'expérience. Il recoit le nom de la séquence ainsi que
certains parametres permettant la prise d’'images, et la confirme une fois celle-ci effec-
tuée. Il transmet alors I'image prise a un autre programme dit visionneur. Celui-ci est
un concentrateur qui recoit les images de tous les ordinateurs, et les affiche afin que
nous puissions les observer. Cette transmission au visionneur se fait sans passer par
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un enregistrement préalable sur le disque dur, il est donc possible d’observer simulta-
nément des images prises sur plusieurs ordinateurs différents dans ce méme logiciel,
sans qu'aucune ne soit sauvegardée. La décision de la sauvegarde éventuelle est prise
par l'utilisateur au niveau du programme principal au lancement de la séquence, et
transmise au programme de prise d'images sur les ordinateurs concernés. Ce-dernier
supporte la majorité des caméras Firewire (compatible avec le protocole DCAM), via des
pilotes distribués librement, mais aussi les caméras de la marque Lumenera et la ca-
méra Pixis de Princeton Instruments que nous utilisons.

Le programme visionneur dispose quant a lui des fonctionnalités suivantes :

— Affichage de I'image dans une échelle de couleur correspondant a la résolution de
la caméra. Les bornes de cette échelle peuvent ensuite étre choisies pour s’ajuster
au mieux a l'intensité de I'image.

— Possibilité de faire un agrandissement d'une zone de I'image, tout en conservant
un positionnement absolu d’'un point donné de I'image.

— Calculs statistiques instantanés dans la zone d’agrandissement choisie. Les pa-
rametres de l'imagerie peuvent étre donnés au programme, qui affiche alors le
nombre d’atomes, les tailles du nuage atomique et la position de son centre dans
une image donnée, a partir des premier et deuxiéme moments statistiques de cette
image. Ces informations données instantanément a chaque nouvelle image prise
facilite grandement le réglage et 'optimisation des parameétres expérimentaux.

L’interaction entre ces trois programmes assure une indexation des images collectées
lors des séquences expérimentales effectuées, et permet d’observer en temps réel les
images et d’en extraire des données physiques utiles pour l'optimisation de 'expérience.

Les ordinateurs connectés a une caméra sont pilotées depuis le poste de controle
principal en utilisant le protocole RDP (Remote Desktop Protocol) de Windows, avec
un unique ensemble clavier et souris, et une connectique ainsi limitée a la mise en
réseau. De cette maniere, tous les réglages sont aisément accessibles, et les controles
sont effectués depuis un poste de travail unique.






Annexe D

Un modele de refroidissement
par évaporation

Dans ce modé¢le, on suppose que le piege dipolaire croisé peut étre assimilé a un
piége harmonique tronqué, isotrope de fréquence wg(t) = |[wg, x(t) we,y (t) we, Z(t)]l/ 3
et de profondeur Uy(t) (voir §6.2.1), ces parameétres pouvant dépendre du temps du
fait de I'abaissement éventuel de la puissance du laser. Le potentiel vu par les atomes
peut donc étre approché par V(r,t) = —Uy(t) + tma2r? pour r < (2Up/m@2)1/2, et
V(r, t) = 0 sinon. Le mod¢le se fonde sur les hypothéses suivantes [181] :

— Le gaz est dans un état de quasi-équilibre thermodynamique a chaque instant,
malgré la hauteur finie du potentiel. Cela est assuré si le taux de collisions élas-
tiques est assez important pour garantir la thermalisation du nuage.

— Le taux de collisions demeure tout de méme plus faible que la fréquence du piége,
afin que le régime collisionnel ne soit pas hydrodynamique, ce qui nuit a I'évapo-
ration [194].

— Le mouvement des atomes est ergodique, ce qui permet de supposer que la densité
de particules dans 'espace des phases ne dépend que de 1'énergie.

Dans ces conditions, des simulations numériques ont permis de vérifier que I'évapo-
ration conservait la nature thermique de la distribution en énergie [181]. La fonction de
distribution dans I'espace des phases peut donc étre prise égale a une distribution de
Boltzmann tronquée a Uy(t) :

flr,p) = Ae 7@ (Uy —¢), (D.1)

avec A une constante de normalisation, 8 = (kgT)~!, € = % + %m@érQ I'énergie de la
particule en r possédant une impulsion p, et © la fonction de Heaviside. Si I'on ajoute
que la densité d’états dans un tel piege harmonique vaut [177] :

62

p(e) = e (D.2)
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on trouve I'expression de la constante A par la condition de normalisation [de p(e) f(€) =
Ng), et la fonction de distribution s’écrit finalement :

Ng(Bhivg)?

—Be _
PG.n) e 7O Uy —e¢), (D.3)

f(r,p) =

ou P(3,7n) est une fonction de troncature dite gamma incompléte [177], qui tend vers 1
lorsque 7 tend vers +o0.

Il est alors possible de calculer les grandeurs caractérisant le nuage atomique. Par
exemple I'énergie du nuage vaut alors :

NgC
B

) (D.4)

E= [de ploef(e) =

ou C = 3P(4,n)/P(3,n). Il est possible de différencier cette expression pour obtenir la
premiére équation régissant I'évaporation :

B Ng T U

B N7®+[1—F(77)]T+F()UO (D.5)
avec
n dC P(4,n)  P(5n)
F —— =143 —4 (D.6)
m=g dn P@3,n)  P(4,n)
De la méme maniére, la densité spatiale vaut
L[ B G e
_ = 2
avec
Ng(Bhivg)?
ng = ®(15\3®) (D.8)
th

On remarque ainsi que la densité dans 'espace des phases au centre du piege vaut :

3 P(3/2,m)

(D.9)

I1 est également possible de calculer I'effet des différentes sources de pertes d’atomes
dans le piege. Le mécanisme principal est celui d’évaporation proprement dite, ot une
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collision élastique entre deux atomes occasionne la perte de I'un d’entre eux et laisse le
second dans le piege avec une énergie plus faible. A un coefficient da a la troncature du
piege pres, nous avons vu que le taux d’évaporation pouvait s’écrire :

Tew 2Tane, (D.10)

ou l'on rappelle que I'y est le taux de collisions élastiques [Eq. (6.1)]. Dans notre expé-
rience, on a 7 ~ 10 apres le chargement.

Un autre processus de perte d’atomes est le processus de déversement, ou I'abaisse-
ment de la profondeur du potentiel de piégeage fait perdre les atomes dont I'énergie est
située entre I'ancienne profondeur et la nouvelle. Il n’est pas difficile de voir que ce taux
I'gev s’écrit comme [177] :

Tiev = f(Uo)p(U())Uo. (D.11)

Dans le cas d’'un potentiel harmonique, I'4e, se calcul simplement a partir des équa-
tions (D.2) et (D.3) comme

e Uy

Fdev =

La correction a ce terme dans le cas d'un piege gaussien, discutée dans le chapitre 6,
est essentielle a la bonne description du probléme lors d'un abaissement brutal de la
profondeur du piege.

Enfin, les collisions inélastiques constituent une source de perte d’atomes dans le
piege dipolaire. Nous avons vu dans le chapitre 1 que nous pouvions prendre en compte
trois types de collisions in€lastiques dans le piége : les collisions avec le gaz résiduel,
les collisions a deux corps et les collisions a trois corps. Ces collisions constituent des
sources de perte d’atomes car I'énergie qu’elles conférent aux atomes entrant en collision
est grande devant la profondeur du piege. Elles sont caractérisées respectivement par
trois coefficients ky, ko et k3. On peut alors exprimer les pertes dues aux collisions
inélastiques comme

<N®)inel = —k1Ng — k2(n)Ne — k3(n*) Ne, (D.13)

ou les moyennes sur la densité atomique dans le piege (n) et <n2> s’expriment comme

(n) = ;77/ dr % n(r)?, (D.14)
® JO

<n2> = / dr r? n(r)3, (D.15)
0
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que l'on peut aisément calculer a partir de I'équation (D.7).

Si 'on prend en compte I'ensemble des sources de pertes, I’équation décrivant 1'évo-
lution du nombre d’atomes Ng dans le piege dipolaire s’écrit

N
& = ~Tev = Taew — k1 = ka{n) — ks(n?). (D.16)
®

Le méme raisonnement peut étre mené en considérant cette fois-ci 'énergie emportée
par chaque atome perdu, et I'on obtient ainsi une équation d’évolution similaire :

E

Z_ _1® _p&E) (E) (E)
I r r

— k1 =T — 5, (D.17)

ev dev

ou l'exposant (F) désigne le taux de perte d’énergie correspondant a celui de pertes
d’atomes. Le taux de pertes par évaporation est la aussi donné dans [181]. Le taux
de pertes in€lastiques avec le gaz résiduel est inchangé car les atomes du gaz résiduel
sont suffisamment chauds par rapport aux atomes piégés pour que la section efficace de
collision entre un atome piégé et un atome du gaz résiduel soit indépendante de I'énergie

de l'atome piégé. Les taux de pertes inélastiques en énergie a deux et trois corps FgE) et

E) o .
F:()) )s expriment comme

B {e(r)) B {e(r)n)
T = &y 5 T >=k3T, (D.18)
ou €(r) est la densité d’énergie en un point r de 'espace
) = o | &P 1r.p)e(r.p) .19
e(r = @)y p ,D)e(r, p). .
Les moyennes se calculent donc pour donner :
dr [,
(e(r)) = — dr r* €(r) n(r), (D.20)
Ng Jo
A [, 9
(e(r)n) = — dr r< e(r) n(r)=. (D.21)
Ne Jo

Les équations différentielles (D.5), (D.16) et (D.17) forment un systéme dont la réso-
lution numérique permet de décrire la dynamique du nuage atomique piégé au cours
du temps, y compris en cas d’abaissement de la profondeur du piége.
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Abstract: We report on a laser source at 589 nm based on sum-frequency
generation of two infrared laser at 1064 nm and 1319 nm. Output power as
high as 800 mW is achieved starting from 370 mW at 1319 nm and 770
mW at 1064 nm, corresponding to converting roughly 90% of the 1319 nm
photons entering the cavity. The power and frequency stability of this source
are ideally suited for cooling and trapping of sodium atoms.
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1. Introduction

Among all elements of the periodic table, Sodium historically played a key role in the de-
velopment of atomic physics and spectroscopy, and still retains a considerable importance
for fundamental research or applications such as artificial beacon stars, Laser-induced detec-
tion in the atmospheric range (LIDAR) [1], and quantum degenerate gases. However, reach-
ing the yellow resonance ("Sodium doublet”) near 589 nm requires to use dye lasers, which
are expensive and difficult to maintain and operate. For this reason, many alternative meth-
ods based on non-linear freqency conversion of solid-state infrared lasers have been ex-
plored [2, 3, 4, 5, 6, 7, 8, 9, 10, 11]. Second harmonic generation from a Raman fiber
laser [7, 8, 10] and sum frequency generation (SFG) from two lasers around 938 nm and
1583 nm [11], or around; = 1064 nm andl, = 1319 nm, have been demonstrated. This last
solution seems particularly appealing since both wavelengths are accessible using YAG lasers.
Such infrared sources in cavity-enhanced configurations have been demonstrated [2, 4, 5, 6, 9].
Up toP; =20 W output power at3 = 589 nm has been reported [5, 6], based on two custom
high-power P;=20 W andP,=15 W) infrared lasers.

Here we report on the experimental realization of a 589 nm source with Ryp40800 mW
output power aflz = 589 nm, using moderate infrared powers from commercial laser sources.
Our system operates in a highly efficient regime, where roughly 90% of the photons of the
weakest (1319 nm) source effectively coupled into the cavity are converted. We show below
that the resulting depletion of the 1319 nm pump source strongly distorts the cavity fringe
pattern. We have therefore designed and implemented an original fringe reshaping method to
efficiently and robustly lock the lasers to the cavity. Using the resulting 589 nm laser source,
a magneto-optical trap of sodium is obtained, confirming a linewidth of the laser below the
natural linewidth (10 MHz) of the atomic transition. To our knowledge, this had only been
achieved previously using dye lasers (sag[12, 13]).

The paper is organized as follows. In Section 2, we present the main elements in our ex-
perimental setup. In Section 3, the theory of cavity-enhanced SFG is recalled, with particular
emphasis on how to reach an optimal regime where almost all incoming photons from the
weakest source are converted. In Section 4, we discuss experimental issues associated with
large conversion efficiencies, and how to resolve them. Experimental results are presented in
Section 5, and conclusions are exposed in Section 6.

2. Experimental setup

Our system is described schematically in Fig. 1. The lasers operating akquadl064 nm
andA, = 1319 nm respectively are coupled into a bow-tie cavity, which is resonant for both of
them and transparent for the output lasek at= 589 nm. For these lasers we use commercial
sources (manufactured by Innolight GmbH, Germany) delivering 1 W at 1064 nm and 500 mW
at 1319 nm. The useful powers effectively coupled into the cavity are Id®et 770 mW at

1064 nm and®, ~ 370 mW at 1319 nm, due to losses through the optical path and a measured
85% coupling efficiency into the fundamental mode of the cavity. Inside the cavity we place a
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Fig. 1. Setup for SFG in a doubly resonant bow-tie cavity formed by four miiviars,.
For the pump laseiis(i = 1,2), we noteP®® the intra-cavity poweiR the incident power,

Pi(ref) the reflected powet; the power fraction transmitted through the crystalRathe
reflectivity of the input coupleiR; is the output power produced &.

periodically poled KTiOPQ (ppKTP) crystal (manufactured by KTH, Sweden), with a poling
period~ 127 um. The choice of ppKTP was motivated by its relatively high non-linear co-
efficient, by its tolerance to large input powers, and by its negligible absorption in the visible
range. The crystal is enclosed in a copper mount which is temperature-regulated within a few
10 mK. We found an optimal single-pass operating temperature arout@] ®dth single-pass
efficiencyo = P3/PiP, ~ 0.022 W/WA, in reasonable agreement with the previously measured
values (e.g.[9]).

3. Sum-frequency generation in cavity-enhanced configuration

In this Section, we first recall the theory of SFG and discuss how it can be used to optimize the
desired 589 nm output power. In our theoretical model, we assume that only a small fraction
of the intra-cavity powers is consumed in the SFG process. In this weakly-depleted pumps
approximation, the output pow®s at wavelengttis is simply given by [14, 15, 16]:

Py = o P"Yp{ @)

wherePfCa‘o is the intra-cavity power at wavelengih. On resonance, the intra-cavity power
P s linked to the incident powe® by [17]

P 1-R-L

" (1-vRE-Ec)”

Here, R andL; denote reflection and loss coefficients of the input couMerfor lasers

i (i=1,2), andd denote the total passive fractional loss per cavity round trip. The coeffi-
cientC; is the ratio between the photon flux before and after the crystal, and accounts for the
depletion of laser due to SFG. Neglecting absorption in the crystal, energy conservation in
the conversion process impli€s = 1 — A3Ps/ AP, As long asCi ~ 1, the weakly depleted
pumps approximation is valid.

Since SFG removes one photon from each infrared pump for each output photon, the effi-
ciency of SFG is ultimately limited by the weakest pump 2. Neglecting losses, the maximal
output flux atis equals the input flux ak,, corresponding t&{™® = (1,/A3)P.. In the fol-
lowing, we take the ratio

()

1 = Py/Pi™ 3)
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Fig. 2. Lossless model : &): Intracavity powers for laser 1 and 2;(= 1064 nm and
A2 = 1319 nm) required to reach total conversion, plotted against the refled®vdf/the

input coupler; 20): Reflectivity Ry of the input coupler plotted agaif® : Each couple
(R1,Rp) on this curve ensures total conversion.

as a figure-of-merit for the conversion efficiency. This ratio compares the outcoming flux at
to the limiting incoming flux effectively coupled into the cavity/as. With this definition, the
conversion efficiencies reported in [2, 3, 4, 5, 7, 8, 9, 10, 11] are generally around 50 % (up to
60% for [5]).

Let us first consider an ideal situation with no passive losses in the cayity @nddi=
0). In this case complete conversion of the weakest pump 2 is posBiple E’éma’()). From
Eg. (2), we find that this occurs Wh@lgpt = Ry, corresponding to the impedance matching
between the power transmitted through the input coupler and that consumed in the crystal due

to conversion [18]. The corresponding cavity enhancement faclBé°|as")/P2 =(1-Ry)™ L.

Eq. (1) then fixes the corresponding value Rif* = (1— Ry)A,/otA3, which is achieved for

a reflectivity Ry that can be computed from Eq. (2). Without losses, one can always find a
solution, implying that total conversion can be obtained in the lossless case for any VBlpie of
[see Figs. 24)-2(b)]. Consequently, the power reflected at mirkby

A _ (VG- VR @
R (1-VRG)*

vanishes under these optimum conditions: all the incoming photons are converted in the crystal
and no photon at, comes out of the cavity. This can be interpreted as a destructive interfer-
ence onM; between the reflected field and the transmitted one. Note that the assumption of
complete conversion does not contradict the weakly-depleted pumps approximation underlying
the calculation. Indeed, because of the cavity power enhancement, the incident flux is a small
fraction of the power inside the cavity.

This lossless model is already sufficient to interpret qualitatively our experimental findings.
In Fig. 3 we show the transmitted [3¢3(d)] and reflected [3f)-3(e)] power while scanning the
cavity length around the position where both lasers are simultaneously resonant. When only one
laser is present (either 1 or 2) we observe the expected Lorentzian profile. However when both
lasers are present a pronounced dip appears in the resonance profile for laser 2, corresponding
to efficient conversion into 589 nm photons. A dramatic decrease of the reflected power is
simultaneously observed, corresponding to the destructive interference previously mentioned.

The more realistic model including passive losses in Eq. (2) can be solved numerically
for a given single-pass efficiency and cavity parameters. The passive loss coeffidieats (
2.4%, 6, = 1.6%) have been determined by injecting only one laser at a time in the cavity, and
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Fig. 3. 3p)-3(d): Intra-cavity powers for lasers 1 [B)] and 2 [2@)] (11 = 1064 nm,

A2 = 1319 nm), plotted against the cavity resonance frequency tuned with a piezoelectric
transducer; 31)-3(e): Powers reflected out of the cavity for lasers 1c)B@nd 2 [3€)].

The dashed lines show the predictions from the model described in the text, including both
conversion and passive losses.

comparing the measured transmitted and reflected powers to the theoretically expected values.
The calculated conversion efficiency in this situation is shown in Fig),4(s a function of

the input coupler reflectivities. While total conversion cannot be achieved as in the lossless
case [Fig. 48)], a locus of points with a maximal efficiency close to 1 can still be identified.
Among them, a sensible choice is to selRgtandR, close to each other to minimize the to-

tal intra-cavity power and thermal effects in the crystal. Note also that the optimum is quite
loose and the reflectivities relatively low, making the input coupler tolerant to small fabrication
imperfections.

4. Locking scheme in the regime of large conversion

Experimentally, working in a regime with such large conversion efficiencies leads to serious
stability problems for a conventional locking system. The key to efficient SFG operation is to
ensure that the cavity is simultaneously resonant with both IR lasers at all times. This is usually
enforced by two servo-loops maximizing the intra-cavity powers independently. The locking
scheme is as follows in our experiment. The 1319 nm laser is used as a master laser onto which
the cavity length is locked using an integrating servo-loop. Then, the 1064 laser is locked onto
the cavity, and therefore on the master laser, ensuring stable operation of the ensemble. In our
experiment each servo loop uses an error signal generated from the power leaking through one
of the cavity mirror by a modulation/demodulation technique. However what follows would
still be valid for other locking techniques.

In the regime of large conversion, methods relying on such a master/slave scheme fail due
to the above mentioned dip in the transmission of laser 2 [see F}j. 3ideed, the cavity
servo cannot distinguish this power reduction from that caused by an external perturbation,
and actually works against keeping both lasers on resonance simultaneously. To circumvent
this problem, we have designed an original analog processing of our error signals. Instead of
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Fig. 4. Contour map of the efficiency of the conversion process as a function of the
reflectivitiesR; andR, of the input coupleM; for laser 1 and 24; = 1064 nm andl,; =

1319 nm). 44): Lossless case. The dashed line [same as in A] 26rresponds to total
conversion ) = 1). 4(b): Passive losses are taken into account usg= 2.4%, 3, =
1.6%). While n = 1 cannot be obtained anymore experimentally, efficiencies higher than
90% can still be reached.

the "bare” error signal produced by laser 2, the cavity lock uses a linear combination of this
signal and of the output &ts. The combination is done electronically, with weights chosen
empirically to restore a lineshape with a single maximum and optimize the slope around the
lock-point. This fringe reshaping method works for any level of conversion, and allows stable
operation of the laser on a day timescale, even at the highest efficiencies. Finally, choosing
the 589 nm output as the error signal for the second servo-loop locking laser 1 to the cavity
ensures that the system locks to the maximal converted power. This fringe reshaping method
is protected by French patent INPI 0803153 (international patent pending), and further details
will be given in a future publication [19].

5. Experimental results

We have performed a systematic study of the dependance of the output power on the infrared
pump powers. Such a measurement is shown in F&). 5f6e model including passive losses

(61 = 2.4%, 6, = 1.6%) compares favorably to our experimental findings. Both the calculated
steady state values [dashed lines in Figb)-3(e)] and the variation of output powérs with

pump powelP; [shown in Fig. 58)] are well-reproduced by the model. Furthermore, Fi@) 5(
shows no variation of the coefficient deduced from Eq. (1) even at the highest powers, thus
validating the weakly depleted pump approximation. This also rules out additional effects (such
as thermal effects related to absorption of the infrared beams) which would rechtdégher
powers. Overall, we find that the model gives a reliable description of the SFG process for our
experimental configuration, and allows one to optimize the parameters of the cavity to ensure
maximum efficiency. A key parameter to achiaye= 0.9 is the choice of a highly nonlinear
crystal, resulting in a nonlinear Ios@ica") exceeding by far the roundtrip passive loss. With
our set of parameters, we were able to reach output powers as high-=2800 mW orn ~ 90%.

This implies that our apparatus works very close to the theoretical ideal limit studied in the first
part of the paper.

In our experiment, the laser is locked on the SodiDmresonance line by reacting on the
frequency of laser 2 using an error signal obtained from saturated absorption spectroscopy, as
shown in Fig. 6. Using this laser source, we have obtained a magneto-optical trap containing
roughly 10" atoms in a ultra-high vacuum cell. Repumping light could be derived from the
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Fig. 5. 5@): Output power at 589 mn plotted against intra-cavity power at 1064 nm (varied
by changing the incoming power into the cavity). The solid line is the result of the numer-
ical calculations as described in textbki(Conversion coefficient [see Eq. (1)], varying

the incoming power of one pump laser while leaving the other fixed. The conversion coef-
ficient is constant and equal to that measured in the single pass configuration (dashed line),
irrespective of laser power.
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Fig. 6. Saturated absorption signal (solid line) while scanning the frequency of the 1319 nm
laser, thus the one of the 589 nm one. The D2 transitions corresponding to atoms in the
ground F=2 [68)] and F=1 [6D)] electronic states are representéd- j) represents the

level crossing line between transitionand j.

same source as the trapping laser itself by using a high-frequeritys{z) acousto-optic
modulator (manufactured by Brimrose Corporation of America). This confirms the viability of
our approach for demanding applications such as laser cooling and trapping, or high resolution
spectroscopy.

6. Conclusion

In conclusion, we presented an efficient all-solid state laser source based on SFG at 589 nm
with an output power of 800 mW. The source acts as a wavelength converter for the weak-
est source, ensuring a conversion efficiency around 90% while keeping input powers in the
watt-level range. Such a setup can be used to produce other wavelengths in the visible range,
provided the existence of input lasers at the right wavelengths. This provides a cost-effective
solution for atomic physics experiment, free from the drawbacks of dye lasers.
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Abstract We demonstrate a frequency-stabilized, all-solid
laser source at 589 nm with up to 800 mW output power.
The laser relies on sum-frequency generation from two laser
sources at 1064 nm and 1319 nm through a PPKTP crystal in
a doubly resonant cavity. We obtain conversion efficiencies
as high as 2 W/W? after careful optimization of the cavity
parameters. The output wavelength is tunable over 60 GHz,
which is sufficient to lock on the sodium D; line. The ro-
bustness, beam quality, spectral narrowness and tunability
of our source make it an alternative to dye lasers for atomic
physics experiments with sodium atoms.

1 Introduction

Among the many atomic species that can be brought to
quantum degeneracy, sodium benefits from low inelastic
losses and a relatively large elastic cross section, allowing
for the production of large (> 103 atoms) Bose—Einstein con-
densates [1-7], or degenerate Fermi clouds by thermaliza-
tion with the sodium gas [8]. A current drawback of using
sodium is the necessity of using dye lasers to reach the reso-
nant wavelength of 589.158 nm (sodium D; transition). Al-
though technically well-mastered, dye laser systems are ex-
pensive, hardly transportable and comparatively difficult to
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maintain and operate, justifying the need for alternatives as
solid-state lasers.

In addition, new laser sources in the yellow spectral re-
gion find applications outside the domain of laser cooling.
In fact, the generation of sodium resonant radiation has been
mainly driven by the astronomy community, with the devel-
opment of high-power 589 nm lasers to create artificial “bea-
con” stars by exciting the mesospheric sodium layer [9-17].
Other possible applications for lasers in the yellow spectral
region include Laser-Induced Detection in the Atmospheric
Range (LIDAR) [18], eye surgery or dermatology [13].

In the literature, several methods for generating con-
tinuous-wave (cw) laser light around 589 nm have been
reported, including sum-frequency mixing of two infrared
lasers around 1319 nm and 1064 nm [9-13, 19], frequency-
doubling of a Raman fiber laser [14—16], or sum-frequency
mixing of two fiber lasers around 938 nm and 1535 nm [17].
Applications to laser cooling typically require powers of
several hundred mW to 1 W, the possibility to tune the laser
to the sodium resonance, and a linewidth much smaller than
the I =27 x 9.8 MHz natural linewidth of the D, line.

In a recent paper, we have reported on the realization
of a laser source suitable for laser cooling of sodium [20].
In the present article, we present an exhaustive account
of our experimental approach. Our laser source is based
on sum-frequency generation (SFG) from 1064 nm and
1319 nm lasers. SFG is a second-order non-linear optical
process, in which two pump beams with frequencies w;
(A1 = 1064 nm) and wy (A2 = 1319 nm) produce a signal
beam with frequency w3 = w; + w>. We implement this
sum-frequency technique using commercial, solid-state in-
frared lasers. The 1064 nm and 1319 nm sources are mono-
lithic solid-state lasers built upon an Yttrium Aluminium
Garnet (YAG) Non-Planar Ring Oscillator (NPRO) crystal.
We also tested another configuration in which the 1064 nm
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laser is replaced by an external cavity laser diode boosted
by a single-mode fiber amplifier. This led to poorer perfor-
mances attributed to misbehaviour of the amplifier, and this
configuration was not pursued further in our work. The non-
linear medium used is a periodically poled potassium titanyl
phosphate crystal (pp-KTiOPO4 or PPKTP), with a poling
period chosen to achieve first-order quasi-phase matching
(QPM) near room temperature [21, 22]. In single-pass con-
figuration, the conversion efficiency is still too small to reach
the output power required for laser cooling. To circumvent
this problem, the crystal is enclosed in a doubly resonant
build-up cavity to enhance the conversion efficiency. Do-
ing so, we reach an overall power conversion efficiency
Qeay & 2 W/W2, where the conversion efficiency is defined
through P3 = a5, P P, with Py 3 3 the power at each wave-
length. This is to be compared to the value for single-pass
conversion efficiency, agp ~ 0.022 W/W 2 In terms of pho-
ton fluxes, about 92% of the photons of the weakest source
which enter the cavity are converted [20].

The article is organized as follows. Section 2 gives an
overview of our experimental setup. Section 3 recalls the
main features of the process of sum-frequency generation,
and presents our results in a simple single-pass configura-
tion. Section 4 discusses the experimental realization of a
doubly resonant cavity and its optimization to achieve near-
unit conversion efficiency. Section 5 characterizes the main
properties of the laser source obtained at 589 nm.

2 Experimental setup

Our experimental setup is represented in Fig. 1. The pump
laser sources at 1064 nm and 1319 nm are non-planar ring
oscillator YAG lasers (Innolight GmbH, Germany) with an
instantaneous spectral linewidth narrower than 10 kHz and
output power of 1.1 W and 500 mW, respectively. Both
lasers are collimated to a 1/e? radius around 1 mm and com-
bined on a dichroic mirror. After passing through an electro-
optical phase modulator (EOM) operating at fioq &~ 1 MHz,
the beams are focused to match their spatial profiles with the
fundamental spatial mode of the resonant cavity.

The cavity is built in a bow-tie planar configuration, with
highly reflecting mirrors M3, M3, M4 and an input coupler
M with lower reflectivities chosen such as to optimize the
intracavity conversion (see Sect. 4 below). Mirrors M1, M»
are plane, while M3, M4 are concave with radius of curva-
ture R, = 100 mm. At the crystal location, the 1064 nm
(1319 nm) beam is focused to a waist w; =45 um (wy =
47 um). This corresponds to almost equal Rayleigh lengths
in the crystal zg ; = n; wiZ/Ai ~ 10 mm, with the refrac-
tive indices n; ~ 1.83 and ny ~ 1.82 for PPKTP. For our
configuration, this choice offers a good trade-off between
increasing the nonlinear conversion efficiency and avoid-
ing detrimental effects such as thermal lensing. The cavity
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geometry is chosen to avoid transverse mode degeneracies,
allowing one to excite the fundamental Gaussian mode only
and suppress higher-order modes.

The PPKTP crystal used for SF mixing was manufac-
tured at the Royal Institute of Technology of Stockholm
(KTH). Its length is L =20 mm, with a poling period A =
12.36 um. The use of a periodically poled crystal allows us
to reach QPM conditions only with temperature tuning (see
Sect. 3.1). The crystal is mounted in a copper case with a
Peltier thermo-electric cooler element. The case temperature
is controlled by a standard Proportional-Integral-Derivative
regulator with better than 10 mK stability. Using the phase-
matching curve calculated in Sect. 3.1, we estimate that this
corresponds to output power drifts less than 1%.

3 Single-pass measurements

In this section, we first discuss first our measurements in a
single-pass configuration, i.e. without enhancement cavity.
As shown later, this measurement is critical to optimize the
resonant cavity parameters to reach maximal conversion ef-
ficiency. We first recall for completeness the theoretical re-
sults relevant to such measurements, first in the simple case
where the pumps are plane waves and then in the more real-
istic situation where they are Gaussian beams. We then dis-
cuss our measurements—f{rom which we derive a nonlinear
coefficient dz3 >~ 16 pm/V for PPKTP.

3.1 Plane wave model

In this section, we recall the basic features of SFG us-
ing a simplified theoretical framework [22]. The starting
point to describe the propagation in the nonlinear crystal
are Helmholtz equations, including nonlinear polarization
terms. We introduce the complex amplitudes a;, related to
the electric field strengths by

2Zohw; (k7
Ei= |72 f(p)aszye! bi=ed
ni

and to the powers by P; = hw;|a; |*>. Here k; is the wavenum-
ber of a photon with frequency w; in a medium with index
of refraction n;, z is the direction of propagation of light, p
is the transverse coordinate, f; denotes the area-normalized
transverse mode for each beam, and Zg = +/110/€g is the
impedance of vacuum.

As a first approximation, we neglect the spatial profile of
the laser beams and set f;(p) = S—1/2, with a cross section
S identical for all beams. The Helmholtz equation for the
harmonic wave a3 then reads [22]

das . .
—= =—iyaiae lAkZ7
dz

ey



Solid-state laser system for laser cooling of sodium

33

Dichroic

mirror

Laser 1

(1064 nm)

Laser 2
(1319 nm)

Fig. 1 Overview of the laser system. Mirrors M1 (with reflectance
R; at wavelength A;) and M2 are flat, while mirrors M3 and M4 are
concave with a radius of curvature of 10 cm to allow for focusing in
the crystal, in which a fraction C; of the power at wavelength A; is

where the non-linear coupling coefficient y can be written
as

2ﬁa)1w2w3z3€2d2 172
)= ( 040 . @

Sn1n2n3

Here d denotes the nonlinear coefficient which character-
izes the efficiency of the nonlinear plrocess,l and Ak =
k3 — k1 — kp is the phase mismatch parameter. In a bulk
crystal, d can be treated as constant over the crystal length
(neglecting possible defects and impurities). In contrast, a
periodically poled crystal is characterized by an alternating
permanent ferromagnetization [21]. As a result, d is a peri-
odic function of the position z in the poling direction, with
spatial period A. As such, it can be expanded as a Fourier
series, d(z) = ds3 Y, cpe'd"*, where g, = 2mn/A. Signifi-
cant conversion only takes place when the QPM condition
qn = Ak occurs for some integer n. Here we only consider
the first term of the series, n = 1 (first-order QPM). For a
50% poling duty-cycle, the Fourier coefficient ¢ is 2/m and
the nonlinear coefficient d in (2) becomes an effective coef-
ficient dpp = (2/m) d33. Hence, the maximum efficiency is
lower than for a bulk crystal with perfect phase matching by
a factor 4/m2% ~ 0.4.

Assuming low conversion, we solve for a3 in the un-
depleted pumps approximation, a;(z) ~ a;(0), for i =1, 2.
For a crystal of length L, this gives the generated power at
589 nm as

2
M) 3)

P3 =ag, Py stinc2 ( >

I'We assume here that the laser polarizations are parallel and aligned
with the principal axis of the non-linear medium characterized by the
largest non-linear coefficient d33.

Dichroic

[D mirror

Ph. 3

converted. The incoming power at wavelength A; is noted Pl-i"c, and
the intracavity power Pf*". Ph. stands for Photodiode and EOM for
Electro-Optic phase Modulator

where sinc(x) = sin(x)/x and where the maximal single-
pass conversion efficiency sy is

]/2L2 w3

“)

%sp = h oo’
As we will see, the single-pass efficiency oy is the critical
parameter to allow for optimization of the resonant cavity.
The argument of the sinc function in (3) depends on temper-
ature through the various refractive indices (the case of KTP
has been studied experimentally in [23, 24]). Therefore, by
adjusting the temperature one can reach the quasi-phase-
matching condition Ak = 27 /A which maximizes the con-
version efficiency. In practice, the period A is chosen so that
this condition is fulfilled near room temperature.

3.2 Boyd-Kleinmann theory

Instead of collimated beams, experiments use focused
Gaussian beams in order to reach high intensities, and hence
efficient conversion. Non-linear processes with Gaussian
waves were studied in a seminal paper by Boyd and Klein-
mann [25], where explicit expressions were given for the
conversion efficiency in the undepleted pumps approxima-
tion (see also [26]). The general expressions are rather com-
plex, but they can be drastically simplified by assuming
identical Rayleigh lengths zr for the three beams. Indeed,
both infrared beams are resonant in the cavity, which im-
plies that their confocal parameter is the same, essentially
determined by the geometry of the cavity. Although the out-
put beam generated by SFG is not resonant, it is generated
only in the regions where both pump beams overlap signifi-
cantly so that approximating its spatial mode by a Gaussian
beam with the same confocal parameter as the infrared ones
is a reasonable assumption [22].

With Gaussian beams, the coefficient y defined in (2) be-
comes a function of z proportional to the overlap integral
I(zx)=[d @ ofifo f3 between the different modes f;. For
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Gaussian waves with waists w; at the crystal center, and
Rayleigh length zg = 7 n; wl.2 /Ai, this can be calculated
explicitly. After some rearrangement, the expression for the
output power can be written as P3 = asp Py P>, where the
single-pass conversion efficiency oy reads

dgpL
Qsp =21?h(a,b,c). (5)
3

Here

B 327 Z
Mia(+ 245D

S~ 215k (©6)

has the dimension of an impedance and the dimensionless
function h

a etbr
/ ——————drt (7
_a I+it)(1 +icT)

is the so-called Boyd—Kleinmann (BK) factor. The latter de-
pends on the reduced variables a = ﬁ, b= (Ak — 27”)ZR,

and ¢ = Akwgff/zR, Wzith we_ff2 = (/zr) )_; ni/Ai. We can

1
h(a,b,c) = »
a

. Ak w 1xL sz .
further write c = —< = (b + 250 X = eL X a, showing
that the function 4 depends only on the variables a and b

once the wavelengths, crystal length and crystal period are

2
. w
fixed.2 Since ZR—eg ~ 2ﬂﬂ3L <« 1, ¢ =0 can be assumed, and

the integral h(a, b, c) is well approximated by

a ibt
/ ¢ —dt
g 1+irt

There are two limiting cases of interest.

2

h(a,b,0) = ®)

da

1. Collimated beams, zg > L or a < 1: in this case we find
the sinc function familiar from the plane wave case (see

3,
h(a,b,0) ~asinc*((b + 1)a). 9)

2. Focused beams, zgr < L or a > 1: for tightly focused
beams, the length L of the crystal naturally drops out of
the problem. One finds that 4 tends to a limit function

b>0,

72 —2b
h@>1,b,00~1 a€
0, b <O.

The experimental procedure of changing the temperature
(which changes Ak) corresponds to searching for the maxi-
mum h*(a) of h(a, b, 0) as a function of b for a fixed a [25].

2In principle, Zo and ¢ depend weakly on temperature as Ak through
the dependance of the indices. One finds that over a temperature range
of 20°-100° the relative variations do not exceed a few 10~%. Thus,
we can safely consider Z( and c¢ as constants for the rest of the calcu-
lations.
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Fig. 2 Power produced at 589 nm in a single-pass configuration when
the temperature of the PPKTP crystal is varied. The plot is fitted for a
value of the poling period A = 12.32 um, for the Plane Wave Approx-
imation (solid line, PWA) and the Boyd—Kleinmann theory (dashed
line, BK). The peak value measured for the power produced at the out-
put of the cavity is 7 mW. Considering the losses due the optics used
to separate yellow light from infrared, we infer a total produced power
of 8.5 mW

The optimum phase mismatch is offset from the plane wave
result (Ak = 2m/A) by a quantity on the order of zEl, a
consequence of the Gouy phase accumulated as the beams
pass through a focus in the crystal. The optimal focusing
corresponds to the maximum of A*, which is found for

* = L/2zgr ~ 2.84 (h*(2.84) ~ 1.06). This optimum is
quite loose, as h* > 1 for 1.5 <a < 5.

3.3 Results for single-pass operation

Our experimental configuration corresponds to a configu-
ration where zg ~ 10 mm, or a ~ 2 for a 20 mm long
crystal. For this parameter, the shape of the function # is
very close to the sinc function predicted by the plane wave
model (see Fig. 2). To perform single-pass measurements,
we use the same setup as in Fig. 1 but remove the mirror
M, from the cavity. We find that the optimum temperature
Tg;lf,;) ~ 50°C for our crystal samples. For this tempera-
ture, the refractive indices are ny ~ 1.83, np ~ 1.82, and

3 & 1.87. Using BK theory to fit the data, we measure an
efficiency ag‘l}fs ~0.022 W~! (P; =9 mW), obtained for
normal incidence on the crystal using P> = 440 mW and
P = 940 mW.? The variation of the output power with the
power of both infrared lasers are found to be linear, confirm-
ing the validity of the undepleted pumps approximation for
a single-pass operation. Boyd-Kleinmann theory predicts a
value B ~ 0.021 W/W? for d33 ~ 16 pm/V, which is in
a good agreement with values for the non-linear coefficient
found in the literature [27-29]. Note also that this is quite
close to the optimal value a ~ 0.023 W/W? which would

3This is the highest value obtained so far and differs from the mea-
surements presented in Fig. 2, which we have taken with another laser
source at 1064 nm of poorer quality, and another crystal.
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be obtained for slightly tighter focusing. Applying (3)—(4)
obtained in the plane wave approximation, one would ex-
pect asp A~ 0.022, taking for the cross section S the aver-
age of the waist of a Gaussian beam over the length L of
the crystal: S = % _Lﬁzrrwz(z)/Zdz, with w(0) =45 um.
This highlights the usefulness of these theories for quantita-
tive predictions.

The PPKTP crystals used in our experiments was or-
dered with a poling period A = 12.36 um. Using the val-
ues given in [23, 24] for the temperature and wavelength
dependence of the refractive indices, we calculate a QPM
temperature Téifi\l/? ~ 28°C, apparently far from the mea-

sured Té‘;ﬁ) ~ 50°C (see Fig. 2). We note however that the
quasi-phase-matching temperature is rather sensitive to the
exact value of the period. Using the same wavelength and
temperature dependence for the refraction indices, we find
that the measured Té‘;ﬁ) corresponds to a spatial period

A =12.32 ym.

4 Intracavity conversion
4.1 Definition of the optimization problem

After having characterized the single-pass sum-frequency
process, we turn to the cavity setup. The presence of the
cavity enhances the infrared lasers intensities at the crystal
location. For the geometry shown in Fig. 1, the intracavity
power at resonance can be written for each infrared laser
as [30]

‘ T .
PiCdV — ! > Pimc, i=1,2. (10)
(1—-+VRi-(1-=68)-Cy)

In (10), Pf* denotes the circulating intracavity power, Pl.inC
the incident power coupled into the fundamental mode of
the cavity, R;, T; denote the input coupler (mirror M) re-
flectance and transmittance (R; +T; + L; = 1, with L; aloss
coefficient), §; denote the passive losses after one round trip,
excluding the input coupler (i.e. finite reflectances of the
other mirrors, and losses in the crystal), and C; accounts for
the nonlinear conversion. To evaluate C;, we use conserva-
tion laws for the photon fluxes, which state that |a;|> + |a3|
and |as|? + |az|* are constant along the crystal length (in
the absence of absorption). This corresponds to non-linear
conversion factors given by

A3 P3
5 P

Ci=1- (#i5 i, j=1,2). an

Assuming total transmission of the yellow light by the
output mirror M4, the 589 nm power P3 coupled out of the
cavity is given by P3 ~ o, Py P;*, under the undepleted
pump approximation. When both pumps have imbalanced

powers, the output power at w3 is ultimately limited by the
weakest one, since one photon from both pumps is required
to create one at w3. As it is the case in our experiment, we
assume that the weakest source is the one at wavelength 1.
This translates into a maximum power P3"™* = (A2/ A3)Pzi“0.
Therefore, a figure of merit to characterize the conversion
efficiency is the ratio

P3 A2 P3
T’ = P3max = )\‘_3 P2inc

12)

between the actual power and the absolute maximum power
that can be obtained from the available pump power coupled
into the cavity P2i“°.

The problem at hand is thus to maximize n for given cav-
ity parameters §;, L;, asp. This amounts to balancing the in-
put coupler reflectances R, R, with the total loss per round
trip, including the non-linear conversion. This is usually
termed impedance matching [31]. In our case, finding the
impedance-matching point is a coupled problem, since one
should maximize simultaneously both intensities in the cav-
ity using (10) and (11). This last equation is critically depen-
dent on the single-pass conversion coefficient ogp.

4.2 Total conversion in an idealized lossless cavity

Let us first study the case where passive losses in the cavity
and on the input coupler can be neglected (§;, L; =0 in the
above equations). The question to be answered is whether
it is possible to convert all photons at A, into photons at A3
(cavity conversion efficiency n = 1). In [20], we showed that
this is indeed the case for any value of the input coupler re-
flectance R;. We recall here the argument for completeness.
We look for a solution where the output flux at A3 and the
incident flux at A, are equal, P3/(hw3) = P2inc /(han). Ac-

cording to (11), this corresponds to C, = 1 — %:/. The cavity
2
equation (10) becomes

1 — Ry) Pire
pov - UZRIBHT (13)
PlnC
(1 - ‘/ RZ(l - Pz%av))z
This solves into the simple result
inc
Py = 2 (14)

1— Ry’

valid for any R,. Thus we conclude that there is always a
possibility to reach complete conversion in the ideal, loss-
less case, corresponding to the intracavity flux for the weak
pump 2 as given above. The flux for the strong pump 1 is
found from the relation P3 = asp P Py,

(1 = Ry)Ao

P === (15)
! AspA3
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Table1 Reflectances and transmittances of the optical elements inside
the cavity, at both wavelengths. Reflectances are measured within 0.5%
and transmittances within 0.2%. The values for the crystal are specifi-
cations by the manufacturer. R is the optimum given by the numerical
simulation

1064 nm 1319 nm

R R T R R T
M, 0.930 0.96 0.060 0.740 0.79 0.250
Mo, M3, My 0.995 0.005 0.995 0.005
Crystal 0.980 0.980

The parameters of the cavity (R, Ry) are linked via (10).
For any R, one can find a value of R; leading to the power
P given above, corresponding to complete conversion of
the A, photons.

4.3 Optimization of conversion for a realistic lossy cavity

In any practical situation, passive losses will be present.
This modifies the conclusions of the last subsection, as these
losses limit the enhancement factor that can be reached in
the cavity. Unlike the lossless case, instead of a locus of op-
timal points in the (R, Ry) plane, one finds a unique value
of (Ry,R>) that maximizes P3, at a value smaller than P;"**.
However, this optimum is quite loose when non-linear con-
version dominates over the passive losses (C; > §;). This
highlights the importance of a large single-pass efficiency,
justifying the use of a highly nonlinear material such as PP-
KTP: the required power Pj is reduced (see (15)), making
the cavity more tolerant to passive losses.

Werewrite C; =1—17 %ﬁ:. The cavity equation for wave
2 then leads to two solutions for the intracavity power

A+ — A —r)ry

VTl =0 =)
(—r?

(1—-r)?

cav
Py = ,
with » = Ry (1 — &) the total passive loss coefficient for the
circulating waves. The existence of two solutions indicates
a possible bistability. Such solutions are real provided

= (1 —=r)n. (16)

When this condition is not fulfilled, the cavity is unstable
due to excessive passive or nonlinear losses. This condition
sets a limit on the efficiency achievable for given cavity pa-
rameters T, Ry, 82, n < n™* =T, /(1 — r). Assuming one
chooses the input coupler to reach this maximum value, one

finds for small losses (82, Lo < R») an intracavity power

Py o lenc 1— L, + 2R282 (17)
2 1—-R, 1— Ry ’

close to the idealized case studied before.
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The solution of the coupled equations giving P/, P;*
(10) is performed numerically,* using as input the available
power in our infrared sources and the measured character-
istics of the cavity. We carried out the optimization with
respect to the input coupler transmittances at both infrared
wavelengths [20].

Experimentally, we characterized carefully the transmis-
sion and reflection coefficients of the mirrors used for the
cavity (see Table 1). The measured reflectances correspond
to a passive (i.e. without non-linear conversion) amplifi-
cation of the intracavity power by a factor around 22 at
1064 nm and 12 at 1319 nm. To find the powers coupled into
the cavity fundamental mode, we sent the lasers indepen-
dently into the cavity with a known incident power. Com-
paring the measured intracavity power (inferred from the
power transmitted through M2 and the measured value of its
transmittance) with the one expected from the reflectances
gives the fraction of incident power actually coupled to the
fundamental mode, around 85% for both wavelengths. The
measured reflectances as well as coupling efficiencies were
taken into account in our numerical simulations, predicting
a conversion efficiency n >~ 0.9 for the photons at A, cou-
pled into the cavity (see [20]). The maximal measured out-
put power of 800 mW, which corresponds to n = 0.92, is in
fair agreement with this result.

4.4 Cavity setup and locking

An essential requirement to achieve a stable output with high
efficiency is to ensure that both pump lasers are simultane-
ously resonant in the cavity. In order to maintain the cavity
on resonance for both wavelengths, a double locking scheme
using the stable 1319 nm source as a master laser is imple-
mented (see Fig. 3a). Both lasers are routed together through
an electro-optical modulator placed before the cavity, and
resonantly driven at a frequency fmod = 1 MHz. This dithers
the laser frequencies and generate a dispersive signal from
the cavity transmission. In our implementation, the weaker
pump laser 2 is used as a master laser onto which the cavity
length is locked using an integrating servo-loop. In a second
step, the stronger pump 1 laser is locked onto the cavity, and
consequently on the master laser, ensuring stable operation
of the ensemble. Finally, the frequency drift of the yellow
laser is canceled by locking laser 2 to the D; line of Na us-
ing standard saturated absorption spectroscopy, yielding a
long-term frequency-stabilized laser source.

4A numerical algorithm maximizing the two dimensional function
Pf¥ P;® = f (R, Ry) was implemented. In practice, P/ is first eval-
uated using an Euler secant method by substituting P;*" in Cy (11) by
its expression given by (10). Once P solved, its value is used to de-
rive P;* and the function f. The optimal couple (R?pt,Rgp[) is then
tracked using an adaptive stepsize algorithm maximizing f.
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Fig. 3 a Locking scheme for the SFG cavity. Solid lines represent op-
tical paths, while dashed lines indicate electronic connections. LA +1I:
Use of a lock-in amplifier and an integrator to lock the lasers or the
cavity to the maximum of a signal produced by one of the photodiode
(Ph.). b Linear combination used to compensate for the dip in intra-
cavity power due to conversion. The photodiode monitoring laser 2

In details, the small fraction of infrared light transmitted
by the second mirror M, is collected by two separate pho-
todiodes (see Fig. 1). Two piezoelectric transducers glued
to the cavity mirrors My and M3 are used to tune the cav-
ity length. The first one (M3) allows for a fast response in
the 30 kHz range, but it has a limited travel of a few tens of
nm. The second piezoelectric stack allows one to correct for
larger drifts of the cavity length, occurring over much longer
timescales (from a few ms to a few hours). The photodiode
signal at 1319 nm (Ph.2) is demodulated by a lock-in am-
plifier operating at the modulation frequency fipoq driving
the EOM, producing a dispersive error signal subsequently
fed back to both piezoelectric transducers (with appropri-
ate filters in the feedback loop). This locks the length of the
cavity on the stable 1319 nm source. The photodiode signal
at 589 nm (Ph.3) is demodulated in a similar way, and the
resulting signal can be used to react on laser 1 frequency us-
ing available piezoelectric and temperature control to ensure
that it follows the cavity resonance.

In situations where the conversion efficiency is large, this
standard locking scheme leads to serious stability problems
with both IR lasers simultaneously present in the cavity. To
see this, picture a situation where the cavity is on lock with
the 1064 laser off-resonant. As the 1064 nm laser frequency
is tuned to reach resonance, the power level of the 1319 nm
drops due to conversion into 589 nm photons (see Fig. 3b).
This large drop of the 1319 nm power level when both lasers
resonate cannot be distinguished from a perturbation by the
cavity lock. Hence, the cavity lock actually works against
keeping both lasers on resonance simultaneously, and resists

sees a power drop while the photodiode monitoring laser 3 sees a peak.
Summing them up allows one to always maintain a peak signal to lock
to. ¢ Automatic gain control circuit to control integrator saturation.
COMP: comparator, SH: sample and hold amplifier, INT: integrator,
D: precision differential amplifier

increasing the conversion efficiency above the level where
the 1319 nm lineshape is distorted significantly. We have
devised a simple solution to this problem [20, 32]. First,
instead of the bare 1319 nm photodiode transmission, the
error signal for the cavity lock is derived from a linear com-
bination of this transmission signal and of the yellow out-
put of the laser. The combination is done electronically be-
fore the lock-in amplifier, with weights empirically chosen
to minimize distortions of the cavity lineshape and to opti-
mize the servo gain around the lock point. Our “fringe re-
shaping” method works for any level of conversion, and it
allows for stable operation of the laser, even at the highest
efficiencies. Second, choosing the 589 nm output as the er-
ror signal for the second servo-loop instead of the 1064 nm
transmission ensures that the system locks to the maximal
converted power. Our method relies on the fact that the SFG
is a phase-coherent process: a modulation sideband present
on the 1319 nm laser is automatically present on the out-
put (with a different weight that depends on the 1064 nm
power). Synchronous demodulation by the lock-in amplifier
therefore preserves the linear combination.

When these two servos are in action, the cavity is doubly
resonant, and the two lasers are frequency locked to each
other. We have found that the lock of the second laser was
somewhat sensitive to disturbances occurring near the opti-
cal table. This is a well-known feature of integrating servo-
loops, which typically encounter difficulties to recover from
disturbances with large amplitude that cause the integrator
to wind-up [33]. Integrators are required to achieve zero
DC errors in a servo-loop, and replacing them with a sim-
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pler proportional control is not an option. We have imple-
mented an electronic circuit that bypasses this problem and
prevents the integrator from winding up after violent per-
turbations, while maintaining the laser locked at all times.
This can be seen as an automatic gain control circuit that
limits the DC gain when the input becomes too large. The
circuit, shown schematically in Fig. 3c, uses the laser power
level to detect such disturbances, and compares it to a pre-
set threshold value (set to 80% of the nominal value in our
case). A sample and hold amplifier (SH) samples the inte-
grator voltage, with its output connected (“‘bootstrapped”) to
the integrator input through a differential amplifier. Regular
operations correspond to the SH in “sample” mode, where
the output closely tracks the input. The output Vg of the
differential amplifier is zero and the integrator behaves nor-
mally. When the output of the laser falls below the threshold,
the comparator triggers the SH circuit to switch to “hold”
mode. The SH output is frozen at the value Vj, it had at
threshold, so that the differential amplifier output becomes
Viitt = Vour — Vin. The output voltage at frequency w then
becomes

R
R_? Vin — Vin

) 18
I+iRCow (18)

Vour = —
where Vjj is the incoming error signal and V the output of
circuit. The integrator is thus neutralized before saturating,
and the circuit behaves as a proportional controller around
the threshold value. When the perturbation is removed, the
SH turns back to sample mode and restores regular integra-
tor operation. We use this circuit on all servo controllers in
the laser system.

With this last improvement, the system can withstand
severe mechanical perturbations without unlocking and re-
quires very little maintenance compared to dye lasers. It is
mostly insensitive to temperature fluctuations because the
infrared lasers are thermally stabilized and the cavity length
fluctuations are compensated by the servo. No alignment is
required over weeks, with a power drop below 10%, and
when needed adjustments are limited the injection path into
the cavity. The cavity alignment itself has not been touched
for six months. The laser stays locked for a day on its own.

5 Yellow laser characterization
5.1 Beam quality

We have characterized the spatial mode of the laser emerg-
ing from the cavity. The output beam was focused through
a converging lens and imaged on a charge-coupled de-
vice (CCD) camera at various distances from the lens. The
beam profile for each distance was fitted to a Gaussian with
1/€? radius w identified as the beam waist (see Fig. 4).
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Fig. 4 Measurement of the M? coefficient for the 589 nm laser in the
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Fig. 5 Relative intensity noise spectral density of the laser source av-
eraged over 100 samples

We fitted this function to wg+/1 + 6(z/wp)?, where wy is
the waist of the beam at focus, 6 is its divergence, and z
the direction of propagation. This gives a M? parameter
M2 = rwof /A = 1.02, indicating diffraction-limited perfor-
mances. This shows the high quality of the transverse mode
of the output beam. Measurements in both transverse direc-
tions show no visible astigmatism.

5.2 Intensity noise measurements

Intensity noise of the output was characterized by recording
the beam power on a fast photodiode (bandwidth 10 MHz)
followed by a 16 bits analog acquisition card (National In-
struments NI-6259). From such samples, we determined the
one-sided power spectral density Sgryn of the instantaneous
intensity normalized to the mean intensity,

T 2
/ @eiZﬂv‘E dT >’ (19)
o (1)

where (---) denotes statistical averaging and where T =
100 ms is the measurement time. The results averaged over
100 samples are shown in Fig. 5. This corresponds to a
noise 81/(I) ~ 4 x 1073 integrated over a 5 Hz—500 kHz
bandwidth. Two broad noise peaks are visible near 190 kHz

1
SRIN(V) = ?<
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Fig. 6 Optical density of a cold atom cloud in a magneto-optical trap.
The probe beam is detuned from the resonance line by an amount §

and 330 kHz, which probably reflect resonances in the cav-
ity piezoelectric actuators. The noise level is sufficient for
our application, but could be controlled actively to a lower
level if needed, for instance by monitoring the instantaneous
power and reacting on the incident power from the 1064 nm
laser.

5.3 Absorption from laser-cooled sodium atoms

Because the two pump sources are extremely narrow in fre-
quency, one can expect similar spectral purity of the output.
At present times, we have no means to measure such narrow
linewidths, but we can place an upper bound on the laser
linewidth from high-resolution spectroscopy measurements.

To this aim, we used cold atoms from a magneto-optical
trap (MOT) formed using the SFG laser source. Sodium
atoms were introduced in a high-vacuum cell using elec-
trically controlled dispenser sources (Alvatec GmbH). Re-
pumping light was derived from the main laser using a high-
frequency (1.7 GHz) acousto-optical modulator (Brimrose
Corp.). A MOT was formed in the vacuum cell using a
magnetic field gradient around 10 G/cm and approximately
10 mW optical power in each of the six MOT beams. The
cloud typically contained a few 107 atoms, at a temperature
T ~ 210 pK. We measured the absorption of a weak probe
beam (intensity ~ 1 mW/cm?) by the atomic cloud (with
MOT beams turned off) as a function of the probe frequency.
According to Beer—Lambert’s law, this measures o (§), the
optical density at a detuning § = w; — wy, with @y, the laser
frequency and wg the atomic resonance frequency. Typical
results are plotted in Fig. 6. These measurements have been
fitted using the theoretical expression

r?/4
0(8)/o(0)= 5

TS 0)

where the width I" is used as free parameter. We find
I'/2m) ~ 9.6 £ 0.5 MHz, compatible with the value
found in the literature, I"/(27w) = 9.8 MHz for the natural
linewidth of the D, transition in sodium. Since no broaden-
ing of the absorption profile due to the linewidth of the laser

could be observed within our measurement accuracy, the lat-
ter is small compared to the natural linewidth of the atoms.
We conclude that the laser source fulfills the requirements
for laser cooling applications.

6 Conclusion

In conclusion, we have demonstrated a single-frequency,
tunable, compact and robust all-solid-state SFG yellow laser
source for cooling and trapping sodium atoms. The long-
term stability of the laser source, despite the complexity
brought by the use of a doubly resonant enhancement cavity,
stems from an original electronic servo-loop. This servo is
designed both to bypass the large depletion dip observed on
the weaker input laser resonance fringe under high conver-
sion, and to avoid saturation due to disturbances of the var-
ious integrators used in the servo-loops. In the current con-
figuration, the maximum output power of 800 mW remains
lower than what can be produced with a dye laser. How-
ever, based on our measurements, we calculate that increas-
ing the powers of the infrared laser sources to P} =2 W and
P, =800 mW (both commercially available) should allow
for output powers in excess of 1 W, ultimately limited by
the possible occurrence of thermal effects in the crystal [29,
34, 35].
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Fast production of ultracold sodium gases using light-induced desorption and optical trapping
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In this article we report on the production of a Bose-Einstein condensate (BEC) of »*Na using light-induced
desorption as an atomic source. We load about 2 x 107 atoms in a magneto-optical trap (MOT) from this source
with a ~6 s loading time constant. The MOT lifetime can be kept around 27 s by turning off the desorbing light
after loading. We show that the pressure drops down by a factor of 40 in less than 100 ms after the extinction
of the desorbing light, restoring the low background pressure for evaporation. Using this technique, a BEC with
10* atoms is produced after a 6 s evaporation in an optical dipole trap.

DOI: 10.1103/PhysRevA.81.023631

I. INTRODUCTION

Na is one of the first atomic species that was brought
to quantum degeneracy [1]. Among the alkali metals it
allows the production of the largest Bose-Einstein condensates
(BEC’s) with atom numbers >10% [2,3]. This is, in part,
due to the efficiency of laser cooling, but also to favorable
collisional properties (large elastic cross section, low inelastic
losses). These properties allow efficient evaporative cooling
to Bose-Einstein condensation [2], as well as the production
of large degenerate Fermi gases (e.g., Li) when the Na
cloud is used as a buffer gas for sympathetic cooling [4].
Na also has antiferromagnetic spin-dependent interactions
[5,6], which can lead to complex entangled spin states [7].
Such spin states are particularly sensitive to stray magnetic
fields [8-10], so that they are expected to survive only in a
quiet magnetic environment provided by magnetic shielding.
Hence their study, which is the main motivation behind this
work, requires the optimization of the production of cold Na
gases in a compact setup compatible with such shielding.

A typical ultracold gas experiment can be decomposed into
three successive steps: a source delivering hot atoms to the
vacuum chamber, a magneto-optical trap (MOT) capturing
atoms from the source and precooling them, and a conservative
trap loaded from the MOT where evaporative cooling is
performed to reach quantum degeneracy. The MOT is common
to all experimental setups, which differ in the first and last
steps. The atom source can be an atomic beam produced
by a Zeeman slower [11,12] or a residual vapor that exists
in the ultra-high vacuum (UHV) chamber due to a nearby
atomic reservoir [13,14] or atomic dispensers [15-17], for
example. The conservative trap can be either a magnetic
trap for spin-polarized atoms, or an optical dipole trap for
unpolarized mixtures. All practical implementations must
solve an intrinsic quandary: On the one hand, the atom flux
in the MOT region must be large enough for efficient loading
and on the other hand, it has to be low enough that collisions
with the background vapor do not hinder evaporative cooling
in the conservative trap. This was solved in various ways,
either by spatially separating the MOT capture region and
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the evaporative cooling region or by modulating the atomic
density in time (the Zeeman slower technique, combined with
a controllable beam block, is an example of the latter solution).

To reduce the complexity and size of the apparatus, the
second solution seems more favorable provided that one is
able to truly switch on and off the vapor pressure in the UHV
chamber. Atomic dispensers, which allow the release of an
alkali vapor by thermally activating the reduction of an inert
alkali metal oxide, were introduced for this purpose in con-
nection with atom chips experiments [15—17]. Unfortunately,
dispensers are unsuitable to modulate the pressure inside the
chamber with time constants below 1 s due to their thermal
cycle [15]. This forces one to work at a “compromise” pressure,
which allows one to reach BEC thanks to the high collision
rates obtained in atomic chips [16,17], but limits the sample
lifetime.

A promising technique to rapidly modulate the atomic
pressure is light-induced atomic desorption (LIAD) [18,19],
a phenomenon analogous to the photoelectric effect in which
an adsorbed atom is released from an illuminated surface by
absorbing a photon. LIAD was initially observed in coated
Na cells and subsequently studied for different atomic species
and several substrates [18,20-25]. Its usefulness as a source
for quantum gases experiments was demonstrated for Rb
[17,19,26-28] and K [29,30].

To our knowledge, all the experimental groups that were
able so far to produce a Na BEC relied on a Zeeman slower to
load the MOT [1,3,31-33]. Furthermore, with the exception of
Ref. [33] where evaporative cooling is done in an optical trap,
these experiments used magnetic trapping. When considering
only the MOT loading step, which is less restrictive than
evaporative cooling in terms of acceptable pressure, several
alternatives were demonstrated [14,34,35], but are difficult to
operate under UHV conditions. Loading from Na dispensers
was also demonstrated [36], but not under conditions suitable
for achieving BEC. Only very recently a group reported the use
of LIAD for loading a Na MOT [37]. In that work, the atomic
pressure drops after the extinction of the desorbing light to a
level (lifetime ~8 s) that can be compatible with evaporative
cooling.

Here we report the experimental realization of an ultracold
Na gas in a single UHV chamber, where LIAD is used to
increase the Na pressure for MOT loading and where the atoms
are captured in an optical dipole trap for evaporative cooling.

©2010 The American Physical Society
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FIG. 1. (Color online) (a): MOT loading and decay dynamics. The MOT is loaded using LIAD at maximum power for 12 s. The desorbing
light is then turned off. We find 1/e time constants of 7on = 6.5 £ 0.5 s and topr = 27 & 1.5 s for the loading and decay, respectively, and
an asymptotic number of atoms Ny = 2.1 x 107 atoms. (b): Decay of the number of atoms held in the optical dipole trap (ODT). A simple
exponential fit yields a decay time topr = 10.7 £ 1 s (dashed blue line) for the data corresponding to ¢ > 200 ms. A model including three-body
losses with the rate measured in Ref. [38] was used to fit a one-body collision rate tjg = 17 &= 3 s for the same data (solid black line, 95%

confidence bound in gray), see Sec. III B for details.

We achieve [see Fig. 1(a)] a loading of the MOT with a time
constant ~6 s with LIAD on a subsequent lifetime of the
MOT of ~27 s with LIAD off and a lifetime in the dipole trap
with a time constant ~11 s. The latter is partially limited by
evaporation and inelastic collisions between trapped atoms.
In our setup, the ratio between the partial pressures of Na
when LIAD is switched on and off is n >~ 40. The delay for
observing this pressure drop after the switching off of LIAD is
less than 100 ms. This allows us to quickly switch from MOT
loading to evaporative cooling. Under these conditions, we
observe BEC’s containing ~10* atoms after a 6 s evaporation.
The article is organized as follows. In Sec. II, we describe our
experimental setup. We present the experimental results on
MOT loading using LIAD in Sec. III. We compare our results
to other experiments in Sec. I'V.

II. EXPERIMENTAL SETUP

A. Vacuum system

The UHV system is built around a custom-made chamber
equipped with several viewports allowing wide optical access.
The chamber is made from Ti (for reasons discussed in
the following) machined to a surface roughness specified
lower than 700 nm by the manufacturer (UK AEA Special
Techniques, Oxfordshire, UK). The viewports are made from
fused-silica windows vacuum brazed to Ti flanges (MPF
Products Inc., Gray Court, SC, USA). The chamber inner
volume is about 0.3 liter. The chamber is connected with CF40
tubing to a getter pump located approximately 20 cm away
from its center and to a 20 1/s ion pump located approximately
50 cm away. After 10 days baking at 200° C to establish UHYV,
the residual pressure is well below the sensitivity of the ion
pump current controller (limited to a few 10~° mbar). For all
experiments reported in this article, the pressure near the ion
pump stays below the detection threshold of the controller. We
estimate the effective pumping speed of the ion pump to be
~41/s in the UHV chamber.

We have two means to increase the partial pressure of
Na: atomic dispensers and light-induced atomic desorption.
Atomic dispensers are formed by a powder of alkali oxide,
which is chemically inert at room temperature. A gas of
alkali atoms is released from such devices by activating a
chemical reaction with the heat generated by an electric
current (typically a few amperes) running through the metallic
envelope containing the powder. The dispensers used in our
experiment (Alvatec GmbH, Althofen, Austria) are run at a
relatively low current (<4 A) to avoid the release of large
Na loads into the chamber. A pair of such dispensers is
mounted using standard vacuum connectors and a custom
CF25 electrical feedthrough (MPF Products Inc., Gray Court,
SC, USA) at a distance of about 4 cm from the center of the
chamber. In the first six months after baking out the chamber,
the dispensers were flashed about an hour long at 3.6 A twice
a week. We then found that flashing them for a couple of
hours about once every two months was sufficient to maintain
a constant number of atoms in the MOT, using LIAD to desorb
the atoms from the viewports. Turning on dispensers less often
allows one to maintain a background pressure at a lower and
more constant level.

As an illumination source for LIAD, we use light-
emitting diodes (LED’s) emitting near 370-390 nm (models
NCSUO033A and NCSUO034A from Nichia Corporation, Tokyo,
Japan). Each LED is supplied in a small surface-mount chip
and emits around 350 mW of light power. We mount them in
pairs on appropriate heat sinks. For the reported experiments,
we use two such pairs of LED’s placed around the vacuum
chamber. We supply these LED’s with a current ranging from
0 to 1.5 A (maximum current). We verified that the optical
power is proportional to the current in this range.

A sketch of the relevant section of the chamber interior
is shown in Fig. 2(a). Two re-entrant flanges supporting
large CF63 windows are mounted vertically. The atomic
dispensers are mounted close to the viewports using CF25
electrical feedthroughs. The UV LED’s used for desorption
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FIG. 2. (Color online) (a): Sketch of the UHV chamber showing the location of one of the pairs of LED’s with respect to the MOT and the
reentrant viewports (VP), as well as the path of one of the ODT arms. (b): Time sequence of the experiment. We show from the top down the
power of the ODT, the current in the LED’s, the magnetic gradient of MOT coils and the different cooling phases. TDMOT stands for Temporal

Dark MOT and “Mol.” for “optical molasses” (see Sec. I1 C).

are mounted in front of two CF25 viewports. In our case
the illuminated surface is partly Ti and partly a few hundred
nanometers-thick layer of alternating TiO, and SiO,, which
constitutes the antireflection coating of our viewports (Duane
Mallory, manager of MPF products, private communication,
2009). By changing the position of the UV LED’s, we can
experimentally verify that the main contribution to desorption
comes from the viewports and not from the Ti surface.
In previous experiments, we also successfully used LIAD to
load a MOT in a glass cell (Vycor glass without antireflection
coating) with similar characteristics as in the present UHV
chamber. Attempts made using a 316L stainless steel chamber
with small (CF16) viewports failed. In both cases, Na MOT’s
were also directly loaded from the dispensers.

B. Magneto-optical trap

We operate the MOT using the all-solid-state laser system
described in Refs. [39,40]. The laseris locked on the Na D, line
using modulation transfer spectroscopy on an iodine cell. We
lock on the iodine P38 (15-2) line, which is located 467 MHz
above the Na D, resonance frequency!. The output of the
laser is split into two parts. The first part is used to form the
main MOT beam and the second to form the repumping beam
after passing through a 1.7 GHz acousto-optical modulator
(Brimrose Corporation of America, Sparks, MD, USA). Both
beams are delivered to the experiment using single-mode
optical fibers. The parameters of the MOT and repumper beams
are summarized in Table I. The MOT is formed using a pair of
anti-Helmholtz coils producing a gradient ~15 G/cm on axis.

'This solution was proposed by Christian Sanner, W. Ketterle’s
group, MIT.

Three sets of Helmholtz coils are also available to compensate
for residual fields during the molasses phase. Typically, we
find that only the vertical residual field is significant, with a
magnitude compatible with that of the Earth’s field. We do not
observe a significant effect of the magnetic field produced by
the dispensers on the MOT when they are fed with current.

C. Optical dipole trap

The optical dipole trap (ODT) is produced using a 20 W
fiber laser (IPG Photonics, Oxford, MA, USA). The laser
emits in multiple longitudinal modes and is polarized linearly.
We control the beam intensity using a rotating waveplate
followed by a Glan-Taylor polarizer and switch off the laser
beam using a fast (~1 ms switch-off time) mechanical shutter
(Uniblitz, Rochester, NY, USA). This system allows for a
stable modulation between 0.5% and 100% of the laser
power within a 60 Hz bandwidth. The ODT is in a crossed
configuration where the beam is folded onto itself with a
45° angle in the horizontal plane. We took care to make
the polarizations of the two arms orthogonal to better than
1°. When this was not the case, large heating was observed,
presumably due to the fluctuating optical lattices resulting from
the interferences between identical frequency components
with fluctuating relative phases present in each beam. The
useful powers on the atoms are around 14 and 12 W for the
first and second arms, respectively®. We focus the first arm to a
1/€? size of w; &~ 30 pum and the second arm to w, A 22 um,
which corresponds to a depth Vy &~ 700 uK for the crossed
dipole trap.

2This difference is mainly attributed to imperfections of the antire-
flection coatings of the windows, which were apparently damaged
during the chamber bakeout.
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TABLE 1. Summary of MOT laser parameters. The waist is the 1/e? radius of the beam. Laser powers are given per MOT arm and
frequency detunings from the 3S,,,, F =2 — 3P3;, F' = 3 transition for the MOT beams and the 35,5, F =1 — 3P, F' =2

transition for the repumping beams.

MOT MOT TDMOT TDMOT Molasses Molasses
Beam Waist detuning power detuning power detuning power
MOT 11 mm —20 MHz 1.8 mW —18 MHz 1.8 mW —36 MHz 2.4 mW
Repumper 11 mm 0 MHz 450 uW 0 MHz 8 uW 0 MHz 8 uW

For efficient loading of the ODT from the MOT, it is
essential to reduce the repumper power by a factor of 50 from
its value in the MOT capture phase [41]. This decreases the
steady-state population in the electronic excited state 3Pz,
and increases the spatial density thanks to the reduction
of light-induced collisions. We refer to this procedure as
“temporal dark MOT” (TDMOT) in the following. In our
experiment, the ODT is switched on at the beginning of this
phase, which lasts for about a hundred milliseconds. It is
followed by a 20 ms “pseudo-optical molasses” phase similar
to the one described in Ref. [33], where the MOT detuning is
increased to 36 MHz and the magnetic gradient is ramped down
slowly to zero [see Fig. 2(b)]. During this phase, sub-Doppler
cooling helps reduce the temperature. The repumping light is
then switched off 1 ms before the end of the molasses phase
so that all the atoms are optically pumped to the F = 1 state.
We do not perform any Zeeman pumping on the atoms so that
they can be in any state of the F = 1 Zeeman manifold.

D. All-optical evaporation

Starting from about 2 x 10 atoms in the crossed ODT,
we let the atoms evaporate freely for 3 s, reaching a phase-
space density (PSD) of ~10~2 (accounting for a factor of 1/3
due to the spin degree of freedom, assuming equipartition in
the F = 1 manifold) [42], with 1.5 x 103 atoms at 80 K. We
then start ramping down the power of the ODT laser to 1% ofits
original value in 3 s, following a power-law decay as discussed
inRef. [43]. The cloud is then transferred in an auxiliary optical
trap that can be turned off fast (~1 ws) using an acousto-
optic modulator for time-of-flight imaging. We complete the
evaporation ramp to reach Bose-Einstein condensation around
1 pnK. With further evaporation, we can produce quasipure
BEC’s containing 10* atoms. The total sequence lasts 18 s,
including 12 s of MOT loading.

E. Diagnostics

We infer the properties of the trapped atoms from absorption
images. We use two absorption axes, one copropagating
with the first arm of the ODT, the other vertical. We use
low-intensity circularly polarized probe light on resonance
with the F =2 — F’ = 3 transition. A repumping pulse of
~300 ws is applied to pump all the atoms in the F =2
state before the imaging pulse of ~30 us. The shadow
of the atomic cloud is imaged on charge-coupled devices
(CCD) cameras and the inferred density distribution fitted
to a Gaussian profile. We measure the number of atoms
from the area under the Gaussian, using a scattering cross
section oghs = 343/27, where Ao &~ 589 nm is the resonant

wavelength. We checked that the absorption by the atomic
cloud is peaked around the atomic transition frequency with
a 10 MHz width close to its natural linewidth and that a
linearly polarized probe is absorbed about twice as less, as
expected from the square of the Clebsch-Gordan coefficients
for the relevant optical transitions. For experiments reported
in Sec. Il C, a photodiode monitoring the MOT fluorescence
is also used.

III. MAGNETO-OPTICAL TRAPPING OF SODIUM ATOMS
USING LIGHT-INDUCED DESORPTION

A. Loading the magneto-optical trap

We first characterize the loading dynamics of the MOT as
a function of illumination. We model the loading dynamics by
the equation
N
T™oT
Here, N(¢) is the number of atoms in the MOT at time ¢,
R is the MOT loading rate, and the term N/tyor accounts
for losses due to the collisions with the background gas®. We
assume that R is proportional to the partial pressure of Na in
the chamber Py,, while tl\;(ln is proportional to the sum of Py,
and of the residual pressure of each contaminant i present in
the vacuum chamber weighted by the relevant collision cross
sections on,—;. We thus write
1 1

~ bPNa + —.
T™MOT To

N=R-—

ey

R =~ a Py,

@)

We take a, b, and 1y independent of N and of the illumination,
which is a simplifying assumption but describes our data well.
Equation (1) then leads to an exponential loading with 1/e
time constant Tyjor toward a steady-state atom number

a PN;1

P — 3)
bPNa + tio

Ny = Rtvor ~

A typical loading is shown in Fig. 1(a) (first 12 s), with Ny =
2.1 x 107 atoms, tmor = 6.5+ 0.5sand R =3 x 100 s~ 1.

A first assessment of the efficiency of the loading of the

MOT from LIAD can be achieved by recording the parameters

of the MOT as a function of the LED’s current. These

measurements are reported in Fig. (3). The loading rate R

3We also tried to model the influence of light-assisted inelastic
collisions on MOT loading by adding a term —BN? to the loading
equation [14]. A fit to the data consistently returned 8 = 0 for all
loading curves we examined, so we neglect this term in our analysis.
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FIG. 3. (Color online) (a): Loading rate R of the MOT;
(b): Inverse of the loading time constant 1/tyor; (c): Steady-state
atom number N for various LED currents. Statistical error bars are
smaller than the dots and not shown.

[Fig. 3(a)] is an increasing function of the currents in the
LED’s, showing a growing pressure of Na in the chamber. We
also observe a decrease of the loading times [Fig. 3(b)] and an
increase of the steady-state atom numbers [Fig. 3(c)] when the
LED’s current increases.

Equation (3) implies that when the loading time is domi-
nated by the Na partial pressure, the steady-state atom number
becomes independent of Py, and therefore of the current in
the LED’s. This is what we observe in Fig. 3(c) for the highest
LED currents. We find R = 3 x 10° s~ when the current in
the LED’s is maximal. When the LED’s are off, the loading rate
drops to R = 8 x 10* s~!. This means that the pressure of Na
with the light switched on is increased by a factor n = 40 with
respect the background pressure. This factor can be recovered
with a relatively good approximation from the value of the
MOT lifetime, as we show now. Note first that obtaining an
absolute calibration of the pressure is by no means easy in our
system, which does not include a UHV gauge. When LIAD is
off, we expect that PN"gf is comparable to the saturated vapor
pressure at room temperature P32 =2 x 10~!! mbar, with a
coefficient that depends on the details of the coverage of the
surfaces under vacuum with Na atoms. In the presence of
LIAD, we can infer the value of the pressure from the loading
time of the MOT tyor by using the relation r]\}(])T >~ nov,
where n is the Na density in the background vapor, o is the
collision cross section between a trapped atom and an atom
from the vapor, and v ~ (kgT/m)'/? is the average thermal
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velocity (with T the room temperature and m the mass of
an atom). We assume a typical value o = 10712 em~2 [34],
neglecting its energy dependence. The value Tyvor =5 s
obtained in the presence of LIAD at full power corresponds to
a pressure PQh =~ 10PJ. Given the crude assumptions behind
our estimate and the fact that the velocity of atoms desorbed
by LIAD is not fully thermal [18], this result is in reasonable
agreement with n = 40. A final consistency check amounts
to calculating the loading rate expected in our MOT from a
vapor in equilibrium at room temperature (7 = 295 K). We
use the result R = 0.5(Pg}/ksT)V > v, (m/2kgT)** from
Ref. [13], where V >~ 1 c¢cm?® is the MOT volume and Veap
the capture velocity. From a one-dimensional semiclassical
analysis for our MOT parameters, we deduce vy, >~ 35 m s—L
which leads finally to R =4 x 10° s~!, in good agreement
with the experimental finding. This suggests that the velocity
distribution is almost thermal (i.e., the vapor released via LIAD
quickly equilibrates with the walls of the chamber).

B. Lifetime in the dipole trap

Results from the previous section demonstrate that LIAD
is an efficient way to increase the partial pressure of Na in the
vacuum chamber. Moreover, LIAD has the important property
that it can be controlled on a short time scale. This is a crucial
feature for BEC experiments in which evaporation takes place
in the same chamber as the MOT. In this case it is mandatory
that the increased pressure during MOT loading be transient
and that the background pressure be recovered fast enough to
preserve the lifetime of the atoms in the ODT. We infer this
lifetime by plotting the number of atoms N in the trap as a
function of time [see Fig. 1(b)]. After a fast initial decay for the
first 200 ms, reflecting free evaporation from the ODT [44],
we find that N decreases over a much longer time scale. A fit
of the decay of N for # > 200 ms by an exponential function
exp(—t/topr) gives toptr = 10.7 £ 1's.

The apparent discrepancy between the lifetime in the ODT
(~11 s) and the lifetime in the MOT (~27 s) can be better
understood by analyzing the loss mechanisms in the ODT.
We performed numerical simulations of the evaporation in
the ODT. The simulations simplify the trap geometry to
a truncated harmonic trap, but account for one-body and
three-body collisions [45], which are significant due to the
high density in the trap (~10' at cm™3). The rate for
these collisions L3z = 2 x 1073%cm® s~! was measured in
Ref. [38] for the F = 1, mg = —1 state and we use this value
for all Zeeman states. We derive from these simulations a
value for the one-body lifetime due to background collisions
718 = 17 £ 3 s. The corresponding result for the atom decay
is shown by the solid (black) line in Fig. 1(b). This shows
that three-body collisions play a significant role in the ODT so
that the effective decay time topr is systematically shorter than
the one-body decay time 7, and is essentially limited by these
collisions. We use for simplicity the fitted Topr to analyze
the data in the following. The dependence of the lifetime on
the background pressure is not qualitatively changed, while
this parameter is easier to fit and is model independent. We
attribute the residual discrepancy between 7;g and tyor to
the largely different depths of the ODT and the MOT, which
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FIG. 4. (Color online) MOT loading rate R plotted against
1/7opt, Where topr is the lifetime in the dipole trap, for experimental
situations (a): LIAD on for MOT loading, off for dipole trapping;
(b): LIAD on for both; (c): no LIAD, dispensers on for both. Case (a)
corresponds to a dipole trap lifetime independent of the MOT loading
rate, whereas they are inversely related in cases (b) and (c).

makes collisions more likely to eject atoms from the former
than from the latter.

To determine the effect of LIAD loading on the ODT, we
perform lifetime measurements in the ODT for three different
cases. In the first case (a), our standard sequence, the LED’s are
turned on during the loading of the MOT and then turned off
when the atoms are loaded in the ODT. In the second case (b),
the MOT is loaded just as in the first sequence, but the LED’s
remain on while the atoms are kept in the ODT, keeping the
pressure at the same level as in the MOT loading phase. In
the third case (c), LIAD is not used and the pressure of Na is
increased using the Na dispensers continuously, during both
MOT and ODT phases. The different cases are compared by
looking at topr plotted against R in Fig. (4). In case (a), Topr is
independent of R, implying that one can load the MOT at high
loading rates without deteriorating the lifetime in the ODT. In
cases (b) and (c), the behavior is qualitatively different: Topr
decreases when the pressure increases and a higher loading rate
corresponds to a lower lifetime in the ODT. One can also notice
that, for a given MOT loading rate, topr is significantly larger
using LIAD than using the dispensers. A probable explanation
is that the dispensers are releasing other compounds than Na in
the UHV chamber when heated, while LIAD is more selective
and does not modify the partial pressures of other bodies in a
significant way.

C. Time evolution of pressure

The results presented so far show that the Na partial pressure
rapidly drops back to its background level when the LED’s
are turned off. This process appears to be fast enough so that
the lifetime in the ODT is not diminished. To confirm this result
and determine the time scale of the decrease in pressure, we
perform two measurements on the loading of the MOT. First,
the MOT is loaded with LIAD for the first 12 s, then the LED’s
are turned off and the decay of the number of atoms in the MOT
is recorded [see Fig. 1(a)]. By fitting the loading and decay
phases by two exponentials, we find 1/e time constants Tony =
6.5+ 0.5 s and topr = 27 £ 1.5 s with and without LIAD,
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FIG. 5. (Color online) Evolution of the loading of the MOT after
extinction of the LED’s: the MOT is loaded for 1 s then the LED’s
are turned off. The loading rate shown as a red (blue) dashed line is
3 x 10°s7! (8 x 10* s~') when the LED’s are on (off).

respectively. Given that topr is compatible with the loading
time of a MOT without LIAD shown in Fig. (3), it appears
that the pressure goes back to the background value on a time
scale, which is small compared to Ton. To characterize more
accurately how fast this process goes, a second measurement
is performed on a shorter time scale, using fluorescence light
emitted from the atoms of the MOT to measure the small
number of atoms at the very beginning of the loading. We first
load the MOT using LIAD for 1 s, then turn off the LED’s
keeping the MOT light on. We observe on Fig. (5) a sudden
change in slope, with a loading rate going from 3 x 10° s~!
to 8 x 10* s~! [i.e., we recover the same factor n ~ 40 as
previously found see Fig. 3(a)]. This change happens with a
characteristic time shorter than 100 ms, an upper bound limited
by the sensitivity of the fluorescence measurement.

IV. DISCUSSION

A figure of merit to evaluate the performance of LIAD
for preparation of ultracold gases is how low the background
pressure in the region of the MOT drops once the desorbing
light is turned off. This depends a priori not only on the
physics of LIAD, but also on technical details such as the
effective pumping speed. The different experimental results
available in the literature for UHV systems are summarized in
Table II. The large variations of the reported loading rates can
be easily explained with the different parameters of the MOT,
in particular with the beam size, which impacts the capture
velocity. The data about the MOT lifetime depend mainly on
the atomic species and on the pressure in the vacuum chamber.
The decay of the pressure after turning off the desorbing light
reported in this work is among the fastest reported in the
literature, while the lifetime of the MOT after this extinction
is among the longest. Such a slow MOT decay is reported also
in Refs. [27,46], which are unsurprisingly two other cases in
which evaporation takes place in the same spatial region as
the one where the MOT is loaded. We find a pressure decay
time that is much faster than the other time scales of our
experiment, comparable to Refs. [46,47]. Our observations are
compatible with the scenario where almost all Na atoms stick
to the surfaces of the vacuum system after a few bounces when
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TABLE II. Summary of available data on LIAD for the preparation of a MOT (including this work). Reported data are best figures
in terms of atomic flux. MOT lifetime is measured after switching off the desorbing light. Pressure decay time is defined as the time
required for the pressure to drop at one tenth of its value during the loading of the MOT. The column labeled “Conservative trap”
indicates the type of confinement used after the MOT phase. When the trap is realized in the same location as the MOT, we indicate the
decay-time constant due to collisions with the background gas. SS is Stainless Steel, PDMS is polydimethylsiloxane.

Atomic Desorbing MOT MOT Pressure Conservative

species surface loading rate lifetime decay trap Reference
2Na TiO, + SiO, 3 x 10%s7! <100 ms dipole, >11 s this work
$Rb Pyrex ~10% 57! ~5s microchip, >4 s [17]
87Rb SS 8 x 10° 57! ~100 s none [19]
87Rb PDMS 2.0 x 108 57! ~10s none [26]
87Rb quartz + Pyrex ~108 57! ~30's <30s microchip, >5 s [27]
87Rb Vycor 1.2 x 10°s7! ~3s ~2s magnetic [30]
K Vycor 8 x 107 57! ~1s magnetic [30]
87Rb Pyrex 3 x 108 57! ~24s ~100 ms microchip, >9 s [46]
K Pyrex ~10° 57! microchip, >9 s [46]
2Na Pyrex 4.5 % 107 s7! none [37]
133Cs Quartz 4x10°s7! 925 70 ms none [47]

LIAD is turned off. In the opposite limit where the equilibrium
pressure remains large for a long time (longer than 1 s), the
lifetime is limited by the capacity of the pumping system to
restore a low background pressure. This may explain the large
variations observed in different experiments.

V. CONCLUSION

In conclusion, we demonstrate an efficient route to Bose-
Einstein condensation of Na in a compact single-chamber
setup, with no source of magnetic fields except for the
transitory gradient used for the MOT. The MOT is loaded by
LIAD, with a steady-state number of atoms of about 2 x 107.
Its lifetime remains in the order of 30 s, enough to produce a
BEC, thanks to the rapid decrease of the partial pressure of Na
when the desorbing light is switched off.

The experimental setup described in this work is aimed at
rapidly producing small BEC’s in a single-chamber vacuum
system. However, relaxing some of the technical constraints
imposed on the design of our apparatus may allow the use
of this technique for producing larger BEC’s and degenerate
Fermi gases via sympathetic cooling. Since we use only 20%
of the available power of our solid-state laser, one can double
the size of the MOT beams keeping the intensity constant and
expect at least an improvement of a factor of 4 in the number

of atoms in the MOT *. Another very significant gain can be

obtained by upgrading the ODT. Since the density in our ODT
is limited by inelastic collisions, increasing the trap frequency
will probably not be the best option. Enlarging the size of
the ODT beams, while keeping the confinement constant will
probably be a better route to larger BEC’s by allowing to
capture a higher fraction of atoms from the MOT. This can
be done by using more powerful fiber lasers than the one we
use, which are commercially available. With these technical
improvements the experimental techniques reported in this
work can allow the production of degenerate Fermi gases with
atom numbers comparable to what has already been obtained
on atom chips [28].
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Résumé

Dans ce mémoire, nous présentons les fondements, la construction et les premiers
résultats d'une nouvelle expérience qui a débuté avec ce travail de thése. Nous démon-
trons la production d'un condensat de Bose-Einstein de sodium confiné dans un piége
optique fortement focalisé.

Nous exposons des résultats originaux sur I'état fondamental et les excitations d'un
condensat dans un piége gaussien avec un unique état lié, et nous montrons comment
tirer parti des interactions entre états de spin pour la génération d’états quantiques
fortement corrélés. L'optimisation de l'efficacité de la somme de fréquence en cavité
doublement résonnante est ensuite étudiée et mise a profit pour la réalisation d'un laser
solide pour le refroidissement du sodium. A partir de deux sources laser infrarouges
commerciales, jusqu’a 800 mW de lumiére a 589 nm sont produits, avec une efficacité
de conversion quasi-totale. Ce laser est employé pour former un piége magnéto-optique,
chargé grace a la désorption atomique induite par la lumiére. Apres le chargement, la
pression dans l'enceinte a vide redescend a sa valeur de base en moins de 100 ms.
L’optimisation du transfert des atomes dans un piege dipolaire croisé est présentée. La
conception et l'utilisation d'un objectif de microscope de grande ouverture numérique
sont exposées, permettant la réalisation d'un piége dipolaire fortement focalisé, dans
lequel le condensat se forme aprés une phase de refroidissement par évaporation. Celle-
ci est caractérisée et comparée a un modéle numérique.

Abstract

In this Thesis, we report on the theoretical background as well as the building and
the first results of a novel experiment which was started along with this work. We de-
monstrate the production of a Bose-Einstein condensate of sodium confined in a tightly
focused optical trap.

We present original results on the ground state and the excitations of a condensate
confined in a gaussian trap with a single bound state, and show how to use interactions
between spin states to form highly correlated quantum states. We detail the optimi-
zation of the conversion efficiency of a sum frequency generation process in a doubly
resonant optical cavity. This leads to the building of a solid-state laser for the cooling
of sodium. Out of two commercially available infrared lasers, we produce up to 800 mW
at 589 nm, with near-unit conversion efficiency. This yellow laser is used to form a
magneto-optical trap (MOT) of sodium. It is loaded efficiently using light-induced atomic
desorption, while the background pressure in the vacuum chamber drops back down in
less than 100 ms afterwards. The transfer of the atoms from the MOT to a crossed dipole
trap is studied and optimized. The conception and use of a high numerical aperture mi-
croscope objective is detailed, allowing for the formation of a tightly focused dipole trap,
in which the condensate is obtained after an evaporative cooling phase. This phase is
characterized and compared to a numerical simulation.
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