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Thèse présentée par

Thomas Liennard

pour obtenir le grade de

Docteur en Sciences de l’Université Paris 13
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2.1 L’enceinte à ultra-vide . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 19
2.2 Source d’atomes : piège magnéto-optique 2D . . . . . . . . . . . . . . . 23
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Je souhaite remercier tous les membres du Laboratoire de physique des lasers qui,
de près ou de loin, ont contribué à la concrétisation de mon travail de thèse, et en
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Chapitre 1
Introduction

1.1 Condensation de Bose-Einstein et superfluidité

Cette thèse s’inscrit dans un domaine de recherche plus général qui concerne l’étude
des condensats de Bose-Einstein. La condensation de Bose-Einstein est un phénomène
quantique décrit pour la première fois en 1924 par Einstein, lorsqu’il publie deux articles
[1, 2], dans lesquels il généralise les travaux effectués par Bose sur le comportement
statistique des photons[3]. Ce phénomène consiste en une transition de phase qui se
produit lorsqu’un gaz de bosons (particules identiques décrites par une fonction d’onde
symétrique) est refroidi à une température suffisamment basse (typiquement inférieure
à 1 µK dans un gaz dilué) pour que la longueur d’onde de Broglie qui donne l’échelle du
comportement ondulatoire des atomes, devienne comparable ou supérieure à la distance
moyenne entre atomes. Une fraction macroscopique des atomes se retrouve alors dans
l’état quantique de plus basse énergie.

Ces prédictions d’Einstein ne furent initialement pas prises au sérieux, et il fallu
attendre l’observation du phénomène de superfluidité dans l’hélium 4 en 1938 [4, 5]
pour trouver les premiers indices expérimentaux de la possibilité de la condensation
de Bose-Einstein, qui fut considérée comme un mécanisme possible pour expliquer ce
phénomène de superfluidité [6, 7]. L’hélium 4 est l’un des premiers systèmes montrant
un comportement quantique à une échelle macroscopique. La théorie d’Einstein est
également partie intégrante de la théorie BCS de la supraconductivité [8], via l’asso-
ciation des électrons en paires de Cooper, bosons composites qui peuvent former une
phase superfluide [9].

L’obtention d’un condensat de Bose-Einstein à l’équilibre thermodynamique dans
les gaz dilués est impossible. En effet, aux températures où la condensation se produit,
l’état d’équilibre est l’état solide. Heureusement, en travaillant à très basse densité, il
est possible de ralentir le processus de solidification suffisamment pour avoir le temps de
créer et d’observer un condensat de Bose-Einstein. En effet, ce processus fait principale-
ment intervenir des processus de recombinaison à trois corps (le taux de recombinaison
radiative à deux corps est extrêmement faible), tandis que le processus de thermalisa-
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tion fait intervenir des collisions élastiques à deux corps. Un condensat dans un gaz
dilué est un état métastable. Les densités nécessaires pour atteindre une durée de vie
raisonnable sont de l’ordre de 1014 cm−3 ou inférieures. De telles densités impliquent
une température critique Tc pour la condensation de Bose-Einstein extrêmement faible,
la température critique pour un gaz de particules de masse m et de densité n étant
donnée par :

Tc =
h2

2πmkB

(
n

ζ(3/2)

) 2
3

(1.1)

où kB est la constante de Boltzmann et ζ la fonction zeta de Riemann, avec ζ(3/2) ≈
2.612. Pour les densités requises pour avoir une durée de métastabilité suffisante pour
manipuler le condensat, la température critique est de l’ordre de 1 µK ou inférieure. De
ce fait, la réalisation d’un condensat avec un gaz dilué a posé de nombreuses difficultés
aux expérimentateurs.

L’élément clé qui a permis d’observer la condensation de Bose-Einstein a été le
développement de techniques permettant d’atteindre les très basses températures né-
cessaires. La première de ces techniques est le refroidissement laser. L’idée qu’on puisse
utiliser la lumière laser pour refroidir des atomes a été proposée dans les années 70 par
Wineland et Dehmelt [10], et Hänsch et Schawlow[11]. Les réalisations expérimentales
ont suivi rapidement, tant sur les ions [12, 13] que sur les atomes neutres, avec les mé-
lasses optiques [14]. Les températures mesurées dans les premières mélasses optiques
sont de l’ordre de 300 µK pour la plupart des alcalins, ce qui est cohérent avec la
limite Doppler. Cette limite a été franchie peu après grâce aux mécanismes de refroi-
dissement sub-Doppler dans les atomes possédant une structure hyperfine dans l’état
fondamental [15, 16]. L’étape suivante fut la réalisation du piège magnéto-optique [17],
qui permet à la fois de ralentir et de confiner les atomes.

Malgré ces progrès, le piège magnéto-optique seul ne permet pas d’atteindre les
conditions de la condensation de Bose-Einstein. En effet, les forces répulsives causées
par les diffusions multiples de photons limitent la densité atteignable, et l’émission
spontanée limite la température. La solution viendra d’une autre technique de refroi-
dissement, le refroidissement évaporatif. En capturant les atomes dans un piège magné-
tique [18, 19, 20], et en en chassant les plus énergétiques, il est possible de refroidir le
gaz piégé [21, 22, 23]. C’est en combinant le refroidissement évaporatif avec une phase
de pré-refroidissement laser que les premiers condensats de rubidium 87 et de sodium
23 furent finalement observés en 1995 [24, 25]. La figure 1.1 montre les premiers signaux
de condensats obtenus dans le groupe d’Eric Cornell et Carl Wieman [24].

1.1.1 Condensation de Bose-Einstein

Le condensat de Bose-Einstein est un système qui présente des propriétés quantiques
à une échelle macroscopique. Si les interactions interatomiques sont faibles, on peut
considérer que tous les atomes partagent la même fonction d’onde ψ(~r) et traiter les
interactions par une approximation de champ moyen. Le condensat de Bose-Einstein est
un système particulier en ce qu’il permet d’observer directement l’aspect ondulatoire
de la matière à une échelle macroscopique. En effet, la densité du condensat peut être
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Figure 1.1 – Ces images montrent la distribution en impulsion d’un gaz d’atomes
froids à différentes températures. Elles sont obtenues en faisant une image de la
densité du nuage d’atomes après un temps de vol. La première image montre un gaz
thermique. Le pic sur les deux dernières images est le condensat de Bose-Einstein.
Sur l’image du milieu il est entouré d’un reste de nuage thermique, tandis que
l’image de droite montre un condensat pur. Figure extraite de [24].

imagée directement, donnant accès à |ψ(~r)|2, ce qui permet d’obtenir des images telles
que celles montrées dans la figure 1.2.

Les gaz quantiques sont un système intéressant pour étudier de nombreux problèmes
de physique quantique, car ils présentent des propriétés quantiques à une échelle macro-
scopique tout en pouvant être manipulés et observés aisément à l’aide de lasers ou de
champs magnétiques. Par exemple, en utilisant des interférences entre faisceaux lasers,
il est possible de construire des potentiels périodiques du même type que ceux auxquels
sont soumis les électrons dans un métal, en ayant la possibilité de contrôler finement
les caractéristiques de ces potentiels. Ce type de systèmes, appelés réseaux optiques a
permis d’étudier des phénomènes quantiques, comme la transition superfluide - isolant
de Mott [27]. L’étude de l’expansion d’un condensat de Bose-Einstein en présence d’un
potentiel aléatoire a permis de mettre en évidence la localisation d’Anderson [28, 29].
Les gaz quantiques ont également permis d’étudier les régimes de basse dimensionalité,
en confinant des atomes fortement dans une ou deux directions, permettant l’étude de
régimes fortement corrélés, tels que le régime de Tonks-Girardeau [30] en géométrie
quasi-1D ou la transition Berezinskii-Kosterlitz-Thouless [31] en géométrie quasi-2D.
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Figure 1.2 – Cette figure montre une image de la densité de deux condensats de
Bose-Einstein superposés [26]. On y voit des franges d’interférences, similaires à
celles observées quand on fait interférer deux parties d’un faisceau laser.

1.1.2 Rôle des interactions et superfluidité

Le concept original de la condensation de Bose-Einstein s’applique à un gaz par-
fait de bosons sans interactions. Dans un système d’atomes en interaction et dans la
limite des basses énergies, on ne considère que les collisions en ondes s, et la force des
interactions peut alors être décrite par un seul paramètre, la longueur de diffusion a
[32]. Si la distance moyenne entre atomes est grande devant a, on peut en plus faire
une approximation de champ moyen. La fonction d’onde pour le système à N corps
ψ(~r1,..., ~rN) peut alors être approximée par un état produit ψ(~r1)...ψ( ~rN) pour lequel
tous les atomes partagent la même fonction d’onde ψ(~r), dont la dynamique est décrite
par l’équation de Gross-Pitaevskii [33] :

∂tψ(~r,t) = − ~2

2m
∆ψ(~r,t) + V (~r)ψ(~r,t) + g |ψ(~r,t)|2 ψ(~r,t) (1.2)

où g = 4π~2a
m

, qui diffère de l’équation de Schrödinger par l’ajout du terme g |ψ(~r,t)|2 ψ(~r,t)
représentant l’effet des interactions. On peut également écrire la fonction d’onde en
terme d’une densité ρ = |ψ|2 et d’une phase φ, ce qui donne ψ =

√
ρeiφ. On définit

la vitesse ~v = ~
m
∇φ. On peut montrer [34] que ρ et ψ obéissent alors à l’équation de

continuité :
∂

∂t
ρ+∇ · (~vρ) = 0

et l’équation d’Euler

m
∂

∂t
~v +∇

(
V + gρ− ~2

2m
√
ρ
∇2√ρ+

1

2
m~v2

)
= 0
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Cette équation est similaire à l’équation d’Euler pour un fluide parfait en écoulement
irrotationel, et n’en diffère que par le terme de pression quantique ~2

2m
√
ρ
∇2√ρ. Soit

un condensat dans un état stationnaire décrit par une fonction d’onde ψ0. Un état
proche de cet état stationnaire peut s’écrire ψ(t) = ψ0 + δψ(t) avec δψ(t) � ψ0. On
peut alors décomposer δψ(t) en une somme d’excitations élémentaires nommées modes
de Bogolyubov, qui seront décrites plus en détail dans le chapitre 5. Si on considère
une impureté se déplaçant à la vitesse v dans le fluide, les frottements entre cette
impureté et le fluide se manifestent par l’émission d’excitations élémentaires. Le critère
de Landau [34] indique que cela ne se produit que si v > vc où vc est une vitesse
critique, qui est non nulle dans le cas d’un condensat en interaction. Ainsi, pour des
vitesses en dessous de la vitesse critique, le condensat s’écoule sans frottements, on dit
que c’est un superfluide.

Plus précisément, considérons un superfluide de masseM en mouvement par rapport
à une impureté à une vitesse ~v. Le système étant invariant par translation dans l’axe
du capillaire, l’impulsion p est un bon nombre quantique pour décrire ses excitations.
On suppose qu’une excitation élémentaire d’impulsion ~p et d’énergie ε(~p) apparâıt dans
le fluide. Si on se place dans le référentiel dans lequel le fluide est immobile, l’énergie
totale du système fluide + excitation vaut E = E0 + ε(~p) où E0 est l’énergie de l’état
fondamental du superfluide, et l’impulsion vaut ~p. Revenons maintenant dans le repère
dans lequel l’impureté est fixe. L’énergie du système fluide + excitation y est donnée
par la transformation de Galilée :

E ′ = E0 + ε(~p) + ~p · ~v +
1

2
Mv2. (1.3)

On en déduit le changement d’énergie du superfluide correspondant à la création de
l’excitation, qui vaut δE = ε(~p)+~p ·~v. Le point important est que la création spontanée
d’excitations n’est possible que si elle est énergétiquement favorable, ce qui implique
que |pv| > ε(~p). On en déduit donc le critère de Landau :

v > vc = min
ε(p)

p
.

La vitesse critique peut être déterminée en connaissant la forme du spectre des
excitations. Celui ci peut être étudié expérimentalement en utilisant le spectroscopie
de Bragg [35]. Pour un condensat homogène en présence d’interaction, celle ci est
montrée sur la figure 1.3. Pour des petites impulsions, on a des excitations de type
phonon, d’énergie ε(k) = ~kc, où c est la vitesse du son. Dans ce cas, c est également
la vitesse critique, mais cela n’est pas toujours vrai, notamment pour un condensat
inhomogène. Ce point sera discuté plus en détail dans le chapitre 5. Pour un condensat
sans interactions, les excitations élémentaires correspondent à des particules libres en
dehors du condensat, dont l’énergie est donnée par ε(p) = µ+ p2

2M
, et la vitesse critique

est nulle. Cela montre que les interactions jouent un rôle crucial dans le phénomène de
la superfluidité. La limite entre ces deux régimes correspond à une longueur d’onde de
l’ordre de la longueur de relaxation ξ, définie par ~2

2Mξ2 = µ.
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Figure 1.3 – Ce graphe montre le spectre des excitations ε(k) pour un condensat
homogène en présence d’interactions. Pour des petites impulsions, on a des exci-
tations de type phonon, d’énergie ε(k) = ~kc, où c est la vitesse du son. Pour les
grandes impulsions, on retrouve la relation de dispersion d’une particule libre. On
remarque que ε(k)

k
est toujours supérieur à c, qui est donc la vitesse critique dans ce

cas.

1.2 Superfluidité en géométrie annulaire

L’étude d’un condensat de Bose-Einstein d’une vapeur atomique piégée dans un an-
neau est un paradigme pour le transport d’un superfluide. En effet cette géométrie per-
met de rendre réelles des conditions aux limites périodiques. Cette géométrie de piège
dite doublement connexe stabilise un vortex de charge élevée [36, 37]. C’est également
un environnement potentiellement riche pour l’étude de la propagation de solitons de
différentes natures. On songe aux situations où un état hybride de soliton et de vortex
est créé [38] ou encore à la propagation de soliton dans un milieu bi-dimensionnel ré-
gie par l’équation de Kadomtsev-Petviashvili [39]. C’est enfin un système modèle pour
l’étude du passage de la situation de champ moyen où le paramètre d’ordre est assimilé
à la fonction d’onde d’une particule à la situation d’un état quantique fortement corrélé
où la fonction d’onde du système englobe toutes les particules de façon non séparable.
Un exemple est l’état NOON, superposition macroscopique de deux états de courants
opposés. Un tel état a été observé en physique de la matière condensée dans un SQUID
[40]. Cette dernière situation est actuellement très étudiée dans la communauté scien-
tifique des gaz quantiques. Une étude théorique récente a par exemple montré que des
superpositions macroscopiques devraient se développer spontanément dans le cas d’un
anneau unidimensionnel [41].
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1.2.1 Etat actuel des connaissances

Les premières expériences de rotation d’un superfluide dans un anneau cylindrique
tournant remontent aux années 1960 : une quantité d’hélium superfluide était plongée
dans un baquet tournant à double parois [42]. Ces expériences ont montré qu’une
circulation correspondant à un multiple de h/m restait stable.
Le confinement d’un condensat de Bose-Einstein dans un piège en anneau a été réalisé
pour la première fois en 2005 dans le groupe de D. Stamper-Kurn, avec un anneau
d’un diamètre de quelques millimètres[43]. En 2007, le groupe de W. D. Phillips a
réussi à induire des courants permanents de quelques quanta de circulation au moyen
de transitions Raman mettant en jeu des faisceaux de Laguerre-Gauss dans un piège
TOP percé par un faisceau laser dipolaire [37]. Ce même groupe a étudié la stabilité
d’un courant permanent en présence d’une barrière de potentiel, dans un nouveau
piège tout optique [44]. En 2008, le groupe de C. J. Foot a réalisé en piège en anneau
basé sur une combinaison d’un piège magnétique habillé par onde rf et d’un potentiel
optique [45], similaire à ce que nous envisageons de faire. En 2011, ce même groupe a
réussi à produire un piège en anneau uniquement à l’aide de potentiels habillés modulés
temporellement, suivant le même principe que le piège TOP [46, 47].

1.2.2 Réalisation pratique

Notre projet de piège en anneau se base sur la proposition écrite dans un article
d’Olivier Morizot [48]. L’anneau est obtenu en utilisant un piège habillé décrit ci-dessous
pour confiner les atomes sur une surface ellipsöıdale, et un potentiel dipolaire lumineux
(réseau optique ou nappe de lumière) pour confiner les atomes dans un plan horizontal,
l’intersection des deux pièges étant un anneau.

Piège habillé

L’élément principal pour la réalisation de notre anneau est un type de piège utilisant
la combinaison d’un champ magnétique statique avec un champ radiofréquence, appelé
le piège habillé. Ce type de piège a été proposé en 2001 par Oliver Zobay et Barry
M. Garraway [49], et réalisé expérimentalement pour la première fois en 2003 [50]. Il
utilise le couplage des sous niveaux Zeeman des atomes par un champ radiofréquence
pour créer un potentiel adiabatique présentant un minimum sur une surface de champ
magnétique constant sur laquelle l’écart entre sous niveaux Zeeman est égal à ~ωrf , ωrf
étant la fréquence de l’onde rf. En choisissant bien la géométrie du piège magnétique et
la fréquence de l’onde rf, on peut créer différents types de pièges, tels que des coquilles
ellipsöıdales, des pièges 2D, où bien des doubles puits [51]. Je vais maintenant donner
une rapide explication du calcul du potentiel dans le piège habillé. Une démonstration
plus complète se trouve dans [52].

On considère un atome soumis à un champ magnétique statique ~B(~r) et à un champ

radiofréquence oscillant ~Brf cos(ωt) homogène et polarisé linéairement. On prend comme
axe de quantification Z la direction locale du champ magnétique statique et on appelle
X la direction perpendiculaire à Z contenant la composante du champ rf transverse au
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champ statique. Le moment magnétique de l’atome est donné par ~µ = −gFµB ~F/~ où

gF est le facteur de Landé, µB est le magnéton de Bohr et ~F le moment cinétique de
l’atome. Le Hamiltonien d’interaction entre l’atome et le champ s’écrit alors :

H(~r,t) =
gFµB
~

[FXBrf,X(~r) cos(ωt) + FZ(B(~r) +Brf,Z(~r)) cos(ωt)] .

En l’absence de couplage avec le champ radiofréquence, les états propres sont les sous
niveaux Zeeman, dont l’énergie est donnée par E = mFµBB. On peut noter que la com-
posante de Brf parallèle au champ statique n’intervient pas dans le couplage des sous
niveaux Zeeman. En effet, elle ne peut induire que des transitions π vérifiant ∆mF = 0,
pour lesquelles le désaccord de fréquence est très important (il correspond à la structure
hyperfine, dans le domaine micro-onde). Cela permet de mettre le hamiltonien sous la
forme simplifiée :

H(~r,t) = 2Ωrf (~r)FX cos(ωt) + Ω(~r)FZ

avec les pulsations de Rabi respectives pour le champ rf et le champ statique : Ωrf (~r) =
1
2
gFµB

~ Brf,X(~r) et Ω(~r) = gFµB
~ B(~r).

Le champ radiofréquence est résonnant avec le champ statique là où ω = Ω(~r). On
pose donc δ(~r) = ω − Ω(~r), et on recherche les états propres du hamiltonien dans le
repère tournant à pulsation ω autour de l’axe Z [53]. Après avoir appliqué l’approxima-
tion des ondes tournantes en négligeant les termes oscillant rapidement dans le repère
tournant, on peut diagonaliser le Hamiltonien et trouver les niveaux habillés dont les
énergies s’écrivent :

U(~r)m′F = F
√

(~ω − gFµBB(~r))2 + ~2Ωrf (~r)2. (1.4)

Un graphe de l’énergie des niveaux habillés pour un système dans l’état hyperfin F = 1
est montré dans la figure 1.4.

Le potentiel de piégeage est minimal sur la surface définie par δ(~r) = 0, soit ~ω =
gFµBB(~r), qui est une surface isomagnétique pour le champ magnétique statique. Cette
surface prend typiquement la forme d’une bulle ellipsöıdale dont le rayon peut être
ajusté en variant la fréquence rf. On peut noter que Ωrf (~r) dépend de l’angle entre
le champ magnétique statique et la polarisation de la rf. Cela permet par exemple de
réaliser des double puits [51], et peut conduire à la présence de ”trous”, où la polarisation
de la rf est alignée avec le champ magnétique statique et Ωrf devient nul [54]. Pour
éviter ce problème, notre piège en anneau utilisera une onde rf de polarisation circulaire.

Piège en anneau

La géométrie envisagée pour notre piège est celle d’un anneau de Saturne, de rayon
ajustable dans une plage allant environ de 20 à 100 µm, avec une fréquence d’oscilla-
tion dans la direction radiale d’environ 500 Hz, et une fréquence d’oscillation dans la
direction verticale de plusieurs kHz. La forme de ce piège est montrée sur la figure 1.5.
Le confinement radial est fourni par le piège habillé. On utilise pour cela un champ
magnétique statique quadrupolaire, d’axe vertical, et une onde rf polarisée circulaire-
ment dans l’axe du quadrupole. Cette configuration permet d’obtenir un potentiel de
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Figure 1.4 – La courbe en pointillés représente l’énergie des sous niveaux Zeeman
dans un piège magnétique harmonique en fonction de la position. En présence d’un
champ radiofréquence, les niveaux du système atome+champ sont séparés par un
écart de ~ω, et se croisent là où la fréquence du champ rf est résonnante avec le
champ magnétique statique. Ces niveaux sont représentés par la courbe en tirets sur
le graphe. Le couplage entre le champ rf et le champ magnétique statique produit un
croisement évité, ce qui donne les niveaux habillés représentés par le trait continu.

piégeage symétrique par rotation, dont le minimum se situe sur une surface en forme
de sphère aplatie.

Pour obtenir un anneau, il faut rajouter un confinement dans l’axe vertical. Il est
possible de l’obtenir de plusieurs façons. On peut moduler rapidement la position et
le rayon du piège habillé selon le même principe qu’un piège TOP, et obtenir ainsi un
anneau. C’est le principe du TAAP, proposé en 2007 [46] et réalisé en 2011 dans l’équipe
de Chris Foot[47]. Une autre méthode utilisée dans plusieurs expériences consiste à
utiliser un potentiel dipolaire optique pour assurer ce confinement[55]. C’est la méthode
que nous allons utiliser. Nous prévoyons d’utiliser un laser à 532 nm pour assurer le
confinement vertical, piégeant ainsi les atomes dans un minimum d’intensité lumineuse
afin de minimiser les pertes par émission spontanée. Deux solutions sont envisagées :
soit un réseau optique créé en faisant interférer deux branches du faisceau laser, soit
une nappe de lumière obtenue à l’aide d’une lame de phase inhomogène, comme celle
utilisée dans [55].

Comme nous le verrons par la suite ce type de piège autorise des études de propa-
gation d’un superfluide à 3 dimensions comme à 2 dimensions. Il sera par contre plus
difficile de réaliser un milieu à 1 dimension sans adjoindre un élément s’ajoutant aux
paramètres de raideur du piège.
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Figure 1.5 – Piège en anneau. Figure extraite de [48].

1.2.3 Organisation du mémoire

Le chapitre 2 donne une description du montage expérimental. J’y décris les divers
éléments que sont la source d’atome, le piège atomique, toutes les parties mécaniques, le
contrôle informatique et le dispositif d’imagerie. La partie optique et lasers fait l’objet
du chapitre 3. Des innovations substantielles ont été apportées par rapport à la version
précédente du montage décrit dans la thèse d’Olivier Morizot [52]. En substance j’y dé-
cris la source laser fibrée montée au laboratoire dont nous faisons à présent usage pour
le refroidissement laser et la détection par imagerie d’absorption. Je décris également
les caractéristiques du laser à 532 nm utilisé pour boucher le piège quadrupolaire dans
la zone de champ magnétique nul.
Le chapitre 4 explicite ce puits de potentiel et le protocole expérimental qui aboutit à
la réalisation du condensat atomique.
Dans le chapitre 5 je développe l’étude numérique des propriétés hydrodynamiques du
condensat piégé dans un anneau de géométrie semblable à celle qui sera expérimentée.
Cette étude est en deux parties : dans un premier temps j’analyse le spectre d’excita-
tions du condensat à température nulle, j’examine ensuite la dynamique de propagation
de ce condensat.
Je fais état du bilan de ces études tant expérimentales que théoriques dans un chapitre
de conclusions. Quelques perspectives à moyenne échéance y sont également discutées.



Chapitre 2
Vue d’ensemble du montage

Dans ce chapitre, je présenterai le dispositif expérimental que j’ai monté pendant ma
thèse pour obtenir un condensat de Bose-Einstein, dans le but de le transférer ensuite
dans un piège en anneau et d’étudier ses propriétés de superfluidité. Pour aboutir
au condensat, nous utilisons le schéma classique : refroidissement laser d’un gaz de
rubidium 87 dans un piège magnéto-optique, transfert dans un piège conservatif, et
refroidissement évaporatif. Pour des raisons d’optimisation de l’accès optique et de la
durée de vie du condensat, le piège magnéto-optique et le refroidissement évaporatif se
font dans deux parties séparées de l’enceinte à vide, reliées entre elles par un tube de
pompage différentiel (un tube étroit qui permet de maintenir une différence de pression
entre les deux parties de l’enceinte). Le déplacement des atomes entre les deux parties
se fait par transport mécanique du piège magnétique. Pour améliorer les performances
du piège magnéto-optique et limiter les pertes par collisions dans la première partie
du transport, nous utilisons un piège magnéto-optique 2D installé dans une troisième
partie de l’enceinte comme source d’atomes. Je donnerai d’abord une description de
l’enceinte à vide (2.1), du piège magnéto-optique 2D (2.2) et du piège magnéto-optique
3D (2.3), du système de transport magnétique (2.4) et du piège dans lequel a lieu le
refroidissement évaporatif (2.5). Je parlerai aussi du dispositif de contrôle informatique
de l’expérience (2.6), et du système d’imagerie (2.7). La description détaillée du système
laser sera donnée au chapitre 3.

2.1 L’enceinte à ultra-vide

Le refroidissement d’atomes neutres et la création d’un condensat de Bose-Einstein
nécessitent de travailler sous ultra-vide. En effet, les collisions entre atomes à tem-
pérature ambiante et atomes refroidis entrâınent essentiellement la perte des atomes
refroidis, selon la loi N(t) = N0e

−Γvidet où Γvide est le taux de collisions avec le gaz rési-
duel en nombre de collisions par seconde, qui vaut environ Γvide = αP avec P la pression



20 Chapitre 2. Vue d’ensemble du montage

en millibars et α ≈ 3,3.108mbar−1s−1pour du rubidium à température ambiante 1.

Ceci est d’autant plus important que dans notre cas, le condensat est obtenu après
une période de refroidissement évaporatif [58, 59] qui peut durer jusqu’à 30 secondes.
Pour effectuer le refroidissement évaporatif, il est donc nécessaire de travailler à des
pressions plus petites que 10−10 mbar. Cette condition, combinée avec l’exigence de
pouvoir charger le piège magnéto-optique en un temps raisonnable, nous a conduit à
utiliser un dispositif dans lequel le piège magnéto-optique et le condensat sont obtenus
dans deux chambres séparées par un tube de pompage différentiel permettant d’obtenir
des durées de vie de plus de 30 secondes dans la partie où l’on réalise la condensation.
Ceci est d’autant plus important qu’au début de ma thèse, le piège magnéto-optique
était chargé directement à partir d’une vapeur, ce qui implique une pression de l’ordre de
10−9 mbar. Afin d’améliorer les performances du montage, nous avons ensuite installé
un piège magnéto-optique 2D, placé à angle droit par rapport à l’axe du transport
magnétique, qui génère un faisceau d’atomes de 87Rb ralentis à partir duquel le piège
magnéto-optique 3D est chargé. Un plan de la chambre à vide est montré dans la figure
2.1.

Le piège magnéto-optique est réalisé dans une chambre métallique octogonale (ap-
pelée « l’octogone ») 2. Elle comporte deux hublots CF 63 et quatre hublots CF 40 par
lesquels passent les faisceaux du piège magnéto-optique, plus deux hublots CF 16. Le
premier hublot, situé dans l’axe du piège magnéto-optique 2D, est utilisé pour mesurer
la fluorescence du piège magnéto-optique 3D à l’aide d’une photodiode. Le deuxième,
situé dans l’axe du transport, peut servir à observer le piège magnéto-optique 3D,
et peut aussi être utilisé pour faire de l’imagerie par absorption dans l’axe du trans-
port, afin d’aligner l’axe du transport magnétique avec le tube de pompage différen-
tiel. L’octogone est pompé par une pompe ionique de marque Meca 2000, de capacité
25L.s−1. Cette chambre est reliée à une cellule en verre, appelée « cellule science »,
dans laquelle a lieu la condensation, et au piège magnéto-optique 2D qui sert de source
d’atomes au moyen de deux tubes de pompage différentiel. Une vue détaillée de l’oc-
togone est montrée dans la figure 2.2.

La cellule science est une cellule de spectroscopie de marque Starna, réalisé en
quartz. Elle possède une section intérieure carrée de 10× 10 mm de parois d’épaisseur
1,25 mm et une longueur de 83,5 mm. Les parois extérieures de la cellule sont recou-
vertes d’un traitement anti-reflet 3. Nous avons mesuré la transmission d’un faisceau
780 nm et 532 nm au travers de la cellule, et trouvé une transmission d’environ 90 %,
les pertes étant dues aux faces intérieures de la cellule, qui ne sont pas traitées.

La cellule est reliée à l’octogone par un tube de pompage différentiel de diamètre
4 mm et de longueur 60 mm, suivi d’un Té CF 16 pour le raccordement des pompes.
Ce tube permet d’assurer un excellent vide (10−11 mbar) dans la cellule science, afin de

1. Le taux de collisions avec le gaz résiduel vaut Γvide = n′σ′v′ où n′ est la densité du gaz résiduel,
σ′ sa section efficace de collision avec le gaz piégé et v′ sa vitesse moyenne. En considérant le gaz

résiduel comme un gaz parfait, on a n′ = P
kBT ′ et v′ =

√
8kBT ′

πm′ , ce qui donne Γvide = σP√
πm′kBT ′/8

[56, 57]
2. Réalisé par la societé ASTEMEC, en acier 316
3. R<0,5% à 532 nm et R<1% sur 650-1100 nm
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Figure 2.1 – Ce schéma montre une vue générale de l’enceinte à vide. On y voit
l’octogone au milieu, relié à la cellule science en bas à droite et au piège magnéto-
optique 2D derrière. Cette dernière partie a été rajoutée pendant la dernière année
de ma thèse.

maximiser la durée de vie des atomes. Le port de l’octogone sur lequel ce tube est fixé
est percé d’un trou de diamètre 4 mm, contrairement aux autres ports CF16 dont le
diamètre est de 16 mm. Celui-ci était initialement prévu pour maintenir une différence
de pression avec le piège magnéto-optique 2D, mais les contraintes d’encombrement
nous ont conduit à mettre celui-ci à une plus grande distance de l’octogone que prévu,
et ce trou aurait risqué de bloquer le passage du jet atomique produit par le piège
magnéto-optique 2D. Lors de son installation, nous avons donc fait pivoter l’octogone
vers la droite pour placer le trou au niveau du tube de pompage différentiel vers la
cellule science. La longueur totale du tube de vide différentiel est alors de 96 mm, voir
figure 2.2.

La partie science de l’enceinte à vide est pompée par une pompe ionique Varian de
20L.s−1, et une pompe à sublimation de titane. Toutes les pompes ioniques sont blindées
magnétiquement. La pression dans l’enceinte est estimée par la mesure du courant des
pompes ioniques. Après l’étuvage, ce courant est en dessous du seuil de détection de la
pompe et on mesure directement la durée de vie des atomes pour connâıtre la qualité
du vide. L’octogone est également relié au piège magnéto-optique 2D, que je décrirai
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Figure 2.2 – Plan de l’octogone. L’un des ports CF16 de l’octogone dispose d’un
petit trou de pompage différentiel, initialement prévu pour le piège magnéto-optique
2D, mais maintenant placé du côté du passage vers la cellule science.

en détail dans la section (2.2).

Après l’assemblage, l’enceinte à vide a été étuvée avec des cordons chauffants à
une température entre 200 et 300 degrés, tout en étant pompée par une pompe tur-
bomoléculaire, branchée sur trois vannes situées sur les parties octogone, science et
piège magnéto-optique 2D. Des thermocouples placés en différents points de l’enceinte
permettent de mesurer la température au cours de l’étuvage, et on ajuste la puissance
dans les différents cordons chauffants pour maintenir une température uniforme et évi-
ter d’avoir des points froids. Lorsque la pression descend en dessous de 10−8 mbar,
mesurée en regardant le courant des pompes ioniques, la pompe turbo est retirée et le
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pompage se fait avec les pompes ioniques. L’opération d’étuvage prend environ deux
semaines.

L’octogone est fixé sur une plaque percée placée à une hauteur de 43 cm par rapport
à la table optique. Une deuxième plaque est située plus haut, et est utilisée pour
supporter le poids des pompes ioniques et fixer les optiques pour l’axe vertical du piège
magnéto-optique. Elle est visible en haut à droite de la photographie de la figure 2.3.

2.2 Source d’atomes : piège magnéto-optique 2D

Au début de ma thèse, le PMO 3D était chargé à partir d’une vapeur de rubidium,
provenant d’une ampoule placée dans un raccord flexible entouré de cordons chauffants,
séparé de l’octogone par une vanne. Le raccord permettait de briser l’ampoule de
rubidium par flexion une fois le vide obtenu. La pression de rubidium dans l’octogone
pouvait être contrôlée en jouant sur la température de la réserve et sur l’ouverture de la
vanne. Mais la pression relativement élevée nécessaire pour charger le PMO 3D limitait
la durée de vie des atomes dans l’octogone à environ une seconde. Cela causait une
perte importante d’atomes lors de la première partie de leur transport vers la cellule
science. Voir paragraphe 4.1.3 et figure 4.3.

Pour éviter ces pertes, il faut réduire la pression dans l’octogone, ce qui implique
de dissocier la source d’atomes de l’enceinte du piège magnéto-optique. Par ailleurs,
la vitesse des atomes provenant de cette source doit être inférieure à la vitesse de
capture du piège magnéto-optique, qui est de l’ordre de 10m.s−1 [60]. Plusieurs types
de sources d’atomes lents sont couramment utilisées pour charger des pièges magnéto-
optiques, dont le ralentisseur Zeeman [61], et le piège magnéto-optique 2D [62]. C’est la
solution que nous avons retenue, car elle offre de bonnes performances et nous avions
la possibilité d’acheter un piège magnéto-optique 2D compact à la fiabilité prouvée.

Le piège magnéto-optique dans l’octogone est alimenté par un jet d’atomes issu
d’un piège magnéto-optique 2D acheté au laboratoire SYRTE, de conception décrite
en détail dans la thèse de Patrick Cheinet [63], dont une photo est montrée dans la
figure 2.3.

Ce piège fonctionne sur le même principe qu’un piège magnéto-optique 3D, mais en
ne refroidissant que dans les deux directions perpendiculaires à l’axe du piège. Seuls
les atomes ayant une vitesse axiale suffisamment faible ont le temps d’être refroidis, et
sortent aux deux extrémités du piège sous la forme d’un jet. Un faisceau pousseur placé
dans l’axe du piège permet de favoriser le côté qui donne sur l’octogone. L’enceinte à
vide de ce piège magnéto-optique 2D est constituée d’un parallélépipède allongé en
titane, fermé par 4 hublots rectangulaires mesurant 90 × 25mm pour les faisceaux de
refroidissement et par un hublot circulaire à une extrémité pour permettre le passage
du pousseur. Du côté pousseur, on trouve une pompe ionique Varian 2 L.s−1 et un
four contenant une ampoule de rubidium, servant de source d’atomes. La pression dans
l’enceinte du piège magnéto-optique 2D est de 10−9 mbar.

Ce four est relié au reste du piège magnéto-optique 2D par une vanne, et est chauffé
par un cordon chauffant. Il est réalisé avec un tube de titane à paroi mince. Lors de
l’installation sur le montage, après la mise sous vide, on a utilisé une pince pour écraser
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Figure 2.3 – Le piège magnéto-optique 2D capot ouvert. On peut voir les colli-
mateurs fibrés, les cubes et les lames utilisées pour créer les faisceaux de refroidis-
sement. Une photodiode permet de mesurer l’intensité d’un des faisceaux de refroi-
dissement après rétro-réflection. Elle permet de mesurer l’absorption d’un faisceau
à résonance par le rubidium lors de ses deux passages dans la cellule, afin de régler
la pression dans l’enceinte, qui est de l’ordre de 10−8 mbar.
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légèrement le tube afin de briser l’ampoule de rubidium à l’intérieur. A l’autre extrémité
de l’enceinte en titane se trouve un trou de diamètre 1,5 mm, par lequel sort le faisceau
d’atomes. Ce trou est suivi d’une pièce en graphite usinée avec une ouverture conique,
servant à absorber les atomes de rubidium provenant de la vapeur, et permettant de
maintenir un bon vide côté octogone malgré la pression relativement élevée dans le piège
magnéto-optique 2D. De ce côté, le piège magnéto-optique 2D est relié à l’octogone par
un tube de diamètre 16 mm de longueur 18 cm.

Le refroidissement transverse des atomes dans chacun des deux axes est assuré
par trois faisceaux rétro-réfléchis, ce qui permet d’allonger la zone de refroidissement.
Pour chaque axe, le faisceau arrive d’une fibre dans un collimateur créant un faisceau
elliptique, et est séparé en trois à l’aide de deux cubes séparateurs de polarisation,
de deux lames λ

2
et d’un miroir à 45 degrés réfléchissant les faisceaux vers l’enceinte.

Chacun des faisceaux passe une lame λ
4

pour être polarisé circulairement avant de passer
dans l’enceinte à vide. De l’autre côté de l’enceinte, chaque faisceau passe une lame λ

4

avant d’être rétro-réfléchi par un miroir. Utiliser des faisceaux rétro-réfléchis permet de
diviser par deux la puissance laser requise pour le fonctionnement du piège magnéto-
optique 2D et permet un meilleur équilibre des faisceaux si le profil transverse de ceux-ci
n’est pas homogène. Une troisième fibre amène le faisceau pousseur. Son collimateur
est placé dans un support qui permet de régler la position du faisceau pousseur en
rotation et en translation pour optimiser le chargement du piège magnéto-optique 3D.
Le champ magnétique utilisé pour le piège magnéto-optique 2D est généré par deux
paires de bobines rectangulaires de 100 tours dans lesquelles circule un courant de
1,7 A, produisant un gradient de 22 G.cm−1. La puissance laser utilisée est de 60 mW
par axe et 6 mW pour le faisceau pousseur.

2.3 Piège magnéto-optique

La première étape vers l’obtention du condensat est la création d’un nuage d’atomes
froids par un piège magnéto-optique 3D. Ce piège utilise 3 paires de faisceaux laser
contra propageants de polarisations circulaires opposées deux à deux, désaccordés de
−3Γ par rapport à la transition 5S1/2,F = 2 → 5P3/2,F = 3 du rubidium et un
champ magnétique quadrupolaire pour ralentir et piéger les atomes [17]. Un faisceau
repompeur est superposé aux faisceaux de refroidissement pour ramener les atomes
qui se désexcitent vers le niveau hyperfin 5S1/2,F = 1 dans la transition cyclante. Le
champ magnétique est fourni par une paire de bobines qui serviront également à créer
le piège magnétique pour le transport des atomes vers la cellule science. Ces bobines
seront décrites en détail dans la section 2.3.2. Pendant la phase de piège magnéto-
optique, elles sont parcourues par un courant de 2 A, ce qui correspond à un gradient
de 9 G.cm−1. Je parlerai d’abord de la partie optique dans la section 2.3.1, puis des
bobines dans la section 2.3.2.
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Figure 2.4 – Le refroidisseur et le repompeur arrivent par la fibre du bas. Le
système permettrait de les faire arriver dans deux fibres séparées, mais nous les
combinons déjà sur le banc optique pour les deux axes du piège magnéto-optique
2D. Les fibres numérotées de 1 à 6 vont vers les collimateurs de sortie. Toutes les
fibres sont des fibres monomodes à maintien de polarisation.

2.3.1 Optiques

Le laser de refroidissement est injecté avec le laser repompeur dans une fibre op-
tique monomode à maintien de polarisation provenant du banc laser. Il est séparé en
6 faisceaux qui repartent dans 6 fibres à maintien de polarisation par un système de
séparation commercial compact 4. Des lames de polarisation intégrées au système per-
mettent de régler l’équilibre des puissances entre les six fibres de sortie, et une lame
1% ainsi qu’une photodiode intégrée à l’assemblage permettent de mesurer l’intensité
du laser en entrée. L’efficacité de couplage du système est typiquement de 90 %.

Les faisceaux sont ensuite agrandis par des collimateurs de conception similaire
à ceux décrits dans [63], qui produisent un faisceau de diamètre à 1

e2
égal à 24 mm

diaphragmés à un diamètre de 1 pouce. Ces collimateurs incluent une lame λ
4

pour
obtenir une polarisation circulaire en sortie. Ils sont fixés sur des montures pour miroir 2
pouces de chez Thorlabs à l’aide d’une bague d’adaptation. Le faisceau vertical montant
est renvoyé à l’aide de miroirs 2 pouces pour des raisons d’encombrement. Les autres
vont directement du collimateur à un hublot de l’octogone. L’alignement de chaque axe

4. Système FiberPort cluster de Schäfter Kirchhoff
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Figure 2.5 – Les collimateurs utilisés ont été réalisés sur mesure par l’atelier du
SYRTE. Ils utilisent trois lentilles de focales -6 mm, 50 mm et 100 mm, et sont
beaucoup plus compacts que les collimateurs commerciaux habituels qui n’utilisent
qu’une lentille. Ils ont une longueur de 57,4 mm hors fibre pour une focale équiva-
lente de 133 mm, et intègrent également une lame λ

4
pour obtenir les polarisations

circulaires nécessaires pour le piège magnéto-optique. L’image du haut montre un
collimateur dans son support orientable, et celle du bas un fichier de CAO sur lequel
on voit, de droite à gauche, les lentilles et la lame quart d’onde.
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se fait en centrant le faisceau sur des mires en papier placées sur les hublots de l’enceinte.
En fonctionnement normal, la puissance laser utilisée est de 500 mW, et l’intensité au
centre des faisceaux est de 830µW.cm−2, ce qui correspond à un paramètre de saturation
pour les six faisceaux, en comptant les pertes sur les hublots, de s = 0,15.

2.3.2 Bobines de transport et PMO

Le champ magnétique pour le piège magnéto-optique 3D et le transport des atomes
est fourni par une paire de bobines placées au dessus et en dessous de l’enceinte à vide.
L’écartement des bobines est de 13 cm, fixé par les dimensions de l’octogone, et leur
diamètre intérieur est de 4 cm pour laisser un passage au faisceau de refroidissement.
Celles-ci sont réalisées en fil de cuivre plat de dimensions 2,8 mm par 0,8 mm recouvert
d’une couche d’isolant de 0,05 mm d’épaisseur, et constituées d’un empilement de 10
couches, chaque couche faisant 50 tours. Elles ont été réalisées en enroulant le fil sur
un tube de Delrin équipé de deux joues en Téflon, fixé sur un des tours de l’atelier de
mécanique. Une personne faisait tourner le mandrin du tour à la main en s’assurant du
bon alignement du fil, tandis qu’une autre maintenait la tension du fil. Afin d’assurer
leur solidité et d’améliorer la dissipation thermique, les bobines sont noyées dans de
la résine epoxy 5. Les bobines sont placées dans un support en Dural dans lequel se
trouve un circuit de refroidissement à eau, la puissance dissipée par les bobines étant
importante. La figure 2.6 montre une vue de ce support.

Le gradient a été mesuré en déplaçant une sonde de champ magnétique le long
de l’axe des bobines. Le résultat de cette mesure est montré dans la figure 2.7. Le
gradient mesuré est de 4.5 G.cm−1 pour un courant de 1 ampère. Cette mesure a
également permis de déterminer précisément la hauteur du zéro de champ magnétique,
et d’ajuster le support des bobines pour que cette hauteur soit identique à celle du
tube de pompage différentiel séparant l’octogone de la cellule science.

Ces bobines nous ont posé des problèmes de coupure de champ magnétique, cau-
sés par les courants de Foucault dans le support en Dural (conducteur électrique),
qui créent un champ magnétique rémanent qui persiste pendant plusieurs dizaines de
millisecondes. Ce champ nous empêche d’utiliser les phases de mélasse optique, de re-
froidissement sub-Doppler et de pompage optique avant le chargement dans le piège
magnétique, comme nous le faisions sur notre montage précédent [52]. Pour éliminer
ces courants de Foucault, il est prévu de réaliser de nouvelles bobines en fil de cuivre
creux, refroidies à l’eau et tenues par un support isolant en résine 6.

Les bobines de transport sont alimentées par une alimentation de marque Delta-
Elektronika 7, de puissance 3kW, qui permet d’y faire passer un courant de 35 ampères.
Les bobines étaient mises en série dans la première version du montage afin d’éviter des
fluctuations de la position du zéro de champ magnétique en s’assurant que chacune est
parcourue par un courant identique. En série avec les bobines se trouve un transistor

5. Epotecny E707
6. résine Damival, moulage réalisé par ABC Technology.
7. SM70-45 avec l’option augmentation de puissance, capable de délivrer 45 ampères à une tension

de 77 volts. Avec les bobines en série, le facteur limitant est la tension, la résistance des bobines étant
d’environ 2Ω, et augmentant avec la température.
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Figure 2.6 – Support des bobines de transport placé sur le rail de translation.
Chaque bobine est prise dans un support en Dural, contenant un circuit d’eau.
Les deux pièces en Dural sont reliées par une entretoise en acier inox, servant de
contrepoids. Cela permet de décaler le centre de gravité de l’ensemble du centre des
bobines, et ainsi d’éviter de placer le rail de translation juste en dessous du trajet des
atomes, libérant de l’espace pour placer les optiques. Une couche de pâte thermique
permet d’améliorer le contact thermique entre les bobines et leur support.
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Figure 2.7 – Mesure du champ magnétique Bz dans l’axe des bobines en fonction
de la hauteur z. La mesure a été réalisée avec un courant de 4 A, et renormalisée
pour que la pente corresponde au gradient pour une intensité de 1 A. Le gradient
mesuré est de 0,45G.mm−1, soit 4.5G.cm−1

MOSFET 8 permettant de couper brutalement le courant. Un circuit de roue libre se
trouve en parallèle avec les bobines, et sert à limiter la hauteur du pic de tension
apparaissant aux bornes des bobines lors de la coupure du courant. Cette limitation
est obtenue grâce à des diodes Zener de puissance 9 mises en série, limitant la tension à
600 V. Une résistance de puissance de 1 kΩ est mise en parallèle avec les diodes Zener
pour absorber la fin du pic de tension. Une mesure des temps de coupure du courant
et du champ magnétique dans les bobines est montrée sur la figure 2.9. Actuellement,
une autre configuration est utilisée, avec une alimentation par bobine, ce qui permet
d’atteindre une intensité de 45 A, et d’ajuster finement la hauteur du piège en jouant
sur la différence de courant entre les deux bobines.

2.3.3 Bobines de compensation

L’ensemble du montage expérimental est entouré par trois paires de bobines desti-
nées à contrebalancer le champ magnétique terrestre. Ces bobines sont rectangulaires,

8. Infineon IPW60R045CP, tension de claquage 650 V, courant maximal 60 A, Rds,on 45 mΩ
9. 1.5KE100A
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A
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Figure 2.8 – Schéma de l’alimentation des bobines de transport.

constituées de 60 tours de fil émaillé de diamètre 0,5 mm, enroulé sur des cadres réalisés
avec du profilé aluminium en U, de 10 mm de côté, fixés ensemble pour former une
cage qui entoure toute l’expérience.

2.4 Transport magnétique

Au cours de la séquence expérimentale, les atomes sont transportés depuis l’octo-
gone, dans lequel ils ont été refroidis dans le piège magnéto-optique, vers la cellule
science où aura lieu la condensation. Ce transport se fait en piégeant les atomes dans
un piège magnétique quadrupolaire, que l’on déplace du centre de l’octogone à la cellule
science. On peut faire cela de deux manières différentes : en déplaçant physiquement les
bobines [64, 65], ou en utilisant une série de bobines et en modulant les courants dans
celles-ci pour déplacer le minimum de champ magnétique [66]. Dans notre expérience,
nous utilisons la première solution. Pour cela, les bobines sont fixées sur une platine
de translation industrielle dont je donnerai les caractéristiques dans (2.4.1). Je décrirai
ensuite la manière dont nous pilotons le déplacement de ces bobines dans (2.4.2). Nous
nous sommes assurés d’éliminer les sources de champs magnétiques parasites sur le
trajet des atomes, notamment en vérifiant les vis de l’enceinte à vide et les tiges reliant
le support des bobines du piège magnétique côté science à l’octogone.

2.4.1 Aspect mécanique

La platine de translation sur laquelle sont montées les bobines du transport magné-
tique est une translation de type 404XR de Parker, de course 350 mm, équipée d’une
vis à billes de précision au pas de 20 mm qui permet des mouvements rapides et sans
jeu. Ce type de translation est conçu pour supporter une charge de 170 kg, une vitesse
de 1,2 m.s−1 et une accélération de 20 m.s−2. La répétabilité du positionnement est de
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Figure 2.9 – Mesure du temps de coupure des bobines. Le temps de coupure du
courant, mesuré en regardant la tension aux bornes d’une résistance de puissance
non inductive mise en série avec les bobines, est inférieur à 1 ms, et proportionnel au
courant dans les bobines au moment de la coupure. Le temps de coupure du champ
magnétique, mesurée au gaussmètre, est d’environ 15 ms, beaucoup plus long. On
a fait attention à ne pas se mettre sur le calibre le plus faible du gaussmètre car
celui-ci agit alors comme un filtre passe-bas de fréquence environ 10 Hz.
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1,3 µm, suffisante pour notre expérience. La platine est entrâınée par un servomoteur
brushless Parker SMH60, avec encodeur multitour Sincos. Ce type de platine est utilisé
couramment dans l’industrie automobile sur les châınes de montage, ce qui explique
notamment pourquoi ses entrées-sorties utilisent des niveaux de 24 V.

2.4.2 Pilotage

La commande du moteur est assurée par un PLC (Programmable Logic Controller)
Compax 3. Ce PLC est programmable, et communique avec un PC à l’aide d’une
liaison RS-232, ce qui permet notamment de sélectionner la vitesse du transport et
la distance parcourue par la platine. Le PLC exécute un programme écrit dans le
langage IEC 61131-3, qui peut accéder aux entrées-sorties du PLC et donner des ordres
au moteur. Le programme que nous utilisons permet de contrôler l’état de mise sous
tension du moteur, de déplacer les bobines entre deux positions correspondant au piège
magnéto-optique et à la cellule science, et de régler le zéro machine en déplaçant les
bobines lentement jusqu’à déclencher un interrupteur fixé sur le bord de la platine. Le
programme de commande de l’expérience donne ses ordres au PLC à l’aide de 4 signaux
logiques : mise sous tension du moteur, déplacement vers l’octogone, déplacement vers
la cellule, et recherche du zéro. Une carte d’adaptation de niveaux a été réalisée par
l’atelier d’électronique du laboratoire pour faire la traduction entre les niveaux 24 V
du PLC et les niveaux 5 V de nos cartes de contrôle informatique.

Afin d’éviter de réchauffer les atomes dans le piège au cours du transport, il est
nécessaire de minimiser les vibrations des bobines de transport au cours de leur dépla-
cement. Pour cela, il est nécessaire de régler les paramètres de la boucle d’asservissement
qui contrôle le déplacement du moteur. La première étape consiste à régler le moment
d’inertie vu par le moteur, ce qui est fait automatiquement au moyen de la procédure
« identification de charge » dans le programme de gestion du PLC. Cette procédure
envoie une excitation connue sur le moteur et mesure le déplacement du système, ce qui
permet de déduire le moment d’inertie. Ensuite, on fait effectuer un échelon de vitesse
au transport, et on ajuste les paramètres de raideur et d’amortissement de la boucle
pour avoir une réponse la plus rapide possible tout en minimisant les oscillations. Pour
cela, le logiciel fourni avec le Compax 3 permet de visualiser les paramètres du mou-
vement sur l’ordinateur. La dernière étape consiste à minimiser les vibrations pour un
mouvement typique. Pour mesurer les vibrations, nous avons utilisé un accéléromètre
fixé sur le support des bobines et relié à un analyseur FFT. Le type de mouvement que
nous utilisons est montré sur la figure (2.10), il est calculé à partir des positions initiales
et finales, et des valeurs maximales de la vitesse, de l’accélération et de sa dérivée. Il
est possible de définir soi-même un profil de mouvement arbitraire, mais cela nécessite
de communiquer directement avec le PLC par le port série en utilisant un protocole
propriétaire, et cela complique le programme à donner au PLC. Le profil de mouvement
standard nous ayant donné satisfaction, nous n’utilisons pas cette possibilité pour le
moment.
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Figure 2.10 – Pour un déplacement x entre deux points, on peut fixer les valeurs
maximales de la vitesse, (v) de l’accélération (a) et de l’à-coup (j) (dérivée de
l’accélération) pour les phases d’accélération et de décélération, ainsi que la position
d’arrivée. La courbe ci-dessus représente l’évolution de ces variables en fonction du
temps pour un profil de déplacement de type utilisé dans l’expérience. Les valeurs
sont données en mm, mm.s−1, mm.s−2 et mm.s−3. Un script écrit en Python permet
de calculer la durée du mouvement connaissant tous les paramètres, afin d’ajuster
le délai correspondant au transport dans la séquence expérimentale.
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Millenia

f=200

Figure 2.11 – Les atomes sont piégés au centre d’un champ magnétique quadru-
polaire, créé par une paire de bobines coniques placées autour de la cellule. Un laser
de 10 W à 532 nm, produit par un laser YAG doublé (Millenia) est focalisé sur
le zéro de champ magnétique, et la force dipolaire créée par ce laser repousse les
atomes.

2.5 Piège quadrupolaire bouché

Après le transport des atomes vers la cellule science, ceux-ci sont transférés dans
un piège magnétique quadrupolaire d’axe vertical, bouché grâce à la force dipolaire
générée par un faisceau laser focalisé désaccordé vers le bleu. C’est dans ce piège qu’a
lieu l’étape de refroidissement évaporatif, qui permet d’obtenir le condensat de Bose-
Einstein. Le choix de ce piège s’explique par le désir d’avoir un champ magnétique
symétrique par rotation autour d’un axe vertical, pour faciliter la réalisation du piège
en anneau. Une vue d’ensemble de ce piège est présentée sur la figure 2.11.

2.5.1 Bobines et support

Le champ magnétique de piégeage est produit par une paire de bobines situées au
plus près de la cellule. On a besoin de pouvoir obtenir des gradients importants pour
maximiser le taux de collisions durant le refroidissement évaporatif, et en même temps
nous voulons avoir un accès optique le meilleur possible. Pour cela, nous avons choisi de
réaliser des bobines de forme conique, comportant 8 tours et 8 couches de fil, placées au
plus près de la cellule. La forme conique permet d’optimiser le gradient tout en gardant
l’accès optique sur un angle de près de 90 degrés. Le diamètre intérieur de ces bobines
est de 1 cm, égal à la largeur intérieure de la cellule.

Pour la réalisation des bobines, nous avons utilisé du tube de cuivre creux d’un
diamètre extérieur de 3 mm et intérieur de 2 mm, dans lequel on fait circuler de l’eau
pour les refroidir. L’efficacité du refroidissement a été mesurée, et le résultat est présenté
dans la figure 2.12.

Nous avons réalisé l’isolation du tube nous-mêmes en passant d’abord une couche
de vernis isolant, puis en recouvrant le fil de ruban adhésif en kapton [67]. Les bobines
ont été réalisées en enroulant à la main le fil autour d’une tige en Delrin fixée sur un des
tours de l’atelier de mécanique du laboratoire, en utilisant des gabarits pour obtenir la
forme conique. Les bobines ont ensuite été moulées dans de la résine, et fixées sur un
support en Peek (polyétheréthercétone), lui-même fixé par quatre tiges en aluminium
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Figure 2.12 – Mesure de la température des bobines du piège final en fonction du
courant les parcourant.
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sur l’octogone. Le support a été réalisé avec la fraiseuse à commande numérique du la-
boratoire, par Albert Kaladjian. Une photographie du piège quadrupolaire est montrée
sur la figure 2.13. L’utilisation d’un polymère pour le support des bobines permet de
garantir l’absence de courants de Foucault et de champs magnétiques parasites. Nous
avons également vérifié que les tiges de support étaient amagnétiques.

Une mesure du champ magnétique produit par ces bobines est présentée dans la
figure 2.14. Les bobines sont reliées en série, et alimentées par une alimentation Delta-
Elektronika 10. Un transistor 11 en série avec les bobines permet une coupure rapide du
champ. Un circuit de roue libre placé en parallèle des bobines permet de limiter le pic
de tension causé par le caractère inductif des bobines à une valeur inférieure à la tension
de claquage du transistor. Cette limitation est obtenue au moyen de diodes Zener de
puissances mises en série. Une résistance de puissance de 80 Ω en série avec une diode
permet d’absorber la fin du pic. Ce système permet de couper le champ magnétique
créé par les bobines en un temps inférieur à 1 ms. Une mesure de ce temps de coupure
est présentée sur la figure 2.15.

2.5.2 Bouchon optique

Pour garder des atomes piégés dans un champ magnétique, il faut que leur fréquence
de Larmor µB

~ reste grande devant le temps caractéristique de variation du champ
magnétique auquel ils sont soumis[53]. Quand ils passent à proximité d’un zéro de
champ magnétique, la fréquence de Larmor tend vers zéro et les atomes peuvent alors
subir un retournement de spin non adiabatique [68], qui les place dans un état non piégé.
Ce type de perte est appelé perte Majorana [69]. Ces pertes deviennent importantes
quand les atomes sont très froids, donc plus proches du centre du piège.

Plusieurs stratégies existent pour contourner ce problème. On peut utiliser une
géométrie dans laquelle le minimum du champ est non nul, comme dans le piège de
type Ioffe-Pritchard [18]. On peut aussi faire bouger le zéro de champ magnétique, les
atomes voyant alors un potentiel moyen, ce qui est le principe utilisé pour le piège TOP
[22]. Une autre solution consiste à utiliser un potentiel dipolaire causé par un faisceau
laser focalisé pour empêcher les atomes de s’approcher du zéro de champ magnétique,
soit avec un faisceau désaccordé vers le bleu pour les repousser loin du zéro [70], soit
avec un faisceau désaccordé vers le rouge pour les attirer dans une zone de champ
non nul. Un piège quadrupolaire étant avantageux pour ce que nous voulons faire avec
le condensat (le transférer dans un piège habillé par onde RF), c’est cette dernière
solution que nous avons choisis, avec un faisceau désaccordé vers le bleu. Le faisceau
est à une longueur d’onde de 532 nm, et d’une puissance de 10 W. Il est produit par un
laser YAG doublé dont les caractéristiques sont décrites plus en détail dans la section
3.3, et est focalisé sur le centre du piège quadrupolaire, avec un waist de 35µm. Pour
des raisons de place et pour aider à l’alignement, l’imagerie dans l’axe horizontal et
le bouchon optique sont superposés à l’aide d’une lame dichröıque avant la cellule, et
séparés ensuite par un cube séparateur de polarisation à 780 nm, qui laisse passer la

10. SM15-100 poussée à 110 A
11. Ixys IXFN 230N10, capable de supporter jusqu’à 230 A, Rds,on= 6 mΩ
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Figure 2.13 – L’image du dessus montre les bobines avant leur montage sur l’ex-
périence. La photo du dessous montre le piège quadrupolaire monté sur l’expérience.
Le support plastique clair a été réalisé par Albert Kaladjan sur la fraiseuse à com-
mande numérique du laboratoire.
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Figure 2.14 – Mesure de gradient du piège final, prise avec un courant dans les
bobines de 10 A. On trouve une valeur de 4 G.cm−1.A−1. La valeur du gradient
dépend très fortement de l’écart entre les bobines, qui a pu changer légèrement
après l’installation sur l’expérience.
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Figure 2.15 – Mesure du temps de coupure du piège quadrupolaire, à l’aide d’un
gaussmètre dont la sonde est placée un peu à l’écart du zéro de champ magnétique.
La quantité montrée est la tension sur la sortie analogique du gaussmètre. La cou-
pure se fait à partir d’un courant de 109 ampères. On atteint 10 % du champ initial
au bout de 350 µs.
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lumière à 780 nm et réfléchit le faisceau à 532 nm.

2.6 Contrôle informatique de l’expérience

Les paramètres devant varier au cours de la séquence expérimentale sont contrôlés
par un ordinateur nommé « bec ». Deux cartes PCI de marque National Instruments
assurent l’interface avec l’expérience. Une carte PCI-DIO-32HS fournit 32 sorties di-
gitales (niveaux TTL, 0-5V), tandis qu’une carte PCI-6733 fournit 8 sorties digitales
et 8 sorties analogiques (tension variable entre -10V et +10V, résolution de 16 bits).
Les deux cartes sont synchronisées à l’aide d’une connexion interne (bus RTSI), et
sont configurées pour une fréquence de rafrâıchissement de 10 kHz (pas de temps de
100 µs), le maximum permis par les cartes étant de 1 MHz. Un programme écrit en
C++, nommé « manip », permet de définir la séquence expérimentale dans un langage
proche du C. Ce programme est basé sur le programme « goodTime », utilisé dans
l’équipe de Jakob Reichel. Il transforme la description de haut niveau qu’on lui fournit
en une séquence de valeurs à appliquer sur les sorties des cartes d’interface, et stocke
ces valeurs dans une mémoire tampon dans la mémoire vive, que les cartes lisent par
accès direct (DMA). Ainsi, le déroulement des séquences n’est pas affecté par l’activité
du processeur du PC « bec », ce qui garantit une excellente stabilité des séquences.

Les sorties des cartes sont à haute impédance, nous utilisons donc des cartes tampon
construites par l’atelier d’électronique du laboratoire pour pouvoir contrôler des élé-
ments nécessitant un courant élevé, comme les drivers de modulateurs acousto-optiques.
Nous disposons aussi de cartes capables de convertir une ou deux sorties digitales en
une sortie analogique capable de délivrer 2 ou 4 niveaux réglables, afin d’économiser les
sorties analogiques des cartes quand on a des signaux ne devant prendre que quelques
valeurs discrètes. On peut noter que les sorties digitales sont dotées de filtres, pour
éviter d’avoir des oscillations parasites lors d’un changement de niveau. L’effet de ces
filtres est montré sur la figure 2.16

Le programme « manip » communique via le réseau local avec deux autres ordina-
teurs, qui gèrent chacun une caméra, afin d’effectuer l’imagerie dans le piège magnéto-
optique et dans la cellule science ou bien dans deux axes de la cellule science. Ces deux
caméras sont une caméra EMCCD Ixon-885D et une CCD DB 437-FI de marque Andor.
Le système d’imagerie sera décrit plus en détail dans la section 2.7. Le programme peut
également commander des synthétiseurs RF Stanford par port série. Après chaque sé-
quence, on sauvegarde les fichiers images ainsi que le fichier contenant la séquence
expérimentale.

2.7 Imagerie

Le principal moyen dont nous disposons pour obtenir des informations sur un gaz
d’atomes froids est l’imagerie par absorption. Je présenterai en détail le fonctionne-
ment de cette technique dans la section 2.7.1 avant de décrire la manière dont elle est
implémentée sur notre montage expérimental dans la section 2.7.2
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Figure 2.16 – Ce graphe montre un changement de niveau d’une des sorties di-
gitales de la carte DIO-32 avant et après l’installation des filtres. Ceux-ci sont des
filtres RC, avec R=100 Ω et C=1 nF.
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2.7.1 Principe de l’imagerie par absorption

La technique de l’imagerie par absorption consiste à regarder l’ombre laissée par
le condensat sur un faisceau laser collimaté. Un faisceau sonde excite la transition
5S1/2,F = 2 → 5P3/2,F = 3 du rubidium, dont la longueur d’onde est 780 nm, et on
regarde le profil d’intensité du faisceau transmis au moyen d’une caméra CCD. On peut
noter que cette technique est destructive, l’absorption de photons par les atomes les
réchauffant fortement. D’autres méthodes existent pour pouvoir prendre des séquences
d’images, telles que l’imagerie par contraste de phase [71, 72].

Si l’on appelle z l’axe de propagation de la sonde, la relation entre l’intensité lumi-
neuse It(x,y) après passage au travers des atomes et l’intensité du faisceau sonde avant
les atomes Ii(x,y) est donnée par la loi de Beer-Lambert :

It(x,y)

Ii(x,y)
= exp

(
−σ(δ)

∫
n(x,y,z)dz

)
(2.1)

où σ(δ) est la section efficace d’absorption au désaccord δ par rapport à la fréquence
de la transition, et n(x,y,z) la densité atomique. Cette loi est valable tant que σ(δ)
ne dépend pas de l’intensité lumineuse, ce qui est vérifié tant que Ii(x,y) � Is avec
Is l’intensité de saturation de la transition, qui vaut 1,6 mW.cm−1 pour la transition
considérée. Dans ce cas, on peut écrire :

σ(δ) =
σ0

1 + 4 δ
2

Γ2

(2.2)

où σ0 est la section efficace à résonance, et Γ est la largeur de la transition. L’équation
(2.1) peut aussi s’écrire :

It(x,y)

Ii(x,y)
= e−Dz(x,y) (2.3)

où Dz(x,y) est la densité optique du nuage d’atomes vu dans la direction z, qui
est directement reliée à la densité colonne ηz(x,y) =

∫
n(x,y,z)|dz| par la relation

Dz(x,y) = σ(δ)ηz(x,y). Connaissant la valeur de σ(δ), on peut donc retrouver la den-
sité colonne des atomes en utilisant It(x,y) et Ii(x,y).

Le calcul de la densité optique Dz(x,y) nécessite la prise de 3 images. Une première
image des atomes nous donne accès à l’intensité en présence des atomes Iatomes(x,y).
On attend alors environ 10 ms pour prendre une seconde image, qui nous donne accès
au profil du faisceau sonde, Isonde(x,y). Entre les deux images, on peut utiliser une
impulsion d’un laser résonnant pour chasser les atomes hors du champ de vision de
la caméra. Enfin, une troisième image prise sans allumer le faisceau sonde, Inoir(x,y),
enregistre le signal d’obscurité de la caméra ainsi que la lumière parasite. On peut alors
calculer la densité optique par l’équation :

Dz(x,y) = − log

(
Iatomes(x,y)− Inoir(x,y)

Isonde(x,y)− Inoir(x,y)

)
(2.4)

d’où l’on peut déduire la densité colonne du nuage d’atomes. Ce calcul est illustré dans
la figure 2.17. Cette méthode cesse de fonctionner quand la densité optique devient trop
grande. En effet, le signal transmis Iatomes(x,y)− Inoir(x,y) devient alors très faible et
se retrouve noyé dans le bruit.
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Figure 2.17 – Les deux images du haut sont les images de la sonde avec et sans
les atomes. En bas à gauche, on voit l’image du bruit de fond et en bas à droite la
densité colonne du nuage atomique.

2.7.2 Montage d’imagerie

Notre montage d’imagerie permet d’observer les atomes selon deux directions : un
axe horizontal, partagé avec le faisceau créant le bouchon optique, et un axe vertical.
Pour l’axe horizontal, un collimateur placé en sortie d’une fibre optique suivi d’un télé-
scope produit le faisceau sonde. Celui-ci passe à travers un miroir dichröıque qui laisse
passer la lumière à 780 nm et réfléchit la lumière à 532 nm, qui permet de faire passer
le faisceau d’imagerie et le faisceau du piège bouché sur le même axe. Après la cellule,
le faisceau du piège bouché est extrait à l’aide d’un cube séparateur de polarisation
à 780 nm, qui fonctionne comme un très bon miroir dichröıque, et le faisceau sonde
passe par une lentille plan convexe de focale 250 mm en configuration 2f-2f, qui fait
l’image du nuage d’atomes sur le capteur CCD de la caméra. Un filtre placé devant
la caméra permet de se débarrasser des dernières traces de lumière à 532 nm. Pour
l’imagerie dans l’axe vertical, le faisceau sonde est produit par un collimateur Thorlabs
F810FC-780, focale de 36 mm, il traverse la cellule, et est détecté par une deuxième
caméra CCD après passage dans une lentille de focale 300 mm en configuration 2f-2f.
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DB437

Ixon

f=250

f=300
filtre

Obturateur

Figure 2.18 – On voit sur ce schéma les différentes parties du montage d’imagerie.
On produit le faisceau sonde avec un collimateur fibré, et on fait l’image des atomes
avec une simple lentille plan convexe en configuration 2f-2f. Pour l’imagerie dans
l’axe horizontal, on est obligé d’utiliser un miroir dichröıque car le faisceau du piège
quadrupolaire bouché passe dans la même direction. Pour l’axe vertical, on utilise
un obturateur placé devant la caméra, pour éviter des problèmes de lumière parasite
en raison de son temps d’acquisition très long.

Devant cette caméra, on place un obturateur décrit au paragraphe 2.7.3 Un schéma du
montage d’imagerie est présenté dans la figure 2.18.

Faisceau sonde Le faisceau sonde pour l’imagerie dans l’axe horizontal est de dia-
mètre à 1

e2
de 2 mm et de puissance 15 µW. Une lame λ

4
lui donne une polarisation

circulaire, et on applique un champ directeur dans l’axe d’imagerie lors du pulse sonde,
ce qui a pour effet de pomper les atomes dans un état de spin extrême |F = 2,mf = ±2〉,
où la transition est cyclante. Dans cet état, la section efficace d’absorption est effec-
tivement celle d’un système à deux niveaux. L’effet du pompage optique initial n’est
cependant pas pris en compte et nous sous-estimons donc le nombre d’atomes, a priori
d’un facteur inférieur à deux. Le paramètre de saturation s est de l’ordre de 4.10−2.
Le taux de diffusion de photons est alors de Rsc =

(
Γ
2

)
s

1+s
ou Γ est la largeur de la

transition, et connaissant la durée d’une impulsion sonde, qui est de 200 µs, on peut
calculer le nombre de photons diffusés par atome, qui est de l’ordre de 20.

Caméras Nous disposons de deux caméras pour faire l’imagerie par absorption. Nous
utilisons une caméra EMCCD Andor (Ixon 885D) comme caméra principale pour l’ima-
gerie dans la cellule science. Celle ci possède une résolution de 1004*1002 pixels, avec
une taille de pixel de 8*8 µm, et une vitesse d’acquisition de 31 images par secondes.
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Le capteur CCD est refroidi à une température de 0◦C, et le bruit thermique est alors
négligeable. Cette caméra dispose d’un registre de gain EMCCD, qui permet d’aug-
menter fortement sa sensibilité quand on veut prendre des images en fluorescence.
Nous utilisons également une caméra Andor CCD-DB437-FI, pour imager soit le piège
magnéto-optique, soit un deuxième axe de la cellule science. La DB437 est plus an-
cienne, avec une résolution de 512*512 pixels d’une taille de 13 µm. Sa vitesse de
lecture plus faible de la caméra Ixon oblige à l’utiliser avec un obturateur mécanique,
décrit dans la section 2.7.3.

Mode Frame Transfer et séquence d’imagerie Les parois internes de la cellule
ne sont pas traitées anti-reflet, et les images prises présentent donc des franges d’in-
terférence causées par les réflections sur ces parois. Si ces franges se déplacent entre la
première et la deuxième image, on aura des artefacts sur la densité optique calculée.
Pour les limiter au minimum, les deux premières images sont prises avec un intervalle
typique de 10 ms. Pour pouvoir prendre deux images aussi rapprochées, nous utilisons
une fonction particulière de notre caméra, qui s’appelle le mode « frame transfer ».

Le capteur CCD de la caméra est séparé en deux zones, une zone sensible à la
lumière et une zone de stockage recouverte d’une couche opaque, qui peuvent être
contrôlées indépendamment. Il est possible de transférer l’image de la zone sensible à
la zone de stockage en une milliseconde, puis de numériser cette image tout en exposant
l’image suivante sur la zone sensible. Nous exploitons cette particularité de la caméra
pour prendre les 2 images de la sonde avec ou sans les atomes. On demande à la caméra
de prendre une séquence de deux images avec le mode frame transfer activé, en réglant
le mode de déclenchement sur « external start », ce qui permet de décider du moment
où commence la prise de vue avec un signal TTL commandé par « manip ». Les deux
images sont prises en faisant deux impulsions de 100 ou 200 µs avec le faisceau sonde,
et on commande le déclenchement en avance pour que le transfert de l’image ait lieu
entre les deux impulsions. La durée de chaque image est de 150 ms en utilisant tout le
capteur de la caméra Ixon 885D. La caméra DB437 dispose également du mode frame
transfer, mais la durée d’acquisition de chaque image est de 4 s avec celle ci. Le schéma
2.19 permet de visualiser la séquence de prise d’images.

2.7.3 Obturateur

Avec la caméra Ixon 885D, le temps d’acquisition est suffisamment court pour que
le filtre placé devant la caméra suffise à rendre la lumière parasite trop faible pour être
détectée. En revanche, la CCD-DB437-FI met 4 secondes pour numériser une image,
ce qui rend la lumière parasite visible sur les images.

Nous utilisons un obturateur plan-focal à lamelles, du même type que celui décrit
dans l’annexe B de la thèse d’Yves Colombe [73], qui équipe normalement les appareils
Canon EOS3 . Le principe de fonctionnement de ce type d’obturateur est le suivant :
deux ensembles de lamelles, appelés rideaux, sont libérés l’un après l’autre et parcourent
la fenêtre d’exposition sous l’action de ressorts. Le premier rideau découvre la fenêtre
d’exposition, le deuxième la masque. La libération des rideaux se fait grâce à deux
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t
Figure 2.19 – Séquence d’imagerie en mode Frame Transfer. A la fin de l’exposi-
tion de la première image, on envoie une impulsion avec la sonde pour faire l’image
des atomes, que l’en transfère ensuite sur la partie masquée du capteur CCD. On
peut alors faire l’image de la sonde seule pendant la numérisation de l’image préce-
dente.
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Figure 2.20 – L’obturateur ouvert. Le levier d’armement est noté L sur la photo.
Les électrodes 1 à 7 permettent de contrôler l’ouverture des rideaux.

petits moteurs, alimentés sous une tension de 12 V. Une impulsion d’environ 5 ms
suffit à déclencher la libération d’un rideau. Une photo de l’obturateur est montrée
dans la figure 2.20.

L’armement de l’obturateur se fait à l’aide d’un levier. On utilise un servomoteur
de modélisme standard pour déplacer ce levier. Ce type de servomoteur possède 3 fils :
la masse, une alimentation en 6 V, et une commande. On ordonne au servomoteur de
bouger en envoyant un train d’impulsions sur son entrée de commande, la largeur des
impulsions codant la position voulue. Le point milieu correspond à une durée d’environ
1,5 ms. L’électronique de commande de l’obturateur est décrite sur la figure 2.21.
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ATiny2313

12V

arm

shutter

Figure 2.21 – Electronique de commande de l’obturateur. On reçoit des ordres du
PC « manip » par deux signaux TTL : un signal « arm », qui déclenche l’armement
de l’obturateur, et « trigger », qui commande la libération du premier rideau sur
un front montant et du second rideau sur un front descendant. Un microcontrôleur
ATiny2313 gère l’envoi des impulsions pour la commande du servomoteur et le
déclenchement des rideaux. Deux mosfet PNP permettent au microcontrôleur de
commander les bobines de déclenchement, et deux diodes de roue libre empêchent
d’avoir un pic de tension à la coupure
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Chapitre 3
Système laser

Le système laser à 780 nm utilisé sur notre expérience comporte trois sources dis-
tinctes. Un laser à cavité étendue asservi sur une transition du rubidium 87 fournit une
référence de fréquence ainsi que le faisceau sonde pour l’imagerie. Un laser télécom à
1560 nm doublé en fréquence, asservi par un battement avec le premier laser, produit le
faisceau utilisé pour réaliser le piège magnéto-optique et une diode laser indépendante
(repompeur) permet de recycler les atomes dans la transition du refroidissement. Enfin,
nous utilisons un laser YAG doublé de 10 W (Millenia, de marque Spectra Physics)
pour la réalisation d’un bouchon optique.

3.1 Une nouvelle source laser intense

Pour produire la puissance laser nécessaire au refroidissement, nous avons déve-
loppé une nouvelle source qui fonctionne sur le principe du doublement de fréquence.
Un faisceau à 1560 nm est produit par une diode laser télécom, et passe dans un am-
plificateur à fibre dopée erbium pour atteindre une puissance pouvant monter jusqu’à
10 W. Ce faisceau de pompe est doublé dans un cristal de ppLN, pour obtenir le fais-
ceau à 780 nm qui servira au refroidissement laser. Un schéma du système est présenté
dans la figure 3.1. Cette source peut produire une puissance allant jusqu’à 2 W. Cette
source a été montée, optimisée et caractérisée pendant ma thèse.

Diode DFB 1560 nm

Amplificateur fibré Cristal de ppLN

P ~ 2  10 mW + 40 dB

780 nm

Figure 3.1 – Les différents éléments du doubleur
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Figure 3.2 – Battement entre deux diodes DFB à 1560 nm, modélisé par une
Lorentzienne. La largeur totale à mi-hauteur vaut 1,7 MHz.

3.1.1 Diode laser télécom

Le faisceau est produit par une diode laser DFB Fitel FOL15DCWD à 1560 nm,
d’une puissance supérieure à 1 mW, saturant l’amplificateur en entrée. La largeur
spectrale ∆ν de cette diode a été estimée en faisant battre deux diodes semblables. Le
résultat de cette mesure est montré dans la figure 3.2. En supposant une distribution
Lorentzienne pour les fréquences, la largeur à mi-hauteur du battement est égale à la
somme des largeurs à mi-hauteur des spectres des diodes. Les diodes étant identiques
et la largeur du battement étant de ∆ν = 1,7 MHz, on en déduit que la largeur de
chaque diode est de ∆ν = 0,85 MHz. On attend alors une largeur de 1,7 MHz pour le
faisceau à 780 nm, une variation ∆ν sur la pompe se traduisant par une variation de
2∆ν sur le faisceau doublé. Nous présenterons au paragraphe 3.1.5 une mesure de la
largeur de raie du laser doublé.
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Figure 3.3 – Bruit d’intensité de l’amplificateur 1 W utilisé lors de la phase de
développement de la source et de l’amplificateur 10 W utilisé pour la version défi-
nitive. Les spectres de bruit de la diode laser et de la photodiode utilisée pour ces
mesures sont donnés pour référence.

3.1.2 Amplificateur fibré

La diode est reliée à une fibre monomode à maintien de polarisation, et connectée
à un amplificateur à fibre dopée erbium 1. Cet amplificateur dispose d’un gain réglable
pouvant monter jusqu’à 40 dB, ce qui nous permet d’avoir jusqu’à 10 W de puissance
de pompe.

Nous avons mesuré le spectre de bruit de la diode et de l’amplificateur par analyse
de Fourier des fluctuations de puissance mesurée avec une photodiode. La mesure sur
une première version +30 dB de l’amplificateur a permis de mettre en évidence un
pic de bruit à 95 Hz et ses harmoniques impaires, dû aux vibrations acoustiques des
ventilateurs utilisés dans le châssis. Grâce à une collaboration avec Keopsys, une version
bas-bruit a été mise au point, réduisant fortement ce pic de bruit. Les spectres mesurés
sont donnés dans la figure 3.3. La variance des fluctuations relatives de puissance à
10 W est de -72 dB sur la bande 1 Hz-10 kHz.

Une source à 1550 nm de cette puissance pouvant être utilisée pour la réalisation
de pièges dipolaires, nous avons cherché à savoir si le bruit d’intensité était compatible

1. KPS-CUS-BT-SPR1550-110-PM-FA-FP de marque Keopsys
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avec cette application. Dans un piège avec une fréquence d’oscillation de ν, le taux de
chauffage paramétrique est de π2ν2Sa (2ν) , où Sa est la densité de puissance de bruit
d’intensité relative Sa (ν) = 2

π

∫∞
0
dτ cos(ωτ) 〈ε(t)ε(t+ τ)〉 [74], ε étant la variation rela-

tive d’intensité. En prenant par exemple ν = 5 kHz, le taux de chauffage paramétrique
est inférieur à 2,4 × 10−3s−1, en ignorant les autres sources de bruit. Ces valeurs très
faibles indiquent que le bruit d’intensité de ce type de source est compatible avec la
réalisation de pièges dipolaires [75].

3.1.3 Doublement de fréquence dans un cristal de ppLN

Considérons le mélange à trois ondes dans un milieu non linéaire, qui se produit
lorsqu’on envoie dans le milieu deux ondes de fréquence ω1 et ω2 qui créent une onde
à ω0 telle que ω0 = ω1 + ω2. Les amplitudes complexes E1j(ω1),E2k(ω2), P

(2)
i (ω0),

i,j,k = x,y,z des champs électriques correspondants et de la polarisation non linéaire
du second ordre sont reliés par P

(2)
i (ω0) = ε0

∑
j,k χ

(2)
ijk(ω0,ω1,ω2)E1j(ω1)E2k(ω2) où

χ
(2)
ijk(ω0,ω1,ω2) est le tenseur de susceptibilité diélectrique d’ordre deux dans le matériau

[76]. Ce tenseur n’est non nul que pour les cristaux non centrosymétriques, ce qui est
le cas du niobate de lithium que nous utilisons.

Accord de phase Compte tenu de la dépendance en fréquence de l’indice du cristal,
l’onde fondamentale et sa seconde harmonique ne se propagent pas à la même vitesse.
Ainsi, les deux ondes se déphasent lentement, et ce déphasage augmente avec la dis-
tance de propagation, diminuant l’efficacité du doublement. On obtient un doublement
efficace seulement si ∆klc � 1, où ∆k = k2ω − 2kω est le désaccord de vecteur d’onde,
et lc est la longueur du cristal. Cela équivaut à |n2ω − nw| � c

2ωlc
, où nω et n2ω sont les

indices de réfraction du cristal aux fréquences ω et 2ω. Compte tenu de la dépendance
en fréquence de l’indice dans le cristal, cela limite la longueur sur laquelle le doublement
serait efficace à quelques dizaines de micromètres [77].

Pour s’affranchir de cette limitation, on utilise un cristal à retournement périodique
( type « pp »). Dans ce type de cristal, l’onde de pompe et l’onde doublée se propagent
le long de l’axe extraordinaire du cristal. Un quasi accord de phase est réalisé en retour-
nant périodiquement l’orientation des domaines du cristal utilisé, par application d’un
champ électrique lors du processus de fabrication [78]. Le principe de fonctionnement
de ce type de cristal est illustré dans la figure 3.4. Cela revient à changer le signe du
coefficient χ

(2)
333 à chaque demi-période Λ

2
, l’indice 3 désignant l’axe extraordinaire du

cristal. Ainsi, au bout d’une période, le déphasage diminue, au lieu d’augmenter. La
condition de quasi accord de phase pour ce type de cristal s’écrit ∆keff = k2ω−2kω− 2π

Λ
.

En choisissant la période du retournement égale à Λ = λ2ω

n2ω−nω , on peut obtenir le quasi
accord de phase ∆keff = 0. Cela permet de travailler avec des cristaux de grande
longueur, et ainsi d’augmenter l’efficacité de doublement. Cette méthode s’affranchit
également des problèmes de walk-off 2 rencontrés quand on utilise la biréfringence pour
obtenir l’accord de phase, et permet d’utiliser l’élément le plus grand du tenseur χ(2),

2. Dans un matériau biréfringent, le faisceau polarisé selon l’axe extraordinaire se propage avec un
angle par rapport à son vecteur d’onde.
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+d -d

L

Figure 3.4 – Puissance de la seconde harmonique dans un cristal de ppLN en
fonction de la position dans le cristal. La courbe en tirets correspond à un accord
de phase parfait, celle en trait plein à un quasi accord de phase et celle en pointillés
à une absence d’accord de phase. Les trois courbes correspondent au même χ(2).

qui vaut χ
(2)
333 = 27 pm/V d’après la littérature [79] . Pour notre système, nous avons

choisi un cristal de longueur lc = 50 mm.
Le pas du réseau est choisi à la commande du cristal, dans notre cas Λ = 19 µm,

pour annuler ∆keff . L’efficacité de doublement s’écrit :

Γeff =
P2ω

P 2
ω

=
2ω3d 2

eff lc
πnωn2ωε0c4

sinc2

(
∆keff lc

2

)
h(a,L,σ) exp(−α2ωlc) (3.1)

où :

– deff est le coefficient de doublement effectif, dont la valeur théorique est deff =
2
π
χ

(2)
333 dans le cas du ppLN. Ce coefficient est le χ

(2)
333 que devrait avoir un cris-

tal non-linéaire avec accord de phase parfait pour avoir la même efficacité de
doublement que notre cristal à retournement périodique.

– le premier groupe de termes représente l’efficacité de doublement du matériau
utilisé, et est proportionnel à la longueur du cristal lc.

– le deuxième terme en sinc2 est la condition d’accord de phase. Il est égal à 1
quand l’accord de phase est réalisé.
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– le troisième terme est la fonction de focalisation de Boyd-Kleinman h(a,L,σ) [80],
qui permet de calculer l’efficacité de doublement dans le cas d’un faisceau focalisé,
avec un profil transverse gaussien nécessairement inhomogène et une dispersion de
l’orientation des vecteurs d’onde. a =

(
αω − α2ω

2

)
ZR, où αω,2ω sont les coefficients

de pertes linéaires dans le cristal à la fréquence (ω,2ω). ZR est la longueur d’onde
de Rayleigh du faisceau pompe, L = lcnω/ZR le paramètre de focalisation et
σ = ∆keff × ZR le désaccord de vecteur d’onde normalisé. La courbe du facteur
de Boyd-Kleinman en fonction de la taille du faisceau pompe est présentée dans
la figure 3.5.

– le dernier terme prend en compte l’absorption linéaire du cristal à 780 nm, qui
a été estimée à 0.7 % pour notre cristal de 50 mm. L’absorption à 1560 nm est
complètement négligeable.

Le rayon à 1/e2 du faisceau pompe est de 70 µm, valeur qui optimise le facteur
de Boyd-Kleinman. Dans notre cas, l’absorption est négligeable, et l’optimum pour le
rayon du faisceau correspond à la situation pour laquelle la longueur de Rayleigh de la
pompe est environ égale à la demi-longueur du cristal. Pour cette valeur, le diamètre
du faisceau au niveau des faces d’entrée et de sortie est plus petit que les dimensions
transverses du cristal. Ce problème doit être pris en compte au moment du choix de
ses dimensions. On peut noter que la dépendance en l2c de la puissance de sortie n’est
valable que pour une efficacité de doublement faible. Au delà, il faut prendre en compte
la déplétion de la pompe. Le réglage de l’accord de phase est effectué en ajustant la
température du cristal, la dilatation thermique faisant varier Λ. La dépendance de la
puissance doublée en fonction de la température est montrée dans la figure 3.6.

3.1.4 Réalisation expérimentale du doubleur

Le doublement de fréquence se fait en simple passage. Nous utilisons un cristal de
niobate de lithium dopé à 5% produit par HCP Photonics. Ce cristal mesure 50 mm
de long, 0,5 mm de haut et 3 mm de large. La longueur du cristal est la plus grande
longueur disponible chez les fabriquants. Ses faces d’entrée et de sortie sont recouvertes
d’un traitement anti-reflet large bande. Ce cristal est placé dans un four réalisé au la-
boratoire. Une feuille d’indium permet d’assurer un contact thermique optimal entre
le cristal et le four. Le four est constitué de deux parties, un étau tenant le cristal et
une base. Le cristal est maintenu entre deux mâchoires de cuivre, en faisant attention
de minimiser les contraintes mécaniques sur celui-ci, ces dernières réduisant l’efficacité
de doublement (voir figure 3.6). Cet étau est posée sur la base par l’intermédiaire d’un
élément Peltier qui assure la régulation fine de sa température. La base est entourée de
résistances chauffantes réalisées en fil de cuivre, qui permettent de chauffer l’ensemble
à la température de 90◦C nécessaire à l’accord de phase. Nous avons choisi une tempé-
rature élevée afin de limiter les effets photoréfractifs. Les enroulements de cuivre sont
alternés pour éviter de créer un champ magnétique.

Quatre thermistances permettent de mesurer la température aux extrémités et au
centre du cristal, ainsi qu’au niveau de la base du four. Le Peltier permet de réguler
finement la température au centre du cristal, par l’intermédiaire d’une boucle PID.
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Figure 3.5 – Facteur de Boyd-Kleinman en fonction de la taille de col du faisceau,
avec ou sans prise en compte des pertes linéaires dans le cristal (α est le coefficient
de pertes linéaires).
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Figure 3.6 – Mesure de la puissance doublée en fonction de la température du
cristal, avec et sans contraintes mécaniques. Ces mesures ont été effectuées sur un
prototype du doubleur. La présence des contraintes élargit la courbe, et diminue
l’efficacité du doublement à l’accord de phase. La courbe correspondant au modèle
théorique a été normalisée de manière à avoir la même puissance maximale que les
mesures à contrainte nulle.
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Figure 3.7 – Le montage de doublement de fréquence, bôıte ouverte, et le four.
On y voit bien les mâchoires tenant le cristal, reliées à la base par l’intermédiaire
du Peltier. Les plaquettes entourant la base du four sont les résistances chauffantes
permettant de l’amener à température.

Ce système permet d’obtenir une stabilité en température meilleure que 0,1◦C. Les
thermistances situées aux extrémités du cristal permettent de s’assurer de l’absence de
gradients de température. Le four lui-même est monté sur une platine 5 axes permettant
un positionnement précis du cristal. Il est possible d’ajuster la position de cette platine
même lorsque la bôıte du doubleur est fermée, ce qui permet d’éviter les fluctuations
de température pendant le réglage.

Le faisceau sort de l’amplificateur par une fibre à maintien de polarisation cli-
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vée droite. Ce type de sortie a été choisi pour minimiser l’astigmatisme du faisceau.
L’amplificateur possède un isolateur optique intégré, permettant d’arrêter d’éventuels
retours. Le faisceau est d’abord collimaté en sortie de fibre par un collimateur de focale
8 mm, puis est focalisé dans le cristal par une lentille de focale 100 mm. La position
et la taille du col du faisceau ont été mesurées avec la méthode du couteau. Tous les
éléments optiques sont collés sur une plaque d’INVAR, matériau présentant un faible
coefficient de dilatation thermique. L’ensemble est placé dans une bôıte, montrée sur la
figure 3.7, pour une plus grande stabilité en température. Enfin, une lentille de 100 mm
permet d’obtenir un faisceau collimaté en sortie. Un miroir à 780 nm est placé devant
la sortie du doubleur. La plus grande partie du faisceau pompe à 1560 nm traverse ce
miroir, et est récupérée par un absorbeur de faisceau. Un cube séparateur de polarisa-
tion à 780 nm achève la séparation, ce cube réfléchissant notre faisceau à 780 nm et
laissant passer le faisceau à 1560 nm.

3.1.5 Performances du système
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Figure 3.8 – Ce graphe montre la puissance de sortie à 780 nm en fonction de
l’intensité de la pompe, en echelle log-log. Les données experimentales sont ajustées
par la loi Pout = ΓeffPpompe, deff étant déduit de Γeff par l’équation 3.1.
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Puissance La puissance à 780 nm a été mesurée pour une puissance de pompe allant
de 1 à 10 Watts. Cette mesure est montrée dans la figure 3.8. Le système produit jusqu’à
2 W de lumière à 780 nm avec la puissance de pompe maximale, ce qui est largement
suffisant pour notre piège magnéto-optique et MOT2D. La mesure de la puissance à
780 nm nous a permis de mesurer un deff de 15 pm/V, légèrement plus faible que le deff

théorique, qui vaut 17,6 pm V −1.

La stabilité en puissance du doubleur a été mesurée avant l’injection dans une fibre
optique en récupérant une partie du faisceau avec une lame de verre et en mesurant
sa puissance à l’aide d’une photodiode, pendant une durée de 5 minutes. Nous avons
obtenu une amplitude relative des fluctuations d’intensité de 0,5%, comme montré
dans la figure 3.9. En pratique, la stabilité de l’intensité laser arrivant sur les atomes
est limitée par le passage du laser dans les fibres optiques . En effet, les fibres à maintien
de polarisation utilisées sont en réalité des fibres biréfringentes, qui ne fonctionnent bien
que si la lumière est polarisée linéairement avec un axe aligné sur un des axes propres de
la fibre. Après optimisation de la polarisation d’entrée, les fluctuations de polarisation
résiduelles se traduisent par des fluctuations d’intensité de l’ordre du pourcent quand
on met un polariseur en sortie de fibre pour purifier l’état de polarisation.
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Figure 3.9 – Histogramme de la puissance du doubleur avant couplage dans la
fibre refroidisseur, gain 2 V, pendant 5 minutes d’intégration.
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Figure 3.10 – Battement entre le doubleur et le laser à cavité étendue. La courbe
expérimentale est modélisée par une Lorentzienne de largeur 3,3 MHz

.

Mesure de la largeur de raie La largeur de raie du doubleur a été mesurée en le
faisant battre avec le laser à cavité étendue qui nous sert de référence de fréquence,
décrite au paragraphe 3.2.1. Le battement est fait à une fréquence de 300 MHz sur
la même photodiode rapide qui permet l’asservissement du doubleur, comme décrit en
section 3.2.3. Cette mesure donne une largeur de 3,3 MHz, supérieure à celle de 1,7
MHz attendue d’après la mesure sur les diodes à 1560 nm. Une cause d’élargissement
possible serait l’amplificateur fibré.

3.2 Système laser à 780 nm

Le faisceau principal pour les pièges magnéto-optiques 2D et 3D est fourni par le
laser 1560 nm doublé en fréquence, décrit au paragraphe 3.1, que nous appellerons par
la suite « doubleur ». La fréquence du faisceau en sortie du doubleur est asservie par
un battement avec un faisceau de référence produit par un laser à cavité étendue, lui-
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Figure 3.11 – Ce schéma montre le système laser refroidisseur.

même asservi sur une raie d’absorption du rubidium à l’aide d’un montage d’absorption
saturée sans élargissement Doppler [81, 82]. Ce laser est également utilisé pour produire
le faisceau sonde utilisé lors de l’imagerie, et le faisceau pompeur pour la phase de
pompage optique. Les fréquences des différents faisceaux utilisés sont décrites dans la
figure 3.14.

3.2.1 Laser à cavité étendue

Le faisceau de référence est produit par un laser à cavité étendue Narrowdiode,
de la société Radiant Dyes. Ce laser utilise une conception mise au point au SYRTE
[83]. Il produit une puissance de 50 mW, avec une largeur spectrale libre de moins de
20 kHz. Cette largeur a été mesurée de la même façon que pour la diode à 1560 nm, en
le faisant battre avec un laser identique appartenant au SYRTE. Le résultat de cette
mesure est montré dans la figure 3.12. La fréquence moyenne du battement est asservie
à l’aide d’un convertisseur fréquence-tension, et le spectre du battement enregistré. Ce
spectre est modélisé par un profil de Voigt, qui est le produit de convolution d’une
gaussienne et d’une lorentzienne. La partie lorentzienne contient la largeur de raie
intrinsèque du laser, tandis que la partie gaussienne prend en compte les dérives de
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Figure 3.12 – Battement entre notre LCE et celui du SYRTE. L’axe des abscisses
représente la fréquence en MHz, les ordonnées représentent la densité spectrale de
puissance en coordonnées logarithmiques. On trouve une largeur lorentzienne de 1,6
kHz et une largeur gaussienne de 57 kHz.

fréquences des lasers durant la période de mesure et est une mesure de la qualité
de l’asservissement. On trouve une largeur gaussienne wG = 57 kHz et une largeur
lorentzienne wL = 1,6 kHz. L’incertitude sur la largeur de la lorentzienne est de l’ordre
de quelques kHz, étant donné que wG � wL. Remarquons que la largeur du laser
une fois asservi peut être légèrement supérieure si l’asservissement rajoute du bruit.
Effectivement, une mesure de la distribution du signal d’erreur nous permet d’estimer
la largeur du laser asservi à 180 kHz.

Ce laser est asservi avec un désaccord de −160 MHz par rapport à la transition
5S 1

2
,F = 2 → 5P 3

2
,F ′ = 3 du rubidium 87, que nous appellerons par la suite (2 → 3)

(voir figure 3.14). Une partie du faisceau de ce laser passe par un modulateur acousto-
optique à 80 MHz en double passage, et sert de faisceau sonde à résonance pour l’ima-
gerie. Une autre partie du faisceau est utilisée pour le pompage optique.

3.2.2 Stabilisation en fréquence du laser à cavité étendue

Une partie du faisceau est prélevée et envoyée sur un montage de spectroscopie d’ab-
sorption saturée. Le faisceau pompe de l’absorption saturée est décalé de −104,3 MHz
par rapport au faisceau sonde par un modulateur acousto-optique et sa fréquence est
modulée à 150 kHz. Dans ce type de montage, on détecte l’absorption par les atomes
qui sont simultanément résonnants avec la pompe et la sonde. Habituellement, ce sont
les atomes dont la composante de vitesse dans l’axe des faisceaux est nulle. Dans notre
cas, ce sont les atomes dont la vitesse est telle que le décalage Doppler de la pompe
est de 52,15 MHz. Pour les atomes de cette classe de vitesse, pompe et sonde sont à
la même fréquence, qui est décalée de 52,15 MHz par rapport au faisceau entrant dans
l’absorption saturée. Les raies sont donc décalées de 52,15 MHz. L’avantage de ce mon-
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tage est qu’il permet de réaliser l’asservissement sans moduler le faisceau utile. Le laser
est asservi sur la raie de croisement de niveau des transitions (2 → 1) et (2 → 3), qui
se situe à un décalage de −212,15 MHz de la transition (2→ 3). En tenant compte du
décalage provoqué par le modulateur acousto-optique, le laser est asservi à −160 MHz
de (2 → 3). La puissance du faisceau sonde est mesurée avec une photodiode, et une
détection synchrone permet d’extraire un signal d’erreur, qui est utilisé pour asservir
le laser par l’intermédiaire du courant de la diode pour les hautes fréquences et de la
tension envoyée sur un élément piézoélectrique, faisant varier la longueur de la cavité
pour compenser les dérives lentes.

3.2.3 Asservissement par battement du doubleur

Le doubleur est asservi en faisant battre une partie du faisceau avec la référence
issue du laser à cavité étendue. Les deux faisceaux sont superposés et focalisés sur une
photodiode rapide. Le signal est alors amplifié et envoyé dans une carte réalisée par
l’atelier d’électronique du laboratoire. La fréquence du battement est divisée par 8,
et asservie sur une fréquence de référence par une boucle à verrouillage de phase. La
rétroaction se fait en modulant le courant de la diode laser à 1560 nm.

La fréquence de référence est produite en faisant battre deux oscillateurs contrôlés
en tension (VCO) dont l’un est commandé par une sortie analogique de notre système
de contrôle informatique. Cela permet de faire varier le désaccord du faisceau de re-
froidissement dans une gamme de −60Γ à 10Γ, où Γ = 2π × 5,89 MHz est la largeur
naturelle de la raie du rubidium utilisée pour le piège magnéto-optique. La stabilité
de l’asservissement a été testée en lui demandant d’effectuer des sauts de fréquence.
Le résultat d’un de ces tests est présenté dans la figure 3.13. Pour un saut de 10Γ, le
temps de réaction de l’asservissement est d’une dizaine de microsecondes, ce qui est
petit devant le pas de temps de 100 µs de notre système de contrôle informatique.

3.2.4 Faisceau refroidisseur

Le faisceau principal utilisé pour le refroidissement laser est issu du doubleur, décalé
en fréquence de −120 MHz par un modulateur acousto-optique, afin de le ramener à un
désaccord négatif de quelques Γ. Ce modulateur acousto-optique permet également de
faire varier la puissance envoyée sur les atomes. Le faisceau est alors couplé dans une
fibre à maintien de polarisation et envoyé vers le piège magnéto-optique. Un cube et une
lame permettent de s’assurer que la polarisation en entrée de la fibre est bien alignée
avec les axes propres de la fibre afin de limiter les fluctuations d’intensité en sortie, voir
paragraphe 3.1.5. On doit également être attentif à l’utilisation du modulateur acousto-
optique. En effet, si on baisse trop longtemps la puissance RF qui lui est envoyée,
des effets thermiques provoquent un déplacement du faisceau et une dégradation du
couplage dans la fibre. Pour cette raison, et pour pouvoir s’assurer d’une coupure
totale du refroidisseur, un obturateur à electro-aimant (appelé clic-clac) est placé à un
point ou le faisceau est focalisé. Le signal RF du modulateur acousto-optique est coupé
uniquement pendant le temps bref que le clic-clac met à se fermer, puis il est rallumé,
le faisceau restant coupé par le clic-clac.
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Figure 3.13 – Réponse de l’asservissement à une rampe de fréquence et à un saut
de 10Γ. La fréquence du battement a été mesurée avec la sortie vidéo d’un analyseur
de spectre IFR 2399.
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Figure 3.14 – Fréquence des différents faisceaux

3.2.5 Faisceau repompeur

Le faisceau repompeur est utilisé pour repomper les atomes qui se désexcitent dans
le niveau 5S1/2,F = 1 du rubidium lors de la phase de piège magnéto-optique. Ce
faisceau est produit par une diode Sanyo indépendante asservie sur le croisement entre
les transitions (1 → 1) et (1 → 2) par un montage d’absorption saturée, et décalé de
78,5 MHz par un modulateur acousto-optique afin de se retrouver sur la transition (1→
2). Le modulateur permet également de contrôler la puissance du faisceau. La puissance
maximale vaut 20 mW. Pour ce laser, une modulation de fréquence de faible amplitude
est tolérable, et le signal d’erreur pour l’asservissement est produit simplement par
modulation du courant de la diode.

3.3 Système laser à 532 nm

Pour notre expérience, nous utilisons également de la lumière laser désaccordée
très loin vers le bleu de la résonance, afin d’utiliser la force dipolaire pour créer un
potentiel répulsif pour les atomes. Nous utilisons un faisceau focalisé pour réaliser
le bouchon optique nécessaire à la condensation dans le piège quadrupolaire, et nous
avons également prévu de réaliser un réseau optique en faisant interférer deux faisceaux
à 532 nm. Dans cette partie, je parlerai du laser utilisé pour créer le bouchon optique.
Je discuterai également de la possibilité d’utiliser ce laser multimode, pour réaliser un
réseau optique.
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Figure 3.15 – La largeur du faisceau est mesurée avec la méthode du couteau.
On coupe le faisceau avec une lame de rasoir fixée sur une platine de translation
micrométrique, et on mesure l’intensité lumineuse en sortie en fonction de la position
du couteau. La courbe obtenue est modélisée par la fonction erf, qui est l’intégrale
d’une gaussienne.

3.3.1 Fonctionnement du laser, mode

Le laser que nous utilisons est un laser Millenia, fabriqué par Spectra Physics, qui
produit un faisceau laser d’une longueur d’onde de 532 nm et d’une puissance allant
jusqu’à 10 watts. Ce faisceau est produit par doublement intracavité d’un faisceau à
1064 nm par un cristal de LBO. Le faisceau à 1064 nm est lui-même produit par un
cristal de Nd :YVO4, pompé optiquement par de la lumière générée par quatre barres de
diodes laser logées dans le bloc d’alimentation et amenée jusqu’au cristal par des fibres
optiques. Nous avons mesuré la taille du faisceau et sa divergence, les résultats sont
présentés dans la figure 3.15. Une première mesure à 97 cm de la sortie du laser donne
les valeurs de waist horizontal wh = 1,17 mm et vertical wv = 1,38 mm. Une mesure à
169 cm de la sortie du laser donne wh = 1,15 mm et wv = 1,25 mm. On note que ces
valeurs dépendent de l’alignement de la cavité du laser, et sont donc susceptibles de
varier lors d’un réalignement.
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Figure 3.16 – Pour pouvoir étudier les propriétés de cohérence du faisceau du
laser Millenia à sa puissance nominale de 10 W, on prélève une fuite du faisceau sur
un miroir à 532 nm dont la face arrière est polie. Le faisceau passe alors dans un
interféromètre de Michelson, réalisé avec une lame séparatrice (dont la transmission
est de 50 %) et deux miroirs dont l’un est monté sur une platine de translation
micrométrique. Une lentille de focale 50 mm fait l’image du miroir fixe sur notre
caméra Andor Ixon 885D. Le dernier miroir est une lame séparatrice qui réfléchit 4
% de la lumière incidente, afin de ne pas saturer la caméra.

3.3.2 Longueur de cohérence

Le laser Millenia utilise une technique appelée QMAD (Quiet Multi-Axial Mode
Doubling) pour réduire le bruit d’intensité. Si quelques modes longitudinaux de la
cavité laser sont peuplés, les interactions causées entre eux par les effets non-linéaires
du cristal doubleur provoquent des fluctuations d’intensité importantes. Plutôt que
de chercher à avoir un laser monomode longitudinal, les concepteurs du Millénia ont
choisi une cavité longue avec beaucoup de modes au dessus du seuil, ce qui permet
de limiter les fluctuations d’intensité par moyennage. L’écart entre deux modes d’une
cavité de longueur Lcav est donné par δν = c

2Lcav
, et vaut donc 150 MHz pour la cavité

du Millenia, qui est longue de un mètre.

Nous avons cherché à savoir si le caractère multi-mode de ce laser nous interdi-
sait complètement de l’utiliser pour créer un réseau optique, comme prévu pour la
réalisation du piège en anneau. Pour cela, nous avons voulu connâıtre sa longueur
de cohérence. Nous avons utilisé un interféromètre de Michelson, dont le schéma est
montré sur la figure 3.16.

On règle d’abord l’interféromètre pour observer la teinte plate, puis on incline un
des miroirs pour se placer en configuration coin d’air, et on observe les franges sur la
caméra. A partir de l’image des franges, on calcule le contraste. On répète l’opération
plusieurs fois en déplaçant le miroir mobile. On obtient alors la courbe montrée dans la
figure 3.17. Nous attribuons le contraste de 50 % mesuré à des problèmes de reflections
parasites.

Nous avons effectué la mesure à la puissance de 10 W, et trouvé une longueur
de cohérence de 2,2 mm. Cette valeur est suffisante pour pouvoir réaliser un réseau
optique avec ce laser, même si cela sera compliqué techniquement, la longueur des
deux faisceaux utilisés devant être identique au millimètre près. Nous avons également
remarqué que la longueur de cohérence est plus grande à faible puissance, de l’ordre de
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la dizaine de centimètres à une puissance de 200 mW. Cela s’explique par le fait que le
nombre de modes au dessus du seuil diminue quand on baisse la puissance de pompe
du laser.

3.3.3 Contrôle de l’intensité

Cellule de Pockels

Pour notre expérience, nous avons besoin d’une forte puissance laser dans le vert
de la résonance du rubidium pour deux usages : créer le bouchon optique pour obtenir
la condensation, et produire un réseau optique pour la réalisation du piège en anneau.
Nous avons donc cherché une solution pour pouvoir faire basculer le faisceau du laser
Millenia entre deux voies.

Pour cela, nous avons utilisé une cellule à effet Pockels. L’effet Pockels est une varia-
tion de la biréfringence d’un cristal auquel est appliqué un champ électrique. Cet effet
est linéaire avec le champ appliqué, contrairement à l’effet Kerr, qui est quadratique.
Une cellule à effet Pockels utilise cet effet pour créer une lame de polarisation à retard
variable. En plaçant son axe à 45 degrés de l’axe de polarisation d’un faisceau laser et
en la faisant suivre d’un cube séparateur de polarisation, on peut régler la répartition
de l’intensité du faisceau entre la voie transmise et la voie réfléchie par le cube. Cela se
fait en variant la tension appliquée à la cellule, pour faire varier son retard entre λ

2
et λ.

Une cellule de Pockels a un temps de réponse très court, de l’ordre de la nanoseconde,
et est ainsi couramment utilisée dans la réalisation de lasers pulsés, c’est le principe
du Q-switching. Une mesure du temps de coupure de notre cellule est montrée dans la
figure 3.19. La cellule que nous utilisons n’est pas biréfringente à tension nulle, et se
comporte comme une lame λ

2
pour une tension de 3265 V. Nous la commandons avec

une alimentation haute tension de 4 kV 3 et un switch push-pull 4.
La procédure de réglage de la cellule est la suivante : on place une lame λ

2
suivie d’un

prisme de Glan après la cellule de Pockels. A tension nulle, on tourne la lame jusqu’à
extinction du faisceau transmis par le prisme, et on ajuste la position de l’axe de la
Pockels par rapport à l’axe optique avec les vis de réglage sur sa monture, de manière
à optimiser l’extinction. On augmente ensuite la tension appliquée à la Pockels tout en
tournant la lame pour rester au minimum de transmission. La polarisation du faisceau
en sortie de la cellule devient circulaire, et on n’obtient qu’une extinction partielle. On
ne retrouve l’extinction totale que lorsque la polarisation redevient linéaire, c’est à dire
lorsque la Pockels se comporte comme une lame λ

2
, ce qui se produit pour une tension

V=3265 V. On repasse alors à 0 V, et on place la lame de façon à avoir l’extinction. On
repasse à 3265 V, et on tourne la Pockels dans sa monture pour minimiser la puissance
réfléchie par le prisme. On a alors placé l’axe de la Pockels à 45 degrés de l’axe de
polarisation du faisceau incident. On contrôle la puissance dans chaque voie avec la
tension appliquée. La courbe de calibration est donnée par la figure 3.18. Nous avons
également vérifié que la cellule de Pockels n’introduisait pas de bruit supplémentaire
dans l’intensité du laser. Une mesure de la stabilité en intensité du faisceau après

3. Ultravolt F series 4A12
4. Behlke HTS 41-06-GSM
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la Pockels est présentée dans la figure 3.20. Cette mesure n’a pas détecté de bruit
significatif ajouté par la Pockels.

Acousto-optique

Si la cellule de Pockels est efficace pour répartir l’intensité selon deux voies diffé-
rentes, elle n’est pas idéale pour couper rapidement le laser, en raison d’oscillations à
l’extinction présentes pendant quelques centaines de µs (voir figure 3.19). Pour pou-
voir faire varier l’intensité du faisceau créant le bouchon optique et avoir une coupure
sans oscillations, nous utilisons un modulateur acousto-optique (AOM). Le faisceau en
sortie de laser étant plus large que l’ouverture de l’AOM, nous utilisons un téléscope
constitué d’une lentille convergente de focale 400 mm et d’une lentille divergente de
focale -100 mm séparées de 300 mm pour réduire sa taille. On obtient un waist de
0,33 mm à 10 cm de distance du téléscope, c’est là que nous plaçons l’AOM. Après
optimisation de la puissance diffractée dans l’ordre +1, nous obtenons une efficacité de
93 %, et un temps de coupure d’environ 2 µs. Nous avons également placé une lame λ

2

avant l’AOM, car son efficacité dépend de la polarisation du faisceau en entrée. Ce mo-
dulateur acousto-optique fonctionne avec une puissace rf faible (100 mW), ce qui limite
les effets thermiques. L’angle de diffraction est plus grand que pour les modulateurs à
780 nm, avec 5.3 degrés pour 110 MHz. Cela implique un contrôle de la fréquence à
mieux que 10 kHz pour contrôler les fluctuations de pointé du laser sur les atomes à
mieux que 1 µm.

3.3.4 Stabilité du pointé

Pour le bon fonctionnement du piège quadrupolaire bouché, il est nécessaire que la
position du faisceau soit stable à une fraction de sa largeur au niveau des atomes. Pour
cela, nous avons mesuré les fluctuations de pointé du laser à l’aide d’une photodiode
à 4 quadrants. Ce type de photodiode est séparé en quatre zones, et en mesurant les
différences d’intensité entre les paires de zones quand la photodiode est illuminée par un
faisceau laser focalisé, on peut déduire avec une grande précision la position du faisceau
sur la photodiode. En déplaçant la photodiode à l’aide d’une platine micrométrique, on
peut établir une correspondance entre le signal de la photodiode et la position du spot.
Une mesure du bruit de position du spot sur la photodiode est présentée sur la figure
3.21. Les fluctuations de position et d’intensité du bouchon optique se traduisent par
des fluctuations de position et de raideur du piège quadrupolaire bouché, ce qui peut
avoir pour conséquence un chauffage du condensat.

3.3.5 Focalisation

Le faisceau à 532 nm est focalisé au centre de la cellule par une lentille de focale
250 mm. Après la traversée de la lentille, il est renvoyé vers la cellule par un miroir
dichröıque, qui réfléchit la lumière à 532 nm et laisse passer la lumière à 780 nm du
faisceau sonde. Il est possible d’obtenir un faisceau elliptique en plaçant un télescope
constitué de deux lentilles cylindriques, bien que nous n’ayons pas encore utilisé cette
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possibilité. La taille du col du faisceau au niveau du point de focalisation a été mesurée,
et est de 35 µm, pour une puissance de 5.5 W. Un miroir dichröıque situé après la lentille
de focalisation réfléchi le faisceau à 532 nm vers la cellule tout en laissant passer le
faisceau sonde pour l’imagerie. Après la cellule, un cube séparateur de polarisation à
780 nm extrait le faisceau vert qui est alors renvoyé vers un absorbeur de faisceau.
Nous avons choisi d’utiliser un cube pour séparer les faisceaux à 780 et 532 nm car
cela déforme moins le front d’onde que le miroir dichröıque initialement prévu, tout en
séparant correctement les longueurs d’onde.
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Figure 3.17 – Mesure de la longueur de cohérence du Millenia. Le graphe du
dessus montre une coupe de l’image des interférences prise au contact optique. La
courbe rouge au dessus est le signal d’interférence Itot, la courbe bleue du milieu
représente

√
I1I2 où I1 et I2 sont les intensités lumineuses de chaque bras de l’in-

terféromètre. La courbe verte représente le terme d’interférences Itot− I1− I2. On a
un contraste de 50 %, mais il y a manifestement un problème de lumière parasite.
Quand on s’éloigne du contact optique, le contraste diminue. La courbe est modé-
lisée par une gaussienne, avec un écart type de ω = 2,2 mm. La largeur de raie est
donnée par σ = 2c

πω
, et vaut 84 GHz.
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Figure 3.18 – Cette courbe montre la puissance réfléchie par le cube situé après
la Pockels. L’axe des abscisses représente la tension de commande envoyée par
l’ordinateur à l’alimentation haute tension de la cellule. La tension appliquée à la
cellule est de 400 V pour une commande de 1 V. La puissance maximale est obtenue
pour une tension de 3265 V, ce qui correspond à une tension de commande de 7,4
V.
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Figure 3.19 – Coupure brutale de la Pockels. La coupure est extrêmement rapide,
mais est suivie d’oscillations. Ces oscillations proviennent d’un effet piézoélectrique
[84] dans le cristal de KD*P utilisé pour notre cellule.
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Figure 3.20 – Mesure de la stabilité en intensité du laser après la cellule de
Pockels.
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Figure 3.21 – La somme des signaux des 4 parties de la photodiode nous donne
l’intensité du faisceau laser, et la différence entre deux parties opposées nous donne
une mesure de la position du spot. Ici, le faisceau est focalisé sur la photodiode par
une lentille de focale 100 mm. Nous avons mesuré le bruit de pointé du faisceau en
regardant la différence entre les signaux de deux parties opposées de la photodiode
avec un analyseur FFT. La mesure a été effectuée dans trois configurations diffé-
rentes : sans faire passer le faisceau par l’AOM, et en le faisant passer par l’AOM en
générant le signal RF avec une carte construite par l’atelier d’électronique du LPL
ou bien en utilisant un synthétiseur Rohde&Schwartz. Cette mesure a permis de
détecter et de corriger un problème de filtrage de l’alimentation sur notre carte de
pilotage d’AOM, qui se traduisait par les pics de bruit à 50 Hz et ses harmoniques
visibles sur le graphe.
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Chapitre 4
Production d’un condensat

Dans ce chapitre, je décrirai les premiers résultats obtenus avec notre nouvelle ex-
périence. Je parlerai d’abord des résultats obtenus pendant la première partie de ma
thèse, avant l’installation du piège magnéto-optique 2D sur le montage. Je décrirai en-
suite les résultats de l’expérience dans son état actuel, et les étapes menant du piège
magnéto-optique à la condensation.

4.1 Première génération du montage

Nous avons d’abord assemblé une première génération de l’expérience, sans piège
magnéto-optique 2D. Ce premier montage simplifié nous a permis de tester le système
laser et de mettre au point le nouveau transport magnétique. Nous avons poussé ce
système au maximum pour évaluer le nombre d’atomes transférés. Lorsque les étapes
de piège magnéto-optique et transport ont été validées, nous avons complété le montage
en ajoutant l’élément final, le piège magnéto-optique 2D.

Je parlerai d’abord rapidement du piège magnéto-optique 3D dans la section 4.1.1,
du chargement dans le piège magnétique côté octogone dans la section 4.1.2, et enfin
des premières tentatives de transport des atomes dans la section 4.1.3.

4.1.1 Chargement et caractérisation du piège magnéto-optique
3D

Avant l’installation du piège magnéto-optique 2D, le piège magnéto-optique 3D
était chargé directement à partir d’une vapeur de rubidium à température ambiante.
La partie optique du piège magnéto-optique n’était pas encore fibrée à ce moment,
et les faisceaux refroidisseurs étaient séparés et dirigés vers le centre de l’octogone
par une série de cubes séparateurs de polarisation et de miroirs. Les faisceaux étaient
diaphragmés à un diamètre de 1 pouce par les lames λ

2
comme sur le montage actuel.
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Mesure du nombre d’atomes Le nombre d’atomes dans le piège magnéto-optique
est évalué en mesurant sa fluorescence à l’aide d’une photodiode 1 et d’une lentille
convergente. Le taux d’émission de photons par un atome de rubidium est donné par
Γ
2

s
1+s

Ccg [85]. La puissance lumineuse reçue par la photodiode vaut alors :

P =
Γ

2

s

1 + s
N
πr2

4πd2
Ccghν

où πr2

4πd2 est la fraction de la fluorescence récupérée par la photodiode, hν est l’énergie
d’un photon, N est le nombre d’atomes, et Ccg est un coefficient de Clebsh-Jordan
qui vaut entre 0.5 et 1. Ici, l’angle solide est limité par le hublot, dont le rayon est de
r = 8 mm, situé à d = 80 mm du centre de l’octogone. On trouve Γhν = 9.6 pW par
atome. s est le paramètre de saturation, qui vaut s = I

Is
1

1+4 δ
2

Γ2

, où I est la somme des

intensités des six faisceaux de refroidissement et δ est leur désaccord. La tension de la
photodiode vaut V = GP , où G est le gain de la photodiode, qui vaut 1,5× 106V.W−1.

Les paramètres typiques quand le piège magnéto-optique était chargé par une va-
peur sont de I = 13.9 mW.cm−2 et δ = −2,2Γ. En prenant en compte les pertes à la
traversée des hublots, qui ne sont pas traités anti-reflet, on trouve s = 0.75. Au final,
on trouve un facteur de calibration de 4×108 at.V−1 et un nombre d’atomes de 4×108

typiquement.

Chargement direct par une vapeur Au début de ma thèse, le piège magnéto-
optique 3D était chargé directement à partir d’une vapeur de rubidium à température
ambiante. Cette vapeur provenait d’une réserve de rubidium entourée d’un cordon
chauffant, décrite dans la section 2.2. La pression était régulée en changeant la tempé-
rature de la réserve. Le temps de chargement du piège magnéto-optique vaut typique-
ment entre 2 et 5 secondes suivant la pression de rubidium dans l’octogone et la valeur
typique de la fluorescence est de 1 V, ce qui correspond à 4.108 atomes. La dépendance
du nombre d’atomes par rapport au désaccord du faisceau refroidisseur est montrée
dans la figure 4.1. Le désaccord utilisé habituellement sur l’expérience est de −2,2Γ.
Le temps de chargement du piège magnéto-optique était typiquement de l’ordre de la
seconde, du même ordre de grandeur que la durée de vie dans le piège magnétique
côté octogone, dont une mesure sera présentée sur la figure 4.3. En utilisant le calcul
décrit dans la section 2.1, on trouve que cela correspond à une pression dans l’octogone
proche de 3.10−8 mbar.

4.1.2 Chargement du quadrupole

Les atomes doivent être transférés du piège magnéto-optique dans un piège mobile
avant d’être transportés vers la cellule science. On utilise pour cela un piège magnétique,
dont voici le principe. Le potentiel d’un atome dans le sous niveau Zeeman mF plongé
dans un champ magnétique statique B(~r) vaut au premier ordre 2 H(~r) = gFµBmFB(~r)

1. Thorlab PDA55

2. En champ fort, le hamiltonien d’interaction n’est plus linéaire en ~B[86]
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Figure 4.1 – Ce graphe montre le nombre d’atomes dans le piège magnéto-optique
en fonction du désaccord du faisceau refroidisseur. Le désaccord utilisé habituel-
lement sur l’expérience est de −2,2Γ, correspondant au maximum du nombre
d’atomes.

où gF est le facteur de Landé et µB le magnéton de Bohr. Pour piéger les atomes,
il faut créer un minimum local de H(~r). Pour cela, on peut créer un maximum de
champ magnétique pour piéger les atomes dont le moment magnétique est aligné avec
le vecteur champ ~B ou bien un minimum de champ pour piéger les atomes dont le
moment magnétique est opposé à ~B. D’après les équations de Maxwell, il est impossible
d’avoir un maximum du module d’un champ magnétique statique dans le vide 3. On
utilise donc un minimum de champ magnétique, qui piège les atomes de mFgF positifs.
Nous utilisons un champ quadrupolaire, qui s’écrit localement :

~B(x,y,z) = B′(z~ez −
x~ex + y~ey

2
).

Le module de ~B est alors minimum au centre, où le champ est nul. Un tel champ
magnétique est obtenu avec une paire de bobines parcourues par des courants en sens
opposés.

Normalement, le transfert dans le piège magnétique fait intervenir une étape de
pompage optique [87], qui permet de mettre tous les atomes dans le même sous-niveau
Zeeman antiparallèle au champ. En l’absence du pompage optique, l’état de spin des

3. Théorème de Wing [19].
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atomes lors du transfert dans le piège magnétique est aléatoire, ce qui cause la perte des
atomes dont le moment magnétique est aligné avec le vecteur champ. Cette étape de
pompage fait intervenir un faisceau laser rétroréfléchi de polarisation circulaire, et un
champ magnétique statique qui doit être orienté dans le même axe que le faisceau. Nous
avons tenté de réaliser le pompage optique, mais celui-ci n’a jamais permis d’augmenter
le nombre d’atomes capturés dans le piège magnétique par rapport à une séquence sans
pompage. Nous attribuons ces problèmes aux courants de Foucault dans les supports
des bobines de transport, qui empêchent de brancher rapidement un champ magnétique
directeur homogène. Ces courants de Foucault nous empêchent également de faire une
phase de mélasse optique [11, 88] comme cela était fait dans l’expérience précédente du
groupe [73], en créant un champ magnétique rémanent qui persiste pendant plusieurs
dizaines de millisecondes, et qui empêche le refroidissement sub Doppler [89] de fonc-
tionner. Cependant, nous sommes quand même parvenus à capturer entre 12 et 20 %
des atomes dans le piège magnétique, en les chargeant directement dans l’état F = 1 à
partir du piège magnéto-optique 3D.

Une phase de compression, pendant laquelle on augmente le gradient de champ
magnétique et le désaccord des faisceaux refroidisseurs permet d’augmenter la densité
du piège magnéto-optique avant le chargement du piège magnétique, cette compres-
sion permettant d’adapter la taille du nuage d’atomes à celle du piège. En effet, cette
densité est limitée par la diffusion multiple de photons par les atomes piégés, et est
proportionnelle à δ3 dans le régime des fortes densités [90]. Les paramètres typiques à
la fin de la compression sont :

– Courant dans les bobines : 11 A

– Gradient axial : 50 G.cm−1

– Désaccord faisceau refroidisseur : -14 Γ

On coupe alors les faisceaux refroidisseurs et on augmente l’intensité dans les bobines
jusqu’au maximum de 33 A permis par notre alimentation. La figure 4.2 montre les
atomes chargés dans le piège magnétique. L’image est prise immédiatement après la
coupure du champ magnétique.

Les problèmes de coupure du champ magnétique compliquent l’obtention de résul-
tats quantitatifs avec l’imagerie par absorption. En effet, dans un champ magnétique
inhomogène, le désaccord du faisceau sonde par rapport à la résonance dépend du
champ magnétique local, ce qui nous fait sous-estimer la taille du nuage, les atomes sur
les bords étant soumis à un champ plus élevé que ceux situés au centre du piège. Une
manière d’évaluer l’efficacité du transfert dans le piège magnétique consiste à ramener
l’intensité dans les bobines à la valeur utilisée pour le piège magnéto-optique et à rallu-
mer les faisceaux refroidisseur. En comparant la fluorescence à ce moment avec celle du
piège magnéto-optique, on déduit le nombre d’atomes capturés, qui est typiquement de
12 à 20 % du nombre d’atomes dans le piège magnéto-optique, alors que le maximum
théorique en l’absence de pompage optique dans l’état F = 1 est de 33 %. Nous avons
également mesuré la durée de vie des atomes dans le piège magnétique. Le résultat de
cette mesure est présenté dans la figure 4.3. On trouve une durée de vie de 1,4 s, en
accord avec la valeur du temps de chargement mesurée par ailleurs.
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Figure 4.2 – L’image du haut montre le nuage d’atomes après la phase de com-
pression. L’image du dessous montre les atomes après chargement dans le piège
magnétique. Le gradient dans le piège magnétique est de 130 G.cm−1, et l’image
a été prise en utilisant la diode DBR de l’expérience précédente pour générer le
faisceau sonde.

L’état interne des atomes dans le piège magnétique peut être choisi entre les deux
états hyperfins du niveau 5S1/2 en jouant sur le faisceau repompeur. En effet, lors de
l’extinction du piège magnéto-optique, si on laisse le repompeur allumé, on va récupérer
les atomes dans l’état F = 2. En revanche, si on l’éteint quelques millisecondes avant
le laser refroidisseur, les atomes vont s’accumuler dans l’état F = 1.

Sur les 3 sous-niveaux Zeeman de F = 1, seul l’état |F = 1,mF = −1〉 est piégé.
En l’absence de pompage optique, les 3 niveaux sont également peuplés. Nous perdons
donc les deux tiers des atomes. Dans le cas F = 2, sur 5 sous-niveaux, les deux états
|F = 2,mF = 1,2〉 sont piégés et on ne perd que 3

5
des atomes. Cependant, on a alors

des pertes par collisions avec échange de spin, qui diminuent la durée de vie dans le
piège. C’est pourquoi nous avons préféré travailler avec des atomes dans F = 1.

4.1.3 Essais de transport des atomes

Une fois piégés magnétiquement, les atomes sont transportés en déplaçant le centre
du piège magnétique du centre de l’octogone à la cellule science. On peut réaliser ce
déplacement en modulant les courants dans une série de bobines [66], ou comme cela
se fait dans plusieurs autres équipes, en déplaçant physiquement les bobines du piège
[64, 65, 91, 92]. C’est cette dernière solution que nous avons retenue, pour sa simplicité
et son efficacité, l’efficacité de transfert pouvant être proche de 1 avec un chauffage
d’environ 100 µK[64, 65].

Nous avons aligné le rail de transport magnétique en utilisant une voie d’imagerie
avec un faisceau sonde passant à travers le tube de pompage différentiel. Le faisceau
sonde ressortait par un des hublots de l’octogone, et on faisait l’image du piège magnéto-
optique en utilisant la caméra Ixon et une lentille de 400 mm en configuration 2f-2f. Le
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Figure 4.3 – Durée de vie des atomes piégés magnétiquement dans l’octogone. La
mesure est effectuée en relâchant le piège magnétique, en rallumant les faisceaux du
piège magnéto-optique et en regardant immédiatement le signal de fluorescence. On
modélise la décroissance du nombre d’atomes par une exponentielle de constante de
temps τ = 1.4s.
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Figure 4.4 – On voit ici une image des atomes dans le piège magnétique, vus
dans l’axe du transport. On voit ici que la taille du nuage est du même ordre que le
diamètre du tube différentiel. L’image est prise in situ, et sous-estime donc la taille
du nuage atomique, la sonde n’étant plus résonnante sur les bords.

tube différentiel diaphragmait le faisceau sonde, ce qui permettait de voir sa position
sur les images. Ce montage d’imagerie nous a permis de vérifier la position du piège
magnétique par rapport au tube. La figure 4.4 montre une image prise avec ce montage.

Nous nous sommes notamment rendus compte que le centre du piège était trop
haut d’environ 2 mm. Nous avons alors cherché quelle résistance mettre en parallèle
de la bobine du bas pour recentrer le piège, et trouvé une valeur de 30 Ω. Ce montage
ne pouvait être conservé à terme, la résistance des bobines elles-mêmes dépendant
fortement de la température. Nous avons donc retiré la résistance et fait fraiser la base
du support des bobines de 2 mm. La position horizontale du dispositif de transport a
été réglée en desserrant les vis tenant la platine de transport à la table optique et en
le faisant bouger à la main. On ajuste d’abord la position latérale du rail au niveau
du piège magnéto-optique, pour centrer le piège magnétique sur l’axe de transport, et
on fixe des cales sur la table optique pour la maintenir. Nous avons ensuite changé la
mise au point du dispositif d’imagerie pour ajuster la position des atomes après une
translation les amenant à l’entrée du tube de vide différentiel. Un dernier ajustement
fin est effectué en optimisant le nombre d’atomes transportés dans la cellule en fonction
de la position latérale du transport, mesurée au niveau de la cellule. Après avoir mis
des cales pour indiquer la position optimale, nous pouvons resserrer les vis maintenant
le rail à la table optique.
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Figure 4.5 – Ce graphe montre les premiers essais de transport magnétique. Pour
tester le transport, on le fait bouger sur une distance variable en direction de la
cellule science avant de le faire revenir, et on mesure le nombre d’atomes restants
de la même manière que pour la mesure de durée de vie du piège magnétique. La
ligne en pointillé indique la position du début du tube de pompage différentiel.

Le type de profil de déplacement du transport est décrit dans la figure 2.10. Les
paramètres utilisés sont :

– vitesse :1m.s−1

– Accélération :10m.s−2

– à-coup : 25 m.s−3

Pour les distances courtes sur lesquelles nous faisons bouger le transport, la vitesse et
l’accélération maximales ne sont pas atteintes, et la forme du profil de déplacement est
déterminée par l’à-coup. La durée typique d’un déplacement du transport magnétique
est de 500 ms.

Le transport a été testé en faisant se déplacer les atomes sur une distance variable
avant de les faire revenir et de les recapturer dans le piège magnéto-optique, la fluores-
cence lors de la recapture donnant une mesure du nombre d’atomes. Les résultats de
cette mesure sont présentés sur la figure 4.5. Le nombre d’atomes recapturés décrôıt
fortement au passage du tube différentiel. L’explication est une température trop élevée
des atomes dans le piège, qui conduit à une évaporation sur les parois. Une explication
plus détaillée de ces pertes se trouve en section 4.3.3. Cette première version nous a tout
de même permis de mettre au point une procédure d’alignement du rail de transport.
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Après le transport, les atomes sont transférés dans le piège quadrupolaire. Une
image des atomes dans la cellule et une mesure de leur durée de vie est montrée dans
la figure 4.6. On arrive à avoir 1,6.107 atomes dans la cellule, ce qui représente un
taux de transfert de 4% à partir du piège magnéto-optique. La durée de vie dans la
cellule est également faible, de l’ordre de 5 secondes, ce qui est probablement dû à un
vide de mauvaise qualité, peut être causée par la pression élevée dans l’octogone. Dans
cette version de l’expérience, la longueur du tube différentiel n’était que de 6 cm. Il
aurait probablement été possible de mieux optimiser le nombre d’atomes dans la cellule
et d’améliorer la qualité du vide côté science en utilisant la pompe titane, mais nous
avons préféré installer rapidement le piège magnéto-optique 2D.

4.1.4 Limitations de ce système

Le chargement à partir d’une vapeur limite fortement le nombre d’atomes et la du-
rée de vie du piège magnéto-optique 3D. De plus, lors du transport de l’octogone vers
la cellule science, les atomes restent dans l’octogone pendant une durée de quelques
centaines de millisecondes, suffisante pour en perdre une fraction importante par col-
lisions avec le gaz à température ambiante. Ces limitations ont été levées en ajoutant
au dispositif le piège magnéto-optique 2D, qui découple la source d’atomes du trans-
port magnétique et autorise à la fois un grand nombre d’atomes et une durée de vie
élevée dans le piège magnéto-optique 3D. Les étapes menant à la condensation dans
le montage avec le piège magnéto-optique 2D sont décrites dans la section 4.2. Nous
avons également remplacé l’ancien système optique du piège magnéto-optique 3D, qui
utilisait des cubes séparateurs de polarisation de 1 pouce et des miroirs, par le système
fibré actuel. La mise en place de ce système a fortement amélioré la stabilité du piège
magnéto-optique. La photodiode qui mesure la fluorescence du piège magnéto-optique
a également été déplacée lors de la mise en place du nouveau système. La nouvelle
valeur de calibration du nombre d’atomes est de 3.43 · 109at.V−1.

4.2 Nouvelle source d’atomes froids et condensa-

tion

Pour améliorer les performances du montage et permettre l’obtention d’un conden-
sat, le piège magnéto-optique 3D est maintenant chargé avec un jet d’atomes ralentis
issus du piège magnéto-optique 2D. Le premier effet de ce changement est un double-
ment du nombre d’atomes dans le piège magnéto-optique 3D.

Modélisation du chargement du piège magnéto-optique L’évolution du nom-
bre d’atomes N dans le piège magnéto-optique 3D est déterminé par la compétition
entre la capture des atomes venant du piège magnéto-optique 2D et les pertes. Le
modèle le plus simple donne ∂tN = F−ΓN avec F le flux d’atomes incidents et Γ le taux
de pertes par collisions avec le gaz résiduel. Ce modèle donne une constante de temps
de chargement de 1

Γ
, indépendant du flux, or on a observé que ce n’était pas le cas en
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Figure 4.6 – Image des atomes après le transport et durée de vie dans la cellule.
L’image est prise avec un temps de vol de 5 ms. Le nombre d’atomes est mesuré
en modélisant l’image de la densité du nuage atomique par un profil gaussien. La
durée de vie dans la cellule est d’environ 5 secondes.
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faisant varier le flux du piège magnéto-optique 2D en changeant la puissance du faisceau
pousseur. Un modèle qui décrit mieux la dynamique de chargement consiste à introduire
un terme de pertes à deux corps, modélisant les pertes par collisions assistées par la
lumière [93], ce qui donne l’équation suivante pour l’évolution du nombre d’atomes
dans le piège magnéto-optique en faisant une approximation à volume constant :

∂tN = F − ΓN − βN2

Le flux peut être mesuré en regardant la dérivée de la fluorescence au début du char-
gement du piège magnéto-optique. La figure 4.7 montre l’évolution de la fluorescence
lors du chargement du piège magnéto-optique. En ajustant le début de la courbe par
une droite, on en déduit un flux F = 2.86 × 109 atomes par seconde. Cela permet de
charger le piège magnéto-optique en 5 secondes. La courbe ne s’ajuste pas correcte-
ment avec une simple exponentielle, ce qui confirme la présence de pertes inélastiques.
Le nombre d’atomes final vaut N = 7.1 × 109, soit près de vingt fois plus que dans
le piège magnéto-optique tri-dimensionnel. L’installation de la nouvelle source a donc
considérablement amélioré les performances du système.
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Figure 4.7 – Chargement du piège magnéto-optique 3D après installation du piège
magnéto-optique 2D sur l’expérience. La mesure de la pente en début de chargement
donne directement une mesure du flux d’atomes du piège magnéto-optique 2D. On
trouve F = 2.86 · 109at.s−1.

Nous avons également mesuré la durée de vie du piège magnéto-optique 3D, en
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regardant l’évolution de sa fluorescence après avoir éteint le faisceau refroidisseur du
piège magnéto-optique 2D. Le résultat de cette mesure est présenté dans la figure 4.8.
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Figure 4.8 – Durée de vie du piège magnéto-optique 3D après installation du
piège magnéto-optique 2D sur l’expérience. Un ajustement par une exponentielle
donne une durée de vie de 17 secondes.

4.3 Chargement du quadrupole et transport

4.3.1 Chargement du quadrupole

La durée de vie dans le piège quadrupolaire de l’octogone est maintenant de 30
secondes, une mesure est montrée dans la figure 4.9. La partie électrique a été modifiée
pour utiliser une alimentation par bobine, ce qui permet de faire monter le gradient
jusqu’à 45 A. La méthode de chargement est la même qu’avant l’installation du piège
magnéto-optique 2D, et décrite en détail dans la section 4.1.2. Le gradient plus élevé
permet d’avoir un nuage plus petit, ce qui réduit les pertes lors du transport de la
cellule. Le taux de transfert est estimé par recapture dans le piège magnéto-optique,
comme montré sur la figure 4.10
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Figure 4.9 – Mesure de durée de vie dans le piège quadrupolaire côté octogone.
La durée de vie mesurée est de 30 secondes.

4.3.2 Transport jusqu’à la cellule

Du fait de la procédure de chargement, la température des atomes dans le piège
magnétique est élevée, et le diamètre du nuage atomique excède celui du tube de
pompage différentiel. On perd donc une partie des atomes par collision contre les parois
au cours du transport. L’efficacité du transport est d’environ 20 %. La température
mesurée à l’arrivée dans le piège quadrupolaire est de 150 µK. La température au
départ du transport n’est pas bien connue, mais doit être supérieure à la température
à l’arrivée.

4.3.3 Modélisation du transport

Nous avons constaté d’importantes pertes d’atomes lors du transport au passage du
tube de pompage différentiel. L’explication la plus probable est une pertes des atomes
par collisions contre la paroi de ce tube. Pour un piège quadrupolaire d’axe z, de
gradient B′ dans cet axe, le potentiel de piégeage est donné par :

U(x,y,z) = µBB
′

√
x2 + y2

4
+ z2 (4.1)
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Figure 4.10 – Ce graphe montre une mesure de l’évolution du signal de fluores-
cence lors d’une séquence dans laquelle on charge le piège magnétique, puis on
effectue la séquence de chargement en sens inverse pour recapturer les atomes dans
le piège magnéto-optique. Le fond causé par la diffusion des faisceaux sur les hublots
a été mesuré en regardant le signal de la photodiode en éteignant le champ magné-
tique du piège magnéto-optique et soustrait aux données montrées sur ce graphe. On
voit le signal baisser pendant la phase de compression, tomber à 0 lors des rampes
de champ magnétique, puis remonter au rallumage du piège magnéto-optique. Le
rapport entre la fluorescence à la fin et au début de la courbe donne une estimation
du taux de transfert de 12 %.

De façon plus générale, le potentiel d’un piège linéaire de gradients bx,by,bz dans les
trois directions de l’espace peut s’écrire :

U(~r) = µB

√ ∑
i=x,y,z

b2
i r

2
i (4.2)

Nous pouvons alors calculer analytiquement les dimensions du nuage atomique. La
distribution d’un gaz d’atomes en équilibre thermodynamique à température T dans le
piège est donnée par :

P (~p,~r) =
1

z
exp(−β(

~p2

2m
+ U(x,y,z))) (4.3)
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où β = 1
kBT

et z est donné par :

z =

∫ ∫
d~rd~p

h3
e
−β
(
~p2

2m
+µ
√∑

ib2i r
2
i

)
(4.4)

Le rayon moyen du nuage sur l’axe i peut alors être calculé par l’équation suivante :

< r2
i >=

1

z

∫ ∫
d~rd~p

h3
r2
i e
−β
(
~p2

2m
+µ
√∑

i b
2
i r

2
i

)
=

(
2kBT

µbi

)2

(4.5)

Pour notre montage, avec le courant maximum de 45 A, nous avons un gradient dans
l’axe z de 200 G/cm, et de 100 G/cm dans les axes x et y, ce qui correspond à 2kB

µbi
≈ 3

m.K−1. On en déduit un rayon moyen sur l’axe x de 400 µm pour une température cor-
respondant à la température Doppler du rubidium 87, qui est de 144 µK [85]. En réalité,
on est au dessus de cette température en raison de la compression du nuage pendant la
phase de chargement du piège magnétique. On peut également calculer la température
pour laquelle le rayon moyen du nuage est égal au rayon du tube différentiel. On trouve
alors une température de 660µK. On peut prévoir des pertes importantes au delà de
cette température.

En supposant le système ergodique, on peut estimer le taux de transfert et la tem-
pérature finale pour le passage d’un nuage d’atomes de température initiale fixée. La
densité d’états pour des atomes de masse m, de moment magnétique µ dans un piège
linéaire de gradients bx,by,bz est donnée par :

ρ(ε) =

∫ ∫
d~pd~r

h3
δ

ε− ~p2

2m
− µ

√∑
i

b2
i r

2
i

 = C
ε

7
2

|bxbybz|
(4.6)

où C est une constante. On fait l’hypothèse que le système est ergodique. On peut
alors dire que l’on perd tous les atomes d’énergie supérieure à Emax = µbyr au passage
du tube, où by est le gradient dans la direction radiale du piège et r le rayon du tube
de pompage différentiel. La proportion P d’atomes restants dans le piège juste après
la troncature par le tube, qu’on peut considérer comme une évaporation brutale, est
alors donnée par :

P =

∫ Emax
0

ρ(ε)e
− ε
kBT dε∫∞

0
ρ(ε)e

− ε
kBT dε

(4.7)

qui donne en utilisant l’expression de la densité d’énergie et en faisant le changement
de variable ε′ = ε

kBT
le résultat suivant :

P

(
ε

kBT

)
=

∫ Emax
kBT

0 ε′
7
2 e−ε

′
dε′∫∞

0
ε′

7
2 e−ε′dε′

(4.8)

On voit que P ne dépend que de Emax
kBT

. Un graphe de P ainsi que de la température
finale du gaz après l’évaporation est montré sur la figure 4.11.
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Figure 4.11 – Le graphe du dessus donne la proportion d’atomes restants après
la pertes de tous les atomes d’énergie supérieure à une énergie limite Emax avec une
température initiale T . Le graphe du dessous donne la température finale Tf du gaz
après thermalisation en fonction de la température initiale. Les températures sont
écrites en unités de Emax

kB
. On voit que Tf = Ti pour Ti � Emax

kB
et Tf tend vers un

maximum lorsque Ti devient grand.

De même, nous pouvons calculer l’énergie moyenne par atome par la formule sui-
vante :

Emoy =

∫ Emax
0

ρ(ε)εe
− ε
kBT dε∫ Emax

0
ρ(ε)e

− ε
kBT dε

(4.9)
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Ce qui après changement de variable donne :

Emoy = kBT

∫ Emax
kBT

0 ε′
9
2 e−ε

′
dε′∫ Emax

kBT

0 ε′
7
2 e−ε′dε′

(4.10)

En faisant tendre Emax vers l’infini, on trouve Emoy = 9
2
kBT . Supposons maintenant

qu’on parte d’un nuage de température Ti, et que l’on évapore tous les atomes d’énergie
supérieure à Emax. On trouve alors une énergie moyenne après évaporation donnée par :

Emoy = kBTi

∫ Emax
kBTi

0 ε′
9
2 e−ε

′
dε′∫ Emax

kBTi
0 ε′

7
2 e−ε′dε′

(4.11)

ce qui permet de calculer une température finale :

Tf = Emax
2

9

Ti
Emax

∫ Emax
kBTi

0 ε′
9
2 e−ε

′
dε′∫ Emax

kBTi
0 ε′

7
2 e−ε′dε′

(4.12)

Si on fait tendre Ti vers l’infini, on trouve une température finale Tf = 2
11
Emax
kB

, et
on retrouve Tf = Ti si on fait tendre Ti vers 0. Un graphe donnant la relation entre
température initiale et finale est présenté dans la figure 4.11. Avec les paramètres de
notre piège, la température finale pour une température initiale infinie est de 240 µK.

Afin de mieux comprendre le comportement du nuage atomique au cours de l’étape
de transport et de tester l’hypothèse d’un système ergodique, nous avons simulé le
transport en adaptant un code écrit en Fortran 90 originalement développé pour simuler
le refroidissement évaporatif [94]. Ce code calcule l’évolution d’un certain nombre de
macro-atomes (environ 1000) évoluant selon les équations de la mécanique classique
à l’aide d’un intégrateur de type Runge-Kutta du quatrième ordre. Les collisions sont
prises en compte en divisant l’espace selon une grille 3D et en permettant à deux macro-
atomes situés dans la même cellule de subir une collision avec une probabilité fixée de
manière à obtenir un taux de collisions réaliste. L’évolution de la température et du
nombre d’atomes restants au cours du transport est montrée dans la figure 4.12. On
remarque une chute brutale du nombre d’atomes et de la température au moment de
l’entrée dans le tube différentiel, suivie d’une baisse plus lente, signe que l’on continue
à avoir de l’évaporation sur les parois du tube.

La figure 4.13 montre le nombre d’atomes restants et leur température à la fin
du transport pour différentes valeurs de la température initiale. On remarque que la
température limite est plus grande que la valeur calculée avec l’hypothèse ergodique.
Cela signifie que cette hypothèse est fausse. On peut s’en convaincre en regardant le
graphe 4.14, qui montre l’évolution de < p2

x >,< p2
y > et < p2

z > au cours du temps.

4.3.4 Obtention du condensat

Une fois les bobines de transport magnétique arrivées autour de la cellule, on fait
simultanément monter le courant dans les bobines du piège quadrupolaire final et des-
cendre le courant dans les bobines de transport. Cette phase dure 300 ms, et fait passer
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Figure 4.12 – Ces deux graphes montrent l’évolution de la température et du
nombre d’atomes dans le piège magnétique en fonction de la position du transport,
pour différentes températures initiales. Pour les températures au dessus de 250 µK,
on voit nettement le nombre d’atomes chuter et la température baisser au passage
du tube différentiel, qui commence à la position x = 40mm et est long de 96 mm.

le gradient axial de 180 à 200 G/cm. Ensuite, on fait revenir les bobines de transport
du côté de l’octogone afin de dégager l’accès optique.
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Figure 4.13 – On voit ici le nombre d’atomes restant à la fin du transport et
leur température en fonction de la température de départ. Le nombre d’atomes est
représenté en échelle logarithmique, est de 109 au début du transport.

Dans le piège quadrupolaire côté science, nous n’avons pas de problème de coupure
du champ magnétique. Nous avons donc pu mesurer le nombre d’atomes dans ce piège
et leur température en prenant des images d’absorption pour différents temps de vol.
Le résultat de ces mesures est montré dans la figure 4.15. Le nombre d’atomes observés
est de 1,8.108, et leur température de 150µK pour un gradient axial de 200 G/cm.

Après le transfert dans le piège quadrupolaire, le courant dans les bobines est encore
augmenté linéairement jusqu’à 109 A en une durée de 300 ms, ce qui fait monter la
température à 260 µK. La densité dans l’espace des phases vaut alors 7.10−7.

Refroidissement évaporatif dans le piège quadrupolaire bouché La dernière
étape avant d’obtenir le condensat est le refroidissement évaporatif. Dans le cas d’ato-
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Figure 4.14 – Cette courbe montre l’évolution des températures dans les trois
directions Tx,Ty,Tz et de la température T au cours du transport. A l’équilibre
thermodynamique, ces variables sont égales. Ici, on voit que Ty et Tz se stabilisent à
deux valeurs différentes et que Tx baisse lentement, l’énergie dans le degré de liberté
en x étant transférée dans les deux autres degrés de liberté.

mes confinés dans un piège magnétique, on envoie sur les atomes une onde radiofré-
quence de fréquence décroissante. Cela expulse du piège les atomes dont l’écart entre
sous-niveaux Zeeman est résonnant avec la fréquence de l’onde RF [21, 95].

La première partie de l’évaporation se fait en 13,6 secondes, pendant lesquelles la
fréquence RF est abaissée de 50 MHz à 4 MHz, avec une rampe linéaire par mor-
ceaux dont la forme est montrée dans la figure 4.17. Cette rampe est générée par un
synthétiseur RF 4. Pour chaque portion de la rampe nous avons optimisé la densité
dans l’espace des phases finale. Le gradient dans l’axe z durant cette phase est de 490
G/cm. On part d’un nombre d’atomes et d’une densité dans l’espace des phases de 1.8
108 et 7.10−7 pour aboutir à 7.106 atomes et une densité dans l’espace des phases de
3.10−3. On décomprime alors le piège adiabatiquement en faisant passer le gradient à
135 G/cm en 50 ms, afin d’augmenter l’efficacité du bouchon optique pour limiter les
pertes Majorana. La température est alors de 7 µK. Une dernière rampe RF linéaire
de 2 MHz à 300 kHz sur 5 secondes, générée par un synthé Stanford, permet d’aboutir
à la condensation. Une image du condensat est montrée sur la figure 4.18.

Le laser vert est allumé en permanence pendant l’évaporation, mais son effet ne
devient important que sur la fin, lorsque kBT devient du même ordre que la hauteur
de la barrière de potentiel créée par le faisceau focalisé, ce qui se produit pour une
température inférieure à 20 µK. La présence du bouchon optique divise le piège ma-
gnétique en deux puits situées de part et d’autre du laser. A la fin de l’évaporation,
seul le puits dont le fond est le plus bas reste peuplé, et on obtient un condensat pur
de 2.105 atomes environ, dont l’image est montrée dans la figure 4.18.

4. Tabor
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Figure 4.15 – Durée de vie dans le piège quadrupolaire côté cellule science et
image par temps de vol. La durée de vie est de 37 secondes. Le temps de vol est
de 0 ms pour la première image et 4 ms pour la seconde. La largeur d’une image
correspond à une dimension réelle de 8 mm.
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Figure 4.16 – Potentiel du piège bouché. Les fréquences d’oscillation calculées
pour le gradient de champ maximal sont de 250 Hz dans la direction x, 340 Hz en y
et 230 Hz en z. Après décompression, les fréquences sont de 220 Hz dans la direction
x, 75 Hz en y et 120 Hz en z.
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Figure 4.17 – Rampe RF dans le piège quadrupolaire pendant la première partie
de l’évaporation, avant décompression.

Figure 4.18 – Sur l’image de gauche, on voit le nuage d’atomes juste avant d’at-
teindre la condensation. On voit clairement les deux parties, séparées par le bouchon
optique. Sur l’image de droite, on voit le condensat de 2.105 atomes après un temps
de vol de 25 ms.
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Chapitre 5
Étude numérique des propriétés
hydrodynamiques d’un gaz
quantique dans un anneau.

Dans ce chapitre, j’étudie le comportement d’un condensat de Bose-Einstein dans
un piège annulaire au moyen de simulations numériques. Je présenterai d’abord les
motivations qui m’ont poussé à entreprendre ces études dans la section 5.1. Puis j’ex-
poserai dans 5.3 une étude des modes d’excitation de Bogolyubov, dans le but d’obtenir
une estimation de la vitesse critique de rotation d’un condensat de Bose-Einstein dans
un anneau. Je présenterai enfin dans 5.4 une étude de la dynamique d’un condensat
dans un piège en anneau, réalisée à l’aide de simulations numériques de l’équation de
Gross-Pitaevskii.

5.1 Contexte scientifique

Des pièges en forme d’anneau ont été obtenus dans plusieurs équipes, en utilisant
un piège de type TOP percé par un faisceau laser focalisé [37], avec des potentiels
habillés [47], ou plus récemment par une méthode toute optique [44]. La géométrie an-
nulaire permet notamment la création de courants permanents de circulation quantifiée,
similaires à ceux qu’on peut observer dans une spire supraconductrice.

De tels courants de quelques quanta de circulation ont été induits dans un anneau
par un processus Raman mettant en jeu un faisceau gaussien et un faisceau dans un
mode de Laguerre-Gauss [37]. Dans une expérience plus récente, la stabilité de ces
courants en présence d’une barrière de potentiel a été étudiée [44]. Les simulations
numériques peuvent nous permettre de mieux comprendre les mécanismes de dissipa-
tion de ces courants [96]. De plus, un des buts de notre expérience est d’étudier la
dynamique de création d’un courant permanent lorsque l’on crée une anisotropie dans
notre piège en anneau et que l’on met cette déformation en rotation. Les simulations
numériques peuvent permettre de mieux comprendre ce qui pourrait se passer dans ce
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cas.

5.2 Système étudié

On se propose d’étudier au moyen de simulations numériques le comportement
d’un condensat de Bose-Einstein à température nulle. Le condensat est décrit par une
fonction d’onde ψ(~r,t), dont l’évolution est gouvernée par l’équation de Gross-Pitaevskii
dépendante du temps :

i~∂tψ (~r,t) =

[
− ~2

2m
∆ + V (~r,t) + g |ψ (~r,t)|2

]
ψ (~r,t) . (5.1)

V (~r,t) est le potentiel auquel sont soumis les atomes, et g est la constante d’inter-
action, fixée à partir de la longueur de diffusion a. Dans le cas 3D [97], g3d = 4π~2 a

m
.

Dans le cas où le condensat est piégé harmoniquement dans la direction verticale
avec une fréquence d’oscillation grande devant le potentiel chimique µ (plus précisément
µ− ~ωz

2
� ~ωz), le degré de liberté en z est figé et la fonction d’onde est gaussienne dans

la direction z. L’évolution de la fonction d’onde dans le plan xy est alors décrite par une
équation de Gross-Pitaevskii 2D avec la constante d’interaction effective g2d = 1√

2πaz
g3d

où az est la taille du fondamental de l’oscillateur harmonique en z [98, 99].
Il est intéressant quand on étudie un piège en rotation de se placer dans un référentiel

tournant à la vitesse angulaire Ω autour de l’axe z. L’Hamiltonien dans le référentiel
tournant s’obtient en ajoutant un terme −~ΩLz à l’hamiltonien dans le référentiel du
laboratoire, où Lz = xpy − ypx est l’opérateur moment cinétique selon l’axe z[100]. Ce
n’est pas l’approche que j’ai choisie pour les simulations dynamiques, car les premiers
essais ont montré une moins bonne stabilité numérique.

5.2.1 Potentiel du piège en anneau

Le potentiel de confinement utilisé dans les simulations qui vont suivre est un po-
tentiel à symétrie cylindrique, qui s’écrit en coordonnées cylindriques r,θ,z :

V (r,θ,z) =
mω2

r

2
(r − r0)2 +

mω2
z

2
z2 (5.2)

Ce potentiel correspond à un confinement harmonique autour d’un anneau de rayon r0,
centré sur l’origine, avec des fréquences d’oscillation données par ωr dans la direction
radiale et ωz dans la direction transverse. Ce potentiel est une bonne approximation
du potentiel réellement utilisé dans l’expérience, la fonction d’onde restant localisée
autour de r = r0. On introduira par la suite soit une anisotropie dans le potentiel de
piégeage, soit une barrière de potentiel.

5.2.2 Système de coordonnées sans dimensions

Pour simplifier le traitement numérique, on va récrire cette équation dans un sys-
tème de coordonnées sans dimension. On définit une longueur caractéristique a0 et un
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temps caractéristique t0. On peut alors écrire la position sans dimension, ~̃x = ~x
a0

, le

temps sans dimension t̃ = t
t0

et la fonction d’onde sans dimension ψ̃(~̃x,t̃) = a
d
2
0 ψ(~x)

où d est le nombre de dimensions spatiales pour conserver la normalisation. Exprimée
en ces variables, en simplifiant une première fois par 1

a0
l’équation de Gross-Pitaevskii

devient :

i
~
t0
∂t̃ψ̃(~̃x,t̃) = − ~2

2ma2
0

∆̃ψ̃(~̃x,t̃) + V
(
~̃x,t̃
)
ψ̃(~̃x,t̃) +

g

ad0

∣∣∣ψ̃(~̃x,t̃)
∣∣∣2 ψ̃(~̃x,t̃).

En simplifiant par ~
t0

on trouve :

i∂t̃ψ̃(~̃x,t̃) =

[
− ~t0

2ma2
0

∆̃ψ̃(~̃x,t̃) +
t0
~
V (~x,t) +

t0g

~ad0

∣∣∣ψ̃(~̃x,t̃)
∣∣∣2] ψ̃(~̃x,t̃).

Si on choisit a0 et t0 tels que ~t0
ma2

0
= 1 et que l’on définit la constante d’interaction sans

dimension g̃ = t0g
~ad0

et le potentiel sans dimension Ṽ (~̃x,t̃) = t0
~ V (~x,t), on obtient alors

la forme adimensionnée de l’équation de Gross-Pitaevskii :

i∂t̃ψ̃(~̃x,t̃) =

[
−1

2
∆̃ψ̃(~̃x,t̃) + Ṽ (~̃x,t̃) + g̃

∣∣∣ψ̃(~̃x,t̃)
∣∣∣2] ψ̃(~̃x,t̃).

Une manière simple d’écrire les paramètres sans dimensions consiste à définir la pul-
sation caractéristique ω0 = 1

t0
, ce qui permet de se ramener aux dimensions typiques

d’un oscillateur harmonique :

– la longueur caractéristique a0 =
√

~
mω0

– l’impulsion caractéristique p0 =
√
~mω0

– l’énergie caractéristique ~ω0

– le potentiel sans dimension tel que ~ω0Ṽ (~̃x,t̃) = V (~x,t)

– la constante d’interaction telle que ~ω0g̃ = g
ad0

Dans l’anneau que nous souhaitons construire, la pulsation caractéristique ω0 cor-
respond à la fréquence d’oscillation transverse dans l’anneau, qui vaut ωr ≈ 2π×500 Hz,
ce qui donne une longueur caractéristique a0 = 0,5µm. Le rayon typique de l’anneau
prévu dans l’expérience varie de 20 à 100 µm, soit entre 40 et 200 en unités sans dimen-
sions. La fréquence de confinement dans la direction z est typiquement de 5 à 50 kHz.
Tous les calculs présentés dans ce chapitre concernent un gaz confiné en dimension 2
(d = 2), avec une fréquence de confinement transverse νz = 50 kHz, soit une constante
d’interaction sans dimension g̃ = 0,55.

5.2.3 Formulation hydrodynamique de l’équation de Gross-
Pitaevskii

La dynamique de la fonction d’onde peut également être décrite dans le formalisme
hydrodynamique. On pose ψ =

√
ρeiφ, avec ρ la densité, φ la phase, et ~v = ~

m
∇φ la
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vitesse. L’évolution du système est alors décrite par l’équation de conservation de la
masse :

∂

∂t
ρ+∇ · (~vρ) = 0

et l’équation d’Euler

m
∂

∂t
~v +∇

(
V + gρ− ~2

2m
√
ρ
∇2√ρ+

1

2
m~v2

)
= ~0.

La formulation hydrodynamique est équivalente à celle utilisant l’équation de Gross-
Pitaevskii. Elle peut également s’écrire dans le système de coordonnées sans dimensions,
ce qui donne alors les équations suivantes :

~̃v = ∇φ (5.3)

∂

∂t
ρ̃+∇ ·

(
~̃vρ̃
)

= 0 (5.4)

∂

∂t
~v +∇

(
V + gρ− 1

2
√
ρ
∇2√ρ+

1

2
~v2

)
= ~0 (5.5)

avec

~v =
a0

t0
~̃v =

√
~ω0

m
~̃v

et
ρ̃ = ρad0.

On remarque que le fait que la vitesse est proportionnelle au gradient de la phase
implique que l’on a un écoulement irrotationnel. De ce fait, le seul moyen d’avoir un
mouvement de rotation du fluide est par la présence de vortex. Un vortex quantique est
une singularité de densité nulle autour de laquelle circule un courant quantifié. La phase
pour un vortex isolé en coordonnées polaires est typiquement de la forme φ(r,θ) = lθ
où l est un entier et la densité s’annule en r = 0. La vitesse est alors v(r) = ~

m
l
r
.

5.3 Calcul du spectre de Bogolyubov

Le calcul du spectre de Bogolyubov est l’équivalent pour un système avec interac-
tions du calcul du spectre de l’Hamiltonien pour l’équation de Schrödinger. Nous avons
vu deux manières d’étudier le condensat : directement à partir de l’équation de Gross-
Pitaevskii, ou bien avec la formulation hydrodynamique. Nous allons voir comment on
peut calculer le spectre de Bogolyubov avec chacune de ces formulations. Nous allons
ensuite appliquer ces méthodes au calcul analytique du spectre dans un tube infini et
au calcul numérique dans le cas d’un anneau.

5.3.1 A partir de l’équation de Gross-Pitaevskii

Pour étudier la stabilité du condensat, nous allons étudier ses excitations de plus
basse énergie à proximité d’un état stationnaire. Soit l’état stationnaire décrit par la
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fonction d’onde ψ0 telle que

H0ψ0 + g |ψ0|2 ψ0 = µψ0

avec l’hamiltonien linéaire

H0 = − ~2

2m
∆ + V (~r,t) .

µ est le potentiel chimique, qui représente l’énergie de cet état stationnaire. On s’in-
téresse à la fonction d’onde ψ(~r,t) = e−i

µ
~ t (ψ0 + δψ), où δψ représente une petite

perturbation par rapport à ψ0 (δψ � ψ0) . La fonction d’onde ψ (~r,t) obéit à l’équation
de Gross-Pitaevskii dépendante du temps :

i~∂tψ = H0ψ + g |ψ|2 ψ (5.6)

e−i
µ
~ t (µ+ i~∂t) (ψ0 + δψ) = e−i

µ
~ t
(
H0ψ0 +H0δψ + g |ψ0 + δψ|2 (ψ0 + δψ)

)
.(5.7)

En simplifiant par le terme en exponentielle et en tirant parti du fait que ψ0 est une
solution de l’équation de Gross-Pitaevskii stationnaire, on obtient la forme suivante :

i~∂tδψ = (H0 − µ)δψ + g |ψ0 + δψ|2 (ψ0 + δψ)− g |ψ0|2 ψ0. (5.8)

On peut alors développer le terme d’interactions et négliger les termes d’ordre 2 ou
plus en δψ, ce qui donne :

g |ψ0 + δψ|2 (ψ0 + δψ)− g |ψ0|2 ψ0 ≈ 2g |ψ0|2 δψ + gψ2
0δψ

∗

d’où
i~∂tδψ = (H0 − µ)δψ + 2g |ψ0|2 δψ + gψ2

0δψ
∗.

On peut restaurer la linéarité de cette équation en considérant δψ et δψ∗ comme des
variables séparées. On recherche alors la solution à :

i~∂t
(
δψ
δψ∗

)
= L

(
δψ
δψ∗

)
avec

L =

(
H0 − µ+ 2g |ψ0|2 gψ2

0

−gψ∗20 −
(
H0 − µ+ 2g |ψ0|2

)∗) . (5.9)

On peut alors écrire δψ comme une somme de modes de la forme :

δψ(~r,t) = u(~r)e−iωt + v∗(~r)eiωt

où ~ω
(
u
v

)
= L

(
u
v

)
. Ces modes peuvent être trouvés par diagonalisation de la matrice

L. On peut remarquer que si

(
u
v

)
est vecteur propre pour la valeur propre ~ω, alors(

v∗

u∗

)
est vecteur propre pour −~ω. Les seuls modes ayant une signification physique

sont ceux pour lesquels |u|2−|v|2 > 0, et sont normalisés de façon à avoir |u|2−|v|2 = 1.
Ces modes sont appelés modes de Bogolyubov. L’étude du spectre des modes de

Bogolyubov donne des renseignements importants sur la stabilité du système. Dans le
cas d’un système invariant par translation, les modes sont des ondes planes de vecteur
d’onde k et d’impulsion p = ~k, et le critère de Landau fournit la vitesse critique
vc = mink

ε(p)
p

comme expliqué en section 1.1.2.
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5.3.2 Approche hydrodynamique

Une solution stationnaire des équations hydrodynamiques doit vérifier les égalités
suivantes :

∂t~v = ~0

∂tρ = 0

d’où
∇ · (~vρ) = 0

et

∇
(
V + gρ− ~2

2m
√
ρ
∇2√ρ+

1

2
m~v2

)
= 0.

On se place dans un cas pour lequel l’énergie d’interaction est grande devant l’éner-
gie cinétique, ce qui permet de négliger les terme de pression quantique ~2

2m
√
ρ
∇2√ρ et

d’énergie cinétique 1
2
m~v2, et d’obtenir la solution de Thomas-Fermi :

ρ0 (~x) =
1

g
[µ− V (~x)]

pour tout ~x tel que µ ≥ V (~x) et ρ0(~x) = 0 ailleurs. Dans le cas d’un piège harmonique
avec un potentiel de la forme V (x) = 1

2
mω2x2, la solution est une parabole inversée de

la forme ρ0 (~x) g = µ
[
1− x

R

]
où R =

√
2µ
mω2 est appelé rayon de Thomas Fermi.

On écrit alors ρ = ρ0+δρ et ~v = δ~v. On linéarise les équations du mouvement autour
de la solution stationnaire, ce qui donne l’équation de conservation de la masse :

∂tδρ+∇ · (ρ0δ~v) = 0,

et l’équation d’Euler :
m∂tδ~v +∇gδρ = ~0.

On dérive alors l’équation de conservation de la masse par rapport au temps et on
remplace ∂tδ~v par sa valeur déduite de l’équation d’Euler pour obtenir l’équation d’évo-
lution pour δρ :

∂2

∂t2
δρ = ∇ ·

(
c2 (~x)∇δρ

)
(5.10)

où c (~x) est la la vitesse du son locale, donnée mc2 (~x) = gρ0(~x) = µ−V (~x), et appelée
ainsi car les solutions de basse énergie dans le cas d’un condensat homogène sont des
phonons se déplaçant avec la vitesse c. On peut développer cette expression en :

∂2δρ

∂t2
= c2 (x) ∆δρ+

(
∇c2 (x)

)
· ∇δρ.

Pour mieux comprendre la physique d’un piège en anneau, on va commencer par
étudier un cas plus simple, qui est celui d’un condensat dans un tube de longueur
infinie. En effet, si on néglige les effets de sa courbure, un anneau de rayon r0 peut être
considéré comme un tube de longueur 2πr0 avec des conditions aux limites périodiques.
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5.3.3 Calcul analytique pour un condensat dans un tube infini

Le problème d’un condensat confiné radialement dans un tube infini, avec un po-
tentiel radial V (r) = 1

2
mω2

0r
2, a été traité en 1998 par Stringari [101]. J’en donne une

démonstration en annexe B à titre d’exercice pour comprendre si cela peut être adapté
au cas d’un anneau. Le spectre obtenu est :

ω2 =
1

4
ω2

0R
2k2

(
1− 1

48
k2R2

)
= c2

1dk
2

(
1− 1

48
k2R2

)
(5.11)

où R =
√

2µ
mω2

0
est le rayon de Thomas-Fermi radial du condensat, et les modes de basse

énergie sont de la forme δρ(r,z,t) = δρ(r)eikze−iωt.
Nous avons étendu le calcul de Stringari au cas où les fréquences d’oscillations en x

et y sont telles qu’on a un profil gaussien en y et Thomas-Fermi en x. On peut alors se
ramener à un problème 2D, avec un potentiel dans le plan xz qui vaut V (x) = 1

2
mω2

0x
2,

et le spectre des excitations est alors :

ω2 =
2

3
ω2

0R
2k2

(
1− 1

45
k2R2

)
= c2

1dk
2

(
1− 1

45
k2R2

)
(5.12)

avec des modes δρ(x,z,t) = δρ(x)eikze−iωt. La vitesse du son est de c1d =
√

2µ
3

, où µ

est un potentiel chimique 2D n’incluant pas l’énergie du fondamental de l’oscillateur
harmonique dans la direction y. Le calcul détaillé est presenté en annexe B.

Dans les deux cas, on remarque que la correction en k2R2 est négative, ce qui
signifie que la vitesse critique est inférieure à la vitesse du son. Le calcul analytique
n’est valable que si kR � 1. Ce calcul ne permet pas d’obtenir la valeur de la vitesse
critique, le minimum de ω(k)

k
se trouvant hors de la zone de validité des approximations

utilisées. Nous avons tenté de l’étendre au cas d’un anneau, cependant on perd alors
certaines symétrie du problème (parité), ce qui rend cette entreprise trop ardue. Il est
alors préférable de se tourner vers le calcul numérique du spectre.

5.3.4 Calcul numérique

Le calcul numérique du spectre de Bogolyubov se base sur l’expression des modes
tirée de l’équation de Gross-Pitaevskii, dans laquelle l’énergie des modes est donnée
par le spectre de l’opérateur :

L =

(
H0 − µ+ 2g |ψ0|2 gψ2

0

−gψ∗20 −
(
H0 − µ+ 2g |ψ0|2

)∗) . (5.13)

Cet opérateur agit sur les couples de fonctions u,v, que l’on peut discrétiser sur une
grille. On est alors ramené à un problème de recherche des valeurs et vecteurs propres
d’une matrice. La difficulté vient de la taille de la matrice considérée, qui peut rapide-
ment devenir ingérable. En effet, pour le problème 3D, si on discrétise u et v sur une
grille de taille n, il faut 2n3 nombres complexes pour stocker u et v, et 4n6 pour L. Il
est possible de simplifier le problème en profitant des symétries du système étudié.
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Tube 2D On se place dans le même cas que dans la section 5.3.3, qui est la cas d’un
ruban infiniment allongé sur l’axe z avec un potentiel selon x V (x) = 1

2
mω2

0x
2. Du

fait de l’invariance par translation selon z, on peut écrire les modes d’excitations sous
la forme δρ(x,z,t) = δρn(x)eikze−iωn(k)t, ce qui donne dans la formulation utilisant la
matrice L (

u(x,z)
v(x,z)

)
=

(
u(x)
v(x)

)
eikz.(

u(x)
v(x)

)
doit alors être un vecteur propre de la matrice :

L =

(
1
2
k2 + V (x)− µ+ 2g |ψ0|2 gψ2

0

−gψ∗20 −
(

1
2
k2 + V (x)− µ+ 2g |ψ0|2

)∗) . (5.14)

En diagonalisant la matrice L pour différentes valeurs de k, on reconstruit le spectre
des excitations dans le tube 2D. Le spectre obtenu est montré dans la figure 5.1. On
trouve des résultats similaires à ceux déjà calculés pour un condensat cylindrique [103].
Pour k proche de zéro, on retrouve la relation de dispersion des phonons, ω = ck,

avec c =
√

2µ
3

. La courbe calculée numériquement suit bien le modèle analytique de la

section 5.3.3, jusqu’à environ k = 0.6. Cela correspond à une longueur d’onde λ ≈ 10,5,
du même ordre de grandeur que le rayon de Thomas Fermi. Pour des longueurs d’ondes
plus petites, il est possible de bien modéliser le spectre en utilisant un modèle d’ondes
de surface, qui sera décrit dans le paragraphe suivant. On remarque que les deux modes
les plus bas deviennent dégénérés pour k ≥ 0.6. C’est un autre signe montront qu’on
passe dans un régime de modes de surface, dans lequel on s’attend à trouver par paires
de modes dégénérés localisés respectivement autour de x = R et x = −R.

Modèle des ondes de surface Pour de grandes longueur d’onde, on a un spectre de
phonons. Pour les excitations de longueur d’onde suffisamment petite on a des modes se
propageant sur la surface du tube, autour de la position x = ±R. L’article [102] fourni
un calcul du spectre de ces modes de surface d’un condensat en régime Thomas Fermi.
Pour des modes localisés à la surface du condensat, dont la longueur d’onde est petite
devant l’échelle de longueur du potentiel de piégeage, celui ci peut être approximé par
un potentiel linéaire, V = Fx. A partir de la pente F du potentiel à la surface du
condensat, on peut calculer une longueur caractéristique δ et un temps caractéristique
τ donnés en unités physiques par :

δ =

(
~2

2mF

) 1
3

, τ =

(
2m~
F 2

) 1
3

. (5.15)

δ correspond à la largeur de la zone de transition se situant à la surface du condensat
à l’intérieur de laquelle l’approximation de Thomas Fermi n’est plus valable. Pour un
potentiel harmonique de fréquence ω0, la force au bord du condensat vaut F = mω2

0R,
ce qui permet d’écrire δ et τ en introduisant les notations du paragraphe 5.2.2 :

δ =
a0√

2

(
~ω0

µ

) 1
6

, τ = ω−1
0

(
~ω0

µ

) 1
3

. (5.16)
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Figure 5.1 – Tube 2D. Les deux courbes ci-dessus montrent le spectre des exci-
tations de Bogolyubov en unités sans dimension pour µ = 16.5 dans le ruban 2D. A
chaque valeur de k correspondent plusieurs excitations, représentées par les points
bleus. Ici, le rayon de Thomas-Fermi vaut environ R = 5,7. La courbe du dessus
montre une large vue du spectre, et la courbe du bas montre un zoom sur le début
du spectre. Les trois courbes représentent différentes modélisation du spectre. La
droite correspond simplement à un spectre de phonons. Le modèle 1 est le modèle
étudié dans la section 5.3.3, et le modèle 2 est le modèle d’ondes de surface décrit
dans [102].

On peut alors récrire l’équation de Gross-Pitaevskii dans les coordonnées sans dimen-
sion t′ = τ−1t,x′ = δ−1x et ψ′ =

√
8πaψ où a est la longueur de diffusion de l’atome

considéré. On obtient alors l’équation suivante :

i∂tψ
′ = −∆2ψ′ + xψ′ + |ψ′|2ψ′ (5.17)
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Figure 5.2 – Tube 2D. Les points sur le graphe ci-dessus montrent les valeurs

de E(k)
k

calculées numériquement en unités de
√

~ω0

m
pour µ = 16.5 dans le cas du

ruban 2D. Le minimum donne la valeur de la vitesse critique, qui est ici de 2.2. La

valeur à l’origine est la vitesse du son, qui vaut c =
√

2µ
3

= 3.3 pour un système

2D comme c’est le cas ici. La valeur de k au niveau du minimum nous indique quel
mode pourra être excité en premier. La courbe montre le résultat obtenu en utilisant
l’équation 5.18. Ce modèle fonctionne bien, et donne une valeur de vc qui diffère
d’environ 2% de notre calcul numérique.

à partir de laquelle on peut obtenir une équation de Bogolyubov sans dimension, por-
tant sur un vecteur d’onde k′ = δk et une fréquence Ω = τω sans dimension. Pour
k grand par rapport à δ−1, on peut déterminer le spectre en utilisant la théorie des
perturbations, et on trouve Ω = k2 + Eg2 où Eg2 est une constante, ce qui en unités
physiques donne ω = ~

2m
k2 + C avec C = Eg2τ

−1, qui est le spectre d’une particule
libre décalé de ~C. L’article [102] fourni un résultat numérique pour 0 ≤ k′ ≤ 2 :

Ω2 = 2k′ + 1.35k′3 + 0.711k′4. (5.18)

Ce modèle est en bon accord avec le spectre calculé numériquement pour k′ ≥ 0,6. Les
excitations de faible longueur d’onde, entre 2πδ et la longueur de relaxation ξ, sont
bien des modes de surface. Pour k > ξ−1, on a un spectre de particules libres, localisées
elles aussi en bordure du gaz.

Vitesse critique Avec le spectre de Bogolyubov, il est possible de calculer simple-
ment la valeur de la vitesse critique pour le critère de Landau, vc = min(E(k)/k).
La courbe de E(k)/k est montrée sur la figure 5.2. On trouve une vitesse critique

vc = 2.2
√

~ω0

m
pour µ = 16.5~ω0. On remarque que cette valeur correspond à la vitesse

~
mδ

, où on a utilisé l’expression de δ donnée à l’équation 5.16 valable pour un potentiel
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Figure 5.3 – Tube 2D. Ce graphe montre la vitesse critique en fonction du po-
tentiel chimique. Les points représentent les résultats de nos calculs numériques, et
la courbe représente le résultat du modèle des ondes de surface. Le modèle surestime
la vitesse critique de moins de 5 % par rapport aux résultats du calcul numérique.

harmonique. En unité sans dimensions, on a donc vc =
√

2µ
1
6 , soit encore :

vc =
√

2

√
~ω0

m

(
µ

~ω0

) 1
6

. (5.19)

Pour les paramètres du calcul de la figure 5.2, soit µ = 16,5, on trouve que δ = 0,44 en
unités sans dimensions. La valeur de k correspondant au minimum nous indique quel
sera le premier mode à être excité quand la vitesse du superfluide dépasse la vitesse
critique. Contrairement au cas classique où l’on excite d’abord les phonons de faible
impulsion, le premier mode instable est un mode de surface, dont la longueur d’onde
vaut 2π/k = 0.5 en unités sans dimensions, du même ordre de grandeur que 2πδ. Le
premier mode instable a un vecteur d’onde kc = 0.85δ−1.

Une comparaison entre les résultats de ce modèle et notre calcul numérique est
montrée dans la figure 5.3. La différence entre les deux peut s’expliquer par le fait que
R
δ
≈ 10 dans notre cas, ce qui n’est pas suffisant pour négliger totalement la courbure

du potentiel. Néanmoins, le modèle des ondes de surface fournit une bonne estimation
de la vitesse critique.

En plus du spectre, notre code de calcul nous donne les vecteurs propres (u,v), à
partir desquels on peut retrouver la dépendance spatiale des modes de Bogolyubov,
selon la formule δρ = 2Re(ψ∗0(u + v∗)). Ces résultats sont présentés dans la figure 5.4.
Cette courbe permet de bien voir le passage d’une excitation se propageant dans toute
l’épaisseur du condensat à une onde de surface se propageant sur les bords lorsque k
augmente.

Cas de l’anneau Nous allons maintenant appliquer la méthode de calcul de la vi-
tesse critique par l’étude du spectre de Bogolyubov au cas d’un condensat piégé dans
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Figure 5.4 – Tube 2D. Ces courbes montrent la forme δρ(x) du premier mode
d’excitation transverse du ruban 2D pour différentes valeurs de k. Pour k très faible,
on a un mode uniforme sur toute la largeur du condensat. Quand k augmente et que
la longueur d’onde de l’excitation devient petite devant le rayon de Thomas-Fermi,
le mode se localise au bord du condensat.

un anneau. On se place cette fois dans un anneau de rayon r0, dans le système de
coordonnées sans dimension. En profitant de l’invariance par rotation du système, on
peut écrire les modes de Bogolyubov sous la forme :

δρ(r,θ,z,t) = δρn(r,z)eilθe−iωn,lt, l ∈ Z.

Le terme d’énergie cinétique dans H0 devient alors :

1

2
∆u(r,θ,z,t) =

1

2

[
∂

∂r2
u(r,z,t) +

1

r

∂

∂r
u(r,z,t) +

∂

∂z2
u(r,z,t)− 1

l2
u(r,z,t)

]
.

Pour trouver les modes correspondant à une valeur fixée de l, il faut diagonaliser la
matrice :

L =

(
H0 + V (r,z)− µ+ 2g |ψ0|2 gψ2

0

−gψ∗20 −
(
H0 + V (r,z)− µ+ 2g |ψ0|2

)∗) . (5.20)

Dans le cas où le rayon r0 est très grand devant le rayon de Thomas-Fermi, on peut
négliger la courbure de l’anneau et se ramener au cas du tube infini, avec un vecteur
d’onde k = l

r0
. Le graphe 5.5 montre que cette approximation ne fonctionne plus pour

des anneaux de rayon faible.
L’explication est que les modes les plus bas de longueur d’onde petite devant R

sont localisés sur les surfaces externes et interne de l’anneau. De ce fait, il est plus

judicieux de prendre k = l
〈r〉 où 〈r〉 =

∫
rδρ(r)dr∫
δρ(r)dr

est le rayon moyen de l’excitation si on

veut comparer le cas de l’anneau avec celui du tube infini. On peut voir la localisation
du mode de plus basse énergie en fonction de l sur la figure 5.6.
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Figure 5.5 – Anneau 2D. Ce graphe montre le spectre des excitations pour le
cas d’un tube infini et d’anneaux de différents rayons, pour un potentiel chimique
µ = 16. Dans le cas de l’anneau, on a utilisé k = l
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abscisses pour pouvoir comparer plus facilement les différents cas.
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Figure 5.6 – Anneau 2D. La courbe de gauche montre δρ(r)pour µ = 8, r0 = 20,
ce qui correspond à un rayon Thomas Fermi R = 4, et trois valeurs de l. On voit
que le mode est décalé vers l’extérieur de l’anneau quand l augmente. La courbe de
droite montre le rayon moyen d’une excitation en fonction du l correspondant, pour
r0 = 50 et µ = 16. Le mode se localise rapidement à un rayon proche de r0 +R où
R = 5.7 est le rayon de Thomas-Fermi du condensat.

En utilisant la connaissance du rayon moyen des excitations, on peut affiner la
correspondance entre le cas de l’anneau et celui du tube infini, en associant cette fois-ci
à l’excitation de circulation l le vecteur d’onde k = l

〈r〉 où 〈r〉 est le rayon moyen de
l’excitation correspondante. Ceci permet d’obtenir la courbe montrée dans la figure 5.7.
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Figure 5.7 – Anneau 2D. Cette courbe montre E(k)/k pour µ = 16,5 ,avec
l’axe des abscisses renormalisé en fonction de k = l

〈r〉 pour la courbe provenant de
la simulation dans l’anneau.

On retrouve alors un spectre analogue au cas du ruban 2D. L’effet de l’anneau est de
décentrer le gaz à cause de la force centrifuge.

Le spectre des excitations complet pour un anneau de rayon r0 = 20 et de potentiel
chimique µ = 8 est montré dans la figure 5.9. Pour des excitations de petit l, c’est-
à-dire avec une longueur d’onde supérieure au rayon de Thomas Fermi R, on a une
modulation périodique de la densité le long de l’anneau. Ceci est montré dans la figure
5.8 pour l = 1 et l = 2. On pourrait à première vue penser que la fonction d’onde
devient périodique de période π en fonction de θ pour l = 1, et de période π/2 pour
l = 2. Cela va à l’encontre de ce qu’est un mode l, avec une composante angulaire de
la forme eilθ. En réalité, l’excitation δψ est essentiellement imaginaire, c’est à dire en
quadrature avec ψ0, mais avec une phase opposée de part et d’autre de l’anneau, ce qui
est responsable de l’augmentation de la densité mais aussi d’un petit déphasage opposé
de la fonction d’onde. La fonction d’onde respecte donc bien la symétrie l = 1 ou l = 2.

Ces modes de densité ne sont en fait pas les premiers à être excités par une rotation,
du moins du point de vue purement énergétique. Le minimum de E(l)/l est obtenu pour
des valeurs de l plus élevée, de l’ordre de quelques dizaines, avec une vitesse de rotation
critique Ωc = 0,08, pour l = 40. On constate la présence de deux branches de modes de
surface pour l > 20, la dégénérescence présente dans le cas du ruban 2D étant levée.
Ces branches représentent des modes se propageant le long des parois extérieures et
intérieures de l’anneau, comme cela est évident sur les figures 5.10 et5.11.

La valeur de l pour laquelle la branche extérieure devient instable vaut lext = 40,
et la branche intérieure devient instable pour lint = 25. On peut calculer la longueur
d’onde 2π〈r〉/l correspondant à ces excitations, en tenant compte de la localisation du
mode : λext = 2π(r0 +R)/lext = 3.77a0 et λint = 2π(r0−R)/lint = 4.02a0. On remarque
que ces deux valeurs sont très proches, comme on le voit clairement sur les figures 5.10
et5.11. En effet, elles correspondent approximativement à la longueur d’onde critique
du mode de surface 2πδ/0.85 = 3.7. On en conclue que le mécanisme d’excitation est
en fait analogue à celui en œuvre dans le cas du tube 2D.
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De la même manière que pour le tube infini, il existe un critère de Landau pour la
stabilité du courant. Celui ci donne une vitesse de rotation critique Ωc = minE(l)/l.
La vitesse de rotation critique est différente pour les modes se propageant à l’intérieur
et à l’extérieur de l’anneau. La valeur de l minimisant Ω0(l)/l pour chacune des deux
branches donne le premier mode à devenir instable. On peut alors calculer la fonction
d’onde lorsqu’on excite ce mode. Cela est montré dans la figure 5.10 pour le mode se
propageant à l’extérieur de l’anneau, qui est le premier à être peuplé, et dans la figure
5.11 pour le mode se propageant à l’intérieur de l’anneau.

Figure 5.8 – Anneau 2D. Ces images montrent la densité et la phase du nuage
atomique lorsque les modes l = 1 et l = 2 respectivement sont excités.
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Figure 5.9 – Anneau 2D. Les points sur ce graphe représentent Ωn(l)/l, où Ωn(l)
est l’énergie du nième mode de circulation l, pour les modes d’excitation d’un anneau
2D. Pour cette figure, µ = 8 et r0 = 20. Le minimum de Ω0(l)/l donne la vitesse
de rotation critique pour le critère de Landau. Les deux courbes représentent une
modélisation de modes de surface sur le côté intérieur et extérieur de l’anneau. On
les obtient en associant à chaque valeur de l un vecteur d’onde k(l) = l/r où r est
égal à r = r0 ±R.
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Figure 5.10 – Anneau 2D. Les deux images montrent la densité et la phase du
condensat lorsque le mode de plus basse énergie de circulation l = 40 est excité.
D’après les calculs de spectre de Bogolyubov, ce mode est l’un des premiers à être
peuplé lorsque Ωrot dépasse sa valeur critique. En regardant la phase, on remarque
que l’excitation de ce mode correspond à l’arrivée d’antivortex par l’extérieur de
l’anneau. La période de l’excitation est celle d’un mode de surface. Les motifs sur
la phase dans les zones de densité nulle à l’extérieur et à l’intérieur de l’anneau sont
du bruit numérique et n’ont pas de signification physique.

Figure 5.11 – Anneau 2D. Cette figure montre un autre mode d’excitation cor-
respondant à l’entrée de vortex par l’intérieur de l’anneau pour l = 25.
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5.4 Simulation dynamique

Le calcul des modes de Bogolyubov nous permet de dire sous quelles conditions un
condensat est énergétiquement instable, mais ne nous renseigne pas sur son évolution
dynamique. Dans cette section, nous nous intéressons à la dynamique d’un condensat
piégé dans un anneau pour deux problèmes d’intérêt physique. Dans une première
partie, nous étudions la stabilité d’un courant permanent en présence d’une barrière
de potentiel fixe. Une telle situation a déjà été observée expérimentalement [44]. Elle
a aussi fait l’objet d’une étude théorique [96], ce qui nous permettra de tester notre
code dans une situation connue. Dans une deuxième section, nous nous intéressons à
un problème plus proche des expériences envisagées dans l’équipe : nous étudions la
possibilité de créer un courant permanent dans un piège en anneau en faisant tourner
une perturbation, qui pourra prendre la forme d’une déformation elliptique du piège
ou bien d’une barrière de potentiel de faible hauteur.

L’étude de la dynamique du condensat sera réalisée à l’aide d’un code de simulation
numérique de l’équation de Gross-Pitaevskii écrit pendant ma thèse, dont l’implémen-
tation est décrite dans l’annexe A.

5.4.1 Anneau avec une barrière localisée

Nous avons cherché à tester notre code de simulation dynamique avec un problème
déjà connu [96], la stabilité d’un courant permanent dans un anneau en présence d’une
barrière de potentiel. Ce problème a également déjà été étudié expérimentalement [44,
104]. Le système étudié est ici un anneau 2D, dans lequel circule initialement un courant
permanent de circulation l. On se place dans le système de coordonnées sans dimensions
pour cette étude. Le potentiel de piégeage de l’anneau vaut :

V (r,θ) =
1

2
(r − r0)2 (5.21)

avec le rayon de l’anneau r0 = 20. La fonction d’onde initiale est donnée par ψ0(r,θ) =
ψ0(r)eilθ. Elle est calculée numériquement en prenant d’abord une gaussienne centrée
sur r0 pour ψ0(r) et en appliquant la méthode d’évolution en temps imaginaire. On
superpose ensuite au potentiel de piégeage de l’anneau une barrière de potentiel que l’on
branche en un temps τb, le potentiel dépendant du temps prenant la forme V (x,y,t) =

b(t)e
−
(

(x−r0)2

2σ2
x

+ y2

2σ2
y

)
avec σx = 4,σy = 1 et b(t) = b0

1−cos(πt/τb)
2

pour t ≤ τb et b(t) = b0

pour t ≥ τb. Une telle barrière pourrait être réalisée expérimentalement par un faisceau
laser focalisé désaccordé vers le bleu.

Nous avons fait fonctionner les simulations avec un potentiel chimique µ = 10 et une
circulation l = 20, en branchant la barrière en un temps τb = 20. Pour ces valeurs, nous
sommes dans le régime de Thomas-Fermi, et nous voyons l’apparition d’une instabilité
pour une hauteur de barrière critique bc = 1,65. Des images montrant l’effet de cette
instabilité sur la fonction d’onde sont présentées sur la figure 5.12. Elle se manifeste
par l’entrée de vortex dans l’anneau par le bord intérieur. Ces vortex orbitent ensuite
à l’intérieur de l’anneau. Ce résultat est similaire à celui observé dans l’article [96].
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Figure 5.12 – Barrière fixe. Ces images montrent l’apparition d’une instabilité
pour une hauteur de barrière b0 = 1.7. Après l’établissement de la barrière, on voit
un vortex pénétrer dans l’anneau depuis l’intérieur. Ce vortex orbite alors au bord
de l’anneau, suivi par d’autres vortex.

On peut remarquer que lorsque la barrière est proche de la barrière critique, les vortex
mettent beaucoup de temps à entrer dans l’anneau (plusieurs centaines de périodes
temporelles ω−1

0 ).

Le calcul du spectre de Bogolyubov prédit que le flux devient instable si la vitesse
dépasse une certaine vitesse critique, qui est donnée en système de coordonnées sans
dimension par vc =

√
2µ

1
6 , voir Eq.(5.19). Pour vérifier que la hauteur de la barrière

de potentiel pour laquelle on a instabilité correspond à un dépassement de la vitesse
critique, nous pouvons regarder la densité ρ(r) et la vitesse v(r) au niveau de la barrière.
Au début de la simulation, lorsque la hauteur de la barrière est nulle, le champ de vitesse
est donné par v(r) = l

r
. La forme du champ de vitesse une fois que la barrière a atteint
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Figure 5.13 – Barrière fixe. Ces deux graphes montrent respectivement la den-
sité et la vitesse du condensat au niveau de la barrière, avant et après son établis-
sement. On constate que la distribution de vitesse avec la barrière n’est plus du
tout en 1

r
, et que la vitesse au niveau des bords de l’anneau augmente de façon très

importante. On constate également une asymétrie entre le bord intérieur et le bord
extérieur de l’anneau, qui est causée par la force centrifuge et est même visible sur
la distribution en densité.
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Figure 5.14 – Barrière fixe. Les deux images à gauche montrent la répartition
des vortex pour deux temps d’évolution, pour une barrière de hauteur b0 = 2,5.
Dans la première image (t = 60) on voit l’entrée d’un anti-vortex par l’extérieur
(petite déplétion de la densité). Plusieurs vortex sont déjà rentrés par l’intérieur.
Dans la seconde image (t = 400), les vortex se sont multipliés. Les deux images de
droite montrent la distribution de densité et la phase au voisinage d’une barrière de
hauteur b0 = 1,6 < bc lors de l’approche d’un vortex par l’intérieur.

sa hauteur maximale est montrée sur la figure 5.13. Pour des raisons de conservation
du flux, on peut s’attendre à ce que la vitesse au niveau de la barrière augmente quand
celle-ci est mise en place. Mais cette augmentation n’est pas uniforme, et la vitesse
augmente beaucoup plus sur les bords de l’anneau qu’au centre. Une estimation de
la vitesse critique pour µ = 10 donne vc = 2.08. En tenant compte de la chute de
la densité pic observée au niveau de la barrière sur la figure 5.13, on a µloc = 8, ce
qui change à peine vc, soit vc = 2. On observe bien que la vitesse excède cette vitesse
critique sur le bord intérieur de l’anneau, au niveau de la barrière, voir Fig. 5.13.

Quand la hauteur de la barrière dépasse une deuxième hauteur critique bc2, des
antivortex commencent à rentrer sur le bord extérieur de l’anneau, comme on peut
le voir sur la figure 5.14, à gauche. Cela correspond à la situation où la vitesse à
la périphérie extérieure de l’anneau excède à son tour vc. Lorsque que le nombre de
vortex devient important, il se produit un chauffage dû à l’émission de phonons causée
par les interactions entre les vortex (deuxième image). Nous avons également observé
l’annihilation de paires vortex-antivortex. Juste en dessous de la hauteur de barrière
critique, pour b0 = 1,6, on peut voir un vortex approcher de l’anneau sur la figure
5.14, à droite. Il ne parvient cependant pas à y entrer, la barrière étant légèrement trop
faible.

5.4.2 Piège en rotation

Dans cette partie, nous étudions la possibilité de créer un courant dans un piège en
anneau en faisant tourner une déformation du piège avec une vitesse angulaire Ωrot(t)
autour de l’axe z. Le premier cas que nous avons considéré est celui d’une anisotropie,
transformant le piège en anneau en un piège de forme elliptique. L’expression du po-
tentiel dans le référentiel tournant autour de l’axe z à une vitesse Ωrot(t) est donnée
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Figure 5.15 – Déformation elliptique en rotation. On voit ici l’excitation
d’un mode quadrupolaire, similaire au mode l = 2 de la figure 5.8. L’image est
prise à t = 200 pour des paramètres τrot = 200, Ωrot = 0,1, µ = 8 et r0 = 20.
L’ellipticité de la distribution de densité n’est pas visible sur l’image, elle est de
l’ordre de l’ellipticité du potentiel ε = 0.0125.

par :

V (x,y) =
1

2
mω2

0

√( x

1 + ε

)2

+

(
y

1− ε

)2

− r2
0


avec ε le paramètre d’anisotropie, qui vaut ε = 1.25 × 10−2 dans les simulations qui
vont suivre.

La différence δV par rapport au potentiel du piège en anneau est donnée au premier
ordre en ε par :

δV (x,y) = mω2
0ε
r − r0

r
(y2 − x2). (5.22)

En coordonnées polaires, cette perturbation s’écrit δV = mω2
0ε(r− r0)r(sin2 θ− cos2 θ,

soit δV ∝ cos 2θ ∝ e2iθ + e−2iθ. La perturbation couple donc des modes séparés de
l = ±2. Ce type de potentiel pourrait être réalisé expérimentalement dans notre piège
en anneau en utilisant une onde rf de polarisation elliptique [45] ou bien à l’aide de
bobines supplémentaires [48].

Une autre possibilité est d’utiliser une barrière de potentiel telle qu’on peut en
obtenir en utilisant un faisceau laser focalisé désaccordé vers le bleu. Pour un faisceau
gaussien le potentiel de la barrière dans le référentiel tournant est donné par :

δV (x,y) = εe
−
(

(x−r0)2

2σ2
x

+ y2

2σ2
y

)
. (5.23)

Mise en rotation à l’aide d’une déformation elliptique Nous étudions ici la
possibilité d’induire un courant dans un piège en anneau en lui appliquant une dé-
formation elliptique que l’on met progressivement en rotation. On part d’un état de
circulation nulle, dans un piège immobile (à t = 0, on a Lz = 0 et Ωrot = 0). Dans la
première simulation, on augmente Ωrot jusqu’à une valeur finale Ωrot,f en un temps τrot.
Le potentiel chimique vaut µ = 8 et le rayon de l’anneau vaut r0 = 20 en unités sans
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Figure 5.16 – Déformation elliptique en rotation. Les deux images ci-dessus
montrent la fonction d’onde aux instants t = 300 et t = 400, pour Ωrot,f = 0,1, µ = 8
et r0 = 20. On constate l’apparition d’une instabilité hydrodynamique correspon-
dant à l’arrivée de nombreux vortex sur l’extérieur de l’anneau, ainsi que l’arrivée
de quelques anti-vortex isolés sur la face intérieure de l’anneau.

dimension. Les conditions sont les mêmes que dans la section 5.3.4, figure 5.9, sur le
calcul des modes de Bogolyubov dans un anneau.

D’après les calculs d’excitation du spectre de Bogolyubov, on s’attendrait pour les
paramètres choisis à une vitesse de rotation critique de Ωc = 0,08ω0, voir figure 5.9.
Nous avons fait des simulations pour cette vitesse. Au départ, on observe une excitation
du mode l = 2, comme cela est également évident dans le cas de Ωrot,f = 0,1ω0 présenté
sur la figure 5.15. On peut comparer en effet la phase obtenue avec celle du mode l = 2
présentée à la figure 5.8, à droite. Comme nous l’avons vu plus haut, on s’attendait à
ce type d’excitation d’après la symétrie de la perturbation au potentiel, en y2−x2. Au
premier ordre de la théorie des perturbations, ce potentiel couple entre eux les modes
de l différant de δl = ±2. Il est donc logique que le mode l = 2 soit excité en premier.

Cependant, même après un temps d’évolution long, on n’observe pas de création de
vortex pour une vitesse de rotation Ωrot,f = 0,08ω0. Des excitations de type modes de
surface sont bien présentes à la périphérie de l’anneau, mais ne suffisent pas à intro-
duire des vortex qui permettent d’augmenter le moment cinétique. La vitesse critique
d’apparition des modes de surface calculée par la méthode de Bogolyubov donne bien
un seuil correct, mais il nous faut tourner plus rapidement pour introduire un moment
cinétique par l’excitation de vortex.

En faisant varier Ωrot,f , nous avons mis en évidence une vitesse critique d’apparition
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Figure 5.17 – Déformation elliptique en rotation. Les paramètres sont µ = 8,
r0 = 20, ε = 0.0125 et Ωrot,f = 0,1. Pour des temps plus élevés, respectivement
t = 1000 et t = 2000, il y a eu création de phonons, ce qui se manifeste par du bruit
dans la fonction d’onde. La présence de ces phonons a permis à quelques vortex et
anti-vortex de rentrer dans l’épaisseur de l’anneau. Il y a circulation d’un courant
sur les bords, mais il est toujours possible de trouver un chemin autour de l’anneau
sur lequel la circulation est nulle.

des vortex qui vaut Ωc,vor = 0,1ω0. Pour une valeur de Ωrot,f égale à cette vitesse critique,
l’évolution du condensat est encore lente. Le premier effet constaté est l’excitation d’un
mode quadrupolaire l = 2 dans le référentiel tournant, comme cela est montré dans la
figure 5.15.

Pour des temps plus élevés, on voit l’apparition d’instabilités à la surface de l’an-
neau, qui sont montrées dans la figure 5.16. Sur le côté extérieur, on a des modes
similaires à celui vu dans la figure 5.10, qui correspondent à l’arrivée de nombreux
vortex espacés régulièrement qui restent bloqués au niveau de la surface. On peut voir
ce chapelet de vortex comme un mode de surface. L’excitation de ce type de mode
correspond à ce qui était prévu par l’étude des spectres de Bogolyubov. Remarquons
cependant que la période de l’excitation de surface suggère plutôt une excitation de
type l ∼ 80. Il se trouve que cette excitation est celle attendue pour une vitesse de
rotation Ωrot = 0.1, sur la branche basse des modes de Bogolyubov de la figure 5.9.
En revanche, sur la surface intérieure, on observe plutôt l’approche de vortex isolés.
En effet, les modes de surface interne réclameraient une vitesse de rotation plus élevée
pour être excités efficacement, voir figure 5.9.

En l’absence de mécanisme de dissipation, le comportement habituel d’un vortex
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est de se déplacer le long d’une ligne d’égale densité [105]. Dans notre cas, il y a
dissipation à cause des interactions entre vortex, ce qui se manifeste par l’émission
de phonons et permet aux vortex d’entrer dans l’épaisseur de l’anneau. L’entrée d’un
vortex dans l’épaisseur de l’anneau fait augmenter 〈Lz〉 d’une fraction de ~. On arrive
alors à des situations comme celles montrées dans la figure 5.17, pour lesquelles 〈Lz〉
est strictement positif mais il est toujours possible de trouver un chemin de circulation
nulle autour de l’anneau. Pour que 〈Lz〉 augmente de multiples de ~, il faut que des
vortex traversent complètement l’anneau.

Il y a en réalité deux façons d’augmenter la circulation globale dans l’anneau. On
peut avoir un vortex ou anti-vortex qui traverse l’anneau, ou bien l’annihilation d’une
paire vortex-anti-vortex en un soliton [106] à l’intérieur de l’anneau, comme on peut
en voir sur la figure 5.23 dans le cas de l’excitation par une barrière en rotation. On
arrive alors dans une situation dans laquelle il n’est plus possible de trouver un chemin
faisant le tour de l’anneau pour lequel la circulation est nulle. En simulant un cas où
la vitesse de rotation du potentiel est plus élevée (Ωrot,f = 0,14), nous avons observé
une telle situation dans laquelle un courant permanent circule dans l’anneau. La figure
5.18 montre des images de la fonctions d’onde à différents instants pour cette valeur
de Ωrot,f . Notons que la vitesse de rotation utilisée est même supérieure à la vitesse du
son, ce qui produit une onde de choc aux temps courts, comme c’est aussi le cas pour
Ωrot,f = 0,15, voir la figure 5.21 pour t = 150.

La figure 5.19 montre l’évolution du moment cinétique moyen 〈Lz(t)〉 pour la vitesse
de rotation Ωrot,f = 0,14. Cette vitesse correspond à une circulation l = 56. Le moment

cinétique moyen est obtenu en calculant 〈Lz〉 = 〈ψ|Lz |ψ〉
〈ψ|ψ〉 . On y voit que l’établissement

du courant permanent se fait lentement, à l’échelle de quelques centaines de périodes
radiales. Cela peut être une limite pour exciter efficacement une rotation dans l’anneau
dans une expérience : avec une période de 500 Hz, on atteindrait le plateau en un peu
moins d’une seconde, ce qui impose un bon contrôle de l’expérience sur cette durée.

Il est possible de calculer la circulation l(r) le long d’un contour de rayon r en
intégrant la dérivée de la phase le long de ce contour, ce qui donne l(r) = 1

2π

∫
∂θφ(r,θ)dθ

où φ(r,θ) est la phase de la fonction d’onde. En pratique, on remplace l’intégrale par
une somme des φ(r,θ + dθ) − φ(r,θ) pour θ allant de 0 à 2π. La différence de phase
φ(r,θ + dθ)− φ(r,θ) entre deux points est définie modulo 2π, et on choisit le valeur la
plus petite à chaque fois, en faisant l’hypothèse que la phase est continue. On obtient
alors les résultats montrés dans la figure 5.20. Aux temps courts, la circulation est
limitée au bords de l’anneau. Au temps plus long, la répartition de la circulation tend
vers celle celle d’un solide en rotation.

Si on augmente encore la vitesse de rotation, on arrive au cas montré sur la figure
5.21, pour lequel on ne parvient pas à établir un courant permanent malgré une vitesse
angulaire d’excitation Ωrot,f = 0,15 plus grande que dans la simulation précédente.

Mise en rotation à l’aide d’une barrière tournante Nous avons également si-
mulé une situation dans laquelle on fait tourner une barrière gaussienne le long de
l’anneau. Nous avons regardé le cas d’une barrière relativement large (σx = σy = 10
pour un rayon de Thomas Fermi R = 4), et peu profonde (d’amplitude b0 = 0,5), le
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Figure 5.18 – Déformation elliptique en rotation. Les paramètres sont µ = 8,
r0 = 20, ε = 0.0125 et Ωrot,f = 0,14. Les trois images montrent la densité et la phase
de la fonction d’onde aux instants t = 300,t = 1000 et t = 2000. Sur la première
image, quelques anti-vortex sont rentrés dans l’épaisseur de l’anneau par l’intérieur,
et la circulation au milieu de l’anneau est nulle. Sur les deux images suivantes, on
constate une circulation non nulle en observant la phase.

cas d’une barrière profonde ayant déjà été traité dans [38]. Cette faible profondeur ne
modifie que très légèrement le potentiel chimique local dans l’approximation de densité
locale (il passe de µ = 8 à µ = 7,5), ce qui fait que le spectre de Bogolyubov calculé
reste valable en première approximation. Le résultat est montré sur le graphe 5.22, pour
une simulation dans laquelle on fait crôıtre linéairement la vitesse de rotation de la per-
turbation de façon à avoir Ωrot = 0,1 pour t = 1000. On constate l’apparition d’une
instabilité aux alentours de t = 850 soit Ωrot = 0,085, alors que la vitesse est pourtant
inférieure à la vitesse critique trouvée dans le cas d’une déformation elliptique. Cette
valeur est plus conforme à celle attendue d’après le spectre de Bogolyubov, Ωc = 0,08.



128 Chapitre 5. Simulations numériques

0
 500
 1000
 1500
 2000
 2500
 3000


0


5


10


15


20


 


 


<
L


z
>
 e

n 
un

ité
s 

de
 h

ba
r


t


 Lz pour Omega = 0.1

 Lz pour Omega = 0.13

 Lz pour Omega = 0.14

 Lz pour Omega = 0.15


Figure 5.19 – Déformation elliptique en rotation. Ce graphe montre l’évo-
lution de 〈Lz〉 en fonction du temps en unités sans dimension. Il est obtenu en

calculant numériquement 〈ψ|Lz |ψ〉〈ψ|ψ〉 . Les traits verticaux indiquent les instants où ont
été prises les images de la figure 5.18. On constate que l’établissement du courant
prend du temps. Pour la fréquence de confinement dans la direction radiale de 500
Hz considérée, il faut environ 0,6 secondes pour que la circulation se stabilise. Dans
cette simulation, l’anisotropie du potentiel est descendue à zéro après t = 2000,
mais le courant continue de circuler.

Des anti-vortex rentrent dans l’épaisseur de l’anneau par l’intérieur, et des vortex
y rentrent par l’extérieur. Deux mécanismes expliquent l’augmentation du moment
cinétique moyen 〈Lz〉 au cours du temps : la traversée de l’anneau par des (anti-)vortex
(+~ par atome), ou l’annihilation d’un anti-vortex entré par l’intérieur avec un vortex
entré par l’extérieur, ce qui augmente également le moment cinétique par atome de ~
(~/2 par (anti-)vortex). En ce qui concerne ce second mécanisme, on observe que ces
annihilation s’accompagnent de la formation d’un soliton, voir figure 5.23.

Le premier mécanisme se déroule en fait lorsque les vortex et anti-vortex entrés dans
l’anneau commencent à interagir. En effet, on observe que la traversée de l’anneau est
facilitée lorsqu’un vortex s’apparie avec un anti-vortex, la paire de déplaçant alors
quasi linéairement dans l’anneau, et le traversant. Le vortex arrivant ainsi à la surface
interne (ou respectivement l’anti-vortex arrivant à la surface externe) se désintègre
alors avec le réservoir d’anti-vortex (respectivement de vortex) s’y trouvant. On peut
comprendre la nécessité de ce mécanisme en se rappelant qu’un vortex isolé suit une
ligne de densité constante [105]. Un vortex entré par l’extérieur à la faveur de dissipation
par des phonons doit donc rester simplement centré dans l’épaisseur de l’anneau, sans
le traverser. Pour que la traversée ait lieu, il doit être accompagné par un partenaire
anti-vortex.

La figure 5.24 montre le moment cinétique moyen communiqué au gaz lors de la
rotation de la barrière. Tant que la vitesse de rotation est inférieure à la vitesse critique
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Figure 5.20 – Déformation elliptique en rotation. Les trois courbes sur le
graphe ci-dessus représentent la circulation l(r) le long d’un contour circulaire de
rayon r dans l’anneau, aux instants t = 300,t = 1000 et t = 2000. Les paramètres
sont µ = 8, r0 = 20, ε = 0.0125 et Ωrot,f = 0,14. La circulation est calculée en
intégrant le gradient de la phase sur le contour. Les lignes verticales indiquent
l’emplacement de la surface de l’anneau. L’image du dessus montre l’évolution de la
densité de courant j(r) en fonction du temps. L’axe des abscisse représente le temps

et celui des ordonnées représente r. j(r) est calculé par la formule j(r) = l(r)
r
ρ(r)

où ρ(r) est la densité moyenne sur le cercle de rayon r. Cette image permet de voir
que l’établissement du courant commence par les bords.

Ωc, 〈Lz〉 reste nul. Lorsque Ωrot dépasse Ωc, le moment cinétique commence à augmen-
ter. Si l’intégralité de l’excitation était transférée au condensat, on pourrait attendre
une augmentation linéaire de 〈Lz〉 avec la vitesse de rotation, donc ici avec le temps,
avec une pente identique à celle de r2

0Ωrot. C’est ce qui est indiquée par la droite en trait
pointillés rouge, donnant r2

0 (Ωrot − Ωc). On constate que l’augmentation de 〈Lz〉 se fait
avec un taux inférieur. Cela peut être dû au fait que la dynamique d’entrée des vortex
est plus lente que l’accroissement de la vitesse angulaire dans la simulation, de sorte que
le gaz n’a pas le temps de suivre l’augmentation de la vitesse angulaire. Enfin, lorsque
la vitesse de rotation devient trop élevée, on ne parvient plus à transférer efficacement
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Figure 5.21 – Déformation elliptique en rotation. Les paramètres sont µ = 8,
r0 = 20, ε = 0.0125 et Ωrot,f = 0,15. On a apparition d’une instabilité à t = 150,
alors que τrot = 200. A t = 500, on n’a pas beaucoup plus de circulation qu’à vitesse
0,1. Il semble que si on va trop vite on ne crée pas de circulation, peut être par un
effet de moyennage du potentiel.

du moment cinétique au condensat, comme on l’avait également constaté dans le cas de
la mise en rotation par une déformation elliptique. Cela explique la baisse du moment
cinétique lorsque t > 1900, soit Ωrot = 0,19. En fait, le point d’inflexion de la courbe
nous donne la vitesse de rotation qui couple le mieux les excitations au condensat. On
trouve que la pente est maximale pour Ωrot ' 0.13.

En conclusion, il semble que cette méthode permette de faire rentrer de la circula-
tion dans l’anneau de façon plus efficace que la méthode de la déformation elliptique en
rotation. Cela s’explique dans la mesure où l’introduction de la barrière offre un canal
privilégié pour la création et l’entrée de vortex et d’anti-vortex. Il reste cependant à
étudier plus quantitativement le mécanisme de formation des vortex pour conclure de
façon définitive sur les deux méthodes. L’augmentation linéaire de la vitesse de rota-
tion dans le cas de la barrière n’est en effet pas directement comparable au cas où la
vitesse de rotation est maintenue à une valeur finale fixe, en raison de la dynamique
d’établissement du moment cinétique. Cela justifie pleinement l’intérêt de l’étude ex-
périmentale.
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Figure 5.22 – Barrière en rotation. Les images ci-dessus montrent la densité
et la phase de la fonction d’onde aux instants t = 850 et t = 1000 de la simulation.

Figure 5.23 – Barrière en rotation. Ces trois images montrent la désintégration
d’une paire vortex-antivortex en un soliton.
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Figure 5.24 – Barrière en rotation. Évolution du moment cinétique moyen
〈Lz〉 en fonction du temps. La vitesse de rotation est augmentée linéairement. On a
aussi tracé, pour comparaison, la vitesse de rotation en unités de moment angulaire,
r2

0Ωrot, ainsi que la différence entre la vitesse de rotation et la vitesse critique obtenue
par le calcul de Bogolyubov, r2

0 (Ωrot − Ωc).



Chapitre 6
Conclusion

Les travaux présentés dans cette thèse constituent le démarrage d’une nouvelle thé-
matique dans l’équipe Condensation de Bose-Einstein du LPL. Leur objectif à terme
concerne l’étude des propriétés de superfluidité d’un gaz de Bose selon la dimension-
nalité, en tirant parti d’une géométrie de piégeage annulaire. Cette géométrie permet
en effet d’observer l’établissement et l’amortissement éventuel d’un flux d’atomes en
rotation. Dans le cas d’un superfluide, le gaz en rotation doit continuer à tourner sans
dissipation. Un tel courant atomique permanent a été observé en 2007 [37], mais beau-
coup de points restent à comprendre, en particulier en ce qui concerne l’établissement
du courant par l’entrâınement du fluide par un potentiel en rotation. Afin de pouvoir
mener ces études expérimentales, nous avons construit un nouveau montage, qui a per-
mis l’observation d’un condensation de Bose-Einstein de 2 × 105 atomes de rubidium
87, produit en un peu plus de trente secondes. Lors de la conception de ce montage,
nous avons pris en compte la nécessité d’avoir un très bon accès optique pour observer
le condensat et l’anneau. Le piège final est un piège magnétique quadrupolaire, bouché
par un faisceau laser focalisé. Ce choix a été guidé par la compatibilité de ce piège avec
le piège annulaire final, qui combine justement un champ magnétique quadrupolaire,
un champ radio-fréquence (RF) et une onde stationnaire [48]. Le design des bobines
permet d’atteindre un gradient de champ élevé de 436 G/cm, ce qui autorise une éva-
poration rapide et laisse toute liberté quant à l’ajustement des paramètres du piège
annulaire.

Le nouveau montage comporte un transport mécanique des bobines du piège ma-
gnétique, qui assure le transfert des atomes d’une zone de collection dans un piège
magnéto-optique (PMO 3D) à la zone de refroidissement ultime et de piégeage annu-
laire. Cet élément a été délicat à mettre en œuvre et à régler. Même si les performances
actuelles devront être améliorées, le système fonctionne de façon robuste et présente
l’énorme avantage de dégager complètement l’accès optique autour de la cellule science,
où sont pratiquées les expériences, en raison du retour hors de cette zone des bobines de
transport. La limite actuelle de l’efficacité du transfert est liée à la température initiale
des atomes, encore trop élevée par rapport au rayon interne du tube de pompage dif-
férentiel. Ce point devrait être amélioré prochainement par l’installation de nouvelles
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bobines, en tube de cuivre creux, refroidies à eau, et maintenues par un support en
résine, qui empêchera l’établissement de courant de Foucault. Il sera alors possible de
refroidir davantage les atomes avec une mélasse optique, et de les pomper optiquement
pour augmenter le nombre d’atomes piégés.

Une fois les bobines remplacées, le transport devrait pouvoir se faire quasiment sans
perte : en effet, le niveau de vide dans l’enceinte du piège magnéto-optique est déjà très
bon, grâce à la séparation de cette chambre de la source d’atomes, fournie par un piège
magnéto-optique bidimensionnel (PMO 2D). Ce dispositif permet d’allier un temps de
chargement réduit avec une bonne qualité de vide dans l’enceinte du PMO 3D. Le
nouveau montage comporte également une source laser développée dans l’équipe, qui
assure l’ensemble du refroidissement des PMO 2D et 3D. Cette source tire parti des
développements de la technologie télécom, aux longueurs d’ondes voisines de 1550 nm.
Une diode laser télécom est amplifiée et doublée en fréquence pour atteindre la longueur
d’onde de la raie D2 du rubidium. Les performances de cette source sont très bonnes,
et grâce à un cristal de ppLN de 50 mm de long, on obtient 2 W à 780 nm pour une
puissance de pompe de 10 W à 1560 nm. La nouvelle source a joué un rôle déterminant
dans les bonnes performances de stabilité de l’expérience aujourd’hui.

Les perspectives de l’expérience sont prometteuses. Depuis l’obtention du conden-
sat, l’équipe a réussi à réaliser la première étape vers le confinement du gaz dans un
anneau. En effet, les atomes ont pu être transférés dans un piège quadrupolaire habillé
par le champ RF, les atomes occupant alors la partie inférieure d’une bulle [54]. Après
transfert, un condensat est toujours observable. Il restera à ajouter à ce piège une onde
stationnaire pour obtenir l’anneau désiré. Par la suite, un point clé sera le développe-
ment d’outil de diagnostic du système dans l’anneau, par temps de vol, imagerie in situ
ou spectroscopie RF par exemple.

En parallèle de la construction de l’expérience, j’ai réalisé une étude théorique du
système. Inspirés par les expériences pionnières de l’ENS sur les vortex [107], nous
avons en effet proposé d’établir une rotation dans le superfluide par la mise en rotation
d’une déformation du potentiel, par exemple une petite ellipticité [48]. Pour détermi-
ner la vitesse de rotation critique, j’ai d’abord calculé le spectre de Bogolyubov des
excitations dans un tube et dans un anneau. On voit clairement apparâıtre l’effet de
la force centrifuge dans le cas de l’anneau, qui disymétrise les excitations. Ces calculs
ont été complétés par des simulations de l’équation de Gross Pitaevskii dépendant du
temps. Nous avons observé que la méthode de mise en rotation influait sur le moment
cinétique que l’on peut transférer. La rotation d’une barrière localisée, en créant un
canal privilégié d’entrée des vortex, semble présenter une vitesse critique plus faible
que la rotation d’une ellipticité.

Ces simulations seront très utiles pour prédire et interpréter les résultats expéri-
mentaux. Une extension possible concerne la prise en compte d’effets de température
finie. En effet, en présence d’une fraction thermique, la mise en rotation peut être fa-
cilitée par l’échange de particules entre le condensat au repos et le gaz thermique en
rotation [100].

En conclusion, cette thèse constitue le point de départ d’un nouveau champ d’ex-
périences. La géométrie annulaire est particulièrement adaptée à l’étude de la super-
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fluidité, mais elle permet aussi d’approcher d’autres types de physique. Elle est par
exemple naturelle pour la réalisation d’un gyromètre, et la possibilité de produire plu-
sieurs anneaux parallèles permet de tester des phases relatives par interférométrie [31].
Enfin, on peut espérer produire dans un piège annulaire des superpositions macrosco-
piques de différents états de rotations [41], réalisant ainsi un état NOON [40]. Ceci n’est
qu’un exemple. Le lien fort de ces expériences de physique atomique avec les systèmes
de matière condensée seront sans aucun doute source d’inspiration pour les expériences
futures.
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Annexe A
Simulation de la dynamique d’un
condensat

On s’intéressera dans cette partie à la dynamique d’un condensat à température
nulle dans plusieurs situations d’intérêt physique. Notamment, on regardera ce qui se
passe si on déforme l’anneau et que l’on fait tourner la déformation. On se place dans
le système de coordonnées sans dimensions pour l’étude numérique. La dynamique
du condensat est décrite dans ce système de coordonnées par l’équation de Gross-
Pitaevskii :

i∂tψ (~x,t) =

[
−1

2
∆ + V (~x,t) + g |ψ (~x,t)|2

]
ψ (~x,t) = Hψ (~x,t) . (A.1)

On sépare le hamiltonien en deux parties, Hp = −1
2
∆ = 1

2
p2 où p est l’opérateur

impulsion, et Hpot = V (~x,t) + g |ψ (~x,t)|2.

A.1 Discrétisation de la fonction d’onde

Pour pouvoir simuler numériquement l’évolution d’une fonction d’onde, on est obligé
de la discrétiser dans le temps et dans l’espace. On regarde donc la fonction d’onde aux
instants t = ndt, avec n entier. La fonction d’onde est discrétisée dans l’espace sur une
grille en 3 dimensions, de taille nx,ny,nz, avec des pas de taille dx,dy,dz, et normalisée de
telle sorte que

∑
ixiy ,iz

dxdydz|ψn(ixiy,iz)|2 = Natomes où Natomes est le nombre d’atomes
dans le condensat. Les conditions aux limites sont de type périodiques, imposées par
la méthode de résolution qui utilise des transformées de Fourier discrètes. Cela oblige
à prendre une taille de boite telle que |ψ|2 soit négligeable au niveau des bords.

La discrétisation de la fonction d’onde en espace des positions engendre une discré-
tisation dans l’espace des impulsions, par l’intermédiaire de la transformée de Fourier
discrète. Pour une fonction d’onde continue ψ(x), on peut écrire ψ(x) =

∫∞
−∞ ψ̃(k)eikx,

où ψ̃(k) est la représentation en impulsion de la fonction d’onde. Dans le système de
coordonnées sans dimension, on a équivalence entre le vecteur d’onde k et l’impulsion
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px. On a une identité analogue pour une fonction d’onde discrétisée ψ(ix) sur nx points
avec la transformée de Fourier discrète :

ψ(ix) =
nx−1∑
j=0

ψ̃(j)e2πi jix
nx =

nx−1∑
j=0

ψ̃(j)ei
2π
nxdx

jixdx

En identifiant les termes dans l’exponentielle avec le cas continu, en remarquant que
x = ixdx on trouve l’expression de l’impulsion :

px =
2π

nxdx
j = jdp

Le pas en impulsion, dp, est donné par dp = 2π
L

où L = nxdx est la longueur de la

boite dans laquelle se passe la simulation. Du fait de la périodicité de ψ̃, les termes en
k > nx

2
correspondent aux impulsions négatives, p = (k − nx)dp. Ce raisonnement se

généralise facilement pour les cas 2D et 3D, et dans ces cas il est possible de n’effectuer
la transformée que selon certaines dimensions, ce qui est utile pour traiter le terme en
Lz quand on se place dans le référentiel tournant. On note qu’il existe un algorithme
nommé FFT (Fast Fourier Transform), capable de calculer la transformée de Fourier
discrète d’un tableau de n points en un temps O(nlog(n)), alors que la méthode simple
qui consiste à calculer toutes les sommes a une complexité en O(n2).

A.2 Méthode du splitting

La fonction d’onde à l’instant t + dt se déduit de la fonction d’onde à l’instant t
par l’application de l’opérateur d’évolution e−idt(Hp+Hr). On peut décomposer l’expo-
nentielle grâce au développement de Zassenhaus :

exp(dtA+ dtB) = exp(dtA) exp(dtB) exp

(
−dt2

2
[A,B]

)
...

Si dt2[A,B] � 1, on peut négliger les termes d’ordre supérieur à 1 en dt et traiter
l’exponentielle comme si les termes composant l’hamiltonien commutaient entre eux,
ce qui permet de les calculer chacun dans la base adaptée. Il existe plusieurs manières
de décomposer l’hamiltonien [108]. Pour un potentiel harmonique, on peut séparer
la partie linéaire de l’hamiltonien, dont les vecteurs propres sont des polynômes de
Hermite, de la partie non linéaire. Dans notre cas, on utilise une approche basée sur la
transformée de Fourier.

e−idt(Hp+Hpot) ' e−idtHpe−idtHr (A.2)

en ne gardant que les termes d’ordre un en dt. Cette formule fonctionne à condition
que dt2[p2,x2] � 1, ce qui dans le pire des cas est assuré si dt2p2x2 � 1, ce qui
revient à dt � 1

xmaxpmax
où xmax et pmax sont les valeurs maximales de la position

et de l’impulsion. Avec la relation ppax = πnx
2xmax

, on trouve que la condition sur dtest

simplement dt� 1
nx

.
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On peut alors séparer les termes diagonaux en espace des positions et des impulsions,

ce qui donne ψ(t + dt) = e−idtHpe−idtHrψ(t). L’application du terme en Hr revient
simplement à une multiplication par un facteur de phase :

ψ(ix,iy,iz)∗ = e−0.5∗dt∗(V (ixdx,iydy ,izdz)+|ψ(ix,iy ,iz)|2−µ)

Ensuite, on passe en espace des impulsions à l’aide d’une transformée de Fourier rapide
(FFT). On applique alors le terme diagonal en espace des impulsions de l’opérateur

d’évolution en multipliant chaque coefficient par e−
idt
2 (p2

x+p2
y+p2

z)/nxnynz, avant de reve-
nir dans l’espace des positions par la transformée de Fourier inverse. Le terme 1

nxnynz

doit être ajouté car la librairie utilisée pour la FFT 1 effectue des transformées de
Fourier non normalisées.

A.3 Calcul de l’état fondamental

On cherche la fonction d’onde ψ0 qui minimise l’énergie du système :

E (ψ) =

∫ (
1

2
|∇ψ|2 + V |ψ|2 +

g

2
|ψ|4

)
d3~r

tout en satisfaisant la condition de normalisation :∫
|ψ|2 d3~r = N

où N est le nombre d’atomes dans le système simulé.
On peut obtenir une solution en utilisant la technique de la descente de gradient

[109], qui consiste à faire évoluer une fonction d’onde d’essai selon l’équation :

∂tψ = −1

2

δE (ψ)

δψ∗
=

(
1

2
∇2 − V (~x,t)− g |ψ|2

)
ψ (A.3)

Cette méthode est communément appelée évolution en temps imaginaire, car l’équation
A.3 est équivalente à l’équation de Gross-Pitaevskii en remplaçant la variable t par
le temps imaginaire it. L’équation A.3 est résolue de la même façon que l’évolution
en temps réel, en renormalisant la fonction d’onde après chaque pas de temps pour
satisfaire la condition de normalisation. L’état ψ0trouvé à la fin de l’évolution est une
solution de

(H0 + g|ψ|2)ψ0 = µψ0

où µ est le potentiel chimique. On peut noter que ce procédé ne donne pas obliga-
toirement l’état fondamental. On peut aussi obtenir un minimum local de l’énergie,
qui correspond à un état métastable du condensat. Dans notre cas, un tel état méta-
stable est un état de type ψ0(r,θ) = f(r)einθ, dans lequel le condensat est parcouru par
un courant permanent de circulation n. On peut obtenir ce type de résultat de façon
contrôlable en utilisant un tel état de circulation n comme état initial de l’évolution en
temps imaginaire..

1. FFTW 3.3
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Annexe B
Calcul analytique des excitations

On va maintenant calculer analytiquement le spectre des excitations pour un conden-
sat dans un tube. On se place en coordonnées cylindriques, et on considère un condensat
piégé harmoniquement dans la direction r et libre dans la direction z. Le potentiel de
piégeage s’écrit V (r) = 1

2
mω2

0r
2. On a alors la solution de Thomas Fermi :

ρ0 (r) =
1

g

[
µ− 1

2
ω2

0r
2

]
=

1

g

1

2
ω2

0

[
R2 − r2

]
Où on a introduit le rayon de Thomas-Fermi R, qui est la position pour laquelle ρ0

s’annule. Il est relié à µ par µ = 1
2
mω2

0R
2. On peut alors écrire la vitesse du son locale :

c2 (r) =
1

2
ω2

0

(
R2 − r2

)
Comme le problème est invariant par translation selon z, peut décomposer δρ en

une somme d’ondes planes de pulsation ω et de vecteur d’onde q, qui s’écrivent en
notation complexe :

δρ(r,z,t) = δρ(r)e−iqze−iωt

En revenant à l’équation (5.10) et en simplifiant, on obtient l’équation suivante :

−ω2δρ(r) =
1

2
ω2

0

[(
R2 − r2

)( ∂2

∂r2
+

1

r

∂

∂r

)
− 2r

∂

∂r
− q2

(
R2 − r2

)]
δρ(r)

On décompose δρ en série du paramètre sans dimension r
R

:

δρ(r) = δρ0

∞∑
n=0

αn

( r
R

)2n

On n’a que les puissances paires en raison de la symétrie du piège. On fixe le paramètre
de normalisation α0 = 1. Les dérivées de δρ s’écrit :

∂rδρ(r) = δρ0

∞∑
n=0

αn+1 (2n+ 2)
1

R

( r
R

)2n+1
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et

∂2
rρ(r) = δρ0

∞∑
n=0

αn+1 (2n+ 2) (2n+ 1)
1

R2

( r
R

)2n

En remplaçant dans l’équation (B.2), et en simplifiant par δρ0, on a alors :

−ω2

∞∑
n=0

αn

( x
R

)2n

=
1

2
ω2

0

[
∞∑
n=0

αn+1 (2n+ 2) (2n+ 1)

(( r
R

)2n

−
( r
R

)2n+2
)

+
∞∑
n=0

αn+1

(
(2n+ 2)

( r
R

)2n

− 3 (2n+ 2)
( r
R

)2n+2
)

−q2R2

∞∑
n=0

αn

(( r
R

)2n

−
( r
R

)2n+2
)]

(B.1)

En identifiant les termes correspondant aux mêmes puissances de r
R

, on trouve :

−ω2αn =
1

2
ω2

0

[
αn+1(2n+ 2)2 −Θ(n− 1)αn2n(2n+ 2)− q2R2(αn −Θ(n− 1)αn−1)

]
où Θ(n) est la fonction de Heaviside discrète, qui vaut 1 si n ≥ 0 et 0 si n < 0.

On développe alors ω2 et αn , en puissances paires de qR, en supposant l’énergie nulle
pour q = 0, ce qui donne :

ω2 =
1

2
ω2

0q
2R2

∞∑
p=0

βp

et

αn =
∞∑
p=0

αn,p(qR)2p

En identifiant les termes, on retrouve alors la relation de récurrence :

−
p∑

k=0

βkαn,p−k = αn+1,p+1(2n+2)2−Θ(n−1)αn,p+12n(2n+2)− (αn,p−Θ(n−1)αn−1,p)

En prenant cette relation pour n = 0,1 et p = 0,1, sachant que α0,p = 0 pour tout p > 0
et α0,0 = 1, on obtient le système d’équations suivant, en supposant que αn,p = 0 pour
n > p :

−β0 = 4α1,1 − 1

0 = −8α1,1 + 1

−β1 = 4α1,2

−β0α1,1 = 16α2,2 − 8α1,2 − α1,1

et pour n = 2,p = 1 :

0 = −24α2,2 + α1,1
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On obtient α1,1 = 1
8
, α2,2 = 1

8
1
24

, β0 = 1
2

et β1 = 1
96

. On en déduit la relation de
dispersion des excitations de Bogolyubov à l’ordre 2 :

ω2 =
1

4
ω2

0R
2q2

(
1− 1

48
q2R2

)
= c2

1dq
2

(
1− 1

48
q2R2

)
et on utilise l’expression de R pour pouvoir écrire la vitesse du son en fonction du
potentiel chimique :

c1d =

√
µ

2m

On remarque que la correction en q2R2 est négative, ce qui signifie que la vitesse critique

vc = min
(
E(q)
q

)
est inférieure à la vitesse du son. Cette approximation est valable si

qR� 1, c’est à dire pour les modes dont la longueur d’onde est grande devant le rayon
de Thomas-Fermi.

B.1 Calcul pour un condensat 2d

On considère cette fois un condensat pour lequel la fréquence d’oscillation dans la
direction y est grande devant le potentiel chimique µ. Dans ce cas, la fonction d’onde
est gaussienne dans la direction y, et on peut se ramener au calcul des excitations d’un
condensat 2d. Le potentiel et la vitesse du son locale s’écrivent :

V (x) =
1

2
mω2

0x
2

c2 (x) =
1

2
ω2

0

(
R2 − x2

)
On décompose δρ en une somme d’ondes planes de pulsation ω et de vecteur d’onde

q, qui s’écrivent en notation complexe :

δρ(x,z,t) = δρ(x)eiqze−iωt

ce qui donne après remplacement dans l’équation (5.10) :

− ω2δρ =
ω2

0

2

(
∂

∂x

((
R2 − x2

) ∂δρ
∂x

)
− q2

(
R2 − x2

)
δρ

)
(B.2)

On décompose δρ en série du paramètre sans dimension x
R

, où R est le rayon de
Thomas Fermi :

δρ(x) = δρ0

∞∑
n=0

αn

( x
R

)2n

On n’a que les puissances paires en raison de la symétrie du piège. On fixe α0 = 1. On
obtient alors l’équation suivante :
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−ω2

∞∑
n=0

αn

( x
R

)2n

=
∞∑
n=0

αn+1(2n+ 2)(2n+ 1)

(( x
R

)2n

−
( x
R

)2n+2
)

−
∞∑
n=0

2αn+1 (2n+ 2)
( x
R

)2n+2

−q2R2

∞∑
n=0

αn

(( x
R

)2n
)
−
( x
R

)2n+2

)

] (B.3)

En identifiant les termes correspondant aux mêmes puissances de x
R

, on trouve :

−ω2αn =
1

2
ω2

0

[
αn+1(2n+ 2)(2n+ 1)− αn2n(2n+ 1)− q2R2(αn −Θ(n− 1)αn−1)

]
On développe alors ω2 et αn en puissances paires de qR, en supposant l’énergie nulle

pour q = 0, ce qui donne :

ω2 =
1

2
ω2

0q
2R2

∞∑
p=0

βp

et

αn =
∞∑
p=0

αn,p(qR)2p

En identifiant les termes, on retrouve alors la relation :

−
p∑

k=0

βkαn,p−k = αn+1,p+1(2n+ 2)(2n+ 1)−αn,p+12n(2n+ 1)− (αn,p−Θ(n− 1)αn−1,p)

pour n = 0, p = 0 :
−β0 = 2α1,1 − 1.

pour n = 0, p = 1 :
−β1 = 2α1,2.

pour n = 1, p = 0 :
0 = −6α1,1 + 1.

pour n = 2,p = 2
−β0α1,1 = 12α2,2 − 6α1,2− α1,1

pour n = 2,p = 1
0 = −20α2,2 + α1,1

d’où α1,1 = 1
6
, β0 = 2

3
, α2,2 = 1

120
,α1,2 = 1

135
et β1 = − 2

135
d’où on déduit :

ω2 =
1

3
ω2

0R
2q2

(
1− 1

45
q2R2

)
= c2

1dq
2

(
1− 1

45
q2R2

)
(B.4)

avec

c1d =

√
2µ

3m
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