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Introduction

La physique atomique a connu un essor considérable grâce aux techniques de
refroidissement et de piégeage d’atomes, travaux couronnés par le prix Nobel en
1997 attribué à S. Chu, C. Cohen-Tannoudji et W.D. Phillips [1, 2, 3]. Le dévelop-
pement de la physique des atomes froids a permis d’ouvrir la voie à l’exploration du
comportement ondulatoire des particules. Ce dernier se fait ressentir lorsque l’ex-
tension moyenne des paquets d’ondes, donnée par la longueur d’onde thermique de
De Broglie, devient de l’ordre de la distance inter-atomique. Dans le cas d’un gaz
de bosons dilués, les particules forment alors une onde de matière macroscopique,
appelée condensat de Bose–Einstein. En 1995, soixante-dix années après la prédic-
tion théorique de Bose et Einstein [4, 5, 6, 7], les premiers condensats gazeux ont
été observés [8, 9], conduisant au prix Nobel en 2001 à E. Cornell, W. Ketterle et C.
Wieman [10, 11]. La propriété de cohérence à longue portée a été démontrée grâce à
des expériences d’interférométrie atomique [12], similaires à l’expérience des fentes
d’Young avec la lumière, ou par la mise au point de lasers à atomes [13], équivalents
à un rayonnement de matière cohérent.

L’une des propriétés fondamentales des gaz ultra-froids est la présence d’inter-
actions entre les atomes. Les interactions de basse énergie sont connues pour les
atomes alcalins [14], et peuvent être décrites par un seul paramètre : la longueur
de diffusion a. Pour des systèmes suffisamment dilués, comme c’est le cas dans la
plupart des expériences d’atomes froids, ces interactions sont faibles et les systèmes
étudiés sont bien décrits par des théories de champ moyen. Un grand nombre de
phénomènes entrent dans ce cadre, et ont été étudiés expérimentalement, comme
la propriété de superfluidité, démontrée à l’aide de condensats de Bose–Einstein en
rotation [15, 16] ou la propagation de solitons [17]. Une autre voie a été explorée
dans l’étude des condensats de Bose-Einstein en interaction : celle des mélanges de
plusieurs espèces, comme le mélange de deux états hyperfins confinés à l’intérieur
d’un piège magnétique [18, 19, 20, 21].

Le développement des techniques de piégeage optique pour le confinement de
condensats de Bose–Einstein a permis d’explorer un nouveau type de mélange d’es-
pèces : les condensats spinoriels. Dans ces ensembles atomiques, le degré de liberté
interne de spin joue un rôle crucial [22, 23, 24, 25] : tous les sous-états Zeeman d’un
état hyperfin sont piégés simultanément. Ces systèmes sont riches du fait des inter-
actions entre les différentes espèces de spin et du couplage différent de chaque espèce
à un champ magnétique. Dans des systèmes suffisamment grands, ces mécanismes
peuvent conduire à des phénomènes remarquables comme la présence de textures de
spin [26], l’arrangement en domaines disjoints de spin métastables [27], ou l’effet tun-
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nel entre les domaines [28]. Ces expériences témoignent d’un riche couplage entre les
degrés de liberté externes et internes de tels gaz. Par ailleurs, les collisions d’échange
de spin, amplifiées par la présence d’un condensat de Bose–Einstein, mènent à des
phénomènes de mélange de spin [29, 30, 31] ou d’oscillations cohérentes de spin
[32, 33]. Tous ces phénomènes sont bien décrits par des théories de champ moyen.

Le degré de contrôle pour la manipulation d’échantillons ultra-froids a permis
aux expérimentateurs d’étudier des phénomènes de physique quantique à N corps
qui ne peuvent plus être décrits par des approches de champ moyen [34]. Grâce aux
résonances de Feshbach, la force des interactions entre atomes est modulable [35],
propriété qui a conduit à la formation de gaz de fermions en interaction forte [36, 37]
ou la formation de condensats de Bose–Einstein de molécules [38]. Le développement
de techniques de manipulation d’atomes confinés dans des réseaux optiques a permis
d’explorer de nouvelles phases quantiques. La transition de phase quantique entre
un isolant de Mott et un gaz superfluide a ainsi été observée [39]. Ces techniques ont
également conduit à l’observation des nouvelles phases quantiques dans des systèmes
de basse dimension : le gaz de Tonks-Girardeau à une dimension [40], la transition
Berezinskii–Kosterlitz–Thouless à deux dimensions [41]. Une autre direction pro-
metteuse est la réalisation d’états quantiques présentant des fortes corrélations à N
atomes. Dans des perspectives d’applications métrologiques, ces états sont intéres-
sants pour améliorer la sensibilité des senseurs inertiels et des horloges atomiques
[42, 43, 44]. Les corrélations sont utilisées pour réduire les fluctuations quantiques
de certaines observables en dessous du bruit quantique standard [45, 46, 47, 48],
lesquelles sont accessibles à la mesure. L’utilisation du degré de liberté de spin est
particulièrement favorable à la réalisation d’ensembles atomiques fortement corrélés
[49, 50].

Le projet “Micro-condensats” du groupe “Atomes Froids” au Laboratoire Kastler
Brossel s’inscrit dans ce contexte. Le but de cette expérience est d’étudier la pré-
paration d’états fortement corrélés en spin dans un gaz d’atomes de sodium ultra-
froids. De tels états corrélés apparaissent naturellement en basse dimensionnalité,
par exemple pour un condensat confiné dans un piège ne contenant qu’un état lié (“0
dimension”), avec un faible nombre d’atomes (de l’ordre d’une centaine). Un état
que nous souhaitons réaliser est la superposition cohérente entre deux condensats
dans des états de spin différents, ou “chat de Schrödinger” [51, 52]. Ces états quan-
tiques ont été réalisés avec des faibles nombres de photons [53] ou avec des petites
assemblées d’ions piégés [54]. Un autre type d’état fortement corrélé est celui des
condensats jumeaux, où la moitié des atomes occupe un état interne, l’autre moitié
en occupe un autre [55]. Récemment, les groupes de C. Klempt à Hannovre et M.
S. Chapman à Atlanta sont parvenus à réaliser un troisième type d’états quantiques
fortement corrélés [56, 57] : des “états comprimés de spin”. Ceux-ci sont caractérisés
par des fluctuations réduites de la magnétisation, différence des populations entre
deux états internes. En vue de la réalisation d’expériences de corrélations de spin,
le choix de l’atome de sodium s’est avéré favorable en raison de l’intensité des in-
teractions dépendantes du spin, ainsi que de leur nature antiferromagnétique. La
production de tels ensembles atomiques, très sensibles à la décohérence, nécessite
des conditions expérimentales très bien maîtrisées pour assurer une robustesse suffi-
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sante vis-à-vis des perturbations induites par l’environnement. Le diagnostic de ces
échantillons fortement corrélés nécessite quant à lui un système d’imagerie capable
de mesurer précisément le nombre d’atomes, à un atome près.

L’expérience “Micro-condensats” a débuté en 2006 sous la direction de Fabrice
Gerbier et Jean Dalibard, avec le travail de thèse d’Emmanuel Mimoun [58]. Le tra-
vail de l’équipe, appuyée par Luigi De Sarlo (post-doc), s’est consacré à la construc-
tion d’un système laser tout-solide pour le refroidissement du sodium [59, 60], et
d’un dispositif expérimental pour la production tout-optique de condensats méso-
scopiques [61]. Depuis mon arrivée dans l’équipe en 2008, nous avons étudié en détail
l’étape de refroidissement par évaporation dans une combinaison de pièges optiques,
et réalisé nos premiers condensats [62]. Mon travail de thèse s’est poursuivi par la
mise en place et la caractérisation d’un système d’imagerie haute résolution pour le
diagnostic des échantillons mésoscopiques. Un autre résultat important de ce travail
est la construction d’un dispositif expérimental pour le contrôle du degré de liberté
interne des atomes, ainsi que la réalisation d’un procédé de diagnostic de la distri-
bution de spins des condensats. Enfin, nous avons entrepris une série d’expériences
pour comprendre le comportement du gaz spinoriel à l’équilibre thermodynamique
à basse température.

Plan du mémoire :

Ce mémoire de thèse présente les travaux que j’ai effectués pour la préparation
de ma thèse de doctorat. J’ai divisé ce travail en cinq chapitres :

• Le chapitre 1 est consacré aux aspects théoriques de la condensation de Bose–
Einstein pour un gaz interaction avec degré de liberté de spin dans un piège
harmonique. Après un bref rappel sur la condensation d’un gaz scalaire, nous
introduisons les outils théoriques nécessaires à l’étude des condensats spino-
riels. Le degré de liberté interne se manifeste par la présence de trois espèces
de spin simultanément piégées : les sous-états Zeeman de l’état hyperfin F = 1
du sodium, à savoir les espèces mF = +1, 0,−1. Les interactions dépendantes
du spin sont caractérisées par des collisions qui conservent la magnétisation de
l’échantillon, différence entre le nombre d’atomes dans l’espèce mF = +1 et
dans l’espèce mF = −1. Le couplage des atomes de sodium à un champ magné-
tique conduit à un effet Zeeman, qui se compose, au second ordre, d’une partie
linéaire et d’une partie quadratique en champ. En raison de la conservation de
la magnétisation, seul l’effet Zeeman quadratique est pertinent pour détermi-
ner l’état du système. Nous décrirons une approche de champ moyen de spin
ainsi que l’approximation de mode commun, que nous utiliserons dans les deux
derniers chapitres, et par le biais de laquelle on peut découpler les degrés de
liberté externes et internes. La fin de ce chapitre est destinée à présenter les
résultats d’une étude numérique (non exhaustive) concernant la condensation
d’un gaz spinoriel en fonction de la magnétisation et du champ magnétique
appliqué. Elle permettra d’expliquer le diagramme de phase à basse tempéra-
ture que nous étudierons dans le chapitre 5.
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• Le chapitre 2 décrit le dispositif expérimental que nous avons mis en place
pour le refroidissement laser du sodium et le chargement d’un piège dipolaire
optique. Nous nous concentrerons sur les résultats d’une étude expérimentale
sur le chargement d’un piège dipolaire croisé à partir d’atomes pré-refroidis
dans un piège magnéto-optique. Nous verrons en particulier l’importance des
déplacements lumineux des fréquences des transitions de refroidissement dus à
la présence d’un faisceau dipolaire intense. Ce phénomène est à l’origine d’une
efficacité limitée du chargement à haute puissance du piège dipolaire. Dans
la dernière partie de ce chapitre, nous donnerons un aperçu des différentes
méthodes d’imagerie des échantillons atomiques, et effectuerons une analyse
des performances de l’imagerie par fluorescence en vue d’une détectivité à un
atome près.

• Dans le chapitre 3, nous traitons du refroidissement par évaporation dans un
piège dipolaire composite, formé de la combinaison du piège dipolaire croisé
avec un autre faisceau, fortement focalisé. Dans les pièges optiques, une baisse
de confinement est inhérent à la baisse de puissance lors d’une rampe d’éva-
poration. Pour notre expérience, le taux de collisions n’est pas suffisant pour
maintenir une thermalisation suffisante lors de l’évaporation, si bien que nous
n’atteignons pas la dégénérescence quantique dans le piège croisé seul. Nous
avons recours à un “remplissage évaporatif” dans le deuxième piège, beaucoup
plus confinant que le piège croisé, qui assure le maintien d’un taux de colli-
sion élevé et permet d’atteindre le seuil de condensation de Bose–Einstein. Les
nuages ultra-froids réalisés sont des condensats de Bose–Einstein quasi-purs
contenant environ 3× 103 atomes.

• Dans le chapitre 4, nous décrivons le contrôle expérimental et le diagnostic
du degré de liberté de spin des condensats de Bose–Einstein. Deux techniques
nous permettent de manipuler précisément la magnétisation des échantillons.
Débutant avec une magnétisation non nulle, la première consiste à démagné-
tiser les échantillons en appliquant un champ magnétique oscillant, qui induit
des transitions entre les états de spin. La deuxième consiste au contraire à
augmenter la magnétisation des échantillons en recourant à une distillation de
spin. Dans ce chapitre, nous étudions en détail le procédé de diagnostic de
l’état interne des condensats, combinaison d’une expérience de Stern et Ger-
lach, pour séparer spatialement les trois espèces de spin, et d’une ouverture
lente du piège, pour ralentir l’expansion des trois nuages.

• Dans le chapitre 5, nous traitons de l’étude du diagramme de phase du gaz
spinoriel à basse température. Nous décrivons d’abord de manière théorique le
diagramme attendu pour un système dont la magnétisation n’est pas conser-
vée, en mettant en évidence deux types de transitions de phases. Puis nous
étudions l’effet de la conservation de la magnétisation sur le diagramme de
phase. Nous montrons l’accord satisfaisant de l’exploration expérimentale de
ce diagramme de phase avec la théorie de champ champ moyen dans l’ap-
proximation de mode commun. La température finie de l’échantillon a une
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influence sur l’allure du diagramme. Enfin, nous discutons les résultats d’ex-
périences dans lesquelles nous mesurons des fluctuations anormales des po-
pulations relatives du condensat spinoriel, qui apparaissent à faible champ
et magnétisation nulle. Celles-ci sont la signature de fluctuations collectives,
phénomène générique attendu dans un système de taille finie présentant une
brisure spontanée de symétrie à la limite thermodynamique.





Chapitre 1

Condensats de Bose–Einstein avec
degré de liberté de spin

1.1 Introduction

La condensation de Bose–Einstein est le phénomène qui décrit une transition
de phase dans laquelle un nombre macroscopique de bosons viennent peupler l’état
fondamental d’un piège. Lorsqu’ils condensent dans l’état fondamental, l’ensemble
atomique peut être décrit par une fonction d’onde macroscopique unique : une frac-
tion macroscopique des atomes d’un condensat de Bose-Einstein sont dans le même
état à une particule. La première formulation de cette transition de phase remonte
à 1924, dans des travaux d’Albert Einstein [5, 6, 7], en prolongement de ceux de
Bose [4]. Les premières réalisations expérimentales de condensats de Bose-Einstein
dans des systèmes à l’état gazeux avec des atomes alcalins ont eu lieu en 1995 dans
les groupes de E. Cornell et C. Wieman [8] et W. Ketterle [9].

Pour un condensat polarisé dans un état de spin bien défini, la fonction d’onde
macroscopique d’un condensat de Bose-Einstein φ(r) (le paramètre d’ordre du sys-
tème) caractérise les degrés de liberté externes des particules piégées. Lorsque les
degrés de liberté internes des atomes ne sont pas contraints par le piège, alors le
paramètre d’ordre devient une fonction d’onde multi-composantes ou spinorielle
[22, 63]. Dans le cas d’atomes de spin F confinés dans un piège optique, le pa-
ramètre d’ordre associé peut être décrit sous la forme d’un vecteur à 2F + 1 compo-
santes : φ(r) = (φ−F (r), φ−F+1(r), · · · , φF (r))T. Chaque élément du vecteur décrit
la fonction d’onde externe des particules se trouvant dans l’un des sous-états de la
multiplicité interne.

Dans ce chapitre, nous allons décrire tout d’abord la condensation d’un gaz
scalaire de sodium, nous présenterons en particulier le rôle des interactions à tempé-
rature finie. Dans une deuxième partie, nous introduirons les ingrédients nécessaire à
la physique particulière des condensats spinoriels. Nous verrons en particulier com-
ment les collisions entre atomes peuvent modifier l’état interne des atomes. Enfin,
nous étudierons la transition de Bose-Einstein pour un gaz spinoriel et verrons que
cette transition de phase ne survient pas simultanément pour les différentes com-
posantes de spin. Nous montrerons le diagramme de phase en fonction des deux
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paramètres du gaz : magnétisation et température.

1.2 Condensation de Bose–Einstein d’un gaz sca-
laire dans un piège harmonique

1.2.1 Rappel sur la transition de Bose–Einstein du gaz sans
interaction

Nous considérons pour commencer un gaz idéal, un système de N atomes sans
interactions dans un puits harmonique, dont le potentiel s’écrit : V (r) = 1

2
m(ω2

xx
2 +

ω2
yy

2 + ω2
zz

2), où m est la masse d’un atome, et ωi (i = x, y, z) les trois fréquences
de piégeage. La fonction d’onde de l’état fondamental de ce piège est la solution de
l’équation de Schrödinger de plus basse énergie :

H(r,p)φ =
p2

2m
φ+ V (r)φ = ǫφ (1.1)

où ǫ est l’énergie associée à l’état φ(r). L’état fondamental est caractérisé par une
fonction d’onde gaussienne à une particule [64] :

φc(r) =
(

mω

π~

)3/4

exp
[

−m
2~

(ωxx2 + ωyy2 + ωzz2)
]

, (1.2)

qui vérifie la condition de normalisation
∫ |φc(r)|2 d3r = 1, avec ω = (ωxωyωz)1/3 la

fréquence moyenne du piège. L’énergie de ce mode est ~(ωx+ωy+ωz)/2. Les autres
états propres du hamiltonien ont des énergies

ǫ = (nx + 1/2)~ωx + (ny + 1/2)~ωy + (nz + 1/2)~ωz , (nx, ny, nz) ∈ N
3. (1.3)

Pour des températures grandes devant l’écart en énergie des niveaux excités,
c’est-à-dire kBT ≫ ~ω, on peut déterminer les propriétés du gaz en effectuant
une approximation semi-classique, qui considère les atomes comme des particules
classiques, à la position r et à l’impulsion p, d’énergie ǫ(r,p) = p2/2m + V (r),
évoluant dans un espace des phases classique 1. La statistique bosonique est prise en
compte en écrivant la densité dans l’espace des phases comme une distribution de
Bose–Einstein [65] :

fBE(r,p) =
1

eβ(ǫ(r,p)−µ) − 1
. (1.4)

avec β = 1/kBT , et µ le potentiel chimique.

En intégrant cette distribution dans l’espace des impulsions, on peut déduire la
densité spatiale des atomes dans le piège :

nth(r) =
1

Λ3
dB

g3/2
(

eβ(µ−V (r))
)

. (1.5)

1. On prend également comme zéro d’énergie l’énergie du mode fondamental ~(ωx+ωy+ωz)/2.
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Le nombre d’atomes Nth dans les états excités du piège, que nous appellerons atomes
thermiques dans la suite, s’écrit :

Nth =
∫

nth(r)d3r =

(

kBT

~ω

)3

g3(eβµ). (1.6)

Dans les deux expressions, la fonction gα désigne la fonction de Bose définie par :
gα(u) =

∑∞
k=0 u

k/kα. ΛdB = h/
√

2πmkBT désigne la longueur d’onde thermique de
De Broglie. Les relations ci-dessus font également apparaître la quantité z = eβµ,
qu’on appelle fugacité. Cette quantité est bornée à l’intervalle [0, 1], c’est-à-dire
µ < 0. Au-delà, les fonctions gα ne sont plus définies.

Nous voyons sur l’équation (1.6) que Nth est bornée. Si nous abaissons la tem-
pérature du système, il existe une température critique à partir de laquelle les états
excités sont saturés. En dessous, on commence à peupler le niveau fondamental du
piège de manière macroscopique. Il s’agit de la transition de phase de condensation
de Bose–Einstein (CBE), dont la température critique T id

c est :

T id
c =

~ω

kB

(

N

g3(1)

)1/3

≃ ~ω

kB

(

N

1.202

)1/3

. (1.7)

En continuant de baisser la température en dessous du seuil de condensation, le
nombre d’atomes peuplant les états excités diminue, et l’état fondamental accueille
un nombre croissant d’atomes Nc. Nous appelons fraction condensée (Fc) le rapport
entre le nombre d’atomes condensés Nc et le nombre total d’atomes N :

Fc =
Nc
N

= 1−
(

T

T id
c

)3

. (1.8)

La fonction d’onde macroscopique associée au condensat est
√
Ncφc(r), avec φc(r)

définie dans (1.2).

Au seuil de condensation de Bose-Einstein, la densité dans l’espace des phases
au centre du piège D = n(0)Λ3

dB est donnée par :

D = g3/2(1) ≃ 2.612. (1.9)

D’après cette expression, nous voyons que cette transition de phase est observable
dans des systèmes où la distance inter-particule d ∼ n(0)−1/3 est de l’ordre de
l’extension moyenne des paquets d’ondes, donnée par ΛdB. Typiquement, pour des
densités de 1012 cm−3, les températures critiques sont de l’ordre de 1 µK.

Effet de taille finie sur la température critique

L’expression du nombre d’atomes peuplant les états excités du piège (1.6) a été
obtenue dans la limite thermodynamique N → +∞. Pour des nombres d’atomes plus
faibles, typiquement inférieurs à 105 comme c’est le cas dans notre expérience, la
température critique de condensation est abaissée en dessous de T id

c , d’une quantité
δTc [66, 67] :

δTc
T id
c

≃ −0.73
ω⊕
ω
N−1/3, (1.10)
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avec ω⊕ la moyenne arithmétique des trois fréquences de piégeage. Si nous considé-
rons un piège isotrope contenant N ≃ 104 atomes, le décalage relatif par rapport à
la température critique du gaz parfait est δTc/Tc ≃ 3 %.

1.2.2 Gaz avec interactions

Aux densités spatiales atteintes dans le piège, typiquement n ∼ 1012−1014 cm−3,
les interactions entre atomes ne peuvent plus être négligées. Elles modifient les pro-
priétés de la transition de phase, sa température critique, mais aussi la distribution
spatiale des atomes. Le potentiel d’interaction entre deux atomes de position r1 et
r2, V (r1 − r2), peut être modélisé par un potentiel de contact 2 :

V (r1 − r2) = gδ(r1 − r2). (1.11)

Ici g = 4π~2a/m est la constante d’interaction, a est la longueur de diffusion en onde
S caractéristique d’une collision à deux corps à très basse énergie, et δ la distribution
de Dirac. Les interactions sont répulsives quand a > 0, c’est le cas pour l’atome de
sodium. Pour N atomes, on considère qu’ils n’ont que des interactions binaires de
type (1.11). Ceci est valable tant que le gaz est suffisamment dilué, avec na3 ≪ 1
[67, 14], ce qui est le cas pour les densités typiques dans les expériences d’atomes
froids. Le hamiltonien d’interaction s’écrit alors :

Hint =
1
2

∑

i6=j
V (ri − rj). (1.12)

Equation de Gross–Pitaevskii

En négligeant les corrélations entre atomes, nous pouvons traiter les interactions
entre atomes par une théorie de champ moyen. Celle-ci décrit l’interaction ressentie
par un atome du condensat comme une moyenne des effets d’interaction avec les
N − 1 autres atomes. Dans cette approximation, la fonction d’onde φc vérifie une
équation similaire à l’équation de Schrödinger (1.1) [65, 67], appelée équation de
Gross-Pitaevksii. Celle-ci contient un terme non-linéaire proportionnel à g :

[

− ~
2

2m
∆ + V (r) + gNc|φc|2

]

φc = µφc, (1.13)

avec la condition de normalisation
∫ |φc(r)|2 d3r = 1. Si Nc est le nombre d’atomes

dans le condensat, la fonction d’onde totale est Ψc =
√
Ncφc. Le terme d’interaction

gNc|φc|2 = gnc(r) décrit un terme de répulsion en champ moyen du condensat sur
lui-même, qui tend à limiter la densité au centre du piège. En règle générale, il n’y a
pas de forme analytique simple pour la fonction d’onde φc. Il est néanmoins possible
de résoudre cette équation de manière numérique [67].

À partir de l’équation (1.13), il est possible d’évaluer la contribution à l’énergie
totale du condensat de l’énergie cinétique Ecin, l’énergie potentielle de piégeage Epiège

2. En toute rigueur il faut régulariser le la distribution δ(r) et utiliser le “pseudo-potentiel”
[68].



1.2. Condensation de Bose–Einstein d’un gaz scalaire dans un piège
harmonique 19

ainsi que l’énergie d’interaction Eint :


































Ecin =− ~
2

2m

∫

d3rφc(r)∆φc(r)

Eint = 1
2
gNc

∫

d3r|φc(r)|4

Epiège=
∫

d3rV (r)|φc(r)|2.

(1.14)

Dans la suite, nous ferons appel au paramètre sans dimension χ [67], défini par :

χ = Nc
a

aOH

(1.15)

où aOH =
√

~/mω est la taille caractéristique de l’oscillateur harmonique dans l’état
fondamental du piège. Pour le mode fondamental du piège gaussien (voir (1.2)), une
analyse dimensionnelle mène à une expression simple pour le rapport entre l’énergie
d’interaction et l’énergie cinétique : Eint/Ecin ∼ χ. Ce paramètre indique l’impor-
tance de l’énergie d’interaction entre atomes par rapport à leur énergie cinétique.

Approximation de Thomas-Fermi

Si χ est grand devant 1, alors l’énergie d’interaction domine devant l’énergie
cinétique, ce qui a pour effet d’élargir le profil de densité spatiale par rapport à
l’état fondamental gaussien. Dans ce cas, nous pouvons faire l’approximation de
Thomas-Fermi, en négligeant le terme d’énergie cinétique dans l’équation (1.13), ce
qui conduit à un profil de forme parabolique :

nc(r) = |φc(r)|2 =
max [µ− V (r), 0]

g
. (1.16)

1.2.3 Fraction condensée à température finie

Dans la gamme de températures T ≤ T id
c , deux composantes coexistent dans le

piège, une composante condensée dont la fonction d’onde est donnée par la solu-
tion de l’équation de Gross–Pitaevskii, et une composant thermique, constituée des
atomes peuplant les états excités du piège. Pour le gaz idéal, la fraction d’atomes
condensés est simplement reliée à la température par la relation (1.8). La distribu-
tion spatiale bimodale est la superposition d’une fonction de Bose saturée pour le
nuage thermique (1.5) et une distribution gaussienne (1.2) pour le condensat. Nous
introduisons dans cette section un modèle Hartree–Fock qui prend en compte l’effet
des interactions à l’intérieur du condensat et de la fraction thermique ainsi que des
interactions mutuelles entre les deux composantes.

Approximation Hartree–Fock

Dans le modèle de Hartree–Fock, nous négligeons les corrélations entre atomes
dans la partie thermique, ce qui nous amène à traiter les effets d’interactions par
des termes de champ moyen [69, 64]. Les atomes de la fraction thermique peuvent
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donc être décrite comme des particules indépendantes qui évoluent dans un potentiel
effectif Veff,th(r) qui est la somme du potentiel de piégeage V (r) et du champ moyen
réalisé par l’interaction moyenne avec les autres atomes 2gn(r) 3. Ici, n(r) désigne
la densité totale dans le piège : n(r) = nc(r) + nth(r) :

Veff,th(r) = V (r) + 2g [nc(r) + nth(r)] . (1.17)

Dans ce modèle, les atomes du condensat ressentent en plus de la répulsion
moyenne gnc(r) la répulsion moyenne des atomes thermiques 2gnth(r) [64]. De la
même manière, nous pouvons donner l’expression du potentiel effectif ressenti par
les atomes du condensat :

Veff,c(r) = V (r) + gnc(r) + 2gnth(r). (1.18)

Si nous faisons l’approximation de Thomas-Fermi pour le condensat, ce modèle
conduit à un système de deux équation couplées 4 :















nth(r)= 1
Λ3

dB
g3/2

(

e−[V (r)−µ−2gn(r)]/kBT
)

nc(r) = 1
g

max [µ− V (r)− 2gnth(r), 0].
(1.19)

La conservation du nombre total : N =
∫

d3r [nc(r) + nth(r)] contraint la valeur du
potentiel chimique µ.

Nous montrons dans la figure 1.1 un exemple de résolution auto-consistante de ces
équations avec un nombre d’atomes N = 3300 dans un piège isotrope de fréquence
moyenne ω = 2π × 1.1 kHz. Pour une température T inférieure à T id

c ≃ 740 nK,
nous représentons les potentiels effectifs de champ moyen ressentis par les atomes de
chaque composante (figures 1.1(a,b)). Dans la figure 1.1(c), nous reportons le profil
du gaz correspondant.

Nous comparons ces résultats au modèle Hartree–Fock semi-idéal [70], qui néglige
le terme 2gnth(r) dans (1.19). Pour des fractions condensées suffisamment élevées,
typiquement au-dessus de 10 %, les potentiels effectifs ressentis par les atomes de
chaque composante sont peu affectés par la présence des atomes thermiques (voir
figure 1.1(a,b)). Le profil de densité du nuage, que nous représentons dans la figure
1.1(d), est par conséquent très proche de celui du modèle Hartree–Fock complet.

Dans la figure 1.2, nous reportons les valeurs des fractions condensées sur une
gamme de température allant de 0.1T id

c à 1.1T id
c dans trois modèles : le modèle

Hartree–Fock, le modèle semi-idéal, et le modèle du gaz idéal. Nous voyons que
les fractions condensées extraites des deux premiers modèles sont notablement infé-
rieures à celle du cas idéal. La différence atteint environ 20 % dans une large gamme
de températures. Par ailleurs, les résultats obtenus avec le modèle semi-idéal sont

3. Le facteur 2 provient des termes de “Fock” [68], qui représentent l’échange entre une particule
dans le condensat et une autre dans la fraction thermique.

4. Avec l’approximation de Thomas-Fermi, nous négligeons implicitement les effets de taille
finie.
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Figure 1.1 – (a) Potentiel effectif ressenti par les atomes thermiques dans le modèle
Hartree–Fock (ligne rouge), dans le modèle semi-idéal (tirets bleus). Potentiel V (r)
(pointillés noirs). (b) Potentiel effectif ressenti par les atomes condensés dans le
modèle Hartree–Fock (ligne rouge), dans le modèle semi-idéal (tirets bleus). (c,d)
Profils de densité d’un nuage partiellement condensé, à T/T id

c = 0.9, pour les modèles
Hartree–Fock complet et semi-idéal. Le potentiel chimique µ est donné en échelle de
~ω.

voisins du modèle complet, sauf très près de T id
c (voir la sous-figure de 1.2). Nous en

déduisons que l’approximation semi-idéale, plus simple à implémenter dans une réso-
lution numérique, est valide dès que la fraction condensée est notable, typiquement
10 %.

Pour des températures voisines de T id
c , les interactions sont responsables d’une

diminution de la densité du nuage thermique. Une conséquence directe de ce phéno-
mène est la diminution de la température critique en dessous de T id

c . La transition
survient à une valeur du potentiel chimique positive (µ = 2gnth(0)), contrairement
au cas idéal, où µ = 0. Dans le cadre de l’approximation de champ moyen, le décalage
de la température critique liée aux interactions δT int

c peut être calculé analytique-
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Figure 1.2 – Comparaison des fractions condensées pour un gaz sans interactions
(ligne tiretée noire) et un gaz en interactions (ligne continue rouge : modèle Hartree–
Fock complet, ligne tiretée bleue : modèle semi-idéal), pour N = 3300 atomes de
sodium dans un piège de fréquence moyenne ω = 2π × 1.1 kHz.

ment [64] :
δT int
c

T id
c

= −1.3
a

aOH

N1/6, (1.20)

ce qui revient à environ 2 % pour les mêmes paramètres choisis ici. Ce décalage est
comparable au décalage dû à la taille finie du système (voir section 1.10), qui a été
négligé dans cette section. Dans le modèle semi-idéal, puisque nous négligeons l’effet
d’interaction du nuage thermique, la température critique est identique à celle du
cas idéal.

1.3 Condensats spinoriels

Lorsque des atomes sont piégés dans un piège optique, le confinement n’est pas
dépendant de l’état interne de spin des atomes. Les condensats de Bose-Einstein
peuvent alors comporter plusieurs sous-états Zeeman de l’état fondamental hyper-
fin. Ces ensembles atomiques à plusieurs composantes sont appelés condensats spino-
riels. Une nouvelle physique apparaît dans ce type de systèmes, liée à la dynamique
des collisions de spin, à leur caractère non-linéaire, et à leur couplage à des champs
magnétiques. Les premières expériences réalisées avec des gaz spinoriels [24] ont
stimulés les travaux théoriques sur la description et les propriétés de tels systèmes
[22, 71, 23]. Les développements de théories sur les condensats spinoriels concernent
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différents sujets : l’étude des structures de spin de l’état fondamental [22, 23, 72],
la dynamique des collisions cohérentes de spin [29, 30], la formation de domaines de
spin [73], la création d’états fortement corrélés [50], mais aussi l’étude thermodyna-
mique du phénomène de condensation [74].

Rappelons tout d’abord la structure des niveaux d’énergie du sodium, représentés
schématiquement dans la figure 1.3. Comme les autres alcalins, le couplage spin-
orbite scinde le premier niveau électronique excité P en deux sous-niveaux fins :
32P1/2 (“raie D1”) et 32P3/2 (“raie D2”) qui forment ce qu’on appelle la raie double
du sodium (la raieD1 a une transition autour de λD1

0 = 589.8 nm et la raieD2 autour
de λD2

0 = 589.2 nm). C’est cette dernière que nous utilisons pour le refroidissement
laser (voir chapitre 2). Une levée de dégénérescence supplémentaire des niveaux
fondamental 32S1/2 et excité 32P3/2 est due au couplage hyperfin entre le moment
cinétique électronique et le spin du noyau. Celle-ci donne lieu à la structure hyperfine
avec différentes valeurs de F , somme du moment cinétique électronique J et du spin
du noyau I. À cause du degré de liberté de spin, chaque état hyperfin contient 2F+1
sous-états Zeeman mF = −F,−F + 1, · · · , F . Nous considérerons dans la suite un
ensemble d’atomes dans l’état interne F = 1 du niveau 32S1/2, et les trois espèces
de spin mF = +1, 0,−1.

3
2
P3 / 2

32
S1 / 2

F = 1

F = 2

F = 2

F = 3

F = 0

(1.77 GHz)

(589 nm)

∆EHF

F = 1

raie D 2

Figure 1.3 – Schéma des niveaux hyperfins de la raie D2 du sodium. L’état fonda-
mental F = 1 est indiqué en orange. La séparation hyperfine ∆EHF est donnée en
unité de h.

Dans cette section, nous allons donner les outils théoriques pour la description des
condensats spinoriels. Nous introduirons l’effet des collisions sur le degré de liberté
de spin, ce qui nous mènera à l’expression d’un hamiltonien d’interaction de spin,
et nous verrons comment le gaz spinoriel se couple à un champ magnétique. Nous
donnerons ensuite une formulation de l’approximation de champ moyen appliquée
aux fonctions d’ondes de spin qui permet de décrire le système sous la forme d’un
paramètre d’ordre vectoriel à 3 composantes, une pour chaque composante de spin
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mF . Celle description de champ moyen servira de cadre pour l’étude du diagramme
de phase à basse température que nous réaliserons dans le chapitre 5. À la fin du
chapitre présent, nous nous intéresserons à la transition de phase de Bose-Einstein
pour un gaz spinoriel et au digramme de phase en fonction de deux paramètres : la
magnétisation du système et sa température. Cette étude pourra servir de point de
départ pour des expériences que l’équipe réalisera dans un futur proche.

1.3.1 Description théorique d’un condensat spinoriel à tem-
pérature nulle

Nous allons nous intéresser dans cette partie à l’écriture de l’hamiltonien qui
régit le comportement d’un gaz spinoriel dans un champ magnétique.

Potentiel d’interaction dépendante du spin

Considérons deux atomes de spins s1 et s2 de la multiplicité {F = 1, mF}mF=+1,0,−1,
subissant une collision. Le hamiltonien d’interaction entre deux atomes alcalins
conserve le moment angulaire total s = s1 + s2, à une très bonne approximation
[14]. En particulier, si on choisit un axe de quantification pour décrire ce méca-
nisme, cela implique que la magnétisation m1 +m2, projection des spins sur l’axe de
quantification, est conservée lors de la collision. On représente schématiquement les
collisions admises dans la figure 1.4. Le spin total |s| peut valoir 0, 1 ou 2. Les états
correspondants sont symétriques pour |s| = 0, 2 et antisymétriques pour |s| = 1 par
échange des particules. Puisque la fonction d’onde décrivant les deux particules est
symétrique pour une collision en ondes S entre deux bosons, seules les valeurs 0 et
2 sont admises. On note a0 et a2 les longueurs de diffusion associées aux collisions
d’une paire d’atomes de spin total 0 et 2 respectivement. L’interaction de courte
portée entre les deux atomes situés aux points r1 et r2 de l’espace prend la forme
générale [22, 23] :

V̂ (r1 − r2) =
4π~2

3m
δ(r1 − r2)(a0P0 + a2P2) (1.21)

où PS est le projecteur sur le sous-espace de moment angulaire total S. Il se réécrit
de la manière suivante [22, 23] :

V̂ (r1 − r2) = δ(r1 − r2) [g1 + gss1 · s2] , (1.22)

somme d’un terme d’interaction indépendant du spin proportionnel à g :

g =
4π~2(a2 + 2a0)

3m
(1.23)

et d’un terme dépendant du spin, proportionnel à gs :

gs =
4π~2(a2 − a0)

m
. (1.24)

Pour les atomes de sodium, nous avons a2 = 2.89 nm contre a0 = 2.69 nm [75].
Cela signifie que gs > 0, et par conséquent que les interactions de spins favorisent
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m 1

m 2

m3

m 4

m3 + m4m 1 + m 2 =

Figure 1.4 – Schéma des collisions de spins admises dans un condensat spinoriel.
Les valeurs m1, m2, m3 et m4 correspondent aux projections des spins avant et
après collision selon un axe de quantification. La conservation du moment angulaire
impose la conservation de la magnétisation lors d’une collision.

l’anti-alignement des spins. C’est pourquoi le sodium est dit “antiferromagnétique”.
Au contraire, pour le rubidium on a gs < 0, ce qui favorise l’alignement des spins :
cette espèce est qualifiée de “ferromagnétique”.

Pour un ensemble à N atomes, l’hamiltonien d’interaction en seconde quantifi-
cation peut s’écrire comme la somme d’un terme indépendant du spin et un autre
qui agit sur le degré de liberté de spin : Ĥint = H + Ĥs.

H =
g

2

∫

d3rn̂2(r) , Ĥs =
gs
2

∫

d3rŜ2(r). (1.25)

Dans ces expressions, n̂(r) est l’opérateur densité :

n̂(r) = n̂+1(r) + n̂0(r) + n̂−1(r) (1.26)

= Ψ̂†+1(r)Ψ̂+1(r) + Ψ̂†0(r)Ψ̂0(r) + Ψ̂†−1(r)Ψ̂−1(r) (1.27)

avec (Ψ̂†+1(r), Ψ̂
†
0(r), Ψ̂

†
−1(r)) les opérateurs champs qui créent respectivement un

atome dans l’espèce de spin mF = +1, 0,−1 au point r.

L’expression de l’opérateur de densité de spin total Ŝ peut être obtenue en fonc-
tion des opérateurs de spin Ŝx, Ŝy et Ŝz 5 :



































Ŝx= 1√
2

(

Ψ̂†+1Ψ̂0 + Ψ̂†−1Ψ̂0 + Ψ̂†0Ψ̂+1 + Ψ̂†0Ψ̂−1

)

Ŝy=− i√
2

(

Ψ̂†+1Ψ̂0 + Ψ̂†−1Ψ̂0 − Ψ̂†0Ψ̂+1 − Ψ̂†0Ψ̂−1

)

Ŝz=Ψ̂†+1Ψ̂+1 − Ψ̂†−1Ψ̂−1 = n̂+1 − n̂−1.

(1.28)

Après simplification, on obtient :

Ŝ2 = n̂+n̂0+2n̂0(n̂+1+n̂−1)+(n̂+1−n̂−1)2+2(Ψ̂†+1Ψ̂
†
−1Ψ̂0Ψ̂0+Ψ̂†0Ψ̂

†
0Ψ̂+1Ψ̂−1). (1.29)

L’ensemble des collisions contenues dans l’hamiltonien dépendant du spin conservent
la magnétisation. Nous voyons qu’il y a plusieurs contributions à cet hamiltonien :

5. Nous n’écrivons pas les dépendances spatiales dans ces expressions pour ne pas les surcharger.
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des termes de collisions élastiques (les quatre premiers dans l’expression ci-dessus)
qui ne changent pas les spins des atomes, et un dernier terme d’échange de spin, qui
décrit les collisions mF = 0, mF = 0↔ mF = +1, mF = −1.

Effet d’un champ magnétique

L’interaction d’un alcalin (un électron périphérique) avec un champ magnétique
est dérivée dans l’annexe A à partir de la formule de Breit-Rabi [76], et nous écrivons
ici directement le résultat. Le hamiltonien d’interaction s’écrit :

ĥmag = pŝz + q(ŝ2z − 4) (1.30)

où ŝz est la projection de l’opérateur de spin ŝ suivant z. Les quantités p et q
correspondent respectivement aux effets Zeeman linéaires et quadratiques. Elles sont
reliées au champ B0 de la manière suivante :

p = gFµBB0 = −µBB0

2
(1.31)

q =
(gFµBB0)2

∆EHF

=
(µBB0)2

4∆EHF

= qBB2
0 , (1.32)

où gF est le facteur de Landé, µB le magnéton de Bohr, et ∆EHF = h × 1.77 GHz
l’énergie de séparation hyperfine (voir figure 1.3). Pour le sodium, nous avons gF =
−1/2, µB/2 ≃ 700 kHz.G−1 et qB ≃ 277 Hz.G−2. Nous représentons dans la figure
1.5 le schéma des niveaux d’énergie des trois sous-états Zeeman, déplacés sous l’effet
de l’effet Zeeman. L’effet Zeeman linéaire induit une différence constante entre les
trois niveaux, proportionnelle à p, et l’effet Zeeman quadratique abaisse l’énergie de
l’état mF = 0 par rapport aux deux autres.

mF = 0

mF = +1

mF = −1

mF = 0

mF = +1mF = −1

qp

(a) Effet Zeeman linéaire (b) Effet Zeeman quadratique

B0

Figure 1.5 – Schéma des trois sous-niveaux Zeeman en présence d’un champ ma-
gnétique B0. (a) Contribution de l’effet Zeeman linéaire. (b) Contribution de l’effet
Zeeman quadratique. Les déplacements des niveaux ne sont pas à la même échelle
dans (a) et (b).

Pour un ensemble de N atomes plongés dans un champ constant d’amplitude
B0, on peut écrire l’hamiltonien de couplage magnétique sous la forme suivante en
seconde quantification :

Ĥmag = p(N̂+1 − N̂−1) + q(N̂+1 + N̂−1 − 4N̂). (1.33)
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où N̂+1, N̂0 et N̂−1 sont les opérateurs de nombre d’atomes dans les trois composantes
de spin.

Hamiltonien total

En combinant l’énergie cinétique, le potentiel de piégeage, les interactions et le
couplage au champ magnétique, l’hamiltonien complet du système s’écrit :

Ĥtot =
∑

i=±1,0

∫

d3rΨ̂†i(r)

(

− ~
2

2m
∆ + V (r)

)

Ψ̂i(r) +
g

2

∫

d3rn̂2(r)

+
gs
2

∫

d3rŜ2(r) + p(N̂+1 − N̂−1) + q(N̂+1 + N̂−1). (1.34)

La première ligne désigne la partie de l’hamiltonien qui est indépendante du spin
tandis que la deuxième décrit les interactions de spin et le couplage des différents
spins au champ magnétique. Nous avons omis le terme −4qN̂ .

Dans la section précédente, nous avons noté que les collisions de spin ne modi-
fient pas la magnétisation totale du système. Cela signifie que M̂z = N̂+1 − N̂−1

est une quantité conservée dans le système. Par conséquent, le terme pM̂z n’ajoute
qu’une constante à l’hamiltonien et ne contraint pas l’état fondamental. L’état du
système ne peut être modifié que par le biais de l’effet Zeeman quadratique. Pour
l’état fondamental du hamiltonien, celui-ci tend à éliminer des atomes dans les es-
pèces mF = ±1 et favoriser ceux dans l’espèce mF = 0. Il entre en compétition avec
les collisions de spins.

1.3.2 Approximation de champ moyen à température nulle

Pour la description de l’état fondamental d’un gaz spinoriel, il est nécessaire
d’obtenir la fonction d’onde à N -particules qui minimise l’énergie du système, ré-
gie par l’hamiltonien Ĥtot (voir équation (1.34)). Pour des très faibles températures,
lorsque le nombre d’atomes condensés devient macroscopique, l’état fondamental du
condensat spinoriel peut être approché par les fonctions d’ondes de champ moyen
(φ+1, φ0, φ−1), en négligeant les atomes non-condensés. Cette approximation consiste
décrire la fonction d’onde àN particules |φ〉 comme le produit deN fonctions d’ondes
à 1 particule dans un état de spin donné |φ〉 :

|Ψ〉 =
1√
N !

(

a†φ
)N |0〉. (1.35)

L’opérateur a†φ crée une particule dans l’état de spin |φ〉 = φ+1| + 1〉 + φ0| + 1〉 +
φ−1| − 1〉. Le vecteur φ = (φ+1, φ0, φ−1) est normalisé à 1 :

∫

d3rφ∗ ·φ = 1.

La recherche de l’état fondamental du système revient à trouver le vecteur φ qui
minimise l’énergie 〈Ĥtot〉, sous la contrainte du nombre d’atomes et de magnétisa-
tion constants :
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N = N
∫

d3r(|φ+1(r)|2 + |φ0(r)|2 + |φ−1(r)|2) (1.36)

Mz = N
∫

d3r(|φ+1(r)|2 − |φ−1(r)|2). (1.37)

On introduit deux multiplicateurs de Lagrange, µ et η, fixant respectivement
le nombre d’atomes et la magnétisation du système. Le premier correspond au po-
tentiel chimique et le deuxième joue le rôle de l’effet Zeeman induit par un champ
magnétique effectif. Avec ces contraintes, l’état fondamental minimise l’énergie libre
de Gibbs : G = 〈Ĥtot〉 − µN − ηMz. On peut montrer que les fonctions d’ondes
de spin de l’état fondamental sont solutions d’un système de trois équations de
Gross–Pitaevskii stationnaires couplées [63, 72] :































(µ+ η)φ+1=(H + p+ q + gs(n+1 + n0 − n−1))φ+1 + gsNφ2
0φ
∗
−1

µφ0 =(H + gs(n+1 + n−1))φ0 + 2gsNφ∗0φ+1φ−1

(µ− η)φ−1=(H− p+ q + gs(n−1 + n0 − n+1))φ−1 + gsNφ2
0φ
∗
+1

(1.38)

où ni = N |φi|2 est la densité spatiale dans la composante i du condensat spinoriel,
H = − ~2

2m
∆ + V (r) + gn et n = n+1 + n0 + n−1. Dans ces équations, les termes pro-

portionnels à gsni correspondent aux interactions inter-espèces moyennes. Ils sont
à l’origine de la formation de domaines de spin [26, 73]. Les derniers termes quant
à eux représentent les interactions d’échange de spin qui peuvent conduire à des
oscillations de spin lorsque le système est hors-équilibre [32, 33, 77].

En raison de l’inséparabilité des degrés de liberté externes et internes, ce système
n’a pas de solutions simples. Une résolution numérique peut être effectuée pour
obtenir les trois fonctions d’ondes dans l’état fondamental [72, 78].

Miscibilité des différentes composantes de spin

Nous pouvons mettre en évidence de manière simple le caractère miscible ou
immiscible des différentes spins à partir de la forme des termes d’interaction des
relations (1.38). Considérons un gaz spinoriel à deux composantes i et j (i, j =
+1, 0,−1), de densités uniformes ni, nj, chacune avec N atomes à l’équilibre dans
une boîte de volume V . Si le gaz résultant est un mélange des deux espèces dans le
volume V , alors l’énergie d’interaction totale du système est :

Emel =
V

2
(giin2

i + gjjn2
j + 2gijninj) =

N2

2V
(gii + gjj + 2gij) (1.39)

où gij est la constante d’interaction entre un atome dans i, l’autre dans j. Si au
contraire les deux composantes sont dans deux phases séparées, de volumes Vi et Vj
respectivement, alors l’énergie totale d’interaction en champ moyen vaut :

Esep =
1
2

(giin2
iVi + gjjn

2
jVj) =

N2

2
(
gii
Vi

+
gjj
Vj

). (1.40)
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Les volumes Vi et Vj sont donnés par la condition que les pressions dans les deux
boîtes sont égales : giin2

i = gjjn2
j . Nous voyons que le système favorise énergétique-

ment la configuration de mélange par rapport à la séparation si :

gij <
√
giigjj. (1.41)

Dans la figure 1.6, nous montrons schématiquement les deux configurations pos-
sibles pour deux gaz à deux composantes +1, 0 et +1,−1.

+1 +10

+1/0 +1/− 1

−1

(a) (b)

V+1 V0

V

V+1

V

V
−1

Emel Esep Emel Esep
<>

Figure 1.6 – Comparaison entre les deux configurations, mélangées et séparées,
d’un gaz à deux composantes +1, 0 (a) et +1,−1 (b). Pour gs > 0, ce qui est le cas
du sodium, les configurations minimisant l’énergie d’interaction sont celles qui sont
entourées.

Pour un gaz à deux composantes +1, 0 (figure 1.6(a)), nous avons g+1,+1 = g+gs,
g0,0 = g et g+1,0 = g+ gs. À cause du caractère antiferromagnétique des interactions
(gs > 0), nous déduisons d’après (1.41) que ces deux espèces ne sont pas miscibles. Il
en est de même pour les deux espèces −1, 0. Dans le cas d’un gaz à deux composantes
+1,−1 (figure 1.6(b)), nous avons g−1,−1 = g+gs et g+1,−1 = g, et concluons d’après
(1.41) que ces deux espèces sont miscibles. Dans un système suffisamment grand, les
espèces de spin tendent à se séparer en domaines spatialement disjoints [26], certains
avec des atomes dans mF = 0 et d’autres mélangeant les espèces mF = ±1.

1.3.3 Approximation de mode commun

Lorsque le système est suffisamment petit pour que les trois composantes de
spins se recouvrent dans le piège, on peut découpler les degrés de liberté internes
des degrés de liberté externes, en faisant l’approximation de mode commun [22, 23].
La validité de cette approximation a été étudiée dans plusieurs articles [72, 78]. On
peut donner un critère pour estimer la validité de cette approximation. Si la longueur
de cicatrisation de spin ξs et la taille du condensat dans le piège sont comparables,
alors les trois composantes se recouvrent dans le piège. La longueur ξs définie par :

ξs =

√

√

√

√

~2

2mgsn(0)
(1.42)
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caractérise la taille typique sur laquelle la fonction d’onde de spin d’une espèce se
“cicatrise” sous l’effet d’une perturbation exterieure, comme par exemple la présence
d’une autre espèce de spin non miscible. La longueur ξs représente la taille typique
des plus petites domaines de spin formés : la création d’un domaine de spin plus
petit que ξs coûte plus d’énergie cinétique que le gain en énergie d’interaction dû au
recouvrement.

Dans l’approximation de mode commun, les trois composantes de spin partagent
la même fonction d’onde spatiale. Le paramètre d’ordre s’écrit |φ〉 = |φ〉 ⊗ |ζ〉, pro-
duit tensoriel entre une fonction d’onde spatiale commune φ et une fonction d’onde
de spin à trois composantes |ζ〉. La fonction d’onde φ est solution de l’équation de
Gross–Pitaevskii stationnaire :

[

− ~
2

2m
∆ + V (r) + gN |φ|2

]

φ = µφ, (1.43)

ce qui revient à négliger les termes d’interactions proportionnels à gs dans les équa-
tions (1.38). Le degré de liberté de spin lui peut être paramétrisé de la manière
suivante, à l’aide de quatre paramètres indépendants x,mz,Θ, α :

|ζ〉 =







√
n+1eiθ+1

√
n0eiθ0√
n−1eiθ−1





 = eiθ0









√

x+mz
2

ei(Θ+α)

√
1− x

√

x−mz
2

ei(Θ−α)









(1.44)

où (n+1, n0, n−1) représentent les fractions relatives d’atomes dans chaque compo-
sante 6, et (θ+1, θ0, θ−1) leurs phases respectives. Nous avons introduit la variable
x = n+1 + n−1, la magnétisation réduite mz = n+1 − n−1 = 1 − n0, ainsi que les
phases relatives Θ = (θ+1 + θ−1)/2− θ0 et α = (θ+1 − θ−1)/2.

À partir de cette paramétrisation, il est possible d’exprimer la fonctionnelle
d’énergie de spin par atome, en injectant la fonction d’onde |φ〉 dans l’hamilto-
nien (1.34), et en ne gardant que les termes qui dépendent du spin :

Espin = Us
[1
2
m2
z + x(1− x) + cos(2Θ)(1− x)

√

x2 −m2
z

]

+ qx. (1.45)

Dans cette expression, Us désigne l’énergie effective de spin par atome, et est
reliée à la fonction d’onde spatiale par :

Us = gsN
∫

d3r|φ(r)|4. (1.46)

Nous nous intéressons à présent à la minimisation de la fonctionnelle d’énergie
(1.45). Dans le cas d’interactions antiferromagnétiques comme c’est le cas du sodium
(Us > 0), nous constatons que l’énergie de spin est minimisée pour :

cos (2Θ) = −1. (1.47)

6. Nous faisons un léger abus de notation, en utilisant les mêmes variables pour désigner les
densités spatiales des composantes de spin (voir équations (1.38)) et les valeurs des populations
relatives. Dans le cadre de l’approximation de mode commun, ni désigne toujours la population
relative.
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La minimisation de l’énergie (1.45) en fonction du paramètre x est relativement
simple, nous ne détaillons donc pas les calculs et donnons directement le résultat.
Deux phases apparaissent, selon que l’effet Zeeman quadratique est inférieur ou su-
périeur à qc, définit par

qc = Us(1−
√

1−m2
z). (1.48)

• Si q < qc, l’énergie Espin est minimale pour x = 1. L’espèce mF = 0 est
absente et l’espèce mF = −1 est peuplée autant que la condition de magnéti-
sation constante le permet : n−1 = n+1−mz . L’état de spin correspondant est :

|ζ〉 =









√

1+mz
2

e−iφ

0
−
√

1−mz
2

eiφ









. (1.49)

• Si q ≥ qc, Espin est minimisée pour x = x0, avec x0 la solution de l’équation

(1− 2x)
[

√

x2 −m2
z − x

]

+Q
√

x2 −m2
z = m2

z. (1.50)

L’effet Zeeman quadratique devient suffisamment important pour favoriser
l’apparition de l’espèce mF = 0 malgré l’interaction avec les autres espèces.
L’état de spin |ζ〉 correspondant est :

|ζ〉 =









√

x0+mz
2

e−iφ√
1− x0

−
√

x0−mz
2

eiφ









. (1.51)

Une étude approfondie de l’état fondamental dans l’approximation à un seul
mode sera effectuée dans la première section du chapitre 5. Nous comparerons le
diagramme de phase et les états caractéristiques avec nos mesures expérimentales.

1.4 Condensation d’un gaz spinoriel

Dans cette section, nous allons reprendre le point de vue d’un gaz spinoriel en
champ moyen, décrit par les trois équations de Gross–Pitaevskii, et ajouter à ce gaz
une composante thermique, avec également trois composantes de spin. Cette sec-
tion permettra de montrer que les transitions de Bose-Einstein subies par les trois
espèces de spin lorsque la température est abaissée n’ont pas lieu simultanément.
Pour le gaz idéal, le diagramme de phase (mz, T ) est caractérisé par un phénomène
de double condensation [74]. Intuitivement, ce phénomène se comprend simplement.
Supposons avoir à disposition un gaz thermique comportant les trois espèces de spin
mF = +1, 0,−1, avec une magnétisation positive, et négligeons toutes les interac-
tions intra- et inter-espèces. La densité dans l’espace des phases de la composante
la plus peuplée, ici mF = +1, est plus grande que les deux autres. En abaissant la
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température de ce gaz, celle-ci croisera donc en premier le seuil de condensation.

En présence d’interactions et d’un champ magnétique constant, le phénomène
de condensation est notablement modifié en raison des propriétés de miscibilité des
différentes composantes de spin. Dans la suite, nous allons décrire ce phénomène
de double condensation pour le gaz idéal, puis montrer des résultats de simulations
numériques prenant en compte les interactions et l’effet Zeeman dû à un champ
magnétique. Les résultats pourront être utiles pour comme point de départ pour des
expériences que nous avons le projet de réaliser dans le futur.

1.4.1 Condensation en champ nul

Cas du gaz idéal

Nous étudions la condensation d’un gaz idéal de N atomes d’un gaz, répartis
dans les trois composantes Zeeman de populations N+1, N0, N−1. Nous supposons la
magnétisationMz = N+1−N−1 > 0 constante. La conservation du nombre d’atomes
et de la magnétisation conduit à l’introduction de deux multiplicateurs de Lagrange
µ et η (de la même manière que dans la section 1.3.2) et permet de traiter le pro-
blème comme trois gaz idéaux possédant des potentiels chimiques différents. Les
espèces mF = ±1 ont un potentiel chimique µ±1 = µ ± η et µ0 = µ. Puisque la
magnétisation est positive, η > 0. À des températures élevées, les trois gaz sont
non-condensés. Les trois potentiels chimiques sont négatifs, et les populations sont,
d’après (1.6), égales à :

Nth,i =

(

kBT

~ω

)3

g3(eβµi). (1.52)

À mesure que la température est baissée dans le système, les trois potentiels
chimiques augmentent, et puisque η > 0, la première espèce qui franchit le seuil est
l’espèce mF = +1, pour µ+1 = 0. À ce stade, on a µ = −η et la température critique
que nous appelons T id

c1 est définie par :


























N =
(

kBT
id
c1

~ω

)3 [

g3(1) + g3(eβµ) + g3(e2βµ)
]

Mz=
(

kBT
id
c1

~ω

)3 [

g3(1)− g3(e2βµ)
]

, β = 1
kBT

id
c1
.

(1.53)

La dépendance de cette température de condensation avec la magnétisation a été
observée expérimentalement avec un gaz de chrome [79].

Pour des températures inférieures à T id
c1 , les deux potentiels chimiques des espèces

non condensées valent µ0 = µ et µ−1 = 2µ, si bien que les espèces mF = 0 et
mF = −1 franchissent le seuil de condensation simultanément. À cette deuxième
température critique Tc2, le nuage thermique est équiréparti dans les trois espèces,
car µ±1 = µ0 = 0 :

Nth = Nth,+1 +Nth,0 +Nth,−1 = 3(kBT id
c2/~ω)

3g3(1). (1.54)
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La magnétisation Mz est donc entièrement absorbée par la fraction condensée dans
l’espèce mF = +1 : Mz = Nc,+1. La conservation du nombre d’atomes conduit à la
valeur pour T id

c2 :

kBT
id
c2 = ~ω

[

N −Mz
3g3(1)

]1/3

. (1.55)

Nous voyons donc qu’un phénomène de double condensation est attendu dans ce
système, qui découle directement de la conservation du nombre d’atomes et de la
magnétisation dans le système. Pour un système entièrement polarisé, c’est-à-dire
avec Mz = N , nous retrouvons T id

c1 = T id
c définie dans (1.7), et T id

c2 = 0 puisque seul
un des trois condensats est présent dans le piège. Au contraire pour un système à
magnétisation nulle, nous obtenons T id

c1 = T id
c2 ≃ 0.69T id

c (0.69 = 3−1/3), signifiant
que les trois espèces condensent simultanément. Nous représentons dans la figure 1.7
les températures critiques T id

c1 et T id
c2 en fonction de la magnétisation du système.

Cas du gaz en interaction

En présence d’interactions, ce phénomène de double condensation est modifié.
Nous pouvons utiliser le modèle Hartree–Fock développé dans [74] pour décrire le rôle
des interactions dans le phénomène de condensation. Ce modèle conduit à un sys-
tème de six équations auto-consistentes pour les trois fonctions d’ondes du conden-
sat φ+1, φ0, φ−1, auxquelles nous associons les trois densités nc,+1 = |φ+1|2, nc,0 =
|φ0|2, nc,−1 = |φ0|2, et les trois densités des fractions thermiques nth,+1, nth,0, nth,−1.
Nous noterons ni = nc,i + nth,i la densité d’atomes dans l’espèce i, nc =

∑

i nc,i la
densité totale des nuages condensées et n =

∑

i(nc,i + nth,i) la densité totale. Les
paramètres choisis pour cette étude sont N = 3300 atomes et un piège isotrope de
fréquence ω = 2π× 1.1 kHz. Cela correspond à nos paramètres expérimentaux (voir
chapitre 5).

Comme pour le modèle Hartree–Fock du gaz scalaire décrit plus haut (voir équa-
tions 1.19), nous nous plaçons dans l’approximation Thomas-Fermi pour les frac-
tions condensées 7. Si nous écrivons θi les phases des trois fonctions d’ondes de spin,
la minimisation de l’énergie de champ moyen de spin à partir du hamiltonien de
spin (1.29) conduit à la contrainte suivante d’après les termes d’échanges de spin 8 :
2θ0−θ+1−θ−1 = π. À l’aide de ces phases, et en multipliant les trois équations Gross–
Pitaevskii (1.38) par φ∗+1, φ

∗
0, φ
∗
−1 respectivement, nous aboutissons au système dans

la théorie Hartree–Fock (HF) :






























0=(H− η + gnth,+1 + gs(n+1 + n0 − n−1 + nth,+1))nc,+1 − gsnc,0√nc,+1nc,−1

0=(H + gnth,0 + gs(n+1 + n−1))nc,0 − 2gsnc,0
√
nc,+1nc,−1

0=(H + η + gnth,−1 + gs(n−1 + n0 − n+1 + nth,−1))nc,−1 − gsnc,0√nc,+1nc,−1

(1.56)

7. Cette approximation simplifie beaucoup le problème, et permet en particulier d’aboutir à des
relations fermées pour les densités des condensats, lorsque seule une ou deux espèces sont présentes.

8. Dans la théorie Hartree–Fock, les fluctuations de phase des trois condensats sont négligées,
ce qui conduit à fixer la phase 2θ0− θ+1− θ−1. Il faudrait faire appel à des théories plus poussées,
du type Hartree–Fock–Bogoliubov [80] pour prendre en compte les effets de ces fluctuations.



34 Ch. 1. Condensats de Bose–Einstein avec degré de liberté de spin

où H = V (r)− µ+ gn.

Les fractions thermiques sont obtenues à partir de distributions de Bose :

nth,i =
1

Λ3
dB

g3/2 (exp (− [Veff,i(r)− µ− iη] /kBT )) (1.57)

où Veff,i sont les potentiels effectifs ressentis par les atomes de chaque composante
thermique :































Veff,+1=V (r) + g(n + n+1) + gs(2n+1 + n0 − n−1)

Veff,0 =V (r) + g(n + n0) + gs(n+1 + n−1)

Veff,−1=V (r) + g(n + n−1) + gs(2n−1 + n0 − n+1).

(1.58)

D’après la forme générale des termes d’interactions de champ moyen pour les
fractions thermiques, nous recourons au même raisonnement que dans la section
1.3.2 pour déterminer le caractère miscible des composantes thermiques de spin. À
cause du facteur 2 qui double l’énergie d’interaction des espèces mF = ±1 par rap-
port au condensat, l’inégalité Esep > Emel est toujours vérifiée. L’immiscibilité entre
les espèces mF = 0 et mF = ±1 ne concerne donc que la partie condensée du gaz
[25, 74].

Dans la suite, nous traiterons le problème dans le cadre de approximation semi-
idéale (SI), qui néglige l’effet des interactions des trois nuages thermiques [70]. Dans
le cas du gaz complètement polarisé pour les paramètres usuels des expériences, cette
approximation fournit des valeurs de fractions condensées voisines de celles obtenues
dans le modèle Hartree–Fock, sauf pour des températures très proches du seuil de
condensation (voir figure 1.2), ainsi qu’un décalage de 2 % de la température critique.

La première transition de Bose-Einstein survient dès que l’une des fonctions de
Bose du système est saturée. C’est d’abord le cas pour la distribution thermique de
l’espèce mF = +1, lorsque µ = −η. Dans l’approximation semi-idéale, la tempéra-
ture critique Tc1 est égale à la température critique du gaz idéal T id

c1 (voir équation
(1.53)). En dessous de Tc1, le potentiel chimique µ vérifie d’après la première équa-
tion de (1.56) :

µ = (g + gs)nc,+1(0)− η. (1.59)

Le deuxième seuil de condensation peut être trouvé en écrivant à partir des po-
tentiels chimiques des autres espèces les conditions d’existence de condensats dans
les espèces mF = 0 et mF = −1 :











0 condense → µ =(g + gs)nc,+1(0)

−1 condense → µ=(g − gs)nc,+1(0) + η = gnc,+1(0).
(1.60)

Le potentiel chimique de l’espèce mF = −1 est plus bas que celui de mF = 0,
ce qui signifie que mF = −1 est la deuxième espèce qui condense après mF = +1
sans que mF = 0 ne condense. Nous résolvons numériquement le système (1.56,1.57)
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pour obtenir la deuxième température critique à différentes magnétisations, et la
reportons dans la figure 1.7. En dessous de cette température Tc2, la condition pour
assurer l’existence d’un condensat dans l’espèce mF = 0 s’écrit :

η = gs(nc,+1(0)− nc,−1(0)) = 0, (1.61)

ce qui n’est le cas que si mz = 0. Ainsi l’espèce mF = 0 ne condense jamais dès que
mz 6= 0 en présence d’interactions.
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Figure 1.7 – Températures critiques de condensation de gaz spinoriels en fonction
de la magnétisation mz, pour N = 3300 atomes dans un piège de fréquence ω =
2π× 1.1 kHz. T id

c désigne la température critique du gaz idéal sans degré de liberté
de spin, définie en (1.7). (a) Cas du gaz idéal : l’espèce mF = +1 condense en
premier (ligne bleue tiretée), suivie de la condensation simultanée des deux autres
(ligne bleu continue). (b) Modèle semi-idéal : l’espèce mF = +1 condense en premier
(ligne rouge) et seule l’espèce mF = −1 condense en second, à une température Tc2
(ronds bleus).

La deuxième température critique est inférieure à celle du gaz idéal à cause de
la présence du condensat dans l’espèce mF = +1. Ce décalage est d’autant plus
important que la magnétisation est élevée, car le deuxième seuil est franchi avec
un condensat de plus en plus peuplé dans mF = +1. Pour les paramètres N et ω
que nous avons choisis, ce décalage atteint environ 10 %. Nous montrons dans la
figure 1.8 les fractions condensées des deux espèces en fonction de la température du
système, pour une magnétisation mz = 0.5. Dans la figure 1.9, nous représentons les
profils de densité des différentes composantes de spin pour la même magnétisation, à
deux températures différentes : la première au dessus de Tc2, la deuxième au dessous.

Avec l’approximation semi-idéale, il est probable que la deuxième température
critique soit légèrement modifiée par rapport au modèle Hartree–Fock complet.
D’après la figure 1.9, nous constatons que la densité du condensat dans mF = +1
est beaucoup plus grande que les densités des trois nuages thermiques lorsque le
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Figure 1.8 – Fractions condensées des espèces mF = +1 et mF = −1 en fonction
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c pour la magnétisation mz = 0.5. Les lignes rouges
et bleues montrent les fractions condensées dans le cas idéal des espèces mF = +1 et
−1/0 respectivement. Les lignes tiretées rouges et bleues illustrent le cas semi-idéal
(SI) pour les mF = +1 et mF = −1.

deuxième seuil est franchi. Nous ne nous attendons donc pas à un décalage de plus
de quelques %, du même ordre de grandeur que le décalage de Tc1 dans le modèle
Hartree–Fock.

Nous concluons que la présence des interactions dépendantes du spin modifient
notablement le diagramme de phase (mz, T ). Elles sont responsables d’un décalage
important du seuil de condensation de l’espèce mF = −1 et également de l’éli-
mination d’un condensat dans la composante de spin mF = 0. Celle-ci est liée à
l’immiscibilité de cette composante de spin avec les deux autres mF = ±1.

1.4.2 Condensation en présence d’un effet Zeeman

La présence d’un champ magnétique modifie les potentiels chimiques des trois
espèces, comme nous le montrons dans les équations de Gross–Pitaevskii couplées
(1.38). Le multiplicateur de Lagrange associé à la conservation de la magnétisation
s’ajoute à l’effet Zeeman linéaire p. Dans la suite nous noterons η la somme du
multiplicateur de Lagrange et de p. Les trois potentiels chimiques valent µ±1 =
µ ± η − q et µ0 = µ, avec q > 0 l’effet Zeeman quadratique. Selon les valeurs de η
et q, nous avons deux possibilités pour la première condensation. Si η > q l’espèce
mF = +1 condense en premier, dans le cas contraire c’est l’espèce mF = 0 qui
condense en premier. Nous traitons successivement ces deux cas dans le modèle du
gaz idéal.
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Figure 1.9 – Profils de densité des nuages condensés (a,b) et thermiques (c,d) pour
deux températures : T/T id

c = 0.46 et T/T id
c = 0.25 respectivement.

Cas où l’espèce mF = +1 condense en premier

La condition de condensation pour l’espèce mF = +1 est donnée par µ+1 = 0,
c’est-à-dire µ = q − η. Les deux autres potentiels chimiques valent µ0 = q − η et
µ−1 = −2η. Il est possible de remonter à la température critique T id

c1 et à la valeur
de η par la conservation de N et Mz :



























N =
(

kBT
id
c1

~ω

)3 [

g3(1) + g3(eβ(q−η)) + g3(e−2βη)
]

Mz=
(

kBT
id
c1

~ω

)3 [

g3(1)− g3(e−2βη)
]

, β = 1
kBT

id
c1
.

(1.62)

En abaissant la température en-dessous de T id
c1 , nous atteignons la deuxième tem-

pérature critique lorsque µ0 = 0. À ce stade, q = η et µ−1 = −2q. Cela signifie qu’en
présence d’un effet Zeeman quadratique et pour un gaz parfait, l’espèce mF = −1
ne condense jamais. La deuxième température est donnée par la condition :
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N −Mz =

(

kBT
id
c2

~ω

)3
[

g3(1) + 2g3(e−2βq)
]

, β =
1
kBT id

c2

. (1.63)

Cas où l’espèce mF = 0 condense en premier

Le même raisonnement qu’au dessus mène à la condition pour la première conden-
sation T id

c1 ,



























N =
(

kBT
id
c1

~ω

)3 [

g3(eβ(η−q)) + g3(1) + g3(eβ(−η−q))
]

Mz=
(

kBT
id
c1

~ω

)3 [

g3(eβ(η−q))− g3(eβ(−η−q))
]

, β = 1
kBT

id
c1
,

(1.64)

et pour la deuxième température de condensation :

Mz =

(

kBT
id
c2

~ω

)3
[

g3(1)− g3(e−2βq)
]

, β =
1
kBT id

c2

. (1.65)

La frontière entre ces deux régimes de condensation est donné pour la magnéti-
sation limite M∗z :

M∗z
N

=
g3(1)− g3(e−2βq)
2g3(1) + g3(e−2βq)

. (1.66)

Lorsque la magnétisation du système est exactement égale à M∗z , alors les deux
espèces mF = 0 et mF = +1 condensent simultanément. Quand l’effet Zeeman
devient important devant la température du système, cette magnétisation critique
tend vers 0.5N .

Dans le chapitre 5, nous étudierons l’état du gaz spinoriel à basse température
sur une gamme de champs magnétiques de quelques centaines de mG. Avec des tem-
pératures typiques de quelques centaines de nK, nous obtenons une magnétisation
limite faible M∗z /N ≪ 1. Dans la suite, nous nous intéresserons à ce régime particu-
lier de “champs faibles” dans lequel l’espèce mF = +1 condense en premier. Nous
représentons dans la figure 1.10 les deux températures critiques T id

c1 et T id
c2 pour un

champ B = 250 mG.

En présence d’interactions et d’un champ faible

Nous avons recours au même raisonnement que dans la section 1.4.1 pour dé-
terminer les conditions de condensation des trois espèces de spin en présence d’in-
teractions. Pour un champ B = 250 mG, la première espèce qui franchit le seuil
de condensation est mF = +1 dès que mz > M∗z /N ≃ 2 × 10−3. La température
critique Tc1 dans le modèle complet Hartree–Fock est obtenue à partir d’une résolu-
tion auto-consistante du système 1.57 dans lequel nous avons ajouté l’effet Zeeman
quadratique. Nous ajoutons ces températures dans la figure 1.10.
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Pour des températures inférieurs à T id
c1 , le potentiel chimique µ vérifie :

µ = (g + gs)nc,+1(0)− η + q. (1.67)

Le deuxième seuil de condensation peut être trouvé de la même manière qu’en
l’absence de champ magnétique :










0 condense → µ =(g + gs)nc,+1(0) ou encore η = q

−1 condense → µ=(g − gs)nc,+1(0) + η + q ou encore η = gsnc,+1(0).
(1.68)

À l’aide d’une résolution numérique des deux systèmes d’équations (1.56,1.57),
nous constatons que nous avons q ≤ gsnc,+1(0) au deuxième seuil de condensation
pour les paramètres choisis, ce qui signifie que c’est l’espèce mF = −1 qui condense
en second. Les températures critiques de condensation de l’espèce mF = −1 sont
représentées dans la figure 1.10. En dessous de cette température Tc2, la condition
pour assurer l’existence d’un condensat dans l’espèce mF = 0 est obtenue à l’aide
du système (1.56) :

q = gs(
√

nc,+1(0)−
√

nc,−1(0))2. (1.69)

Dans le cas où cette condition est vérifiée, nous avons une troisième température
critique Tc3 en dessous de laquelle l’espèce mF = 0 condense. Ces températures cri-
tiques sont reportées dans la figure 1.10 (triangles verts).

D’après ces résultats, trois régimes particuliers se dessinent. Pour des magnéti-
sations inférieures à mz ≃ 0.4, l’espèce mF = +1 condense en premier, suivie d’une
condensation simultanée des espèces mF = 0,−1 car les deux températures critiques
Tc2 et Tc3 sont voisines. Sur une gamme de magnétisations comprises entre 0.4 et 0.9,
la température critique Tc3 est inférieure à Tc2, si bien que nous avons une conden-
sation successive des espèces mF = −1 et mF = 0. Au delà de mz ≃ 0.9, seules
les espèces mF = +1 et mF = −1 subsistent à basse température, car la condition
(1.69) n’est vérifiée à aucun moment au cours de l’abaissement de la température.

Aux basses températures, nous voyons apparaître deux phases distinctes : une
phase à haute magnétisation constituée uniquement d’atomes dans mF = +1,−1
et une autre à faible magnétisation dans laquelle les trois espèces coexistent. Elles
correspondent aux deux phases que nous avons décrites dans la section 1.3.3. Com-
parons notre modèle avec la magnétisation limite donnée dans l’approximation de
mode commun. Pour cela, nous évaluons la quantité Us (voir 1.45) à partir de la
fonction d’onde dans l’approximation Thomas-Fermi (voir 1.16). Nous obtenons
Us ≃ h × 64 Hz, et par conséquent une magnétisation critique d’après (1.48) et
la valeur du champ (B = 250 mG) :

mz =
√

1− (1− q/Us)2 ≃ 0.69. (1.70)

Cette valeur est plus faible que la magnétisation critique issue du résultat numé-
rique présenté sur la figure 1.10(b). Cela indique que si les condensats ont des
tailles différentes, comme il est prévu par le modèle semi-idéal, les trois compo-
santes peuvent coexister sur une gamme de magnétisation plus importante que dans
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Figure 1.10 – Températures critiques de condensation de gaz spinoriels en fonction
de la magnétisation mz, en présence d’un champ magnétique B = 250 mG. (a) Dans
le cas sans interactions, l’espèce mF = +1 condense en premier (ligne noire tiretée),
suivie de la condensation de l’espèce mF = 0 (ligne noire). (b) Dans le modèle
semi-idéal, l’espèce mF = +1 condense en premier (ligne rouge), suivie de l’espèce
mF = −1 (ronds bleus) et mF = 0 (et triangles verts). Au delà d’une magnétisation
limite, indiquée par mz,c, l’espèce mF = 0 ne condense pas.

le cas de condensats à mode unique. À partir de résolutions numériques similaires
pour des valeurs du champ magnétique B & 350 mG, nous constatons que la phase
à basse température dans laquelle l’espèce mF = 0 est absente disparaît.

Comme pour le modèle Hartree–Fock semi-idéal sans champ magnétique, la pré-
sence des interactions dépendantes du spin et d’un champ magnétique affecte no-
tablement le diagramme de phases (mz, T ) par rapport au cas du gaz idéal. En
effet, le champ magnétique favorise l’apparition de l’espèce mF = 0 au cours du
refroidissement du système. Pour le régime de “champs faibles” (βq ≪ 1) que nous
avons étudié ci-dessus, le condensat mF = 0 est énergétiquement favorable à basse
température, et apparaît en-dessous d’une magnétisation critique.

Les résultats numériques ont été obtenus avec un modèle approché du modèle
Hartree–Fock complet. L’approximation semi-idéale ne prend pas en compte l’effet
d’interactions dus aux nuages thermiques, si bien que nous nous attendons à une
diminution des trois températures critiques Tc1, Tc2, Tc3. D’après les résultats du mo-
dèle Hartree–Fock complet 1.2, nous attendons une différence d’environ 2 % pour
Tc1. Par ailleurs, lorsqu’on atteint les températures Tc2 et Tc3, les nuages thermiques
sont moins peuplés qu’à Tc1, ce qui conduit probablement à un décalage encore plus
faible. L’approximation Thomas-Fermi semble peut–être plus discutable avec les pa-
ramètres choisis, en raison du faible nombre d’atomes. Prendre en compte l’énergie
cinétique augmenterait beaucoup la complexité du traitement théorique et rallon-
gerait significativement le temps de calcul lié à la résolution numérique du système
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(1.38). Une telle résolution serait plus proche de la réalité expérimentale, mais ne
changerait probablement pas l’allure générale du diagramme de phase.

1.5 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons établi le formalisme nécessaire aux chapitres sui-
vants, en particulier les chapitre 4 et 5, dans lesquels nous discuterons de manipula-
tion du degré de liberté de spin, et de l’étude de l’état fondamental de champ moyen
dans un piège harmonique. Il nous a permis d’introduire des définitions et notations
auxquelles nous allons nous référer dans l’ensemble du manuscrit.

Dans la perspective d’étudier des gaz spinoriels, nous avons mis en évidence plu-
sieurs mécanismes caractéristiques d’un système à trois composantes de spin. La
dynamique des collisions de spin assure la conservation de la magnétisation du sys-
tème, c’est-à-dire la somme de tous les spins (mF = ±1, 0) des atomes dans le piège.
Cette conservation impose une contrainte sur l’équilibre thermodynamique vers le-
quel le système évolue. Une autre caractéristique importante du gaz spinoriel est la
miscibilité des différentes composantes de spin, qui tend à favoriser un mélange des
espèces mF = ±1 et éliminer mF = 0. Ce mécanisme entre en compétition avec le
couplage au champ magnétique via l’effet Zeeman quadratique qui favorise l’espèce
mF = 0.

Enfin, avec l’étude du diagramme de phase à température finie avec des condi-
tions similaires à celles de nos expériences, nous avons exploré les différentes transi-
tions de phase de condensation et mis en évidence l’importance des interactions de
spin et de l’effet Zeeman quadratique. Des expériences de condensation de gaz spi-
noriels ont été réalisées avec du chrome [79], et ont permis de mettre en évidence la
dépendance de la première température critique avec la magnétisation. Notons que
les atomes de chrome possèdent de fortes interactions dipolaires, négligeables pour
le sodium, qui conduisent à l’absence de conservation de la magnétisation. Il serait
intéressant de confronter les propriétés thermodynamiques des gaz spinoriels à tem-
pérature finie avec les deux types d’atomes (interactions dipolaires ou de contact),
afin de déterminer les autres températures critiques de condensation en dessous de
Tc1.





Chapitre 2

Dispositif expérimental pour la
réalisation d’un piège
magnéto-optique et le chargement
d’un piège dipolaire

L’obtention d’un gaz dégénéré spinoriel de sodium repose sur plusieurs étapes.
D’abord, les atomes sont refroidis dans un piège magnéto-optique, puis sont transfé-
rés dans un piège dipolaire optique. Ils subissent ensuite une étape de refroidissement
évaporatif dans le piège, jusqu’à atteindre le seuil de condensation de Bose–Einstein.
L’ensemble de cette procédure expérimentale est décrite dans ce chapitre ainsi que
le chapitre 3. Après une description générale de l’expérience, nous nous pencherons
dans ce chapitre sur les deux premières étapes : le refroidissement dans un piège
magnéto-optique, dont nous rappellerons les mécanismes, ainsi que le transfert des
atomes dans un piège dipolaire croisé. L’exposé donnera un aperçu des principaux
dispositifs utilisés lors ces deux étapes. Une troisième partie de ce chapitre sera
consacrée au dispositif construit pour le diagnostic des échantillons ultra-froids. Nous
nous concentrerons en particulier sur les performances de deux méthodes d’image-
rie, par absorption et par fluorescence, en vue de l’étude de condensats spinoriels
introduits dans le chapitre 1. L’étape de refroidissement évaporatif sera traitée dans
le chapitre 3.

2.1 Description générale de l’expérience

L’expérience “Micro-condensats” a été conçue pour satisfaire différentes contraintes.
La première d’entre elle est la protection contre les champs magnétiques parasites,
susceptibles de gêner la stabilité des états quantiques fortement corrélés que nous
voulons réaliser. La très grande sensibilité de ces états quantiques à la présence de
fluctuations du champ magnétique requiert la réalisation d’un système de blindage
magnétique, afin de protéger la chambre de science de l’extérieur. Le montage expé-
rimental doit par conséquent être compact, afin de tenir dans un système de blindage
d’une taille de ∼ 1 m de diamètre. Ce blindage magnétique n’est pas encore présent
sur le montage expérimental actuel.
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L’enceinte à vide est fabriquée en titane, qui est un matériau amagnétique (sa sus-
ceptibilité magnétique est très faible, de l’ordre de 109 fois inférieure à celle du fer),
pouvant par conséquent difficilement s’aimanter en présence de champs magnétiques
ambiants. L’enceinte à vide, à l’intérieur de laquelle a lieu l’expérience proprement
dite - on l’appelle aussi “chambre de science” - est usinée à partir d’un seul bloc de
titane 1. Elle est dotée d’une multitude d’accès optiques pour les différents pièges de
refroidissement. Les hublots 2 contiennent des fenêtres en silice fondue, traités anti-
reflet aux longueurs d’onde 589 nm (pour les faisceaux du piège magnéto-optique et
d’imagerie) et 1064 nm (pour les faisceaux des pièges dipolaires). Des hublots CF25
fournissent un accès optique pour les six faisceaux du piège magnéto-optique, les
faisceaux d’un laser de piégeage dipolaire, ainsi que pour l’alimentation électrique
des dispensers de sodium. Deux hublots CF63 permettent l’insertion d’un objectif
de microscope de grande ouverture numérique pour l’imagerie des échantillons ato-
miques avec une haute résolution spatiale.

Il est important de maintenir un vide poussé à l’intérieur de l’enceinte de titane.
En effet, les collisions entre les atomes des échantillons ultra-froids et ceux de la
vapeur résiduelle conduisent à des pertes d’atomes et limitent ainsi la durée de vie
des ces échantillons. Comme nous le montrons dans la figure 2.2, deux pompes sont
attachées à l’enceinte : une pompe “getter" (permettant de piéger les gaz résiduels),
fixée à une distance d’environ 20 cm de la chambre, et une pompe ionique placée
à environ 50 cm. Cette dernière est volontairement éloignée, et sera dans le futur
hors du bouclier magnétique, car elle contient un aimant permanent. La pression
résiduelle est estimée à environ 10−11 mbar [61].

2.2 Piège magnéto-optique

Le piège magnéto-optique est un technique de refroidissement atomique permet-
tant d’amener une assemblée d’atomes de quelques centaines de Kelvin à quelques
centaines de µK. Cette méthode de refroidissement s’appuie sur l’interaction réso-
nante entre un atome entouré par six faisceaux lasers, par le biais d’une force de
friction visqueuse (on parle de mélasse optique). Le caractère stochastique de cette
force est à l’origine d’un chauffage des atomes, entrant en compétition avec la fric-
tion, ce qui limite la température à laquelle peuvent être refroidis les atomes. En
plus du confinement dans l’espace des impulsions dans une mélasse, on peut ajouter
à un confinement spatial à l’aide d’un gradient de champ magnétique. La séparation
en énergie des niveaux Zeeman conduit à une force de friction résultante qui dépend
de la position des atomes, ce qui se traduit par un mécanisme de rappel linéaire
[81]. Dans la suite nous rappelons l’origine du piégeage magnéto-optique dans un
modèle simple à une dimension, puis expliquerons comment nous l’avons mis en
oeuvre expérimentalement.

1. UK AEA Special Techniques, Oxfordshire, UK.
2. MPF Products Inc., Gray Court, USA.
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2.2.1 Rappel sur l’interaction résonante atome-photon dans
une mélasse optique à une dimension

Pour comprendre l’origine de la force de friction visqueuse ressentie par un
atome en mouvement dans un champ lumineux, nous examinons un modèle clas-
sique simple. Nous considérons un atome à deux niveaux |f〉 et |e〉, respectivement
fondamental et excité, séparés par une énergie ~ω0, se déplaçant avec une vitesse v
dans un champ laser de fréquence ωL. Ce dernier est constitué de deux lasers contra-
propageants de vecteurs d’ondes kL et −kL (|kL| = 2πc/ωL), et de même intensité
I. Ce modèle uni-dimensionnel est décrit en détail dans [82].

L’interaction de l’atome avec les photons du premier faisceau, de vecteur d’onde
kL, dépend de sa vitesse, par le biais du désaccord en fréquence de la transition
atomique par rapport au laser. Par effet Doppler, celui-ci est modifié d’une quantité
−kL.v par rapport au désaccord d’un atome immobile δ = ωL − ω0. Le taux de
diffusion de photons du premier faisceau laser s’écrit :

Γdiff(kL) =
Γ
2

s0

1 + 4
(

δ−kL.v
Γ

)2
+ s0
. (2.1)

Dans cette relation, Γ désigne la largeur naturelle de la transition |f〉 → |e〉, s0
désigne le paramètre de saturation à désaccord nul associé à la transition |f〉 → |e〉 :
s0 = I/Isat. Isat est l’intensité de saturation :

Isat =
~Γω3

0

12πc2
. (2.2)

Le laser est désaccordé vers le rouge, c’est-à-dire δ = ωL − ω0 < 0. D’après
l’équation (2.1), nous voyons que l’atome diffuse préférentiellement les photons qui
se propagent dans le sens opposé à sa vitesse. Pendant le processus de diffusion, un
transfert d’impulsion du photon à l’atome a lieu : en absorbant un photon, l’atome
gagne une impulsion ~kL, et perd la quantité ~kL dans une direction aléatoire de
l’espace en se désexcitant par émission spontanée. Sur un grand nombre de cycles ab-
sorption/émission spontanée, la moyenne des contributions au bilan d’impulsion des
photons émis spontanément est nulle. En moyenne sur un cycle absorption/émission
spontanée, le changement de vitesse (recul) élémentaire de l’atome correspond à
vrec = ~kL/m = 2.8 cm.s−1.

Sous l’hypothèse de faible saturation (s0 ≪ 1), on peut ajouter indépendamment
les forces de pression de radiation exercées par les deux lasers sur l’atome :

F = ~kL [Γdiff(kL)− Γdiff(−kL)] . (2.3)

Cette résultante est la force moyenne ressentie par l’atome pendant sa diffusion d’un
photon de chaque laser, d’impulsions ~kL et −~kL. Pour s0 ≪ 1 et |v| ≪ |δ|/kL, il
est possible de développer cette relation autour de v = 0, ce qui résulte en une force
linéaire en v :

F =
4~kLs0

(

1 + s0 + 4 δ
2

Γ2

)2

2δ
Γ
v = −αv, (2.4)
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avec un coefficient de friction α > 0, c’est-à-dire une force de friction visqueuse.
Cette force est responsable d’une dissipation de l’énergie moyenne de l’atome, et
donc de son refroidissement. Le calcul de la force F dans ce raisonnement semi-
classique n’est valable que si la condition dite “de raie large” est valide. Cette condi-
tion stipule que le déplacement en fréquence des atomes dû à un événement de recul
est faible devant la largeur naturelle : kLvrec ≪ Γ. Pour le sodium, d’après [83], on
a kLvrec ≃ 3×105 s−1 contre Γ = 6.2×107 s−1, cette condition est donc bien vérifiée.

Le caractère stochastique des échanges d’impulsions résulte en une marche aléa-
toire des atomes dans le champ laser. Ce mécanisme est à l’origine d’une dif-
fusion en impulsion des atomes, et donc un chauffage qui entre en compétition
avec le refroidissement dû à la friction. Il existe une température minimale à la-
quelle peuvent être refroidis les atomes, appelée la température Doppler. Elle vaut
TDoppler = ~Γ/2kB ≃ 225 µK pour le sodium. Néanmoins, des mécanismes de refroi-
dissement sub-Doppler peuvent mener à des températures plus faibles [84].

2.2.2 Force de rappel par effet Zeeman

À cause de leurs trajectoires de marche aléatoire dans l’espace réel, les atomes
s’échappent de la zone d’interaction avec le champ lumineux au bout d’un certain
temps. Pour les piéger réellement, il est dès lors nécessaire d’ajouter à la force de
friction visqueuse une force de rappel linéaire capable de confiner les atomes spa-
tialement. Dans un gradient de champ magnétique, l’effet Zeeman désaccorde les
transitions d’absorption des différents sous-niveaux Zeeman des états hyperfins de
façon inhomogène. Cela introduit dans la force résultante F un terme proportionnel
à la position spatiale r. Les atomes subissent une force de rappel proportionnelle à
r, qui les ramène au centre du piège, et assure leur confinement spatial.

2.2.3 Généralisation à trois dimensions et un atome à plu-
sieurs niveaux

Le modèle de piégeage décrit ci-dessus se généralise à trois dimensions. Le piège
magnéto-optique (PMO) est construit à partir de la superposition de trois paires de
faisceaux contrapropageants dans les trois directions de l’espace [85], et d’une paire
de bobines d’axe y réalisant un champ quadrupolaire autour du croisement des six
faisceaux. Ce champ s’écrit de la manière suivante :

B(x, y, z) =
b′x

2
ex − b′yey +

b′z

2
ez. (2.5)

Le mécanisme de refroidissement à trois dimensions est beaucoup plus complexe
que le modèle précédent, en particulier à cause des effets d’interférence des faisceaux
au croisement, et des différents états de polarisation du champ. Par ailleurs, le mo-
dèle à deux niveaux décrivant la transition optique entre les niveaux fondamental S
(moment cinétique orbital l = 0) et excité P (l = 1) est trop simpliste pour décrire
le fonctionnement d’un piège magnéto-optique pour des atomes de sodium. Nous
représentons dans la figure 2.1 les niveaux hyperfins associés à la raie D2 du sodium.
Pour le sodium, nous utilisons la transition |32S1/2, F = 2〉 → |32P3/2, F = 3〉, qu’on
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note en abrégé |F = 2〉 → |F ′ = 3〉, comme transition de refroidissement pour le
PMO. Les atomes dans le niveau excité peuvent se désexciter par émission spon-
tanée dans les deux niveaux |F = 2〉 et |F = 1〉. Puisque ces derniers se trouvent
hors résonance par rapport au laser de refroidissement, nous superposons à ce laser
un autre laser accordé sur la transition |F = 1〉 → |F ′ = 2〉, décalé de ≃ 1.7 GHz,
servant à ramener les atomes vers la transition |F = 2〉 → |F ′ = 3〉. Ce dernier est
appelé “repompeur”.
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Figure 2.1 – Niveaux hyperfins de la raie D2 du sodium, et transitions (flèches
ondulées) utilisées lors du refroidissement laser. Le laser principal est désaccordé de
δ = −20 MHz.

2.2.4 Réalisation expérimentale d’un piège magnéto-optique
de sodium

Dans notre expérience, le PMO est réalisé à partir de six faisceaux collimatés
à un waist de 11 mm, avec une puissance P = 1.8 mW par faisceau et un désac-
cord δ = −20 MHz pour le laser de refroidissement, et P = 450 µW et désaccord
nul pour le laser “repompeur”. Comme nous le voyons dans la figure 2.2, une des
paires de faisceaux se propage selon la direction y, les deux autres se propagent dans
deux directions orthogonales dans le plan x− z. Le gradient de champ magnétique
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est pour sa part créé à l’aide de deux bobines d’axe y, avec b′ = 12 G.cm−1 (voir
équation (2.5)) pour un courant I = 100 A traversant les bobines. L’utilisation de
forts courants nécessite un refroidissement à eau. L’ensemble du système à vide et
du PMO repose sur un ensemble de plateaux optiques horizontaux et verticaux à
plusieurs étages.

Enceinte en

Titane

Pompe getterPompe ionique

x

y

z
Faisceaux du

PMO

bobines du

PMO

Figure 2.2 – Image réalisée à partir du logiciel CATIA des principaux éléments du
PMO et du système à vide.

2.2.5 Laser de refroidissement

Nous décrivons maintenant la réalisation du système laser nécessaire au piégeage
magnéto-optique. Celui-ci a fait l’objet d’une partie importante de la thèse d’Em-
manuel Mimoun [58], ainsi que de deux articles publiés par l’équipe [59, 60]. Nous
donnons uniquement les propriétés principales de ce système, sans rentrer dans les
détails techniques.
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Somme de fréquence dans un cristal non-linéaire

La génération de photons de longueur d’onde λ0 = 589 nm est effectuée par la
somme de fréquences dans un cristal non-linéaire de photons de longueurs d’ondes
λ1 = 1064 nm et λ2 = 1319 nm : c/λ0 = c/λ1 + c/λ2. Les photons infrarouges pro-
viennent de deux laser monolithiques YAG 3, avec des puissances de sortie P1064 =
1.2 W et P1319 = 0.5 W. Ces deux lasers sont combinés dans un cristal de ppKTP
(KTP périodiquement polarisé) à l’intérieur d’une cavité résonante aux deux lon-
gueurs d’ondes λ1 et λ2. Celle-ci augmente la puissance intra-cavité infrarouge, ce
qui permet d’augmenter l’efficacité de conversion non-linéaire : au total jusqu’à 90%
des photons λ2 = 1319 nm sont convertis en photons visibles [59, 60]. A la sortie de
la cavité, la puissance disponible à λ0 = 589 nm est P589 ≃ 600 mW. Par ailleurs, le
mode de sortie est très proche du mode gaussien (M2 . 1.02), ce qui permet de le
coupler dans une fibre avec une haute efficacité.

Préparation des lasers de refroidissement, de repompage, de sonde

A la sortie de la cavité, le faisceau est scindé en deux, comme nous le dessinons
schématiquement sur la figure 2.3. Une partie génère le faisceau principal du PMO
et est accordé sur le rouge de la transition (δ = −20 MHz) par transmission en
double-passage dans un modulateur acousto-optique (MAO) 4. Cette méthode en-
traîne une perte due à l’efficacité de diffraction limitée d’un MAO (∼ 80% en simple
passage), au total ∼ 60%. L’autre partie génère le laser “repompeur” qui est décalé
de 1.7 GHz à l’aide d’un MAO à plus haute fréquence de modulation 5, avec une ef-
ficacité notablement plus faible (∼ 15%). Par ailleurs, nous utilisons la fuite derrière
l’un des miroirs de la cavité pour former deux lasers sondes utilisés dans l’imagerie
par absorption (voir section 2.4.3). Un dernier faisceau est utilisé pour verrouiller la
fréquence du laser sur la transition de refroidissement. Cette partie du montage re-
pose sur un système de spectroscopie à transfert de modulation avec un verrouillage
sur une raie de la molécule d’iode, qui présente une raie située à 467 MHz de la
transition. L’avantage de la cellule d’iode est qu’elle peut être utilisée à température
ambiante, contrairement à une cellule de Na qui doit être chauffée à environ 130 ◦C.

Une fois les faisceaux de refroidissement et de repompage préparés, ils sont trans-
portés via des fibres optiques vers un répartisseur fibré 6, qui recombine les deux
lasers en un seul faisceau, lui-même séparé en six faisceaux identiques. Les lasers de
sonde sont également transportés via des fibres optiques vers la chambre de science.
L’ensemble du montage laser décrit dans cette section se trouve sur une table op-
tique séparée de celle sur laquelle a lieu l’expérience avec les atomes. Ainsi nous
découplons mécaniquement les deux parties de l’expérience, et parvenons à proté-
ger la chambre de science de toute lumière parasite provenant des lasers du PMO
pendant les séquences expérimentales.

3. Innolight GmbH, Allemagne.
4. Crystal Technology, USA.
5. Brimrose Corporation, USA.
6. SUK, Hambourg, Allemagne.
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La puissance RF qui contrôle la diffraction d’un faisceau par un MAO peut être
atténuée fortement en quelques µs. Cela permet de couper rapidement le faisceau
au niveau de la chambre de science. Nous ajoutons sur le trajet de chacun des lasers
décrits au dessus un obturateur mécanique (représenté par une ligne tiretée bleue
dans la figure 2.3). En effet, les MAO doivent rester allumés la plus grande partie des
séquences expérimentales pour les empêcher de refroidir et de perdre en efficacité
de diffraction lorsqu’ils sont rallumés. Les obturateurs permettent de continuer à
bloquer les faisceaux alors que les MAO sont allumés.
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Figure 2.3 – Schéma de principe des lasers de refroidissement et de repompage.
Les rectangles grisés représentent les miroirs. Dans ce schéma nous avons omis les
lames d’onde permettant de modifier la polarisation du laser avant un passage à
travers un polariseur. La photographie du répartisseur fibré est tirée du site internet
du fabriquant [www.sukhamburg.com].

2.2.6 Chargement à l’aide de la désorption assistée par la
lumière

La plupart des expériences d’atomes froids manipulant le sodium 7 chargent un
piège magnéto-optique avec des atomes provenant de ralentisseurs Zeeman [86].

7. Par exemple les groupes de C.Raman à Atlanta, USA ; P.D.Lett au NIST Maryland, USA ;
W.Ketterle au MIT, USA ; P.Van Der Straten à Urtrecht, Pays-bas (liste non-exhaustive).
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Cette technique mène à des PMO contenant des nombres d’atomes élevés, de l’ordre
de 1010, donc a priori favorables. Néanmoins, les champs magnétiques élevés créés
par un ralentisseur Zeeman sont incompatibles avec un blindage magnétique. Nous
avons opté pour un autre type de source atomique. Les atomes de sodium pro-
viennent de dispensers 8 chauffés par un courant électrique. Dans ces dispensers, une
réaction de réduction d’un oxide de sodium est activée grâce à la chaleur dégagée
par la traversée d’un courant. À cause de la faible pression de vapeur saturante
de sodium, ces atomes se collent sur les parois de l’enceinte, restaurant ainsi des
conditions d’ultravide une fois les dispensers éteints. La restauration du vide ini-
tial nécessite quelques secondes, pendant lesquelles les atomes piégés subissent des
collisions avec les atomes “chauds” de la vapeur résiduelle. Ce facteur de pertes est
rédhibitoire pour la suite de la séquence expérimentale, et il faut par conséquent
s’en affranchir.

Une méthode alternative consiste à provoquer la désorption des atomes adsorbés
sur les parois de la chambre en les éclairant avec de la lumière ultraviolette. Nous
utilisons des diodes électroluminescentes (DELs) de puissance émettant à 370 nm 9.
Avec cette désorption induite par la lumière (en anglais LIAD : “Light-Induced Ato-
mic Desorption”) que notre équipe a étudiée en détail dans [61], la pression partielle
de sodium augmente fortement dans la chambre, ce qui rend possible le chargement
d’un PMO comportant autant d’atomes qu’en utilisant les dispensers. L’avantage
de cette méthode réside dans le contrôle quasi-instantané de la pression de sodium
dans la chambre, qui chute en moins de 100 ms aussitôt ces DELs éteintes.

Dans l’article [61], l’équipe a étudié la dépendance du taux de chargement ainsi
que du nombre d’atomes chargés dans le PMO en fonction du courant traversant les
DELs. Avec les paramètres du PMO (donnés dans la section 2.2.4) et deux DELs
parcourues par chacune par un courant IDEL = 0.7 A, nous chargeons un PMO
de 2 × 107 atomes à une température ∼ 200 µK, avec une constante de temps
de ∼ 6 sec. Une partie de l’article a consisté dans l’étude du retour à la pression
résiduelle dans la chambre après extinction de la lumière de désorption. Comme
cette partie de notre dispositif expérimental a déjà fait l’objet d’une description
détaillée dans le manuscrit de thèse d’Emmanuel Mimoun [58], nous donnerons à
titre d’illustration seulement la courbe caractéristique du chargement du PMO en
figure 2.4(a). Sur cette courbe, nous représentons les résultats de deux expériences :
entre t = 0 s et t = 12 s, nous chargeons le PMO à partir de la pression correspondant
à IDEL = 0.7 A, pour t > 12 s, nous éteignons les DELs mais gardons les faisceaux
laser et le champ magnétique allumés. La différence entre la durée de chargement
(τ = 6 s) et la durée de vie du PMO après extinction des DELs (τ = 27 s) marque
le changement de pression de sodium dans la chambre entre les deux parties de
l’expériences. Dans la figure 2.4(b), nous montrons le montage d’une paire de DELs
sur un hublot de notre chambre. Peu après la publication de notre article traitant
de la LIAD, une autre équipe travaillant avec du sodium dans une expérience en
cellule de Pyrex a trouvé des résultats similaires aux nôtres [87].

8. Alvatec GmbH, Althofen, Autriche.
9. Nichia Corporation, Tokyo, Japon.
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Figure 2.4 – (a) Chargement et durée de vie du PMO avec un courant de IDEL =
0.7 A par DEL. (b) Montage d’une paire de DELs sur la chambre. Pendant les
séquences expérimentales, elle est en contact avec le hublot, ce qui n’est pas le cas
ici. Nous l’avons montée sur un dissipateur thermique.

La désorption assistée par la lumière représente une méthode efficace pour char-
ger des pièges magnéto-optiques, mais elle dépend fortement des propriétés des sur-
faces de la cellule, de sa géométrie, ainsi que des performances des pompes à vide.
En étudiant la littérature [87, 88, 89, 90], nous remarquons que seules les expériences
utilisant des surfaces à base de silice ont pu parvenir à une désorption efficace. Dans
notre dispositif expérimental, ce sont les deux brides rentrantes avec des hublots de
5 cm de diamètre chacun qui semblent être les principales surfaces participant à la
désorption.

2.3 Chargement d’un piège dipolaire croisé à par-
tir du piège magnéto-optique

Les densités atomiques et températures atteintes dans un PMO ne permettent
pas d’aboutir à la dégénérescence quantique, c’est-à-dire un point où la densité dans
l’espace des phases D (voir equation (1.9)) devient de l’ordre de l’unité. Dans un
PMO, D est plutôt de l’ordre de 10−6 − 10−5. Néanmoins, d’autre méthodes ex-
périmentales existent pour piéger des atomes en s’affranchissant des mécanismes de
chauffage du PMO. L’une d’entre elle consiste à tirer partie de l’interaction dipolaire
d’un atome avec un champ électromagnétique très désaccordé par rapport aux tran-
sitions d’absorption. Lorsque le couplage dipolaire est suffisamment fort, l’atome
ressent une force dérivant d’un potentiel capable de le confiner spatialement : on
parle alors de piégeage dipolaire. Depuis 1980, des expériences de piégeage d’atomes
neutres ont été réalisées en utilisant cette interaction [91, 92]. Avec des lasers com-
merciaux, offrant des puissances de l’ordre de quelques dizaines de W, que l’on
focalise à des tailles de quelques dizaines de microns, les profondeurs typiques des
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potentiels dipolaires qu’il est possible de réaliser sont de l’ordre de ∼ kB × 1 mK.
Le confinement d’atomes dans un piège dipolaire n’est possible qu’avec des atomes
pré-refroidis dans un PMO, pour que l’énergie par atome soit inférieure au poten-
tiel dipolaire. Les atomes peuvent également être confinés à l’aide d’un gradient de
champ magnétique [93], via le couplage avec leur moment magnétique. Cependant,
deux états de spins opposés ne pouvant pas être piégées simultanément dans de tels
pièges, cette solution n’a pas été envisagée dans notre expérience.

Dans cette partie, nous donnerons d’abord l’expression de l’interaction dipolaire
entre un atome de sodium et un laser hors-résonant focalisé, en introduisant la notion
de déplacement lumineux et en montrant la modification de ces déplacements avec
l’état hyperfin et magnétique de l’atome. Puis nous en viendrons à la description du
montage expérimental et enfin l’optimisation du transfert des atomes du PMO vers
le piège dipolaire.

2.3.1 Rappel sur le piégeage dipolaire

Interaction entre un atome à deux niveaux et un champ lumineux non-
résonant

En présence d’un champ laser E(r) = E0(r)e−iωLt + c.c. d’amplitude E0(r) =
E0(r)eq, de fréquence ωL et polarisé selon eq, l’atome acquiert un moment électrique
induit D, proportionnel à E. Si l’on assimile l’atome à un système quantique à deux
niveaux avec une transition d’énergie ~ω0, le niveau |f〉 (fondamental) correspondant
à 32S1/2, et |e〉 (excité) correspondant à 32P3/2, le potentiel d’interaction du dipôle
induit avec le champ laser prend la forme suivante [94] :

U(r) =
3πc2

2ω3
0

(

Γ
ωL − ω0

− Γ
ωL + ω0

)

I(r), (2.6)

avec I(r) = ǫ0c|E0(r)|2 l’intensité du faisceau laser, ǫ0 la permittivité diélectrique
du vide, et Γ le taux de désexcitation de |e〉 à |f〉. La force dipolaire qui dérive du
potentiel U(r) : F dip = −∇U(r) a un caractère attractif ou répulsif qui dépend du
signe du désaccord ∆ :
• si ∆ > 0 (décalage vers le bleu) le piège est répulsif : les atomes sont piégés

aux minima d’intensité,
• si ∆ < 0 (décalage vers le rouge) le piège est attractif : les atomes sont piégés

aux maxima d’intensité.

Emission spontanée résiduelle

Dans le couplage non-résonant d’un atome avec le champ E, il demeure possible
pour l’atome d’absorber et d’émettre un photon de fréquence ωL. C’est un élément
crucial à prendre en compte dans une expérience. En effet, après diffusion élastique
d’un photon, on dépose typiquement une énergie de recul par atome dans le sys-
tème Erec = ~

2k2
L/2m, à l’origine du chauffage du nuage piégé. Le taux d’émission
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spontanée Γsp résiduelle s’exprime de la manière suivante [94] :

Γsp =
Γ

~∆
U(r). (2.7)

Ainsi, si l’expression 2.6 suggère de choisir des désaccords ∆ faibles pour augmenter
la profondeur du piège (U ∝ I/∆ dans la limite ∆≪ ω0), il est important de prendre
en compte le taux de chauffage résiduel intrinsèque au piégeage Q̇ = ErecΓsp ∝ I/∆2

et par conséquent ne pas choisir ∆ trop faible.

Déplacements lumineux des états hyperfins

La présence d’un potentiel dipolaire s’interprète également comme un déplace-
ment des niveaux |f〉 et |e〉 de l’atome - ou effet Stark dynamique. En effet, si l’on
adopte le point de vue des états habillés [95], la modification d’énergie ∆E du mode
fondamental dans le système {atome + photons laser} correspond à U(r). Lorsque
l’on prend en compte l’ensemble des niveaux hyperfins du sodium et des différents
états de polarisations du champ E, le déplacement d’un niveau i s’écrit :

∆Ei =
|E0|2

~

∑

j

|〈i|D̂q|j〉|2
(

1
ωL − ωij

− 1
ωL + ωij

)

. (2.8)

Dans cette relation, nous avons défini D̂q la composante selon eq de l’opérateur
dipôle, i et j sont les sous-niveaux Zeeman des niveaux hyperfins décrits à l’aide des
nombres quantiques J (moment cinétique orbital), F (moment cinétique total) etM
(nombre quantique magnétique), q est lié à la polarisation de la lumière : q = 0 pour
une polarisation linéaire, q = ±1 pour une polarisation circulaire σ±. ωij désigne la
fréquence de transition entre les états i et j. D’après le théorème de Wigner–Eckart,
l’élément de matrice 〈i|D̂q|j〉 s’écrit :

〈i|D̂q|j〉 = 〈Ji, Fi,Mi|D̂q|Jj, Fj ,Mj〉

=

∣

∣

∣

∣

∣

(

Jj 1 Ji
−Mj q Mi

)∣

∣

∣

∣

∣

× 〈Ji, Fi||D̂||Jj, Fj〉. (2.9)

Le premier facteur du produit est un coefficient “Wigner-3j” [96] relié au coefficient
de Clebsch-Gordan 〈Jj,Mj ||1, q; Ji,Mi〉 et le deuxième donne l’élément de matrice
du dipôle pour la transition considérée. On peut déduire ce dernier du taux de
désexcitation Γji de j vers i

Γji =
ω3
ij

3π~ǫ0c3
1

2Jj + 1
|〈Jj|D̂q|Ji〉|2, (2.10)

et à l’aide de l’algèbre du moment cinétique avec le coefficient “Wigner-6j”

{

Jj 1 Ji
−Mj q Mi

}

.

Au final, l’équation (2.8) s’exprime [97] :

∆Ei =
3πc2

2
I(r)

∑

j

(

Γji
ωL − ωij

− Γji
ωL + ωij

)

(2.11)

×(2Jj + 1)(2Fj + 1)(2Fi + 1)

×
∣

∣

∣

∣

∣

{

Jj 1 Ji
−Mj q Mi
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∣

∣

∣

∣

2

×
∣

∣

∣

∣

∣
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)∣

∣

∣

∣

∣

2

.
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Cette expression nous indique que les transitions qu’effectuent les atomes à l’intérieur
du PMO se trouvent désaccordées par la présence du piège dipolaire, à la fois dans
le niveau fondamental et dans le niveau excité. Par conséquent, le refroidissement
des atomes et leur repompage sont affectés par ce potentiel dans les zones de forte
intensité. Dans la section 2.3.3, nous donnerons une application numérique dans un
modèle simple de ces déplacements, que nous pensons être à l’origine d’une intensité
optimale Iopt pour le chargement dans notre géométrie de piégeage. Avant cela,
nous nous intéresserons au facteur I(r) dans la relation ci-dessus, en décrivant la
géométrie de notre piège dipolaire.

2.3.2 Montage expérimental du piège dipolaire croisé

Le piège dipolaire résulte de la combination de deux faisceaux gaussiens, formant
un piège dipolaire croisé (PDC) dans le plan horizontal x− y. Le faisceau provient
d’un laser de puissance 40 W fibré 10 à une longueur d’onde λL = 1070 nm, et il est
replié sur lui-même avec un angle de θ ≃ 45◦. À leur point de croisement, les deux
bras sont focalisés à un waist wPDC = 42 ± 1 µm. Entre les deux bras est placée
une lame d’onde λ/2, servant à tourner la polarisation de π/2 entre les deux bras et
minimiser ainsi leurs interférences.

bloqueur

f = 125 mm

f = 200 mm

w

x

z

y

f = 125 mm

λ/2

chambre de science

Coupe G-G

u
v

Figure 2.5 – Vue de haut du trajet du piège dipolaire dans la chambre de science.

10. IPG Photonics, Oxford, USA.
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Potentiel crée au niveau des atomes

L’intensité crée au niveau des atomes peut être exprimée comme la somme des
intensités des deux bras étant donné qu’ils n’interfèrent pas. Nous donnons ci-dessous
l’expression du potentiel du PDC, dont le premier bras est aligné selon l’axe x et le
deuxième selon v, axe tourné de θ = 45◦ par rapport à y :

VPDC(x, y, z) = −V
0

PDC

2

[

e−2(y2+z2)/w(x)2

(w(x)/wPDC)2 +
e−2(u2+z2)/w(v)2

(w(v)/wPDC)2

]

, (2.12)

oùw(x) = wPDC

√

1 + x2/x2
R et xR la distance de Rayleigh associée xR = πw2

PDC/λL ≃
5.2 mm. Nous avons aussi introduit les coordonnées dans le repère tourné de θ :
(u, v) = (x cos(θ) + y sin(θ),−x sin(θ) + y cos(θ)). Pour l’un des bras de ce piège,
la profondeur est V 0

PDC/2, celle-ci est reliée à l’intensité au centre d’un faisceau I0
grâce à la relation (2.6) :

V 0
PDC/2 =

3πc2

2ω3
0

(

Γ
ωL − ω0

− Γ
ωL + ω0

)

I0 (2.13)

où I0 = 2P0

πw2
PDC

est l’intensité au centre du laser et P0 sa puissance. Ce piège présente
une structure géométrique constituée de deux parties très différentes : une partie
centrale (x, y, z . wPDC) avec une géométrie proche de celle d’un piège isotrope à
3D, et deux bras anisotropes, très confinants dans les directions transverses et peu
confinants sur leurs axes propres respectifs. Nous représentons dans la figure 2.6 le
potentiel tronqué à trois énergies ǫ = V 0

PDC/4, ǫ = V 0
PDC/2 et ǫ = V 0

PDC × 3/4. Il
apparaît clairement qu’un atome d’énergie inférieure à ǫ = V 0

PDC/2 n’explore que la
partie centrale du piège, tandis qu’un atome d’énergie supérieure peut explorer les
parties allongées des bras.
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Figure 2.6 – Potentiel crée par le piège dipolaire croisé dans le plan z = 0, tronqué
à trois énergies ǫ = V 0

PDC/4 (a), ǫ = V 0
PDC/2 (b) et ǫ = V 0

PDC × 3/4 (c).
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Lorsqu’un atome explore le fond de la région centrale du potentiel, le puits de
potentiel peut être approché par un potentiel harmonique à 3D, avec trois fréquences
de piégeage ωx, ωy et ωz que l’on peut extraire à partir d’un développement limité
de l’équation (2.12) :



















































ωx=
√

2V 0
PDC
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mw2
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ωy=
√

2V 0
PDC

sin2 θ

mw2
PDC

ωz=
√

4V 0
PDC

mw2
PDC
.

(2.14)

Dans le tableau 3.2, nous donnons les quantités présentées ci-dessus sous forme
de tableau, correspondant à une puissance PPDC ≃ 36 W :

wPDC (µm) (ωx, ωy, ωz)/2π (kHz) V 0
PDC/kB (mK) Γsp(0) (s−1)

PDC 42 (2.5, 4.5, 5.1) 1.2 9

Table 2.1 – Caractéristiques du piège dipolaire croisé pour PPDC ≃ 36 W. Le taux
d’émission spontanée est donné au centre du piège.

Asservissement en intensité

Dans une séquence expérimentale, nous devons être capable de contrôler la puis-
sance laser des faisceaux de piégeage, et également de la moduler au cours du temps,
par exemple pendant le refroidissement évaporatif (chapitre 3). C’est pourquoi nous
avons besoin d’un contrôle sur l’intensité du laser. Nous disposons pour cela à la fois
d’une lame d’onde rotative λ/2 montée sur un moteur à courant continu 11 suivie
d’un polariseur Glan-Taylor 12, ainsi que d’une entrée de contrôle analogique sur le
courant dans les diodes de pompe du laser. Ces deux modes de modulation fonc-
tionnent chacun avec un propre système d’asservissement. L’ensemble du montage
optique et des circuits de contrôle électronique est schématisé sur la figure 2.7.

La lame motorisée placée devant le polarizeur permet de moduler la puissance
du laser entre deux valeurs, Pmax et Pmin, avec un contraste (Pmax − Pmin)/(Pmax +
Pmin) ≃ 99.5 %, ce qui correspond à une extinction Pmin/Pmax de 0.5 %. Le premier
mode d’asservissement fonctionne à partir de la rétroaction sur la vitesse du moteur.
Nous mesurons le signal d’une photodiode Vsignal placée dans le trajet d’un faisceau
provenant d’une fuite derrière l’un des miroirs, dont la puissance est proportionnelle
à celle du laser après le polariseur. Un signal d’erreur est dérivé de Vsignal en lui
retranchant la valeur de consigne Vconsigne : Verr = Vsignal − Vconsigne. Ce dernier est
envoyé dans un contrôleur 13 capable de faire tourner le moteur à une vitesse de
rotation proportionnelle à Verr, en lui envoyant un courant ic. Le moteur fonctionne

11. OWIS GmbH, Allemagne.
12. Thorlabs, USA.
13. Maxon Motors, Suisse.
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alors comme un circuit intégrateur, car il tourne tant que sa position ne réalise pas la
condition Verr = 0. Cette boucle d’asservissement a une bande passante de ∼ 10 Hz,
et peut être utilisée pour des mouvements lents devant les fréquences de piégeage.

Etant donnée la faible bande passante de cet asservissement, nous superposons à
cette première boucle une deuxième boucle agissant directement sur le courant dans
les diodes de pompe du laser ipompe. Ce contrôle est effectué via un boîtier électro-
nique contenant un circuit proportionnel/intégrateur (PI), avec une bande passante
de 50 kHz. La valeur de ipompe est proportionnelle à la valeur de la tension Vpompe

en sortie du boîtier. Nous utilisons pour ce circuit le même signal d’erreur que pour
le contrôle de la lame. Lorsque ce contrôle est actif, il permet de diminuer le bruit
en intensité du laser, qui peut être à l’origine d’un chauffage des atomes piégés [98],
en plus du chauffage intrinsèque des atomes piéges par émission spontanée (section
2.3.1). Le courant maximal ipompe est obtenu pour Vpompe = 10 V. Le contrôle en
courant est limité à une valeur minimale d’environ Pmax/50 pour Vpompe = 0.2 V, ce
qui empêche d’utiliser cette boucle pour asservir à des valeurs inférieures. Pour ces
faibles puissances, nous utilisons la rotation de la lame.

Par ailleurs, nous avons constaté un important bruit en intensité lorsque Vpompe

est trop faible. En boucle ouverte nous avons mesuré pour différentes valeurs de
Vpompe, les fluctuations relatives de puissance [98] : ǫ0 = 〈(P (t) − P0)/P0〉 où P0

est la puissance moyenne. Cette quantité est reliée à la densité spectrale de bruit
Sb

14. Nous représentons dans la figure 2.2(a) plusieurs spectres de bruit Sb mesurés
à différentes valeurs de Vpompe. Nous constatons que les fluctuations relatives sont
d’autant plus importantes que Vpompe est faible. C’est pourquoi nous avons choisi
de n’utiliser le laser qu’à haute puissance, et d’insérer entre la sortie du boîtier de
contrôle PI et l’entrée analogique un circuit, représenté dans la figure 2.2(b), per-
mettant de bloquer la tension de contrôle Vpompe au dessus d’un seuil V seuil

pompe.

Le fonctionnement du circuit est basé sur deux diodes, de seuil en tension VS,
montées tête-bêche au bornes d’un circuit inverseur, qui limitent la tension à ses
bornes à l’intervalle [−VS,VS]. Vpompe est donné par :

Vpompe =
R2

R1
V CPI +

(

1 +
R2

R1

)

Vref , (2.15)

où V CPI désigne la tension VPI bornée à l’intervalle [−VS,VS]. En choisissant les ré-
sistances R1 = 10 kΩ et R2 = 12 kΩ, et les tensions Vref = 3.2 V et VS = 2.4 V,
on peut borner Vpompe à l’intervalle [4.2 V,10 V] d’après l’équation (2.15). Dans les
régimes de basses puissances, c’est par conséquent la modulation de la puissance
par le système {lame rotative+polariseur} qui sera mis à contribution, alors qu’à
haute puissance, le contrôle du courant des diodes de pompe sert à la fois pour des
modulations rapides (& 10 Hz), et des corrections du bruit en puissance. Ce double-
asservissement est adapté pour nos rampes de puissance pendant les séquences de
refroidissement évaporatif (voir chapitre 3).

14. La relation sera explicitée dans la section 3.5.1 au chapitre 3.
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Figure 2.7 – Schéma du montage optique, avec en trait plein rouge le trajet du
faisceau laser depuis la sortie du collimateur, et du contrôle en puissance, avec en
traits bleus les principaux signaux électroniques. La lame d’onde λ/4 sert à corriger
l’ellipticité de la polarisation en sortie de fibre. L’ensemble du montage optique
est monté sur un plateau entouré d’une paroi en aluminium anodisé qui rempli un
double rôle : la protection des éléments optiques des mouvements d’air, poussières,
variations de température, mais aussi la protection du reste de l’expérience de la
lumière infrarouge diffusée dans le montage. Le télescope placé avant la sortie de
ce boîtier de protection permet de modifier la taille du faisceau collimaté de w ≃
1.9 mm à w ≃ 1.6 mm, qui donne wPDC ≃ 36 µm et wPDC ≃ 42µm respectivement
après focalisation.

En plus de l’entrée analogique dans le boîtier de contrôle du laser de puissance,
une entrée digitale existe, destinée à éteindre le faisceau et donc le potentiel de
piégeage sur les atomes. Nous avons mesuré une extinction de plus de 90 % en
moins de τexc = 10 µs, comparable à celle d’un modulateur acousto-optique. Nous
montrons dans la figure 2.8(a) une courbe d’extinction. Pour l’expansion du nuage
après coupure du piège, tout se passe comme si le piège se coupe instantanément. En
effet, pour la puissance maximale atteinte dans le PDC, nous avons ωz = 2π×5.1 kHz
(voir tableau 3.2), ce qui correspond à ωzτexc ≃ .3 ≤ 1.
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Figure 2.8 – (a) Courbe d’extinction PDC après avoir éteint le courant dans les
diodes de pompe. (b) Mode en sortie prise sur une caméra après le télescope, à basse
puissance (PPDC ≃ 200 mW). Le centre du profil est saturé sur l’image.

Filtrage spatial

Le mode spatial du laser en sortie de fibre est constitué d’un faisceau quasi
gaussien autour duquel se propage de la lumière résultant de l’émission spontanée
du laser dans la gaine de la fibre, comme nous voyons dans la figure 2.8(b) prise après
sa focalisation sur une caméra. Nous avons mesuré la contribution de cette lumière
incohérente à la puissance totale : Pdiff ≃ 200 mW sur le faisceau en sortie pour ipompe

maximale. Cette lumière incohérente participe tout au plus à un fond de lumière
résiduel autour de la zone de piégeage. Nous avons installé avant la photodiode
une fibre optique monomode jouant le rôle de filtre spatial. Nous parvenons ainsi
à asservir précisément la puissance contenue dans le mode gaussien du faisceau, la
quantité qui participe au piégeage effectif des atomes.
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Stabilité de pointé du laser

Une autre caractéristique importante du piège dipolaire est sa stabilité en posi-
tion. Des effets thermiques, tels que des lentilles thermiques (apparaissant lorsqu’un
laser à haute puissance traverse un milieu matériel, le chauffe et modifie son indice
de réfraction), peuvent être à l’origine de variations de divergence et de position
du faisceau. La stabilité de pointé du laser peut aussi être altérée par des vibra-
tions mécaniques sur la parcours du faisceau. Puisque nous focalisons un faisceau
collimaté à wPDC ≃ 42 µm sur les atomes, nous sommes sensibles aux variations de
pointé du laser au niveau du centre de la chambre de science dès que leur ampli-
tude atteint quelques µm. Notre géométrie de piégeage croisé double la sensibilité
à ces variations. En effet, le point focal du deuxième bras étant l’image du premier
à travers un montage 1 : 1 (voir figure 2.5), un mouvement vers le haut du premier
bras résulte en un mouvement vers le bas du deuxième de la même quantité. Afin
de quantifier ces fluctuations de pointé, nous avons effectué une mesure avec un
montage transitoire : nous avons placé en sortie du montage dessiné dans la figure
2.7 une lentille de longue focale f = 500 mm suivie d’une photodiode à quadrants
fixée au foyer de la lentille. Ce détecteur nous livre deux signaux proportionnels
aux positions verticale et horizontale du laser. Dans la figure 2.9(a), nous reportons
l’évolution de la position du laser sur les atomes après l’allumage du laser, en faisant
correspondre un mouvement sur le détecteur d’une quantité ∆zdet à un mouvement
sur les atomes de ∆z = ∆zdet × 500/200.

Nous pouvons évaluer la variation de la profondeur du piège ainsi que de la fré-
quence de piégeage ωz lorsque le centre du piège lors du premier passage dans la
chambre est décalé de ∆z en vertical. Lors du deuxième passage, nous aurons par
conséquent un décalage symétrique −∆z. En développant l’équation (2.12) pour
x = y = 0 à l’ordre 2 autour de z = 0, et en supposant ∆z ≪ wPDC, on obtient :

VPDC(0, 0, z) ≃ −V 0
PDC

(

1− 2∆z2

w2
PDC

)

− V 0
PDC

(

1− 6∆z2

w2
PDC

)

z2

2w2
PDC

. (2.16)

La hauteur du potentiel VPDC ainsi que la fréquence de piégeage verticale sont af-
fectées par ce déplacement. Nous traçons dans la figure 2.9(b) la variation de ces
quantités avec ∆z.

Nous voyons qu’il est nécessaire d’attendre au moins 2 h avant de pouvoir com-
mencer les expériences. Après cette durée, la position du laser ne change plus si-
gnificativement par rapport à sa position d’équilibre. Par ailleurs, le calcul (2.16)
illustré dans la figure 2.9(b) nous indique la précision, quelques µm, avec laquelle
nous souhaitons aligner les deux bras du pièges l’un sur l’autre. Une variation de
∆z < 5 µm n’affecte pas la profondeur et la fréquence de piégeage de plus de 5 %.
Pour l’alignement, nous disposons de miroirs motorisés (Agilis, Newport Corpora-
tion), qui ont l’avantage d’être très stables dans le temps et d’être commandés à
distance, même si leurs mouvements ne sont pas reproductibles.

Récemment nous avons observé d’importantes variations de la position des fais-
ceaux au cours d’une journée, d’amplitude plus grande que 5 µm, que nous imputons
à un mauvais réglage de la climatisation dans la salle d’expérience. Des variations
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Figure 2.9 – (a) Evolution de la position du piège dipolaire après l’allumage du
laser de puissance. (b) Evolution de la profondeur VPDC et de la fréquence ωz à
différents décalages ∆z de la position du faisceau à son premier passage au centre
de la chambre de science.

importantes de température ont été mesurées (quelques degrés) lors des chutes de
température extérieure à l’arrivée de l’hiver. Nous sommes actuellement en train de
mettre en place un système de contrôle actif en position afin de s’affranchir de telles
variations.

2.3.3 Optimisation du chargement dans le piège dipolaire
croisé

La capture d’atomes refroidis par le PMO d’un piège dipolaire est un problème
complexe, car les mécanismes de refroidissement et de pertes peuvent être modifiés
en présence du potentiel dipolaire. Ce problème a fait l’objet d’une étude expérimen-
tale approfondie dans [99], nous en rappelons à présent les principaux mécanismes.
Le taux de chargement d’atomes dans le PDC est proportionnel au produit de deux
termes : la probabilité pour un atome d’être piégé dans le puits de potentiel et le
flux atomique dans la région où les faisceaux dipolaires traversent le PMO (que nous
désignerons par région de capture dans la suite). Pour le premier terme, considérons
un atome en train de traverser la région de capture : si la dissipation d’énergie due
au refroidissement laser laisse cet atome avec une énergie inférieure à la profondeur
du potentiel, alors il reste piégé. Notons que le refroidissement peut être modifié
à cause des déplacements lumineux des niveaux d’énergie des transitions (voir sec-
tion 2.3.1), d’autant plus que l’intensité du laser est grande. Le deuxième terme est
proportionnel à la densité spatiale et la vitesse moyenne des atomes dans le PMO,
donc leur température. Nous voyons par conséquent qu’une optimisation de ce taux
de chargement - donc de la température et de la densité - est nécessaire. Celle-ci
est effectuée par l’intermédiaire de deux phases, l’une appelée “PMO sombre” et
l’autre “PMO froid”, réalisées immédiatement après le chargement du PMO, que
nous décrivons dans la section suivante.
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Optimisation du refroidissement laser en présence du PDC

Pendant une première phase, appelée “PMO sombre” [100], nous abaissons for-
tement l’intensité du laser repompeur, de Irep = 300 µW.cm−2 à Irep = 10 µW.cm−2

par faisceau, tandis que l’intensité du laser de refroidissement reste constante, Iref =
0.9 mW.cm−2. Le désaccord du laser est changé de δ = −20 MHz à δ = −18 MHz
pendant cette phase, celui du ”repompeur” reste constant. Par ailleurs, nous gardons
allumé le gradient de champ magnétique. Durant cette phase, qui dure 100 ms, les
pertes d’atomes dues aux collisions assistées par la lumière [14] sont diminuées en
raison d’un dépeuplement des niveaux excités, ce qui se traduit par une augmen-
tation de la densité dans la zone de capture du PDC [99]. Notons que phénomène
de diffusion multiple [101] peut également être à l’œuvre ici et limiter la densité
pendant cette phase.

La deuxième phase, appelée “PMO froid”, qui dure 30 ms, permet quant à elle
de diminuer la température par des mécanismes de refroidissement sub-Doppler, en
désaccordant le laser de refroidissement vers le rouge de la transition, de δ ≃ −2Γ
à δ ≃ −3.8Γ. Le gradient de champ magnétique est également gardé allumé pen-
dant cette phase. Le choix du désaccord est, comme nous le verrons dans la section
suivante, lié aux déplacements lumineux dus au PDC. Après cette phase, la tempé-
rature des atomes est de l’ordre de 50 µK.

À la fin du ”PMO froid”, les lasers de refroidissement et de repompage sont
éteints. Nous gardons le laser de refroidissement allumé 300 µs de plus que le laser de
repompage, afin de transférer les atomes dans l’état hyperfin F = 1 par dépompage.

Optimisation de la puissance du PDC

Pendant les deux phases précédemment évoquées, les pertes assistées par la lu-
mière [14] et la diffusion multiple [101] limitent la densité, et donc le nombre d’atomes
au centre du piège. Ce sont principalement les bras du PDC qui sont remplis. Pour
réaliser l’optimisation de la puissance du PDC pendant la phase de capture, nous
devons donc compter le nombre d’atomes présents dans les bras du PDC. Nous réa-
lisons l’expérience suivante : nous gardons la puissance PPDC constante durant la
capture, et attendons 100 ms après la coupure des faisceaux du PMO. Ainsi il nous
est possible de réaliser un diagnostic non perturbé par les atomes résiduels du PMO,
tout en garantissant que les mécanismes de thermalisation dans le piège dipolaire
n’ont pas notablement affecté la distribution des atomes dans le piège. L’échelle de
temps de cette thermalisation, qui sera étudiée dans le chapitre 3, est de l’ordre
de 2 s. Après 100 ms, la distribution des atomes dans le piège est essentiellement
déterminée par la phase de capture du PMO.

Sur la figure 2.10(a), nous montrons le nombre d’atomes piégés dans les bras
du PDC en fonction de la puissance PPDC. Pour la puissance PPDC ≃ 15 W, nous
effectuons une deuxième expérience, pour déterminer le désaccord optimal du laser
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de refroidissement dans la phase de “PMO froid”. Les résultats de cette expérience
sont montrés dans la figure 2.10(b).

(a)

10 20 30 40
0

1

2

3

4

5

6
x 10

5

P
 PDC

 [W]

N
 to

t

(b)

−6 −5 −4 −3 −2
0

1

2

3

4
x 10

5

δ/Γ
N

 to
t

Figure 2.10 – (a) Evolution du nombre total d’atomes dans le PDC en fonction de
la puissance PPDC, pour δ ≃ −3.8Γ. (b) Evolution du nombre total d’atomes dans
le PDC en fonction du désaccord δ du faisceau de refroidissement (ces données ont
été prises à un temps t > 100 ms, ce qui explique la différence du nombre d’atomes
au maximum de la courbe, mais ne change le désaccord optimal.)

D’après ces expériences, nous constatons l’existence d’un optimum, à PPDC ≃
15 W du nombre d’atomes chargés dans le piège. L’optimum P opt

CDT = 15 W corres-
pond à Iopt = 5.4× 105 W.cm−2. Dans une expérience similaire, dans laquelle nous
avons ôté le télescope en sortie du montage (voir figure 2.7) pour obtenir à un fais-
ceau focalisé à w′CDT = 35 µm sur les atomes, la puissance optimale de chargement
est égale à P ′opt

CDT = 10 W, correspondant à I ′opt = 5.2×105 W.cm−2. Nous concluons
qu’il existe une intensité limite au delà de laquelle le chargement se dégrade.

L’échec du chargement à plus haute intensité a deux raisons possibles. La pre-
mière est la difficulté de compenser le déplacement lumineux sur l’ensemble de la
région de capture. En effet, si nous désaccordons davantage le laser de refroidisse-
ment sur le rouge pour compenser le déplacement lumineux au fond du piège, au-delà
de −3.8Γ, le refroidissement peut être meilleur au fond du piège mais perd de son
efficacité dans les régions du PMO correspondant à x, y, z & wPDC. La deuxième rai-
son est le rapprochement du laser de refroidissement avec la transition |F = 2, mF =
2〉 → |F ′ = 2, mF = 2〉. Nous faisons appel aux déplacements lumineux décrits dans
la section 2.3.1 pour expliquer ce rapprochement. Considérons un simple modèle d’un
atome qui cycle sur la transition de refroidissement dans les sous-niveaux extrémaux
de spin, c’est-à-dire S22 = |F = 2, mF = 2〉 → P33 = |F ′ = 3, mF = 3〉, ressentant
une force dipolaire exercée par un bras du PDC polarisé π (q = 0). Nous allons aussi
nous intéresser à la transition S22 = |F = 2, mF = 2〉 → P22 = |F ′ = 2, mF = 2〉
qui se trouve dans le rouge de la première. Pour le calcul, nous utilisons la base
de données établie par le NIST [102] et considérons les transitions 3s → 3p,
3p → 3d, 4d autorisées [97], qui donnent des contributions significatives dans la
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somme de l’équation (2.12). Après calcul, nous trouvons les déplacements des ni-
veaux S22, P33 et P22 :































∆ES22/~I = −10.8 Hz.cm2.W−1

∆EP33/~I = −37.4 Hz.cm2.W−1

∆EP22/~I = 5.5 Hz.cm2.W−1.

(2.17)

Si nous désignons par δ33 le désaccord total induit par les déplacements lumineux
sur la transition S22 → P33 et δ22 celui de la transition S22 → P22, alors nous
obtenons :











δ33 = ωL − ω33 − ~(∆EP33 −∆ES22)I = ωL − ω33 + α33I = δ + α33I

δ22 = ωL − ω22 − ~(∆EP22 −∆ES22)I = ωL − ω22 − α22I
(2.18)

où ωL est la fréquence du laser de refroidissement ω33 et ω22 les fréquences des transi-
tions en absence de lumière hors-résonante. D’après le système (2.17), nous trouvons
α33/2π ≃ 27 Hz.cm2/W et α22/2π ≃ 16 Hz.cm2/W. Les coefficients α33 et α22 in-
tervenant avec des signes opposés dans les désaccords δ33 et δ22, les deux transitions
se rapprochent quand I augmente, jusqu’à une valeur Icrit = 1.3× 106 W.cm−2 telle
que δ33 = δ22. À cette valeur Icrit, correspondant à une puissance P crit

PDC = 37 W,
les atomes peuvent subir un dépompage vers |F = 1〉, ce qui détériore fortement
le mécanisme de refroidissement décrit au début du chapitre. Dans la figure 2.11,
nous montrons les déplacements lumineux induits par un bras du PDC pour trois
puissances différentes, PPDC = 15 W, PPDC = 25 W et PPDC = 35 W. L’effet de
rapprochement des niveaux hyperfins est limitant pour le 23Na, dont le décalage
ω33 − ω22 est beaucoup plus petit que pour d’autres atomes alcalins plus lourds
(87Rb and 133Cs).

Le modèle explicité ci-dessus est une simplification de la situation réelle dans
notre expérience : il existe des atomes dans des états mF autres que mF = 2 dans
le PMO, qui auront vraisemblablement des déplacements différents de ceux calcu-
lés dans les relations (2.17). La dynamique interne des états Zeeman (populations
et cohérences) est un problème compliqué, d’autant que les variations de polarisa-
tion des lasers du PMO dans l’espace sont mal connues. Nous n’avons pas cherché
à développer une modélisation plus sophistiquée, et optimisons empiriquement la
puissance de chargement.

En conclusion, nous avons trouvé un compromis entre la compensation des dépla-
cements lumineux induits par les faisceaux du piège dipolaire et le refroidissement
des atomes dans le PMO pendant la phase de capture des atomes. Nous disposons
immédiatement après coupure des faisceaux du PMO de Ntot ≃ 5×105 atomes dans
les bras du piège dipolaire, à une température T ≃ 50 µK. À la préparation d’un
tel échantillon peut désomais s’ajouter une phase supplémentaire de refroidissement
par évaporation, que nous décrirons dans le chapitre 4.
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Figure 2.11 – Schéma des déplacements lumineux des niveaux S22, P33, P22 de
l’atome interagissant avec un champ laser polarisé π, pour trois puissances PPDC =
15 W, PPDC = 25 W et PPDC = 35 W. Lorsque cette puissance augmente, les
déplacements lumineux des trois niveaux considérés augmentent, et on assiste en
particulier à un rapprochement des niveaux P33 et P22.

2.4 Méthodes d’imagerie

La dernière partie de ce chapitre décrit la manière dont nous réalisons le diag-
nostic des échantillons ultra-froids produits sur l’expérience, valable pour des nuages
piégés dans un PMO, comme des atomes chargés dans un piège dipolaire. Pour les
échantillons que nous préparons dans l’expérience, les diagnostics doivent s’adapter
aux propriétés que nous souhaitons sonder. Différentes techniques expérimentales
existent pour ces diagnostics, comme l’imagerie par absorption, par contraste de
phase ou par fluorescence.

Dans un piège magnéto-optique, on s’intéresse essentiellement au nombre d’atomes
N et à la température T , afin de mesurer le taux de chargement ou l’efficacité de
refroidissement. Pour des atomes piégés dans un piège dipolaire, nous désirons détec-
ter précisément la structure spatiale du nuage, qui permet en particulier de mesurer
l’apparition d’un condensat (voir section 1.2). Une quantité nous permettant de re-
monter à ces informations est le profil spatial de la densité du nuage atomique. Nous
avons mis en œuvre est l’imagerie par absorption pour avoir accès à la distribution
spatiale des échantillons produits, soit in situ, c’est-à-dire dans le piège (PMO ou
piège dipolaire), ou après une expansion balistique - ou temps de vol - après coupure
de celui-ci. Cette dernière méthode est adaptée si les structures sont plus petites que
la résolution du système d’imagerie.

Pour les expériences que nous voulons réaliser dans le futur, comme la réalisation
d’états fortement corrélés en spin, l’information utile réside dans la connaissance pré-
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cise (à un atome près) du nombre d’atomes, plus particulièrement dans le nombre
d’atomes de chaque espèce de spin d’un condensat spinoriel. Pour ce type de diag-
nostic, où il devient fondamental de travailler avec un fort rapport signal à bruit, une
méthode d’imagerie adaptée est l’imagerie par fluorescence dans une mélasse optique
(voir section 2.2.1). Dans ce cas, l’information sur la structure spatiale est rapide-
ment perdue en raison de la diffusion spatiale du nuage pendant son interaction avec
la mélasse optique, mais le signal à bruit peut être beaucoup plus important que
celui atteint avec la méthode d’absorption.

La construction d’un système d’imagerie capable de réaliser ces deux types de
diagnostics s’est révélé primordial pour nos expériences. Le projet de travailler avec
des condensats de taille microscopique et avec des faibles nombres d’atomes nous
a mené vers la réalisation d’un objectif de microscope à haute résolution spatiale.
Nous allons décrire dans cette section le montage expérimental utilisant cet élément
et ses performances techniques, ainsi que les mécanismes physiques sous-jacents à
ces deux types d’imageries.

2.4.1 Objectif haute résolution

L’accès à des structures spatiales microscopiques nécessite un système optique
avec une forte ouverture numérique. La taille des hublots des brides rentrantes (en
haut et en bas de la chambre de science) a été prévue pour accueillir un objectif
de microscope construit sur mesure 15. La grande ouverture numérique importante
(NA≃ 0.33) assure une collection de lumière dans un angle solide important, idéal
pour une imagerie par fluorescence. Nous avons effectué plusieurs expériences qui
nous ont permis de tester les performances de cet objectif de microscope, et de voir
si celles-ci sont en accord avec les spécifications techniques du constructeur.

Mesure de la résolution

Nous mesurons la résolution de l’objectif de microscope en imageant une mire de
résolution 16 à travers l’objectif de microscope. Chaque motif de la mire représentant
une fréquence spatiale f , il nous est possible de reconstruire la fonction de transfert
de modulation de notre objectif, en mesurant les contrastes C(f) sur une caméra 17

conjuguée à l’infini. En pratique, nous insérons un miroir derrière l’objectif, qui
défléchit la lumière et l’envoie sur la caméra placée à environ 1.5 m. Ce contraste
est défini de la manière suivante :

C(f) =
Smax − Smin

Smax + Smin
, (2.19)

où Smax et Smin sont respectivement le maximum et le minimum du signal d’inten-
sité lumineuse sur l’image du motif. Nous calculons ensuite la fonction de transfert
de modulation, déterminé par : FTM(f) = C(f)/C(f0), où C(f0) est le contraste
du motif le plus grand. Nos mesures nous donnent C(f0 = 36 mm−1) ≃ 93 % et

15. CVI Melles-Griot, Albuquerque, USA.
16. 1951 USAF Resolution Test Targets, Thorlabs, USA.
17. Pixis, Princeton Instruments, USA.
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C(228 mm−1) ≃ 83 %. Nous traçons dans la figure 2.12(a) cette fonction de trans-
fert FTM pour les motifs allant de 36 à 228 mm−1 (points verts), et montrons en
sous-figure le signal d’intensité du plus petit motif.

Nous comparons à présent ces mesures à la fonction de transfert idéale du sys-
tème, en supposant que la résolution a de l’objectif de microscope est limitée par
la diffraction : a = λ0/2NA. La constructeur a spécifié une ouverture numérique
NA= 0.33, ce qui donne pour λ0 = 589 nm une résolution a ≃ 800 nm. Nous modé-
lisons la transmission d’un signal dans l’objectif par la convolution par la fonction
de réponse percussionnelle hRP suivante [103] :

hRP(r) =

[

2J1(πr/a)
πr/a

]2

. (2.20)

Sur les profils de créneaux convolués par hRP, nous calculons les contrastes, et les
reportons sur la figure 2.12(a) (ligne tiretée rouge). Nous reportons également la
fonction de transfert obtenue avec une résolution moins bonne a′ = 1.4 µm (ligne
rouge), qui reproduit mieux nos mesures. Compte tenu du contraste maximal obtenu
(C(f0) ≃ 93 %), par lequel nous normalisons toutes nos mesures, nous pensons qu’il
serait utile d’effectuer à nouveau ces mesures, en nous efforçant d’améliorer la valeur
de C(f0) 18. Cela permettrait de confirmer ou corriger la valeur de la résolution que
nous estimons être proche de 1.4 µm.

Double rôle de l’objectif

Comme nous le verrons dans le chapitre suivant, l’expérience se termine avec
les atomes capturés dans un piège optique de petite taille (w ≃ 8 µm), formé par
focalisation d’un faisceau infrarouge à l’aide du même objectif. Par ailleurs, nous
souhaitons dans un futur proche ajouter à ce piège un “micro-piège”. Il est nécessaire
d’avoir une superposition entre le plan objet de l’imagerie et le plan focal du “micro-
piège”, afin de garantir une bonne mise au point sur le plan où se trouvent les atomes.
Pour tester cette superposition, nous avons fait un test de rétro-couplage dans une
fibre : deux faisceaux, l’un à 589 nm et l’autre à 1064 nm ont été couplés à travers
une fibre, qui a été placée au foyer de l’objectif. Derrière lui, les deux faisceaux
collimatés sont rétro-réfléchis pour rentrer de nouveau dans la fibre. En mesurant le
rétro-couplage des deux lasers après leur deuxième passage dans la fibre en fonction
de la distance df−o de la fibre à l’objectif, nous avons déduit pour chaque longueur
d’onde la distance optimale dopt

f−o qui maximise la puissance transmise. Le résultat
de cette expérience est présenté sur la figure 2.12(b), et montre une différence de
≃ 3 µm entre les positions optimales aux deux longueurs d’onde. Cette différence est
plus petite que la profondeur de champ ∼ λ0/NA2 ≃ 5.4 µm à λ0 = 589 nm, ce qui
est satisfaisant pour imager des atomes se trouvant au point focal du micropiège.

18. Nous sommes peut-être gênés par une double réflexion sur la mire, qui conduit à la superpo-
sition de deux images sur la caméra.
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Figure 2.12 – (a) Courbe de FTM (points verts) pour les fréquences spatiales des
motifs de la mire de résolution. En ligne rouge tiretée, la courbe de FTM pour un
objectif idéal limité par la diffraction, avec une résolution a = 800 nm. En ligne
rouge pleine, FTM pour un objectif d’une résolution moins bonne : a′ = 1.4 µm.
Dans la sous-figure, profil de l’image du motif le plus petit, avec une distance entre
deux créneaux de 4.4 µm. (b) Courbe de rétro-couplage dans une fibre optique, pour
les deux longueurs d’ondes : 589 nm (carrés verts) et 1064 nm (ronds bleus). Les
valeurs de l’axe horizontal sont décalées d’environ 5 cm, la distance de travail de
l’objectif.

2.4.2 Montage expérimental pour l’imagerie

Imagerie horizontale

Nous disposons d’un système d’imagerie horizontale par absorption, qui nous
permet d’imager le plan atomique y − z, utilisant l’un des deux lasers sonde (voir
schéma de la figure 2.3). Le plan atomique est imagé sur une caméra CCD (“Charge
Coupled Device” en anglais) 19, par l’intermédiaire d’un système de deux lentilles
convergentes (de focales f1 = 125 mm et f2 = 200 mm). Nous avons calibré le
grandissement G1 de ce système d’imagerie en réalisant l’expérience suivante : un
nuage d’atomes froids est préparé dans le piège optique composite (voir chapitre 3)
que l’on éteint à t = 0 ms. Durant le temps de vol qui suit, les atomes tombent
sous l’effet de la gravité. La trajectoire que nous montrons dans la figure 2.13 est
ajustée par la fonction z(tv) = z0 + αt2v/2. Le grandissement G1 est donné par
G1 = ασpix/g ≃ 1.52, avec g = 9.81 µm.ms−2 l’accélération de la pesanteur et
σpix = 6.45 µm la taille d’un pixel sur le capteur. Cette valeur est proche de la
valeur attendue f2/f1 = 1.6.

Imagerie verticale

Nous schématisons dans la figure 2.14 les éléments principaux du montage expé-
rimental pour l’imagerie par absorption et par fluorescence : l’objectif de microscope,

19. A102F, Basler, USA.
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Figure 2.13 – Courbe de chute libre des atomes imagée sur l’axe d’imagerie ho-
rizontale. La trajectoire est ajustée avec la fonction z(tv) = z0 + αt2v/2 tracée en
rouge.

placé en dessous de la chambre, un miroir dichroïque, pour défléchir la sonde et les
photons de fluorescence et transmettre la lumière du micropiège (non dessiné ici),
un doublet de lentilles achromatiques (fd = 85 mm) 20 servant à former une première
image intermédiaire, puis une paire de lentilles (f1 = 25.4 mm et f2 = 100 mm) pour
former l’image finale sur le capteur de la caméra 21. Au niveau de l’image intermé-
diaire, nous plaçons une lame de rasoir ainsi qu’un obturateur mécanique dont nous
allons détailler les rôles dans la section 2.4.3.

Au total, le système fabrique une image des atomes avec un grandissement G ≃ 6.
Ce grandissement a été calibré sur le système d’imagerie horizontale décrit dans la
section précédente, en comparant les tailles de deux nuages imagés simultanément
sur les deux axes d’imagerie.

2.4.3 Imagerie par absorption

Rappel sur l’absorption par un faisceau résonant

Cette méthode d’imagerie repose sur l’interaction résonante atomes/photons dé-
crite au début du chapitre (voir section 2.2.1). Un faisceau sonde décalé d’une quan-
tité δ et d’intensité I0 est envoyé dans la direction z sur l’échantillon atomique à
sonder. Une partie des photons incidents est absorbée puis réemise spontanément
dans toutes les directions de l’espace. Dans la direction z, le défaut dans l’intensité
transmise It est relié à la densité atomique n(x, y, z) par la loi de Beer-Lambert :

It(x, y) = I0(x, y)e−σabs

∫

n(x,y,z)dz (2.21)

La quantité σabs est la section efficace d’absorption. Pour un modèle d’atome à deux
niveaux, elle est directement reliée à l’expression (2.1) via σ0 = 3λ2

0/2π, la section

20. Thorlabs, USA.
21. Pixis, Princeton Instruments, USA.
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Figure 2.14 – Système d’imagerie pour l’absorption en mode “transfert de frame”
et la fluorescence. La lumière de fluorescence provenant des atomes est symbolisée
par le faisceau jaune dans le schéma. Le trajet de la sonde n’est pas tracé ici mais
sa direction est représentée par une flèche.

efficace à résonance :
σ2niv

abs =
σ0

1 + 4
(

δ
Γ

)2 . (2.22)

Il est aisé d’extraire la densité intégrée le long de la direction z, appelée aussi
densité optique (DO) :

DO(x, y) = σabs

∫

n(x, y, z)dz = − ln

[

It(x, y)
I0(x, y)

]

. (2.23)

Nous supposons ici que σabs = ασ2niv
abs , avec un coefficient α déterminé expéri-

mentalement, qui prend en compte la correction de la section efficace par rapport
celle du modèle d’un atome à deux niveaux. D’après la section 3.5.3, nous obtenons
la valeur α ≃ 1.15±0.15. La relation (2.23) est correcte dans la limite des faibles sa-
turations, s0 ≪ 1. En intégrant dans le plan transverse x−y la distribution obtenue,
nous en déduisons le nombre total d’atomes :

Ntot =
∫

DO(x, y)dxdy/σabs. (2.24)

Caractéristiques du faisceau sonde

Notre sonde est choisie telle que I0 ≪ Isat, c’est-à-dire s0 ≪ 1 et à désaccord nul.
Dans la table 2.3, nous résumons les caractéristiques de notre faisceau de sonde.
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δ (MHz) P (µW) w (µm) I (mW.cm−2) texp (µs)

Sonde 0 10 800 1 10

Table 2.3 – Caractéristiques du faisceau sonde.

Par ailleurs, la sonde est accordée sur la transition |F = 2〉 → |F ′ = 3〉 et po-
larisée σ+. Puisque les atomes se trouvent dans l’état fondamental |F = 1〉 avant
leur diagnostic, nous envoyons un court pulse des faisceaux de repompage pour les
ramener dans |F = 2〉. Ensuite, nous prenons deux images consécutives, l’une avec
les atomes, proportionnelle à It(x, y), puis une autre en absence des atomes, propor-
tionnelle à I0(x, y), pour remonter à DO(x, y). Chacune des deux images est prise
avec un pulse de sonde d’une durée de texp = 10 µs. Ce temps est choisi de sorte à
ne pas induire de chauffage du nuage, et également pour éviter que le décalage par
effet Doppler sous l’effet de la diffusion des photons soit trop important. Pour nos
caractéristiques, chaque atome diffuse en moyenne : Np = Γs0texp/2 ≃ 8 photons 22.
Cela se traduit par un décalage en fréquence δDoppler = NpkLvrec ≃ 0.25Γ, et donc
un changement négligeable pour σabs (voir relation (2.22)).

Bruit associé à l’imagerie d’absorption verticale

Les deux images sont espacées typiquement de quelques centaines de ms, pour
laisser le temps à la première image d’être lue depuis la caméra CCD et que ce dernier
soit réinitialisé pour l’exposition de la deuxième image. Ce temps est long devant
les constantes de temps typiques des vibrations mécaniques (quelques 100−103 Hz),
qui peuvent être à l’origine de fluctuations de positions ou de profil de la sonde.
Cela entraîne une mauvaise division des deux profils d’intensité It(x, y) et I0(x, y) et
l’apparition de franges sur l’image divisée. Si nous notons δIt la différence d’intensité
entre les deux images due à toutes les perturbations extérieures et Ĩt l’intensité
transmise en absence de perturbations, alors nous avons :

It = Ĩt + δIt , DO = − ln

[

Ĩt + δIt
I0

]

≃ D̃O +
δIt
I0
. (2.25)

Cette contribution de bruit sur la densité optique doit être comparée à la limite
intrinsèque de bruit imposée par le caractère aléatoire de l’incidence des photons
sur la caméra, que nous appelons communément bruit de grenaille. Le niveau de
comptage de photons sur la caméra S répond à une statistique poissonienne, carac-
térisée par des fluctuations δSgr =

√
S. Dans notre cas, ceci correspond à un bruit

supplémentaire égal à δDOgr =
√

2/S [104], les bruits sur les deux images étant
décorrélés.

Du bruit supplémentaire peut être apporté par la caméra elle-même, dû par
exemple à l’amplification du courant photoélectrique, ou au cours du processus de

22. Le nombre de photons diffusés semble faible pour un pompage optique conduisant à une
section efficace proche de celle d’un atome à deux niveaux. Nous allons effectuer des mesures
supplémentaires pour confirmer le facteur correctif α sur σ2niv

abs .
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conversion en image numérique. Nous avons choisi d’utiliser une caméra bas-bruit,
avec une efficacité quantique égale η = 0.97 et sans amplification (≃ 1 e−1/photon).
L’écart-type du bruit dû à la caméra correspond à δScam ≃ 3 photons par pixel.
Avec les caractéristiques du faisceau sonde (voir table 2.3), nous obtenons un niveau
de signal S ≃ 2500 par pixel, correspondant à bruit intrinsèque de δSgr ≃ 50,
qui est dominant devant δScam. On en déduit le bruit intrinsèque sur la densité
optique : δDOgr ≃ 0.03. Néanmoins, le bruit total que nous obtenons après division
des deux images est plutôt de l’ordre de δDO ≃ 0.05. Lorsque nous imageons les
trois espèces de spin d’un condensat spinoriel, des structures exhibant des densités
optiques de cet ordre de grandeur existent. Le rapport signal sur bruit gagne donc à
être baissé jusqu’à atteindre δDOgr ≃ 0.03. Pour ce faire, nous avons recours à une
technique d’imagerie par absorption dite de “transfert de frame” (mode “Kinetics”
de la caméra), qui permet de diminuer le temps entre deux images et de réduire le
bruit de division.

Imagerie en mode “transfert de frame”

Cette technique repose sur l’exposition pour la première image d’une partie res-
treinte (ou “sous-image”) du capteur, l’autre restant cachée, puis du décalage de
toutes les lignes du capteur de sorte que la première partie se retrouve cachée et
la deuxième sous-image puisse être exposée. Le temps d’attente ∆t entre les deux
expositions est uniquement limité par la vitesse de décalage des lignes et la taille des
images. La lecture des registres du capteur est effectué uniquement après que toutes
les sous-images aient été exposées. Avec cette méthode, nous parvenons à réduire
considérablement le temps entre les deux expositions, de ∆ ≃ 300 ms à ∆t ≃ 4 ms.

Notre zone utile sur le capteur CCD ne nécessitant que 170 × 1024 pixels sur
les 1024× 1024 disponibles, nous décidons de diviser le capteur en 6 sous-images de
tailles égales. En ajoutant une lame de rasoir dans un plan objet secondaire de l’ima-
gerie, nous parvenons à cacher 5/6 du champ de vue du capteur à travers le système
d’imagerie, et donc placer cette partie du capteur “dans le noir”. Cette partie cachée
vers laquelle sont tranférées les sous-images n’est donc pas gênée par la lumière para-
site. La collection des signaux de sondes It et I0 est effectuée sur la partie non-cachée
du capteur. Idéalement, en souhaitant minimiser la durée ∆t, nous devrions exposer
les deux sous-images correspondantes consécutivement sur le capteur. Néanmoins,
nous remarquons qu’une partie du faisceau sonde éclairant la deuxième sous-image
est diffractée par le bord de la lame, résultant en un “débordement” sur la première
sous-image. Cet artefact mène à une mauvaise division des deux profils de sonde,
avec un gradient sur la densité optique. Afin de résoudre ce problème, nous insérons
entre les deux expositions une sous-image “tampon” servant à accueillir la majeure
partie de cette lumière diffractée. Le temps de décalage du capteur étant de 12.2 µs
par ligne, nous parvenons à ∆t = 2× 170× 12.2× 10−3 = 4.15 ms.

Sur la figure 2.15, nous reproduisons schématiquement les expositions alternées
avec les transferts des sous-images sur le capteur, les deux pulses de sonde en fonction
du temps, et l’image résultante de cette opération. Pour le calcul de la densité
optique, nous faisons le calcul suivant : DO= − ln (I2 − I5)/(I4 − I5). Comme nous
l’avons expliqué ci-dessus, la sous-image 3 contient la lumière diffractée par la lame
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de rasoir donc n’est pas utilisée. Par ailleurs, l’exposition en absence de lumière
ne donnant pas lieu à une image totalement noire (le fond est de ≃ 650 électrons,
valeur spécifiée par le constructeur), nous retranchons une image de fond, ici la sous-
image 5. La sous-image 1 quant à elle est exposée depuis le début de la séquence
expérimentale, elle a pour rôle d’accumuler la lumière résiduelle jusqu’à la première
exposition “utile”. Avec une séquence expérimentale durant typiquement 20 sec,
cette accumulation sature rapidement cette sous-image, à cause de la lumière de
fluorescence du PMO par exemple. C’est pourquoi nous avons ajouté à côté de
la lame de rasoir un obturateur mécanique, qui bloque cette lumière pendant une
grande partie de la séquence.

Dans la figure 2.16 nous donnons l’exemple d’un signal de densité optique calculé
à partir d’une séquence d’images prises en mode “transfert de frame”. Ce signal
correspond à un condensat spinoriel de N ≃ 3000 atomes après expansion dans
un gradient de champ magnétique, résultant dans la séparation spatiale des trois
composantes mF = +1, mF = 0 et mF = −1 (ceci sera étudié en détail dans le
chapitre 4).

Nous avons vérifié qu’avec cette méthode d’imagerie, le bruit en densité optique
ne dépasse pas 0.03, signe que nous sommes limité par le bruit de grenaille photo-
nique. Nous avons évalué l’impact de ce bruit résiduel sur le comptage d’atomes :
sur une zone carrée sur le capteur de 50× 50 pixels, nous avons un bruit résiduel de
δNresiduel = 0 ± 50 atomes. Si l’imagerie par absorption est parfaitement adaptée à
la résolution de structures spatiales et le comptage de nombres d’atomes importants
(N & 1000), elle reste donc peu précise pour la détermination de faibles nombres
d’atomes (N . 100). En particulier, si nous nous intéressons à l’étude de conden-
sats spinoriels microscopiques fortement corrélés, comme nous l’avons présenté dans
la section 5.3.1 du chapitre 1, nous ne pourrons pas utiliser l’imagerie par absorp-
tion. C’est pourquoi nous avons développé une méthode alternative d’imagerie, par
fluorescence, mieux adaptée pour le comptage de faibles nombres d’atomes.

2.4.4 Imagerie par fluorescence

L’imagerie par fluorescence consiste à détecter les photons émis par les atomes
lorsque ceux-ci sont placés dans une mélasse optique. L’interaction a déjà été décrite
au début du chapitre, et nous allons à présent nous concentrer sur les quantités
pertinentes pour l’imagerie, à savoir le taux de collection de photons dans l’angle
solide de l’objectif de microscope, la diffusion du nuage pendant son interaction avec
la mélasse, ainsi que le rapport signal à bruit que nous pouvons espérer atteindre.

Signal de fluorescence collecté à l’aide une mélasse optique

Le taux de photons diffusés dans une mélasse optique est donné dans l’équation
(2.1), et dans la limite des vitesses faibles (ce qui est le cas pour un nuage à une
température de l’ordre de quelques µK), il vaut :

Γdiff =
Γ
2

s0

1 + 4
(

δ
Γ

)2
+ s0
. (2.26)
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Figure 2.15 – En tracé plein nous montrons les périodes d’exposition intercalées
par les déplacements des sous-images jusqu’à la 5ème (a), les deux pulses de sonde
(b), ainsi que l’image qui résulte de cette opération (c). Le temps t = 0 correspond
au début du premier pulse de sonde. La sous-image 1 accumule la lumière parasite
pendant toute la durée de la séquence, les images 2 et 4 contiennent les signaux
utiles pour l’absorption, respectivement It et I0, l’image 3 sert à recueillir la lumière
diffractée par la lame pendant le deuxième pulse de sonde. L’image 5 contient l’image
de fond en absence de lumière, soustraite aux images 2 et 4 pour le calcul de la densité
optique.

Dans l’angle solide déterminé par l’ouverture numérique de l’objectif de micro-
scope dΩ ≃ πNA2, la fraction de lumière collectée vaut dΩ/4π ≃ NA2/4. Il reste
à connaître l’efficacité quantique de la caméra ηq ainsi que d’éventuelles pertes sur
les composants optiques ηc que nous regroupons sous le paramètre η = ηqηc, pour
obtenir le nombre de comptes, ou flux de photons Φc par atome sur le capteur :
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Figure 2.16 – Signal de densité optique relatif à un condensat spinoriel de N ≃ 3000
atomes de sodium, calculé à partir d’images prises en mode “transfert de frame”.

Φc =
ηNA2Γdiff

4
(2.27)

L’efficacité de collection mesure la transmission à travers l’ensemble du trajet
optique ; nous la supposerons égale à 1 dans la suite, c’est-à-dire η = ηq = 0.97.
D’après la relation (2.27), nous voyons que pour avoir un flux important, il est
nécessaire de maximiser Γdiff autant que les puissances des faisceaux le permettent.
Avec la puissance maximale disponible dans notre dispositif, nous arrivons à obtenir
une puissance de 9.3 mW par faisceau de refroidissement, ce qui au total revient à
s0 ≃ 4.9. Le signal total S pour N atomes, accumulé sur une durée de mélasse tmel,
vaut :

S = NΦctmel. (2.28)

Diffusion spatiale des atomes dans une mélasse optique

Un autre aspect de l’interaction du nuage atomique avec la lumière résonante est
sa diffusion spatiale. En raison de la marche aléatoire des atomes pendant la durée
de la mélasse, le nuage s’étale selon une loi de diffusion. Si nous notons σ0,x et σ0,y

les tailles selon x et y de l’échantillon à étudier avant le branchement des faisceaux
de mélasse, et σx et sa taille après diffusion à l’intérieure de la mélasse, nous avons
la relation suivante [105] :

σ2
x(tmel) = σ2

0,x + 2Dxtmel, σ
2
y(tmel) = σ2

0,y + 2Dytmel. (2.29)

Les coefficients de diffusion spatiale Dx et Dy dans les directions x et y res-
pectivement dépendent des paramètres s0 et δ. Nous supposerons dans la suite que
la diffusion est isotrope, c’est-à-dire Dx = Dy. Nous supposerons aussi les tailles
σ0,x et σ0,y égales : σ0,x = σ0,y ≡ σ0. En effet, le piège optique dans lequel nous
réalisons des condensats de Bose–Einstein (voir section 3.4.1) est isotrope dans le
plan x− y. Considérons un nuage, pris à l’instant tmel, dont la distribution est bien
approchée par une distribution gaussienne de taille σ(tmel) donnée par l’équation
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2.29. L’accumulation des photons pendant l’intervalle de temps t ∈ [0, tmel] donne
lieu à un signal intégré. En supposant qu’à l’instant tmel la distribution de densité
intégré selon z s’écrit :

ñ(x, y, tmel) = ñ0(tmel)e
− x2

2σ2
0,x

+4Dxtmel
− y2

2σ2
0,y

+4Dytmel , (2.30)

où ñ0(tmel) est le coefficient de normalisation au nombre total d’atomes N , nous
pouvons exprimer le signal total intégré dans le temps de la manière suivante :

S(x, y, tmel) = Φc
∫

ñ(x, y, t)dt =
ΦcN
4πDx

[

Γ

(

0,
x2 + y2

2σ2
0 + 4Dxtmel

)

− Γ

(

0,
x2 + y2

2σ2
0

)]

,

(2.31)
avec Γ(0, x) =

∫∞
x dte

−t/t, la fonction gamma-incomplète d’ordre 0 [106].

Nous mesurons le coefficient de diffusionDx pour s0 ≃ 4.9 et différents désaccords
δ. Dans plusieurs séries d’expériences à δ fixé nous prenons des images à trois temps
de mélasse tmel. Dans la figure 2.17(a,b,c), nous montrons les images provenant de
l’une de ces séries, avec un désaccord δ = −3.6Γ. Chaque image est ajustée avec
une distribution (2.31). Le signal de ces trois images est légèrement asymétrique,
ce qui probablement lié à une différence entre les forces de pression de radiation
exercées par deux lasers contrapropageants. Nous prenons en compte cet effet pour
l’ajustement. À partir d’une mesure des positions du centre de masse du nuage pour
chaque tmel, nous obtenons un couple de vitesses (vx, vy), que nous incorporons dans
la fonction d’ajustement de l’intégrale (2.31) en remplaçant x par x − vxt et y par
y − vyt. Dans la figure 2.17(d,e,f), nous présentons les profils expérimentaux selon
l’axe x = 0, ainsi que les ajustements S(x, y, tmel). Les coefficients de diffusion Dx
extraits des ajustements sont reportées dans la figure 2.18(a).

Pour les désaccords δ au delà de −2.7Γ, les coefficients Dx sont proches, au-
tour de 350~/m. Notre souci est de minimiser le coefficient de diffusion pour limiter
la surface de capteur collectant les photons, tout en ayant un signal important.
Au désaccord δ = −2.7Γ, nous calculons d’après les équations (2.26) et (2.27) que
le flux de photons diffusés est Φc ≃ 110 ms−1 par atome. Afin de comptabiliser
au mieux le signal accumulé sur le capteur, nous devons trouver une zone optimale,
suffisamment grande pour comprendre l’ensemble du signal, mais tout de même plus
petite que l’aire totale du capteur pour limiter le bruit de détection. Si par exemple
nous voulons compter à un atome près la population d’un nuage comprenant une
centaine d’atomes, alors une zone comprenant plus de 99% du signal est adaptée.
Ceci fixe un seuil sur la taille minimale de la zone à comptabiliser. À l’aide de la
distribution du signal (2.31), et en négligeant les vitesses vx, vy, nous calculons la
fraction du signal qui se trouve dans un carré de côté l autour du centre du nuage Sl :

Sl(tmel) =
∫ l

−l

∫ l

−l
S(x, y, tmel)dxdy. (2.32)

Nous traçons dans la figure 2.18(b) la quantité 1− Sl/S, avec S le signal total
(S = ΦcNtmel) en fonction de l/

√
4Dxtmel. Cette quantité représente l’erreur relative

de comptage lorsqu’on se restreint à un carré de côté l. Les trois courbes corres-
pondent à trois valeurs différentes du paramètre ζ = σ2

0/2Dxtmel. Numériquement,
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Figure 2.17 – (a,b,c) SIgnaux de fluorescence pour trois temps de mélasse différents
tmel = 0.05, 0.55 et 1.05 ms. L’échelle de couleurs, du noir au blanc correspond à des
signaux compris entre S = 0 et S = 60. (d,e,f) Profils selon y avec les ajustements
S(0, y, tmel).
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Figure 2.18 – (a) Coefficients de diffusion pour différents désaccord de la mélasse.
Les barres d’erreurs correspondent à l’écart-type sur les trois valeurs de Dx extraites
de l’ajustement sur les trois images. (b) Erreur relative sur le comptage lorsqu’on
se restreint à une zone carrée de taille l × l autour du centre du nuage, pour trois
valeurs du paramètres ζ = σ2

0/2Dxtmel.
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nous obtenons le critère suivant : 99 % du signal est compris dans une zone de taille :

l99 ≃ l̃(ζ)
√

4Dxtmel, l̃(ζ) = 3.22 + 1.74ζ. (2.33)

Sur le capteur lui-même, le grandissement du système d’imagerie G doit être pris
en compte, et le critère s’exprime en nombre de pixels : L99 = Gl99/lpix, avec lpix la
taille d’un pixel (lpix = 13 µm pour la caméra que nous utilisons).

Bruit de détection en fluorescence

Nous examinons à présent le bruit par pixel du capteur pendant l’exposition pour
comptabiliser le bruit accumulé sur la zone d’intégration de taille L99. La collection
de photons de fluorescence apporte un bruit de détection. Différentes sources de
bruit s’ajoutent : le bruit de grenaille photonique, dont nous avons discuté précé-
demment, ainsi que le bruit de détection dû au capteur lui-même. Si nous supposons
que le flux de photons incidents sur la caméra suit une loi poissonnienne, alors le
premier s’exprime de manière simple :

δ2gr = S = NΦctmel. (2.34)

La deuxième source de bruit peut provenir de trois origines différentes : le cou-
rant d’obscurité, la lumière parasite et le bruit de lecture. Les variances des deux
premières augmentent linéairement avec le temps d’exposition, avec un taux β, tan-
dis que la dernière est constante de variance α. Au total nous avons, pour un pixel
du capteur donné :

δ2cam = βtmel + α. (2.35)

Ce bruit intrinsèque peut être quantifié précisément pour notre capteur, en faisant
la mesure suivante : nous exposons le capteur pendant la durée tmel, après une sé-
quence expérimentale sans atomes (qui est faite par exemple en laissant éteintes
les DELs pendant le chargement du PMO). Une trentaine d’images “sombres” sont
enregistrées et traitées de la manière suivante :

1. Pour chaque image k, représenté par une matrice fk(xi, yj), nous détectons
la présence de pixels “chauds”, c’est-à-dire dont le compte dépasse largement
le niveau moyen. Un seuil est fixé pour cela, correspondant à f̂k + 5σk, où
f̂k est moyenne spatiale de la matrice 23, et σk la déviation standard à cette
moyenne. Ces événements ne sont pas rares, et correspondent le plus souvent
à la collection de rayons cosmiques [107].

2. Les valeurs de ces pixels “chauds” sont modifiées, nous leur affectons la valeur
moyenne f̂ ′k calculée en ne tenant pas en compte ces événements “chauds”.

3. On calcule ensuite les éléments d’une matrice f(xi, yj), moyenne statistique des
matrices f ′k(xi, yj)

24, ainsi que d’une matrice fσ(xi, yj), déviation standard des
matrices f ′k(xi, yj).

La matrice fσ(xi, yj) étant homogène, nous associons à l’ensemble des images
une déviation standard constante δcam = f̂σ. Une analyse systématique du fond a

23. f̂k = Σi,jfk(xi, yj)/ninj , où ni × nj est la taille du capteur.

24. f(xi, yj) = Σkf
′

k(xi, yj)/K, où K est le nombre d’images.
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été effectuée pour différentes durées de mélasse. Les valeurs de δcam sont montrées
sur la figure 2.19(a). Un ajustement avec la relation (2.35) nous donne les valeurs
suivantes : β ≃ 6.4 ms−1 et α ≃ 14. Parallèlement, nous mesurons le flux de photons
incidents sur le capteur en présence de N ≃ 104 atomes, en intégrant à différentes
durées de mélasse le signal sur le capteur (figure 2.19(b)). Pour cette mesure-ci, nous
retranchons aux images les fonds moyennés obtenus pour chaque tmel par la procé-
dure décrite précédemment. Nous extrayons la valeur suivante : Φmes

c ≃ 120 ms−1

compatible avec le calcul effectué plus haut (Φc ≃ 110 ms−1 par atome).
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Figure 2.19 – (a) Bruit par pixel des images “sombres” (sans atomes) en fonction
de la durée de mélasse (b) Signal intégré normalisé au nombre d’atomes.

À présent nous connaissons toutes les valeurs caractéristiques du signal et du
bruit associés à l’imagerie par fluorescence, nous pouvons ainsi évaluer un rapport
signal à bruit γ pour la détection de N atomes :

γ =
S

√

δ2gr + L2
99δ

2
cam

. (2.36)

Une détection à un atome près est-elle possible ?

Nous pouvons maintenant tenter de répondre à la question suivante : pourrons-
nous détecter, à un atome près, la population d’un échantillon constitué d’une cen-
taine d’atomes ? Pour cela, nous devons comparer le signal d’un atome au bruit de
l’ensemble du signal de fluorescence, c’est-à-dire évaluer la quantité :

γN =
γ

N
=

Φctmel
√

NΦctmel + L2
99(σ0, tmel) (βtmel + α)

. (2.37)

Pour les conditions d’imagerie actuelles, avec lpix/G ≃ 2 µm/pixel, σ0 = 6 µm
et Dx = 350~/m, nous ne dépassons pas γ100 ≃ 0.6. Nous traçons dans la figure
2.20(a) la courbe de γ100 en fonction de tmel (trait plein bleu). Nous voyons que
même à des temps de mélasse importants, le signal de fluorescence d’un atome
est bien inférieur au bruit, et il faudrait le signal de 2 atomes pour que le signal
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dépasse le bruit. Cela nous donne la précision sur le comptage : ≃ 2 atomes sur
100. Dans la relation (2.37), nous voyons que le terme proportionnel à L99 prend
de l’importance aux longues durées de mélasse. Il est possible de modifier le poids
de ce terme par deux moyens : le premier consiste à diminuer le grandissement du
système, c’est-à-dire de concentrer le signal sur une surface de capteur plus faible, le
deuxième consiste à regrouper plusieurs pixels dans un “macro-pixel” de taille plus
grande, afin de diminuer le nombre de pixels sur lesquels arrivent les photons (cette
dernière méthode est appelée “hardware binning” en anglais). Nous avons vérifié
que l’augmentation de bruit due au regroupement de pixels est faible. Sur la même
figure 2.20(a), nous traçons l’évolution de γ100 en fonction de tmel pour différentes
tailles de “macro-pixels”.
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Figure 2.20 – (a) Pour N = 100 atomes et ΦC = 120 ms−1, évolution de γN en
fonction de tmel pour différentes situations de regroupement en “macro-pixels”. (b)
Mêmes courbes prises avec la valeur ΦC = 240 ms−1.

Nous constatons qu’avec cette méthode de regroupement de pixels, γ100 peut at-
teindre des valeurs plus importantes, et même dépasser 1 pour des temps de mélasse
de l’ordre de 1 ms. Par ailleurs, nous pouvons aisément gagner un facteur ∼ 2 sur ΦC
en diminuant le désaccord δ de −2.7Γ à −2Γ. Ainsi, le signal par atome augmente,
et nous sommes moins gênés par le bruit de la caméra. Nous montrons dans la figure
2.20(b) les courbes représentant γ100 pour les mêmes conditions de regroupement de
pixels, avec un flux de photons par atome double Φc ≃ 240 ms−1. Il apparaît ici que
dès tmel ≃ 1 ms pour des “macros-pixels” de taille 8 × 8 pixels ou pour t & 2 ms
pour des “macros-pixels” de taille 2×2 , nous atteignons un niveau de signal à bruit
acceptable pour compter la population à un atome près. Les courbes vertes des deux
figures 2.20(a) et (b) représentent le cas idéal où tout le signal est concentré sur un
pixel de la caméra, des situations proches d’une détection limitée par le bruit de
grenaille photonique (γlim

N =
√

ΦCtmel/N).

Dans la section 5.3.1 du chapitre 1, nous avons décrit la signature d’un état
fortement corrélé de spin, avec des fluctuations sub-poissonniennes de la magnétisa-
tion. En terme de détection, il importe de compter précisément les populations des
deux sous-états Zeeman, N+1 et N−1. Après la préparation d’un tel échantillon, une
expérience de Stern et Gerlach peut être réalisée, et il est possible de séparer spa-
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tialement les trois nuages constitués des trois composantes de l’échantillon spinoriel
mF = +1, mF = 0, mF = −1. Nous étudierons cette expérience en détail dans la
section 4.3. Dans la figure 2.21, nous donnons un exemple d’image par fluorescence
d’un tel échantillons préparé avec N ≃ 3000 atomes.
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Figure 2.21 – Image de fluorescence des trois composantes d’un condensat spinoriel
de N ≃ 3000 atomes, après un temps de mélasse tmel = 0.5 ms. L’échelle de couleur
correspond au niveau du signal S reçu sur le capteur. La séparation entre deux
nuages est d’environ 50 pixels.

Nous allons à présent analyser les performances d’un diagnostic de 90 atomes,
également répartis dans trois nuages de N = 30 atomes. Pour nous assurer qu’à
l’intérieur des trois zones autour des trois nuages nous comptabilisons uniquement
le signal de l’une des espèces de spin, nous devons satisfaire à une contrainte de
non-recouvrement : les trois zones de comptage doivent avoir comme taille minimale
l99 et être disjointes. Considérons un diagnostic effectué à un temps d’expansion
libre texp après la coupure du piège. L’expérience de Stern et Gerlach, se traduit
par une séparation des trois espèces de spin selon un mouvement accéléré, avec une
accélération typique de a ≃ 10 m.s−2 (voir figure 4.8). La séparation typique ∆l après
un temps texp est donc : ∆l(texp) = at2exp. Nous avons également mesuré qu’après
une ouverture lente du piège, les trois nuages s’étendent chacun avec une vitesse
d’expansion vexp ≃ 1.9 µm.ms−1 (voir figure 4.9). Pour des temps de vol supérieurs
à 1 ms, la taille suit la loi d’expansion suivante : σ0 ≃ vexptexp. À chaque temps texp,
la contrainte de non-recouvrement impose une limitation sur la durée de mélasse
qui doit vérifier l99(σ0, tmel) ≤ ∆l(texp). D’après l’équation (2.33) elle s’exprime en
fonction du paramètre sans dimension ζ :

l̃(ζ)
√

ζ/2
≤ atexp

vexp
, avec l̃(ζ) = 3.22 + 1.74ζ, ζ = σ2

0/2Dxtmel. (2.38)

Ce critère ne dépend pas directement du grandissement de l’imagerie, ce qui
pousse vers le choix de gros “macro-pixels”. Néanmoins, un regroupement d’un grand
nombre de pixels conduit à une réduction de la résolution, qui affecte finalement la
détermination du critère pour le choix de L99 : si l’ajout d’une couronne de “macro-
pixels” autour d’une zone de taille L pour atteindre la taille L99 l’agrandit de manière
notable si bien que les trois zones se recouvrent, alors nous devons abaisser notre
critère en dessous de 99%, ce qui limite à son tour la précision du comptage. Dans
la figure 2.22(a), nous représentons les paramètres optimaux tmax

mel autorisés pour les
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différents temps d’expansion texp d’après (2.38), ainsi que les séparations des trois
nuages ∆l. Nous calculons les niveaux de signal à bruit γ30 pour chaque temps de
mélasse et les représentons dans la figure 2.22(b).
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Figure 2.22 – (a) Temps de mélasse maximaux tmax
mel autorisés à chaque temps d’ex-

pansion texp pour remplir la condition de non-recouvrement des signaux de fluores-
cence provenant des trois nuages (courbe bleue pleine). Séparation entre les nuages
∆l sous l’effet du gradient de champ magnétique appliqué pendant l’expérience de
Stern et Gerlach (tirets verts). (b) Signaux à bruit correspondant aux valeurs de
tmax
mel de la figure (a), pour différentes situations de regroupement de pixels.

Pour des temps d’expansion faibles (texp < 3 ms), on ne peut pas remplir la
condition (2.38), car les trois nuages ne sont pas suffisamment séparés. Au-delà,
nous voyons que plus le temps d’expansion est élevé, plus les mélasses d’imagerie
peuvent être longues. Nous constatons qu’il est possible de trouver des valeurs des
paramètres texp et du “binning” pour obtenir des signaux à bruit γ30 supérieurs à 1.
Il existe néanmoins une limitation de cette procédure d’imagerie, due à la séparation
des nuages : lorsque 2×∆l (la distance entre les deux nuages extrêmes) devient de
l’ordre de la taille du champ de l’image, autour de 1 mm.

Notons que le seuil γ30 = 1 n’est pas nécessairement suffisant pour déterminer
de façon certaine la présence d’un atome. Un seuil deux à trois fois plus élevé se-
rait probablement mieux adapté. Une analyse statistique plus évoluée serait d’un
grand intérêt dans l’optique d’une estimation d’un seuil permettant de compter un
atome de manière sûre. Par ailleurs, un gain notable sur ΦC serait bénéfique pour
l’augmentation du signal à bruit, si toutefois nous veillons à ne pas augmenter signi-
ficativement Dx. Cela est réalisable en diminuant par exemple la taille des faisceaux
de mélasse.

2.5 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons décrit le dispositif expérimental pour la création
d’un échantillon atomique de 5 × 105 atomes dans un piège dipolaire croisé. Nous
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avons mis en évidence l’existence d’une puissance optimale pour le chargement du
piège dipolaire, que nous attribuons aux déplacements lumineux induits par le fais-
ceau laser. Nous avons également analysé deux moyens de diagnostic des atomes :
les imageries par absorption et par fluorescence, la première davantage adaptée à
l’analyse de nuages fortement peuplés (N & 1000) atomes et la deuxième adaptée
au comptage de population pour des faibles nombres d’atomes. Ces deux techniques
seront utiles pour la suite de la séquence expérimentale, consituée d’une étape de re-
froidissement évaporatif dans le piège dipolaire (chapitre 3), et de la préparation de
condensats de Bose–Einstein spinoriels avec une magnétisation contrôlée (chapitre
4).



Chapitre 3

Evaporation dans un piège
dipolaire optique composite

Dans une expérience tout-optique comme la nôtre, l’étape qui suit le chargement
d’un piège dipolaire est le refroidissement évaporatif dans ce même piège. Différentes
équipes travaillant avec des dispositifs expérimentaux similaires au nôtre sont par-
venues à réaliser des condensats de Bose–Einstein (CBE) dans des pièges optiques,
avec différentes espèces atomiques : le rubidium 87Rb[108, 109, 110], le lithium 7Li
[111], le cesium 55Cs [112] ainsi que le sodium 23Na [113]. Dans ce chapitre, nous
allons montrer la manière que nous avons choisie pour procéder au refroidissement
évaporatif. Afin de contourner la perte d’efficacité de l’évaporation dans un piège
dipolaire optique, nous avons recours au transfert dans un piège auxiliaire très confi-
nant, dans lequel nous réalisons des CBE avec environ 104 atomes. Dans ce chapitre,
nous rappellerons tout d’abord les mécanismes en œuvre durant ce refroidissement.
Dans une deuxième partie, nous diviserons la description de l’évaporation en trois
étapes : l’accumulation des atomes au centre du piège dipolaire croisé (PDC), le re-
froidissement évaporatif dans le PDC seul, et finalement l’évaporation dans le piège
composite. Dans une troisième partie, nous présenterons la conception d’un nouveau
piège composite. Nous terminerons ce chapitre par l’analyse de la température et
du nombre d’atomes dans la partie condensée du nuage.

3.1 Rappel sur l’évaporation dans un piège har-
monique

Supposons que nous avons N atomes piégés avec une température T dans un
potentiel de profondeur U0 (on suppose qu’il est donc tronqué à cette valeur). Les
atomes piégés dans ce piège subissent des collisions élastiques qui peuvent donner
à certains atomes une énergie suffisante pour franchir la barrière de potentiel de
hauteur U0. Ces atomes emportent avec eux cette énergie plus grande que l’énergie
moyenne, et les atomes restant rethermalisent avec une énergie par atome, et par
conséquent une température plus basse. La perte d’atomes par collisions entraîne
ainsi un refroidissement du nuage qui reste piégé. La sortie du piège est plus difficile
si les atomes sont très froids ou s’il n’y a pas suffisamment d’atomes à disposition
pour réaliser des collisions. Le taux de sortie Γev dépend du paramètre η = U0/kBT ,



86 Ch. 3. Evaporation dans un piège dipolaire optique composite

et du taux de collision élastique Γel dans le piège. Ce dernier est lui-même relié à la
densité n0 du nuage et de la vitesse moyenne v =

√

8kBT/πm des atomes, et à la
section efficace de collision élastique σ. Le taux d’évaporation, quand η ≫ 1, s’écrit
[114] :

Γev ≃ Γelηe−η = n0σvηe−η. (3.1)

Cette relation n’est valable que si les trajectoires des atomes dans le piège sont
suffisamment ergodiques. Dans ce cas, la fonction de distribution des atomes f(r,p)
(ou densité dans l’espace des phases) dans le piège ne dépend plus que de leur énergie
ǫ(r,p) = p2/2m+ U(r) :

f(r,p) =
1
Z

e−
p2/2m+U(r)

kBT Θ(−p2/2m+ U0 − U(r)) (3.2)

où Z est la fonction de partition choisie de manière à ce que
∫

f(r,p)d3rd3p/(2π~)3 =

1, et Θ est la fonction de Heavyside. Par ailleurs, nous avons fait l’hypothèse de quasi-
équilibre, qui consiste à supposer que le temps caractéristique entre deux collisions
est beaucoup plus court que le temps caractéristique d’évaporation τev = 1/Γev.

À cause du facteur e−η dans l’expression de Γev, nous voyons qu’au cours du re-
froidissement, avec T/U0 diminuant, le taux d’évaporation devient rapidement très
faible, ce qui implique d’attendre des temps très longs pour refroidir à des basses
températures. En pratique, des mécanismes de pertes ont lieu dans le piège, comme
les pertes inélastiques, à un et trois corps 1, qui limitent la durée de vie de l’échan-
tillon piégé. Les pertes à un corps sont liées principalement aux collisions avec les
atomes “chauds” de la vapeur résiduelle dans l’enceinte. Les pertes à trois corps
viennent de la formation à partir de trois atomes d’une molécule et d’un atome très
énergétiques, qui quittent ensemble la zone de piégeage. Ce dernier facteur de pertes
est important à haute densité, pour des densités voisines de n ∼ 1014 cm−3.

Un moyen de garder η à des valeurs raisonnables (autour de 10 − 12) tout en
refroidissant les atomes, est de diminuer la profondeur du potentiel graduellement
à mesure que T diminue. Un autre facteur de pertes vient alors s’ajouter à ces
mécanismes : le déversement des atomes dont l’énergie est voisine de U0 à chaque
instant. Si entre les instants t et t + dt le potentiel s’abaisse de U0 à dU0, alors le
nombre d’atomes perdus pendant cet intervalle est dNdev = ρ(U0)f(U0)dU0 où ρ(ǫ)
désigne la densité d’états à l’énergie ǫ. Celle-ci est définie de la manière suivante
dans l’approximation semi-classique :

ρ(ǫ) =
∫

d3rd3p

(2π~)3
δ
(

ǫ− p2/2m− U(r)
)

=
1

(2π)2

(2m
~2

)3/2 ∫

d3r
√

ǫ− U(r). (3.3)

Les pertes par déversement sont décrites par un taux Γdev :

Γdev = ρ(U0)f(U0)
U̇0

U0
(3.4)

1. En toute rigueur il y a aussi des pertes à deux corps, liées par exemple à la relaxation
dipolaire, mais elles sont négligeables dans notre système.
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Des modèles regroupant tous ces mécanismes de pertes, par évaporation, par dé-
versement et par collisions inélastiques, ont été étudié [114, 115]. En négligeant les
pertes inélastiques, et en supposant que η reste constant au cours de l’évaporation
avec η ≫ 1, il est possible d’établir, pendant une rampe menant d’un point (N0, T0,
U0 = ηkBT0) à un point (N1, T1, U1 = ηkBT1), les lois d’échelles suivantes [116] :

N1

N0

=
(

U1

U0

)α

, α =
3
2
η − 4

η2 − 6η + 7
. (3.5)

D1

D0
=

(

U0

U1

)β

, β =
3
2
η2 − 7η + 11
η2 − 6η + 7

. (3.6)

En abaissant la profondeur du piège de U0 à U1, le principal objectif pour obtenir
une évaporation efficace est d’augmenter notablement la densité dans l’espace des
phases : D = N(~ω/kBT )3 pour un gaz de Boltzmann. Dans [117], les auteurs ont
proposé un critère construit à partir du gain dans la densité dans l’espace des phases
au cours d’une évaporation. Entre le point de départ (N0,D0) et d’arrivée (N1,D1),
ce critère s’écrit :

κevap = − ln (D1/D0)
ln (N1/N0)

= 1 + 3
ln (T1/T0)
ln (N1/N0)

− 3
ln (ω1/ω0)
ln (N1/N0)

. (3.7)

Le troisième terme de cette somme est lié au changement de courbure du piège
au cours de la diminution de la profondeur. La modification de la forme du piège est
caractéristique du refroidissement évaporatif dans les pièges dipolaires optiques, au
contraire des pièges magnétiques. En utilisant les lois d’échelles (3.5) et l’expression
(3.7), nous trouvons pour η = 10 : κev ≃ 8.9, ce qui signifie qu’un gain de 6 ordres
de grandeur dans l’espace des phases se fait au prix d’une diminution d’un facteur
2 sur le nombre d’atomes.

Différence entre un piège magnétique et un piège optique

Dans un piège magnétique, profondeur et confinement du potentiel sont indépen-
dants. Il est possible d’atteindre un régime d’emballement, où le taux de collisions
élastiques Γel et l’efficacité κevap augmentent au cours du temps [117]. Ce type de
régime n’est pas aisément accessible dans un piège optique, en raison de la baisse
de confinement qui accompagne une baisse de la profondeur (ω ∝ √U0). Ainsi, en
diminuant U0, le piège est “décomprimé”, ce qui peut conduire à une baisse du taux
de collisions élastique même si κev augmente [118].

Néanmoins, notons que les fréquences de piégeage atteintes dans des pièges ma-
gnétiques ne sont pas aussi importantes que celles des pièges optiques, ce qui en-
traîne un départ d’évaporation avec une taux de collision plus faible. Si le nuage
est très peuplé au départ de l’évaporation, le faible taux de collision dans un piège
magnétique nécessite un refroidissement lent (de l’ordre de 30− 60 s typiquement),
alors qu’il est généralement plus rapide dans un piège optique (3−10 s typiquement).



88 Ch. 3. Evaporation dans un piège dipolaire optique composite

3.2 Évaporation libre et compression et dans le
piège dipolaire croisé

Nous avons décrit dans le chapitre 2 la capture d’environ 5×105 atomes dans les
deux bras du piège dipolaire croisé, à une température d’environ 50 µK. Le centre
du piège n’est pour sa part que faiblement peuplé. Il apparaît clairement que le taux
de collisions dans les bras reste limité, et que nous devons tirer partie d’une accumu-
lation des atomes au point de croisement pour augmenter la densité, donc le taux
de collisions. C’est pourquoi, avant de refroidir par évaporation forcée en abaissant
la profondeur de potentiel du PDC, nous procédons à une étape d’évaporation libre
en gardant la profondeur constante pour remplir la partie centrale du piège. Dans
cette section, nous étudions cette phase d’évaporation libre. Avant de donner des
résultats expérimentaux, nous décrivons une procédure d’analyse de la distribution
atomique dans le piège, afin de compter le nombre d’atomes confinés au croisement
des bras du piège N⊗.

Analyse du remplissage du piège

Comment définir une limite entre les atomes se trouvant dans les bras et les
atomes se trouvant dans le centre du PDC ? Sur la figure 2.6, montrant le potentiel
du PDC tronqué à différentes valeurs, en dessous ou au dessus de la profondeur
|V 0

PDC/2|, nous observons que seuls les atomes d’énergie inférieure à |V 0
PDC/2| ex-

plorent la partie centrale. Puisque ce sont ces derniers qui ressentent le potentiel
plus confinant et qui participeront le plus à l’évaporation forcée, c’est ce critère
énergétique que nous prenons comme définition de N⊗, le nombre d’atomes dans le
centre :

N⊗ = N
(

−V 0
PDC 6 ǫ 6 −V 0

PDC/2
)

= n0Λ3
dB

∫ V 0
PDC/2

0
dǫ ρ(ǫ)e−ǫ/kBT , (3.8)

où ρ(ǫ) est la densité d’états définie dans la relation (3.3) dans laquelle le potentiel
du PDC, V 0

PDC(r), a remplacé le potentiel U(r). À partir de cette quantité, nous dé-
finissons le facteur de remplissage du centre du piège, αPDC = N⊗/N , correspondant
à la fraction d’atomes dans le centre par rapport à la population totale d’atomes
dans le PDC.

Nous mesurons à présent l’évolution de αPDC après avoir chargé le PDC à une
puissance P depuis le PMO (voir section 2.3.3). Pour cela, nous réalisons la séquence
expérimentale suivante : à t = 0 s, les faisceaux du PMO sont éteints, et les atomes
débutent leur évaporation libre dans le PDC. Après un temps t, le PDC est coupé, les
atomes s’étalent en temps de vol pendant une durée tv = 0.1 ms, puis les faisceaux
de mélasse sont allumés pendant une durée tmel = 0.5 ms et nous récoltons le signal
à travers l’objectif de microscope sur la camera comme décrit dans la section 2.4.4.
Un exemple de signal de fluorescence est montré dans la figure 3.1, sur laquelle nous
reconnaissons les structures caractéristiques du piège : un piège central au niveau
duquel deux bras allongés se croisent.

L’imagerie par absorption n’est pas adaptée dans pour ce type d’échantillons ato-
miques, à cause des densités optiques trop faibles dans les bras du PDC. En effet,
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Figure 3.1 – Exemple d’image en fluorescence, prise après t = 100 ms dans le PDC
à une puissance de P ≃ 13.7 W sur tout le capteur de la camera.

quand nous effectuons une image après temps de vol, les bras exhibent des densités
optiques inférieures à 0.1, ce qui est faible par rapport au bruit de l’image.

Le signal de fluorescence obtenu est ajusté à l’aide d’une fonction f2D à trois
distributions gaussiennes : deux d’entre elles pour les bras, et la dernière pour la
partie centrale :

f2D(x, y) =
3
∑

j=1

G(Aj; xj , yj; σjx, σjy), (3.9)

avec G(A, x, y, σx, σy) = Ae−
1
2

(x/σx)2− 1
2

(y/σy)2
. Ici A est l’amplitude, σx and σy les

tailles de la distribution selon x et y. Les deux première composantes (j = 1, 2) modé-
lisent les bras, de telle sorte qu’on a σ1x ≫ σ1y et σ2x ≫ σ2y. La troisième composante
modélise la partie dense centrale. Avec les conventions de la section 2.3.2, nous avons
(x1,3, y1,3) = (x, y) et (x2, y2) = (u, v) = (x cos(θ) + y sin(θ),−x sin(θ) + y cos(θ)). À
l’aide d’une image d’absorption d’un échantillon dense (DO≫ 0.1), nous trouvons
un facteur de calibration absolu du nombre d’atomes pour le signal de fluorescence.
Celui-ci nous permet de calculer N1, N2 et N3, les nombres d’atomes dans chaque
composante.

Avant d’analyser de façon quantitative nos images, nous devons d’abord valider
la procédure d’analyse en nous posant la question suivante : les résultats obtenus
par l’ajustement des trois gaussiennes permettent-ils bien d’extraire la quantité N⊗ ?
Pour cette validation, nous appliquons notre méthode d’ajustement sur des profils
de densité simulés de nuages atomiques à l’équilibre thermique dans un piège de
puissance P = 13.7 W et w = 42 µm avec le potentiel VPDC(r) donné en (2.12,
page 56). Les résultats de cette analyse sont présentés dans la figure 3.2. Dans (a),
nous voyons que le nombre d’atomes dans le centre N3 est proche de N⊗. Cela
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valide notre méthode pour estimer le facteur de remplissage αPDC = N⊗/N avec le
résultat tiré de l’ajustement multi-composantes : αmes = N3/(N1 +N2 +N3). Nous
extrayons également la température dans les bras et la zone de croisement à l’aide
des fréquences du piège (voir (2.14)).
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Figure 3.2 – Test de la procédure d’ajustement multi-composantes pour l’analyse
des images du PDC. Pour (a), (b) et (c), les diamants noirs représentent les résultats
de l’ajustement. En (a), le nombre d’atomes au centre du PDC est calculé à partir
de la densité d’états et reporté sur la ligne rouge. Pour les lignes dans (b) et (c), n0

et D sont extraites des formules de densité à l’équilibre thermodynamique. En (d),
nous comparons les températures extraites de la taille des bras et de la composante
centrale avec la température utilisée pour simuler la distribution atomique.

Nous voyons sur la figure 3.2(d) que nous surestimons systématiquement la tem-
pérature T1,2 dans les bras de ∼ 30 %. Cela est dû à la forme non-harmonique du
piège, qui se répercute sur un profil de densité radiale plus large que celui corres-
pondant à un piège harmonique de même courbure. Nous avons vérifié que pour un
potentiel harmonique tronqué la température trouvée est bien égale à la tempéra-
ture T utilisée pour le profil simulé. Ces résultats sont encourageants pour l’étude
quantitative des images expérimentales obtenues lors de l’étape d’évaporation libre
des atomes dans le PDC. Nous pouvons utiliser la procédure d’ajustement à trois
composantes pour extraire des informations sur αPDC, les densités dans le centre et
les bras du piège, et la température de l’échantillon.
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Optimisation expérimentale du chargement du piège dipolaire croisé

Nous montrons à présent les résultats de l’expérience décrite dans la partie pré-
cédente, dans laquelle nous étudions l’évolution de αPDC et N⊗ avec le temps d’éva-
poration libre t. Les données expérimentales sont ajustées avec la fonction suivante
αPDC(t) = a(1−e−t/τ )+b, modélisant une évolution exponentielle entre deux valeurs
a et α∞ = a + b avec un temps caractéristique τ . Les courbes d’évaporation libre
aux valeurs de puissance PPDC = 7.9, 13.7, 22.3 et 36 W (respectivement : carrés
bleus, losanges noirs, ronds rouges et triangles verts) sont reportées dans la figure
3.3. Ces puissances sont gardées constantes depuis la phase de capture à partir du
PMO (voir section 2.3.3).
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Figure 3.3 – (a) Evolution du nombre d’atomes au centre du PDC dans quatre si-
tuations de chargement différentes : basse puissance (ronds rouges), haute puissance
(triangles verts), ∼ 1/3 de la puissance maximale (carrés bleus), ∼ 2/3 de la puis-
sance maximale (diamants noirs). (b) Facteur de remplissage α = N⊗/N (mêmes
symboles), ajustées avec la fonction a(1− e−t/τ ) + b (lignes continues).

Les paramètres de chargement τ et la valeur asymptotique α∞ = a + b du fac-
teur de remplissage obtenus par l’ajustement sont montrés dans la figure 3.5 (ronds
bleus). Nous constatons qu’il existe une puissance optimale PPDC = 13.7 W qui
maximise le nombre d’atomes au centre N⊗ et la valeur α∞. Cette puissance est
voisine de la valeur de PPDC trouvé dans l’optimisation du chargement à partir du
PMO PPDC = 15 W (voir section 2.3.3). Nous en concluons que le remplissage du
centre est d’autant plus important que le nombre d’atomes total initial est grand.
Cela est lié au taux de collision dans les bras, linéaire en densité, qui augmente avec
le nombre d’atomes capturés. Nous voyons aussi que le temps caractéristique d’éva-
poration τ diminue avec la puissance du piège (figure 3.5(a)), ce qui semble indiquer
que l’augmentation des fréquences du pièges contribue à accélérer la dynamique de
remplissage. Ainsi nous concluons qu’il est avantageux de tirer partie à la fois du
nombre élevé initial dans le piège à puissance modérée et des fréquences élevées à
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des puissances plus importantes.

Nous réalisons une deuxième série d’expériences, dans lesquelles la puissance du
piège est gardée constante PPDC = 13.7 W pendant la phase de “PMO froid” (voir
section 2.3.3), et augmentée en 50 ms à une autre valeur immédiatement après avoir
éteint les faisceaux du PMO. Dans la figure 3.4, nous représentons deux rampes
dont les points d’arrivée sont PPDC = 27 W et PPDC = 36 W, que nous comparons
à la situation optimale de chargement à puissance constante. Les paramètres τ et
α∞ correspondant à ces expériences sont reportés dans la figure 3.5(a,b)(losanges
noirs).
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Figure 3.4 – (a) Evolution du nombre d’atomes au centre du PDC dans quatre
situations de chargement différentes : puissance constante 13.7 W (carrés bleus),
rampe en 50 ms à la puissance 27 W (diamants verts), rampe en 50 ms à la puissance
maximale (triangles noirs), rampe en 2 s à la puissance maximale (étoiles magenta).
(b) Facteur de remplissage α = N⊗/N (mêmes symboles), ajustées avec la fonction
a(1− e−t/τ ) + b (lignes continues).

Nous constatons que le remplissage du centre du piège augmente avec la puis-
sance finale de la rampe. Cela signifie que le mécanisme de remplissage n’est pas
limité par la puissance du piège. En raison des déplacements lumineux induits par le
potentiel dipolaire, le refroidissement laser pendant la phase de capture du PMO est
moins efficace à haute puissance. Cela explique pourquoi démarrer la phase d’évapo-
ration libre avec un piège profond, comme dans la première série d’expériences, ne
conduit pas à un bon remplissage du centre du piège. En comparant ces expériences
avec celles effectuées à puissance constante dans la première série, nous constatons
qu’une compression du piège conduit à un remplissage plus rapide (≃ 2 s), dû à
l’augmentation des fréquences du piège. La valeur maximale du facteur de remplis-
sage α∞ ne semble plus qu’être limitée par la puissance disponible.

Au vu du temps de chargement optimal τ ≃ 2 s, nous faisons une troisième ex-
périence, en procédant à une rampe linéaire jusqu’à la puissance maximale PPDC =
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36 W en 2 s au lieu de 50 ms. Cette rampe plus lente conduit à un facteur de
remplissage légèrement plus grand (α∞ ≃ 0.7), avec environ 1.4 × 104 atomes au
centre, à une température d’environ 110 µK. Avec cette rampe particulière, repré-
sentée dans la figure 3.4 (étoiles magenta), nous obtenons deux fois plus d’atomes
qu’en gardant le piège à sa puissance initiale. Il s’agit d’un bon point de départ pour
débuter l’étape de refroidissement évaporatif forcé.
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Figure 3.5 – (a) temps de remplissage τ et (b) fraction de remplissage α∞ dans le
PDC dans trois situations différentes : la courbe pleine bleue montre les résultats
pour l’expérience à puissance constante du piège. La courbe tiretée noire représente
les expériences de compression avec une puissance initiale PPDC = 13.7 W et un
rampe en 50 ms à la valeur finale indiquée après avoir éteint les faisceaux de mélasse.
Les barres d’erreur correspondent à 90% d’intervalle de confiance autour de τ et
α∞. Le point magenta représente une compression en 2 s. Pour PPDC = 13.7 W,
les deux courbes devraient se couper car la séquence expérimentale est la même.
La différence est probablement liée aux erreurs systématiques entre plusieurs séries
expérimentales, pouvant provenir de variations du nombre d’atomes ou de position
du PDC. La ligne verticale rouge correspond à la puissance optimale PPDC = 13.7 W
de chargement pendant la phase de “PMO froid”.

Bilan de la compression

Pour faire le bilan de la compression du piège, nous pouvons évaluer le gain
en densité dans l’espace des phases pour la zone centrale du piège entre le début
et la fin de la rampe de compression en tenant en compte de l’augmentation de
température. Le haut de la rampe est atteint à t = 2 s, et nous attendons encore
200 ms supplémentaires pendant lesquelles le nombre d’atomes N⊗ augmente encore
légèrement.

Dans ce tableau, ω désigne la moyenne géométrique des fréquences du piège :
ω = (ωxωyωz)1/3. Le gain dans l’espace des phases n’est pas très important, mais
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avant compression après compression

N⊗ 6× 104 1.4× 105

ω 2π × 2.4 kHz 2π × 3.8 kHz
T 60 µK 110 µK

Γel 120 s−1 645 s−1

D 3.4× 10−4 5.6× 10−4

Table 3.1 – Valeurs de N⊗, ω = (ωxωyωz)1/3 et T au centre du piège, avant et
après compression. Le taux de collisions élastiques est calculé à partir de la relation
3.1 et la densité dans l’espace des phases est calculée à l’aide de la relation D =
N⊗(~ω/kBT )3.

nous voyons que le taux de collisions a été multiplé par un facteur 6, ce qui repré-
sente une amélioration importante pour débuter la phase de refroidissement forcé 2.
Par ailleurs, partir d’une situation où les bras sont vidés le plus possible est proba-
blement avantageux. En effet, les atomes restant dans les bras peuvent être gênants
pendant la phase d’évaporation forcée, car ils constituent un réservoir d’atomes plus
énergétiques que les atomes au centre, qui peut freiner le refroidissement des atomes
de la partie centrale via des collisions.

3.3 Evaporation dans le piège croisé seul

À partir du point de départ atteint après la compression du PDC, nous démarrons
une phase de refroidissement évaporatif forcé, pendant laquelle la puissance du piège
est baissée de 36 W à 200 mW. Nous avons essayé des rampes de formes fonctionnelles
variées : loi de puissance, exponentielle, linéaire par morceaux. Parmi ces formes
fonctionnelles, celle qui nous donne le point d’arrivée avec la plus haute densité dans
l’espace des phases est une loi de puissance, caractérisée par un temps caractéristique
τevap et un exposant αevap. En considérant le début de la rampe d’évaporation forcée
comme le nouveau temps t = 0 s, alors la rampe s’écrit :

VPDC(t) = V 0
PDC (1 + t/τevap)−αevap . (3.10)

Expérimentalement, nous avons optimisé les paramètres de cette rampe, et sommes
arrivés à la valeur αevap = 1.2 pour l’exposant de la loi de puissance. Cette valeur
est proche de la valeur proposée dans [116] pour la rampe optimale selon le modèle
d’évaporation à η constant (voir section 3.1). Pour η = 10, on a :

αopt
evap = 2

η′ − 3
η′
≃ 1.4, ou on a posé η′ =

η − 4
η − 5

. (3.11)

Le temps τevap = 30 ms a été ajusté pour réaliser une rampe en 2.5 s avec un abais-
sement de la puissance jusqu’à 0.5 % de la puissance maximale. Lorsque nous appli-
quons les équations (3.5) dérivant de ce modèle, nous trouvons pour U1/U0 = 0.5 %

2. Notons qu’après la compression Γel < ω, ce qui montre que nous ne sommes pas dans un
régime hydrodynamique, et qu’il serait favorable de charger encore plus d’atomes au centre du
piège.
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une densité finale dans l’espace des phases D1 ∼ 0.2. Expérimentalement, nous
sommes parvenus à une densité finale Dexp

1 ≃ 5 × 10−3 pour une rampe jusqu’à
cette valeur en 2.5 s, plus faible que la prédiction du modèle. Cette différence est
probablement due aux hypothèses fortes du modèle, notamment l’absence de colli-
sions inélastiques, et la forme harmonique du piège. Les résultats expérimentaux des
évolutions de N , T et D avec le temps de rampe t seront présentés dans la section
suivante (voir figure 3.10).

Pendant la rampe d’évaporation, nous observons que le taux de collisions s’ef-
fondre après ∼ 1 s : il devient plus petit que 10 s−1, du fait de la forte diminution
du confinement du piège, ce qui ne permet pas d’entretenir une thermalisation effi-
cace. Etant encore loin du seuil de condensation de Bose–Einstein (DCBE = 2.612),
nous devons recourir à un autre moyen expérimental pour augmenter l’efficacité de
l’évaporation.

Plusieurs solutions ont été trouvées par certains groupes pour contourner le pro-
blème. Il est possible par exemple de changer dynamiquement la taille du faisceau
en utilisant une lentille mobile, afin de garantir un confinement constant pendant la
diminution de la puissance [109], ce qui conserve un fort taux de collision pendant
l’évaporation. Un régime d’emballement peut également être atteint en utilisant un
potentiel répulsif indépendant du laser de piégeage. Dans [119], les auteurs ajoutent
un gradient de champ magnétique qui abaisse la profondeur du potentiel vu par
les atomes tout en gardant un confinement constant. Dans [120] est décrite la mise
en place d’un faisceau laser supplémentaire créant un potentiel attractif déplacé
du premier qui “tire” les atomes hors de la zone de piégeage, diminuant ainsi la
profondeur du potentiel. Ces deux méthodes consistent ainsi à découpler le confine-
ment du potentiel et sa profondeur. Une troisième méthode consiste à transférer les
atomes dans un potentiel dipolaire supplémentaire beaucoup plus confinant que le
piège principal, appelé dimple, qui permet de maintenir un taux de collisions élevé.
Cette méthode a été réalisée expérimentalement [112, 121] et également caractérisée
de manière théorique [122, 123, 124]. Cette méthode est aussi celle que nous avons
choisi de mettre en œuvre sur notre expérience [125], notamment en raison de la
simplicité du montage expérimental.

Dans la suite, nous allons décrire la mise en place d’un piège dimple, et montrer
la procédure de transfert des atomes du PDC dans le piège combiné {PDC+dimple}.

3.4 Evaporation dans un piège composite

3.4.1 Piège auxiliaire vertical : “dimple”

Le piège auxiliaire dimple est dérivé d’un laser de puissance 500 mW 3 à 1064 nm.
Le faisceau est transmis à travers un modulateur acousto-optique puis une fibre
optique. À sa sortie, le faisceau est collimaté par une lentille de focale 40 mm,
superposé à l’axe vertical de l’imagerie (voir section 2.4.2, figure 2.14) à l’aide d’un

3. Mephisto-S, InnoLight GmbH.
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miroir dichroïque, puis focalisé par l’objectif de microscope 4 au point de croisement
du PDC

Potentiel de piégeage

L’expression du potentiel associé à ce piège auxiliaire est la suivante :

Vd(x, y, z) = −V 0
d

e−2(x2+y2)/w2
d

√

1 + z2/z2R
, (3.12)

avec wd ≃ 7.7 µm, zR = πw2
d/λL ≃ 175 µm, la distance de Rayleigh associée.

Nous avons mesuré la waist sur un montage optique annexe similaire à celui de l’ex-
périence, en plaçant au foyer d’un deuxième objectif de microscope une caméra. Le
confinement selon z est négligeable comparé à celui du PDC. La puissance maximale
disponible Pd ≃ 150 mW, les valeurs des fréquences de piégeage et de la profondeur
sont reportées dans le tableau ci-dessous :

ωx/2π (kHz) ωy/2π (kHz) ωz/2π (kHz) V 0
d /kB (µK)

dT 7.2 7.2 0.2 84

Table 3.2 – Fréquences de piégeage et profondeur à Pd ≃ 150 W pour le piège
dimple.

Nous montrons dans la figure 3.6 la forme géométrique du piège ainsi que le
potentiel selon l’axe x résultant du croisement des deux pièges, dimple et PDC.

Asservissement en intensité

Pour contrôler la puissance du faisceau laser, nous avons recours à un asservis-
sement similaire à celui du PDC. Une fuite derrière un miroir est focalisée sur une
photodiode, dont le signal est utilisé dans un circuit proportionnel-intégrateur pour
agir sur l’actuateur de la boucle (la puissance RF du MAO). La bande passante est
∼ 50 kHz, et il nous permet de contrôler la puissance du laser entre 150 mW et
≃ 2 mW, avec une incertitude d’environ 0.2 mW.

3.4.2 Remplissage du piège dimple pendant l’évaporation dans
le piège croisé

Nous allons à présent nous intéresser à l’ajout du potentiel du dimple au PDC
pendant la rampe d’évaporation. Pour cela, nous faisons l’expérience suivante : nous
allumons graduellement le piège dimple, en 300 ms, de Pd = 2 mW à Pd = 150 mW,
et varions le temps d’arrivée t1 de cette rampe. À t = 1 s, nous éteignons les deux
pièges, et mesurons le nombre d’atomes ainsi que la température du nuage. La
séquence est schématisée dans la figure 3.7. Dans le tableau 3.3, nous montrons les

4. Il s’agit du même objecitf de microscope que celui utilisé dans l’imagerie horizontale (voir
chapitre 2).
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Figure 3.6 – (a) Vue schématique de la géométrie de piégeage avec le PDC et
le piège dimple (b) Profil du potentiel de piégeage dans la direction x, le long du
premier bras, pour Pd = 150 mW et PPDC = 3 W. Les deux figures ne sont pas à la
même échelle : la première s’étend sur 2 mm et la deuxième sur 0.4 mm.

résultats de ces expériences.
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Figure 3.7 – Evolution des puissances dans l’expérience d’allumage du dimple (ti-
rets rouges) pendant la rampe d’évaporation dans le PDC (ligne noire). Ici, le dimple
arrive à sa puissance maximale au temps t1 = 300 ms.

Les atomes comptés correspondent à des atomes confinés dans le potentiel du
dimple, qui ressentent par conséquent le confinement de ce dernier. Si nous compa-
rons les expériences en présence du piège dimple à la situation dans le PDC seul,
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t1(s) N(×104) T (µK) D κevap

dimple absent 6.4 4 0.005 1.6
0 4.3 6.0 0.25 3.2

0.5 5.1 7.8 0.13 3.2
0.8 3.6 7.9 0.09 2.5
1.3 2.7 9 0.05 1.9

Table 3.3 – Comparaison entre différents scenarios de “remplissage évaporatif”
dans le piège dimple. Le diagnostic est réalisé à t = 1 s, sauf pour t1 = 1.3 s où il
est réalisé à t = 1.3 s.

nous constatons que le nombre d’atomes est légèrement plus bas et la tempéra-
ture légèrement supérieure. Néanmoins, grâce à la différence considérable dans les
fréquences de piégeage (un facteur ≃ 7) entre les deux situations, la densité dans
l’espace des phases et le taux de collisions augmentent fortement. Le transfert du
PDC vers le dimple est très différent d’une compression adiabatique, dans laquelle les
atomes deviennent plus confinés au prix d’une augmentation de température, T/ω
restant constant. Nous réalisons ici un “remplissage évaporatif” du piège confinant :
au cours de leur évaporation, les atomes ressentent de plus en plus le potentiel du
dimple et y restent piégés.

Parmi tous les scénarios de branchement du piège dimple, la situation dans la-
quelle il est présent dès le début de la rampe d’évaporation du PDC est la plus fa-
vorable, c’est celle qui maximise la densité finale dans l’espace des phases D ≃ 0.25
ainsi que l’efficacité d’évaporation κevap. Dans cette situation, la présence du piège
dimple assure tout au long de l’évaporation une thermalisation efficace dans le po-
tentiel confinant et un fort taux de collision. C’est pourquoi nous choisissons de
l’allumer en même temps que le PDC, et de le garder à une puissance Pd = 150 mW.

Examinons à présent plus en détail le remplissage du dimple pendant la première
seconde de l’évaporation. Pour cela, nous faisons l’expérience suivante pour différents
temps d’évaporation t ≤ 1 s : le piège dimple est éteint 2.8 ms après le PDC, et nous
laissons le nuage s’étendre pendant un temps de vol de 0.2 ms avant de l’imager en
absorption. En ajustant le profil avec deux gaussiennes, nous extrayons le rapport
αd = Nd/N , où Nd est le nombre d’atomes présent dans le piège dimple 5. Nous
montrons dans la figure 3.8 l’évolution du paramètre αd entre t = 0 et t = 1 s, ainsi
qu’une image obtenue après t = 200 ms du remplissage évaporatif.

De cette expérience, nous déduisons qu’après 700 ms, la totalité des atomes
est confinée dans le piège dimple. Il est donc légitime pour le calcul de la densité
dans l’espace des phases (voir tableau 3.3) de prendre en compte les fréquences de

5. En notant tv1 = 3 ms le temps de vol des atomes piégés dans le PDC et tv2 = 0.2 ms celui
des atomes piégés par le dimple, σPDC(tv1) et σd(tv2) les tailles des deux distributions pendant

l’image, on a [126] σPDC(tv1)
σd(tv2) =

√

σ2
PDC

(0)+kBTt2v1
/m

σ2
d

(0)+kBTt2v2
/m
≃ tv1

tv2
= 15. Les tailles initiales des distributions

peuvent être négligées car ωPDCtv1 ≫ 1 et ωdtv2 ≫ 1 au cours du remplissage évaporatif. Les deux
composantes sont dès lors bien distinguables sur les images.
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Figure 3.8 – Remplissage du piège dimple pendant l’évaporation dans le PDC. Nous
montrons l’évolution de αd au cours de la première seconde (a), ainsi qu’une image
en absorption prise à t = 200 ms (b) sur laquelle nous voyons deux composantes :
une partie dense, correspondant aux atomes piégés dans le dimple et une autre,
moins dense, correspondant aux atomes du PDC.

piégeage de ce dernier. Nous disposons à présent de ≃ 4× 104 atomes à T ≃ 6 µK
dans un piège très confinant, avec une densité dans l’espace des phases D ≃ 0.25, qui
représente un gain d’un facteur ∼ 100 comparé à l’évaporation sans piège dimple.
Pour aboutir à la dégénérescence quantique, nous poursuivons ce refroidissement en
abaissant maintenant la profondeur du piège dimple.

3.4.3 Evaporation dans le piège dimple et condensation de
Bose–Einstein

L’évaporation forcée dans le piège dimple est effectuée en abaissant entre t = 1 s
t = 2.5 s la puissance du piège selon une loi exponentielle :

Pd = Pd1e−(t−1)/τd + Pd2, (3.13)

où Pd1 et Pd2 sont choisis tels que Pd(1 s) = 150 mW, Pd(2.5 s) = 6 mW et τd = 0.6 s.
Pendant cette rampe, le piège dipolaire croisé finit sa rampe très lentement, de
≃ 500 mW à ≃ 200 mW. Au vu des fortes fréquences de piégeage radiales du dimple,
le confinement selon x − y est entièrement assuré par le piège dimple, tandis que
le confinement vertical est assuré par le PDC. Sur la figure 3.9, nous représentons
schématiquement les rampes d’évaporation des deux pièges, et montrons également
les phases qui précèdent.

Au cours de cette rampe, nous mesurons N , T , et calculons D, à l’aide des fré-
quences des deux pièges combinés. Sur la figure 3.10(a,b,c), nous regroupons les
résultats de ces mesures (ronds rouges), en les comparant à la rampe dans le PDC
seul (étoiles vertes). Peu après le début de la deuxième phase de refroidissement
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Figure 3.9 – Représentation schématique de notre séquence d’évaporation avec le
piège composite {PDC+dimple}, avec les puissances des deux pièges en fonction du
temps t. Les quatre phases : chargement du PDC, compression et remplissage du
centre du PDC, remplissage évaporatif du piège dimple et refroidissement évaporatif,
sont également indiquées.

évaporatif, environ 0.5 s, nous croisons le seuil de condensation de Bose–Einstein.
Si nous abaissons davantage la puissance du piège combiné, une fraction condensée
avec un nombre macroscopique d’atomes apparaît.

Nous pouvons quantifier la fraction d’atomes présents dans le condensat en modé-
lisant la distribution par la superposition d’une distribution de Bose avec un poten-
tiel chimique µ = 0, représentant un nuage thermique saturé, et d’une distribution
de Thomas–Fermi [126], représentant le condensat. Cette distribution bimodale, in-
troduite dans les relations (1.19) page 20, néglige les effets d’interaction mutuelles
entre les deux composantes. L’ajustement des profils de densité optique obtenus est
effectué à l’aide d’une distribution modèle intégrée selon z :

ñth(x, y) =
ñth(0)
g2(1)

g2



exp



−1
2

(

x

σx,th

)2

− 1
2

(

y

σy,th

)2






 (3.14)

ñc(x, y) = ñc(0) max



1− 1
2

(

x

σx,c

)2

− 1
2

(

y

σy,c

)2

, 0





3/2

. (3.15)

Puisque les images d’absorption sont prises après temps de vol tv, les tailles σx,th
et σy,th reflètent l’expansion balistique du nuage sous l’effet de son énergie cinétique

[126] σi,th = σ0
i,th

√

1 + ω2
i t

2
v. Pour ω2

i t
2
v ≫ 1, la taille du nuage après temps de vol
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détermine directement la température du nuage dans le piège :

T ≃ mσ
2
i,th

kBt2v
. (3.16)

L’ajustement avec les paramètres libres ñth(0), ñc(0), σx,th, σy,th, σx,c, σy,c permet
d’extraire le nombre d’atomes dans chaque composante et d’en déduire la fraction
condensée Fc (figure 3.10(d)), le rapport entre le nombre d’atomes dans le condensat
et le nombre d’atomes total.

0 0.5 1 1.5 2 2.5
10

3

10
4

10
5

10
6

N

 (a)

0 0.5 1 1.5 2 2.5
10

−1

10
0

10
1

10
2

T
 [µ

K
]

 (b)

0 0.5 1 1.5 2 2.5
10

−4

10
−2

10
0

t [s]

D

 (c)

0 0.5 1 1.5 2 2.5

0

0.2

0.4

0.6

0.8

1

t [s]

F
C

 (d)

−80 −40 0 40 80
0

1

 (e)  t=2s

n
 th

n
 th

+n
 c

x [µm]

do

Figure 3.10 – Trajectoires de refroidissement évaporatif dans le piège combiné
{PDC+dimple} (ronds rouges) et dans le PDC seul (étoiles vertes). Nous montrons
l’évolution en fonction du temps du nombre d’atomes N (a), la température T (b),
la densité dans l’espace des phases D (c) et la fraction condensée Fc (d). (e) Coupe
selon x des profils de densité optique d’un nuage en dessous du seuil de condensation
à t = 2.3 s, imagé après 1.5 ms de temps de vol. L’ajustement avec le modèle est
représenté en ligne rouge, avec en ligne tiretée noire la fraction thermique.

Grâce à l’ajout d’un piège auxiliaire très confinant au PDC, nous sommes par-
venus à réaliser des condensats de Bose–Einstein d’environ 8 × 103 atomes avec
des fractions condensées élevées (jusqu’à 70 %). Dans la perspective de travailler
avec des condensats spinoriels, nous souhaiterions purifier davantage les condensats
réalisés, quitte à diminuer le nombre d’atomes. Un facteur limitant est l’impossi-
bilité d’abaisser davantage la puissance dans le PDC à la fin de la rampe. Avec
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l’extinction du faisceau via le polariseur (voir section 2.3.2), nous ne pouvons pas
diminuer la puissance en deçà de PPDC ≃ 200 mW, ce qui correspond à une pro-
fondeur VPDC ≃ kB × 6 µK. En fixant le PDC à cette puissance minimale, nous
avons tenté d’abaisser le piège dimple par rapport au PDC. Compte tenu de la forte
différence de taille des deux pièges, cet abaissement conduit à un déversement des
atomes confinés dans le piège dimple dans les bras du PDC. Pour ces atomes, le taux
de collisions est beaucoup plus faibles pour les atomes piégés dans le dimple, si bien
qu’ils ne s’évaporent pas et empêchent le refroidissement.

Par ailleurs, comme nous l’avons soulevé dans la section 2.3.2, l’asservissement
en intensité du PDC à basse puissance est uniquement assuré par un contrôle sur
le moteur portant la lame d’onde. Celle-ci ayant une bande passante faible, nous
ne sommes pas capables d’éliminer le bruit à des fréquences supérieures à ≃ 10 Hz.
Compte tenu des fréquences caractéristiques entrant en jeu dans des systèmes spi-
noriels (interaction dépendante du spin : ∼ 50 Hz, effet Zeeman quadratique :
100−103 Hz, etc.), nous souhaitons disposer d’un asservissement de la puissance du
piège avec une bande passante plus élevée.

Remarque sur le changement de taille du faisceau du PDC

L’étude de la compression ainsi que de l’évaporation dans le piège composite
{PDC+dimple} a été réalisée avec la taille de faisceau wPDC ≃ 42 µm. Pour des
raisons techniques, nous avons dû ôter le télescope en sortie du montage (voir figure
2.7). À présent, le faisceau a une taille wPDC ≃ 35 µm. Cette nouvelle configuration
nous a amené à effectuer deux modifications dans la séquence expérimentale. La
première est l’abaissement de la puissance optimale de chargement, de PPDC =
13.7 W à PPDC = 10 W. La deuxième est le raccourcissement de la durée de la
compression, de 2 s à 1 s. En effet, le remplissage de la partie centrale du PDC est
accéléré avec un piège plus petit en raison de l’augmentation du taux de collisions
dans les bras. Les phases de remplissage évaporatif et refroidissement dans le dimple
sont inchangées, et tout ce que nous avons discuté jusqu’ici reste valable.

3.5 Réalisation d’un nouveau piège composite

Dans cette partie, nous étudions l’ajout un troisième piège dipolaire optique qui
a pour rôle de remplacer le PDC à la fin de sa rampe de puissance. Au vu des re-
marques précédentes, celui-ci doit avoir une profondeur comparable au PDC et doit
également être capable de tenir les atomes contre la gravité. Le waist w du faisceau
doit vérifier mgw < U , ce qui signifie que la chute de potentiel due à la gravité sur la
taille du piège est négligeable devant sa profondeur. Idéalement, le piège doit pou-
voir confiner un nuage thermique tout comme un nuage fortement dégénéré. Nous
aimerions en effet procéder à la condensation de Bose–Einstein à l’intérieur d’un
même piège composite, en particulier pour la mesure des températures critiques de
condensation pour un gaz spinoriel (voir chapitre 1).

Deux solutions ont été imaginées pour remplacer le PDC : un piège dipolaire
désaccordé vers le bleu et un piège dipolaire désaccordé vers le rouge. Nous avons
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testé consécutivement ces deux pièges sur notre expérience. Même si nous avons
retenu la deuxième solution pour des raisons techniques, en particulier pour les
expériences présentées dans les chapitres 4 et 5, nous relatons tout de même les
résultats de l’insertion du piège “bleu” dans l’annexe B.

3.5.1 Piège horizontal décalé vers le rouge

Montage expérimental

Ce piège est conçu à partir d’un laser de puissance 20 W fibré 6 à une longueur
d’onde λL = 1070 nm. N’ayant besoin que de quelques centaines de mW pour ce
piège, une grande partie de la puissance de sortie du laser fibré est déflechie via
un système {lame d’onde λ/2+polariseur} dans un bloqueur. De manière similaire
au piège dimple, nous avons placé après le polariseur un MAO pour le contrôle de
puissance, ainsi qu’une fibre optique monomode. À la sortie de celle-ci, le faisceau est
collimaté par une lentille de focale 100 mm puis focalisé par une lentille de 200 mm,
de sorte à fabriquer un faisceau de taille wPR ≃ 11 µm au niveau des atomes. Nous
représentons un schéma du montage expérimental dans la figure 3.11.

f = 100 mm
f = 200 mm

x

z
y

Coupe G-G

uv

piège rouge

PDC

dimple

Figure 3.11 – Schéma du montage du piège rouge. Il se propage selon u et croise
le PDC et le dimple au centre de la chambre.

La puissance est asservie via le MAO à l’aide d’un signal de photodiode placée
à la sortie de la chambre de science. L’expression du potentiel associé à ce piège

6. IPG Photonics, USA.
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“rouge” (PR) est la suivante :

VPR(u, v, z) = −V 0
PR

e−2(v2+z2)/w2
PR

√

1 + u2/u2
R

, (3.17)

où uR = πw2
PR/λL ≃ 355 µm est la longueur de Rayleigh associée à ce faisceau.

Lorsque le PR et le dimple sont présents sur l’expérience, les fréquences de piégeage
résultantes sont une combinaison des fréquences de chaque piège seul. Dans les
directions de propagation des deux lasers, nous pouvons négliger le confinement
axial de chaque piège (w2

d ≪ u2
R et w2

PR ≪ z2R). Au croisement des deux bras du
nouveau piège composite, les fréquences de piégeages valent :

ωu =

√

√

√

√

4V 0
d

mw2
d

, ωv =

√

√

√

√

4V 0
d

mw2
d

+
4V 0

PR

mw2
PR

, ωz =

√

√

√

√

4V 0
PR

mw2
PR

. (3.18)

Nous verrons dans la section 3.5.1 une méthode de calibration absolue de ces
fréquences de piégeage.

Séquence de transfert du PDC au PR

Le transfert du piège composite {PDC+dimple} au nouveau piège {PR+dimple}
est effectué après une étape de refroidissement évaporatif dans le dimple, autour de
t = 2 s. Nous modifions la rampe d’évaporation par rapport à la rampe initiale (voir
equation (3.13)) du piège dimple ce qui nous permet d’obtenir à t = 2 s un nuage
d’environ 1.2×104 atomes au dessus du seuil de condensation. Cette nouvelle rampe
est définie comme suit :

Pd = Pd1e−(t−1)/τd + Pd2, (3.19)

où Pd1 et Pd2 sont choisis tels que Pd(1 s) = 150 mW, Pd(2 s) = 64 mW et τd = 0.6 s.
Pendant cette rampe nous allumons le PR à une puissance d’environ 100 mW, et
le PDC continue sa rampe de 500 mW à 230 mW. L’évolution temporelle des puis-
sances des trois pièges est représentée schématiquement dans la figure 3.13.

À ce stade nous étudions la reproductibilité de la procédure d’évaporation et de
transfert dans le nouveau piège. Si nous éteignons les trois pièges simultanément
à t = 2 s, nous obtenons sur une trentaine de réalisations un nuage de 1.5 × 104

atomes en moyenne, avec des fluctuations statistiques d’environ 20 %, ce qui est
assez élevé comparé aux fluctuations statistiques au début de la rampe d’évapora-
tion (environ 10 % à t = 0 s). Nous avons constaté qu’en éteignant le PDC avant
les autres pièges, par exemple à t = 1.8 s, nous gardons le même nombre d’atomes
dans le piège, mais avec une meilleure reproductibilité : les fluctuations statistiques
ne sont plus que de 10 %. L’augmentation des fluctuations du nombre d’atomes en
présence du PDC est probablement lié aux fluctuations de pointé des deux bras du
PDC (voir section (2.3.2)). Compte tenu de la différence de longueur entre les trajets
optiques des pièges dimple et PR (∼ 30 cm) et du PDC (∼ 150 cm), c’est ce dernier
qui semble être le moins stable spatialement. D’un point de vue pratique, lorsque
nous alignons les trois pièges dipolaires, ce sont les bras du PDC que nous devons



3.5. Réalisation d’un nouveau piège composite 105

corriger la plupart du temps, les autres pièges restent immobiles.

Avec un nuage thermique d’environ 1.5×104 atomes dans le piège composite, nous
pouvons débuter la dernière phase d’évaporation forcée. Avant cela, nous effectuons
des mesures pour calibrer les fréquences de piégeage, qui nous seront utiles dans
toute la suite de ce manuscrit.

Calibration des fréquences de piégeage par oscillation paramétrique

Lorsque des atomes sont piégés dans un potentiel harmonique, caractérisé par
une fréquence de piégeage νp = ωp/2π, ils subissent un chauffage résiduel dû au
bruit du laser [98]. Si nous appellons ǫ(t) = (P (t) − P0)/P0 les variations relatives
de la puissance du laser, nous pouvons définir une fonction de densité spectrale de
bruit Sb de la manière suivante :

Sb(ν) = 4
∫ ∞

0
dt′ cos (νt′)〈ǫ(t)ǫ(t+ t′)〉. (3.20)

où t′ → 〈ǫ(t)ǫ(t + t′)〉 est la fonction de corrélation de la puissance relative. Le
chauffage est caractérisé par une augmentation de l’énergie moyenne avec un taux
de chauffage Γc qui dépend de Sb :

Γc = π2ν2
pSb(2νp). (3.21)

L’idée du chauffage paramétrique est de moduler la puissance du laser à la fré-
quence 2νp, de telle manière à augmenter la densité spectrale de bruit Sb à cette
fréquence et finalement accentuer le chauffage du nuage. Ce mécanisme s’extrapole
à notre piège anisotrope, avec trois fréquences de piégeage différentes νu = ωu/2π,
νv = ωv/2π et νz = ωz/2π (voir relations (3.18)). Le chauffage du nuage sera am-
plifié si nous ajoutons une modulation à l’une de ces trois fréquences à l’intensité
moyenne. En pratique, nous excitons seulement deux des trois directions, v et z, en
modulant la puissance du PR de ≃ 2 % pendant 100 ms à différentes fréquences.
Nous mesurons ensuite la taille du nuage après un temps de vol de 1.5 ms. Pour ob-
tenir les fréquences de résonance, nous effectuons un ajustement à l’aide de la somme
de deux fonctions gaussiennes, dont nous extrayons les centres. Dans la figure 3.12,
nous représentons les courbes de résonance pour deux couples de puissances Pd et
PPR différents.

Répétant l’expérience avec deux couples différents de puissances, nous obtenons
des couples de fréquences de piégeage supplémentaires. Ayant mesuré de façon indé-
pendante les puissances des deux pièges, nous ajustons alors les tailles des faisceaux
wd et wPR à l’aide des relations 3.18. En supposant avoir une incertitude de ≃ 1 mW
sur les puissances, nous obtenons wd ≃ 7.7 ± 0.1 µm et wPR ≃ 10.9 ± 0.1 µm. Ce
sont les valeurs que nous avons données plus haut dans le chapitre. Ces résultats
sont en accord avec des mesures optiques indépendentes sur les faisceaux des deux
pièges. Nous avions trouvé, en étudiant l’évolution de la taille du faisceau autour
des foyers, un waist miminal de 8±1 µm pour le piège dimple et 12±1 µm pour le PR.
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Figure 3.12 – Courbes de résonance par chauffage paramétrique dans le piège
composite pour deux couples de puissances différents, Pd ≃ 64 mW et PPR ≃ 95 mW
(a) et Pd ≃ 45 mW et PPR ≃ 66 mW (b). Les ajustements sont faits avec la somme
de deux fonctions gaussiennes, dont les centres sont indiqués en rouge au dessus des
courbes de résonances.

3.5.2 Condensation dans le piège composite

Avec le point de départ donné plus haut, N = 1.5× 104 atomes piégés à t = 2 s
dans le piège composite, nous démarrons à présent la partie finale de la rampe
d’évaporation. Pour cela, nous avons choisi d’abaisser les deux pièges avec la même
forme fonctionnelle, une exponentielle de constante de temps τ2 = 1.5, et d’aboutir
après 3 s au point d’arrivée Pd ≃ 5 mW et PPR ≃ 7 mW. Après la rampe, nous
gardons les deux pièges pendant 200 ms à leur puissance finale avant de les couper.
Pour des raisons de simplicité, nous allons appeler t′ la variable temporelle définie
par t′ = t− 2 s, pour faire coïncider le début de la dernière portion de rampe avec
t′ = 0. Nous donnons dans la figure 3.13 l’evolution des puissances des trois pièges.

Nous décrivons maintenant notre dernière portion d’évaporation. Nous suivons
l’évolution du nombre d’atomes N , de la température T et de la fraction condensée
Fc de l’échantillon au cours de la rampe d’évaporation. Pour cette expérience, nous
avons préalablement préparé un échantillon polarisé au maximum avec ≃ 85 %
des atomes dans l’état mF = +1 7, afin de s’affranchir du mécanisme de double-
condensation (voir section 1.4) caractéristique d’un gaz spinoriel. Avant de donner les
résultats expérimentaux, nous discutons de la manière d’obtenir les trois quantités
ci-dessus.

7. Une telle préparation sera expliquée en détails dans le chapitre 4.
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Figure 3.13 – Puissances des trois faisceaux lasers : PDC (a), PR (b) et dimple (c)
au cours du transfert et de l’étape finale de refroidissement évaporatif.

Sommes-nous capables de mesurer la fraction condensée ?

Le nuage le plus froid dans le piège est réalisé après un temps d’évaporation
t′ = 3 s dans le piège. À ce stade, nous obtenons un nuage de N ≃ 3.3 × 103

atomes. D’après la calibration des fréquences effectuée ci-dessus, nous calculons une
fréquence moyenne ω = 2π × 1.1 kHz, ce qui correspond à une taille d’oscillateur
harmonique aOH =

√

~/mω ≃ 620 nm. Le paramètre χ (voir définition page section
1.2.2) vaut χ = Na/aOH ≃ 15. Cette valeur indique que l’approximation Thomas-
Fermi que nous utilisons usuellement pour extraire la fraction condensée à partir
de l’ajustement avec le modèle (3.15) devient caduque. Cela est confirmé par une
simulation numérique de l’équation de Gross–Pitaevskii (voir 1.13) 8, dont nous ex-

8. Cette résolution numérique est effectuée à l’aide d’une propagation de l’équation de Gross–
Pitaevskii dépendante du temps en temps imaginaire. Nous utilisons la méthode de Crank–Nicolson
pour résoudre numériquement l’équation obtenue.
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trayons les énergies caractéristiques (voir relations (1.14)). Nous trouvons, pour nos
paramètres expérimentaux à t′ = 3 s, les valeurs regroupées dans le tableau suivant :
L’énergie cinétique n’est pas négligeable devant l’énergie d’interaction, ce qui met en

N ω µ/~ω Ecin/~ω Epiège/~ω Eint/~ω

3300 2π × 1.1 kHz 4.55 0.33 1.97 1.13

Table 3.4 – Énergies caractéristiques extraites de la résolution numérique de l’équa-
tion de Gross–Pitaevskii pour un nuage de 3.3 × 103 atomes dans un piège de fré-
quence moyenne ω = 2π × 1.1 kHz.

cause l’application de l’approximation Thomas-Fermi. Dans la figure 3.14, nous com-
parons le profil de densité optique du nuage, le résultat de la simulation numérique
de l’équation de Gross–Pitaevskii, et la distribution obtenue dans l’approximation
de Thomas-Fermi (voir 1.16).
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Figure 3.14 – Profil selon la direction y, de la distribution de densité optique simu-
lée grâce à l’équation de Gross–Pitaevskii après un temps de vol tv = 1 ms (courbe
rouge), sans paramètre ajustable, la distribution dans l’approximation Thomas-
Fermi (courbe verte). Les points expérimentaux sont les points bleus.

Nous voyons deux différences entre la distribution issue de la résolution numé-
rique et la distribution obtenue avec l’approximation Thomas-Fermi. La première
présente des ailes, alors que les bords de la distribution de Thomas-Fermi sont
abrupts. D’autre part, la première distribution est plus pointue au centre que la
distribution de Thomas-Fermi. Ces deux caractéristiques des ailes et du centre se
retrouvent également dans le profil expérimental. Nous déduisons de cette compa-
raison que les données expérimentales à t′ = 3 s semblent en accord qualitatif avec
l’existence d’un condensat quasi-pur.
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Même si l’approximation Thomas-Fermi n’est pas valable pour nos conditions
expérimentales, nous utilisons le modèle bi-modal (3.15) pour détecter le passage de
la transition de Bose–Einstein dans notre système. Dans la figure 3.15, nous présen-
tons les ajustements avec le modèle bi-modal des profils d’absorption pour quelques
points dans la rampe d’évaporation.
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Figure 3.15 – Sur la colonne de gauche, profils de densité optique des images
d’absorption au cours de la rampe. Les couleurs sombres correspondent à une densité
optique nulle, tandis que la couleur la plus claire, le blanc, correspond à DO= 0.5.
Sur la colonne de droite, coupes selon la direction y du nuage (points bleus), ainsi
que les ajustement avec le modèle : distribution de Bose saturée (ligne noire) et
parabole de Thomas-Fermi (ligne rouge).

Grâce à la différence des tailles des composantes thermiques et condensées au
voisinage de la transition de Bose–Einstein, la distribution bimodale reproduit de
manière satisfaisante l’apparition du condensat, même si celle-ci ne reproduit pas
la forme pointue du condensat et ses ailes. Le modèle bi-modal reste une bonne
méthode pour extraire la fraction condensées au voisinage de la transition, ici pour
des temps d’évaporation inférieurs à t′ = 1.5 s.
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Ajustement de la température dans les ailes de la distribution

Nous nous posons maintenant la question suivante : le modèle d’ajustement (3.15)
est-il adapté à la détermination de la température ? Dans un nuage atomique à deux
composantes, l’information sur la température est portée par la fraction thermique.
Nous pouvons alors limiter notre analyse à cette composante, en étudiant la distribu-
tion des atomes dans les “ailes” de la distribution de Bose. Si de manière formelle,
nous pouvons toujours trouver un domaine sur lequel la distribution des atomes
thermiques n’est pas affectée par l’interaction avec le condensat, il n’en reste pas
moins que le signal en densité optique décroît rapidement dans cette zone et peut
devenir dominé par le bruit sur l’image. En pratique, nous devons essayer de trouver
une taille optimale s telle que le signal dans la région définie par

√
x2 + y2 ≥ s est

suffisamment important pour permettre d’être ajusté avec une distribution de Bose.
On pourra alors juger si l’ajustement bi-modal avec le modèle 3.15 est en accord
avec un ajustement dans les ailes seulement, même pour un nuage en interaction.

Pour chaque image prise au cours de la rampe, nous avons recours à la procédure
d’analyse suivante :
• Nous effectuons un ajustement avec la distribution de Bose à différentes valeurs

de s, dans une région de l’image définie par
√
x2 + y2 ≥ s. Les tailles de la

distribution sont notées σBy et σBx .
• Pour chaque valeur de s nous extrayons la densité optique maximale de la dis-

tribution ajustée DOB dans la région déterminée ci-dessus. Nous notons smax

la taille maximale au delà de laquelle DOB < 0.03 9.

Dans la figure 3.16, nous montrons les résultats de cette procédure, pour le point
dans la rampe d’évaporation à t′ = 1 s. Nous constatons qu’avec une zone d’exclusion
trop petite (ici s . 20 µm), le poids important de la région centrale (c’est à dire
du condensat) par rapport à celui des ailes conduit à des tailles sous-estimées. Nous
voyons ensuite que dans un intervalle (ici 25 µm< s < 44 µm) les tailles obtenues
semblent constantes. Afin de quantifier la largeur de ce “plateau”, nous ajustons la
courbe (s, σ(s)) avec une fonction h(s) = Aexp(−s3/2B3)+C 10. Nous en déduisons
la taille s99 telle que |h(s99)| = 0.99×C, c’est à dire que pour s > s99, h ne varie plus
que de 1 %. Nous prenons l’intervalle [s99, smax] comme définition de ce “plateau”.
Pour des zones d’exclusions plus grandes que smax, les tailles trouvées n’ont plus de
sens en général, en raison de mauvais ajustements. L’existence d’un plateau semble
signifier qu’il existe une couronne dans l’image sur laquelle la distribution atomique
est bien approchée par des ailes d’une fonction de Bose.

Après avoir déterminé pour quelques images prises au cours de la rampe les
paramètres sB99 et smax, nous calculons les valeurs des températures à partir des
tailles obtenues sur les plateaux, et les reportons dans la figure 3.17. Pour des images
prises à des durées de rampe t′ < 2 s, nous pouvons trouver une région pour ajuster

9. Ce critère est empirique : nous avons observé que l’ajustement avec une fonction de Bose sur
une image dont le signal est inférieur à 0.03 conduit parfois à des mauvais ajustements, même si
le rapport signal à bruit sur la couronne de taille smax est supérieur au bruit par pixel (qui est de
0.03 d’après la section 2.4.3) du fait de la moyenne angulaire.

10. Le choix de cette fonction est purement opportuniste.
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Figure 3.16 – (a) image d’absorption obtenue à t′ = 1 s. En blanc, le cercle de
rayon smax = 42 µm représentant la zone au delà de laquelle le signal est inférieur à
0.03. (b) Densités optiques maximales des distributions de Bose ajustées DOB dans
les zones

√
x2 + y2 ≥ s. (c) Tailles dans les directions x (ronds bleus) et y (carrés

rouges) de la distribution de Bose. Les pointillés rouges indiquent la taille extraite
de l’ajustement avec le modèle bi-modal (3.15). La ligne verte indique l’ajustement
avec la fonction h(s) = Aexp(−s3/2B3) + C.

les ailes de la distribution, c’est à dire qu’un plateau comme nous avons défini plus
haut existe. Nous remarquons que pour ces images, les tailles extraites des deux
procédures d’ajustement (distribution de Bose, distribution bimodale) sont voisines,
avec des différences de l’ordre de 4 %. À ce stade, seule une simulation numérique
d’un gaz partiellement condensé avec la prise en compte des effets d’interaction
pourrait discriminer entre les deux méthodes d’analyse. À partir de t′ = 2 s, les
tailles sB99 sont plus grandes que smax, ce qui signifie que nous ne pouvons pas définir
de région pour ajuster les ailes de la distribution, et qu’il est impossible d’extraire
une température de ces images.
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Figure 3.17 – (a) Tailles sB99 (triangles magenta) et smax (ronds bleus) pour dif-
férentes images prises au cours de la rampe, obtenus par la procédure d’analyse
de “plateau”. (b) Températures extraites des tailles des trois distributions-modèles
ajustées aux données expérimentales : distribution de Bose sur les ailes (triangles ma-
genta) et distribution bimodale (ronds rouges). Les résultats pour les deux premiers
ajustements correspondent à la valeur asymptotique sur le “plateau” (le paramètre
C de la fonction h).

En conclusion, nous parvenons à extraire à partir des méthodes d’ajustement
la température à 8 % près et estimer la fraction condensée pour des échantillons
préparés après une rampe t′ . 1.5 s, ce qui correspond à des températures de l’ordre
de 1 µK (voir équation 3.16). Dans la figure 3.18, nous reportons les résultats de
l’analyse de N , T et Fc au cours de la rampe pour les durées de rampe inférieures
à t′ . 1.5 s. À des temps supérieurs, la distinction entre le nuage thermique et la
fraction condensée n’est plus possible, car l’extension spatiale de la distribution ther-
mique devient inférieure à celle du condensat. Cela empêche d’extraire de manière
fiable ces informations.

3.5.3 Calibration absolue de la détection par absorption

Les mesures présentées dans cette partie ont été prises après le rendu du manus-
crit, et n’apparaissent donc que dans la version finale de la thèse.

À partir de ces mesures, il est possible d’extraire la température critique cor-
respondant au seuil de condensation de Bose-Einstein. Pour cela, nous effectuons
un ajustement linéaire par deux portions de droites sur la courbe (T, Fc) autour du
point de condensation 11. À partir de la détermination de la température critique

11. Les températures sont évaluées à l’aide de l’ajustement avec une distribution bimodale.
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Figure 3.18 – (a) Courbe de Fc en fonction de la durée de la rampe t′ (ronds bleus)
et ajustement (ligne rouge) avec deux portions de droites. (b) Température T en
fonction de la durée de la rampe t′ (ronds bleus), et ajustement avec une fonction
quadratique (ligne rouge). (c) Nombre d’atomes comptés sur les images en fonction
de t′ (ronds bleus), et ajustement avec une fonction quadratique (ligne rouge). (d)
Température du nuage en fonction de la profondeur de potentiel du piège rouge VPR.

nous pouvons remonter au nombre d’atomes dans l’échantillon. Pour cela, il est im-
portant de connaître la magnétisation du système. En effet, comme nous l’avons
expliqué dans la section 1.2.3, la température critique dépend de l’état de polari-
sation du système. Dans le cas particulier de la magnétisation nulle, qui est choisie
dans l’expérience présente, la distribution des atomes dans les trois états Zeeman
est isotrope au seuil de condensation. Par conséquent, la température critique est
donnée par l’expression suivante :

Tc = T id
c

(1
3

)1/3
(

1− 0.73
ω⊕
ω

(

N

3

)−1/3

− 1.3
a

aOH
N1/6

)

, (3.22)
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avec T id
c la température critique du gaz idéal de N atomes (voir équation 1.7).

Les deux termes correctifs correspondent respectivement aux effets de taille finie
(équation (1.10)) et aux effets d’interaction (équation (1.20)). Dans cette relation,
ω est la moyenne géométrique des trois fréquences de piégeage et ω⊕ leur moyenne
arithmétique, à l’instant auquel le seuil de condensation est franchi. À cause de la
magnétisation nulle du système, il y a un coefficient 1/3 dans le pré-facteur ainsi
que dans le deuxième terme (voir section 1.4). L’effet des interactions quant à lui ne
dépend pas de la magnétisation.

Pour connaître précisément le temps t′s au bout duquel nous franchissons le seuil
de condensation, nous effectuons un ajustement avec deux portions de droites sur
la courbe (t′, Fc). Cet ajustement nous donne t′s = 117 ± 9 ms 12. En ajustant la
courbe (t′, N) avec une fonction quadratique, nous déduisons la température cri-
tique : Tc = 1.75 ± 0.20 µK (voir figure 3.18(b)). Le décalage de Tc par rapport à
la température de condensation du gaz idéal n’est pas négligeable : le décalage du
à la taille finie est de l’ordre de ≃ 2 % tandis que celui dû aux interactions est de
≃ 5 %. Nous calculons ensuite à l’aide de la relation (3.22) le nombre N ′ d’atomes
au seuil, et le comparons au nombre expérimental d’atomes comptés au seuil dans
l’échantillon N . Ce dernier est obtenu en ajustant la courbe (t′, N) avec une fonction
quadratique et en évaluant le résultat au point t′s (voir figure 3.18(c)). Le rapport
des deux nous donne un facteur de correction global sur le nombre d’atomes dans
l’échantillon α, comme nous l’avons défini dans l’équation (2.23) : N ′ = αN . À l’aide
des mesures précédentes, nous obtenons :

α = 1.60± 0.25. (3.23)

Dans l’ensemble des traitements de données présents dans ce manuscrit, nous
utilisons la valeur α = 1, qui provient de la mesure présentée dans la version pré-
liminaire de la thèse, dans laquelle nous avions conclu que le facteur de calibration
était α = 1.15±0.15. La raison est que nous détections systématiquement un nombre
d’atomes supérieur à celui qui correspondant à l’équilibre thermique à la tempéra-
ture mesurée, c’est-à-dire que nous n’étions pas l’équilibre thermique dans le piège
lorsque diagnostic était réalisé. La nouvelle calibration sera inclue dans les données
que nous allons publier prochainement, ultérieurement à ce manuscrit.

De cette expérience, nous pouvons également tenter de déterminer la tempéra-
ture finale du nuage à la fin de la rampe, en extrapolant la courbe (VPR, T ) par
une fonction linéaire. Cet ajustement repose sur l’hypothèse que le rapport entre
la profondeur du piège et la température est constant au cours de la rampe (le
paramètre η défini au début du chapitre). Dans cette hypothèse, nous obtenons
T (t′ = 3 s) = 160± 100 µK.

12. Les barres d’erreur correspondent à un intervalle de confiance de 90 % autour des paramètres
ajustés.
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3.6 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons décrit la mise en place d’un dispositif expérimental
pour l’évaporation dans un piège optique jusqu’à l’obtention d’un gaz dégénéré. La
première étape consiste à accumuler les atomes au centre du piège dipolaire. Nous
avons vu qu’en chargeant des atomes à une puissance faible à partir du PMO et
en l’augmentant ensuite, nous avons réussi à remplir de manière efficace le centre
du PDC. Devant l’échec de l’étape d’évaporation forcée dans le PDC seul, nous
avons recours à un piège auxiliaire qui permet d’augmenter le taux de collision
et par conséquent l’efficacité du refroidissement. La dernière étape pour atteindre
la dégénérescence quantique est le transfert des atomes dans un piège composite
quasi-isotrope, et permet de produire des condensats de Bose–Einstein quasi-purs
contenant environ 3× 103 atomes.





Chapitre 4

Préparation d’un gaz spinoriel
avec une magnétisation contrôlée
et diagnostic Stern et Gerlach

Après avoir étudié le refroidissement par évaporation et la condensation de Bose–
Einstein dans un piège optique, nous abordons maintenant le contrôle du degré de
liberté interne de spin. À cause du spin, le paramètre d’ordre pour la condensation de
Bose–Einstein devient une fonction d’onde à 2F +1 composantes, où F est la valeur
du moment cinétique total [22, 71]. Dans les chapitres précédents, nous avons décrit
la préparation d’un échantillon atomique de sodium dans le niveau hyperfin F = 1
de l’état fondamental, et avons par conséquent à notre disposition les trois sous-états
Zeeman mF = +1, 0,−1, confinés simultanément dans le piège optique. Dans une
description de champ moyen de spin et en faisant l’approximation de mode commun
(voir sections 1.3.2 et 1.3.3), la description du degré de liberté de spin s’effectue par
le biais de trois grandeurs supplémentaires : les populations relatives dans les trois
composantes Zeeman (n+1, n0, n−1) = (N+1/N,N0/N,N−1/N). Ce degré de liberté
est défini par rapport à un axe de quantification donné par le champ magnétique
local B. Les collisions d’échanges de spin introduits dans le chapitre 1 garantissent
la conservation de la magnétisation, si bien que la quantité mz = n+1−n−1 est fixée
au cours de l’évaporation dans un piège optique en présence d’un champ magnétique
constant. Il existe néanmoins des techniques pour modifier la magnétisation du sys-
tème, parmi lesquelles la résonance magnétique avec un champ magnétique oscillant
qui induit des transitions entre sous-états Zeeman, ou la distillation de spin à l’aide
d’un gradient de champ magnétique pendant la phase de refroidissement évaporatif.

Dans ce chapitre, nous allons tout d’abord décrire le dispositif expérimental
qui nous permet de contrôler le champ magnétique constant B créé au niveau des
atomes. Nous présenterons ensuite le procédé pour préparer l’échantillon dans un
état de magnétisation donnée. Afin de modifier l’état de polarisation du gaz spino-
riel, c’est-à-dire la distribution dans chaque espèce de spin, nous avons recours à
deux méthodes différentes. La première utilise le couplage du spin avec un champ
oscillant, et conduit à démagnétiser l’échantillon, ce qui se traduit par une distribu-
tion équirépartie dans les deux espèces de spin mF = ±1. La deuxième méthode, une
“distillation de spin” [127, 128], permet au contraire de créer un nuage polarisé, avec
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une espèce majoritairement peuplée. Enfin, nous décrirons l’expérience de Stern et
Gerlach qui constitue notre méthode de diagnostic des gaz spinoriels.

4.1 Contrôle des champs magnétiques

4.1.1 Dispositif expérimental

Pour le contrôle des champs magnétiques constants, du gradient et du champ
oscillant, nous réalisons le montage expérimental décrit dans l’annexe C, dont nous
rappelons les éléments principaux ici et que nous schématisons dans la figure 4.1.
Trois paires de bobines disposées selon les axes x, y, z autour de la chambre de
science, traversées respectivement par les courants ix, iy et iz, permettent de gé-
nérer un champ constant jusqu’à quelques G au niveau des atomes. Les bobines
du gradient du piège magnéto-optique magnétique (voir section 2.2.4) sont mises à
contributions pour la distillation de spin et la séparation des espèces de spin pendant
l’expérience de Stern et Gerlach, et permettent de réaliser des champs allant jusqu’à
∼ 12 G.cm−1. Une dernière bobine est ajoutée pour créer un champ magnétique
radiofréquences (RF) entre 100 kHz et quelques MHz, d’amplitude environ 1 mG au
niveau des atomes.

4.1.2 Calibration du champ magnétique à la position des
atomes

Pour connaître la valeur du champ magnétique au niveau des atomes, nous avons
recours à une méthode de résonance magnétique, utilisant le couplage entre les
atomes de sodium et un champ oscillant. Nous rappelons brièvement les mécanismes
de ce couplage avant de le mettre en pratique pour la mesure du champ.

Rappel sur l’interaction entre un atome et un champ magnétique oscillant

Considérons le système constitué par un atome dans un champ magnétique
constant B0 comme introduit dans la section 1.3.1. Les trois sous-états Zeeman
de la multiplicité F = 1, mF = +1, 0,−1, sont décalés deux à deux d’une éner-
gie ~ω0 = hν0 = µBB0/2. On appelle ν0 la fréquence de Larmor, qui caractérise
la précession du spin autour du champ B0. Pour des champs inférieurs à 1 G,
nous pouvons négliger l’effet Zeeman quadratique. Sous l’effet d’un champ oscillant
B1 = B1 cos(ωrft)ex, avec une fréquence ωrf/2π voisine de la fréquence de Larmor
ν0, il est possible d’induire une transition entre ces trois états. Nous représentons
dans la figure 4.2 le schéma des niveaux d’énergie de ce système en présence du
champ B0.

En écrivant le champ oscillant sous la forme complexe B1(eiωrf t+ e−iωrf t)/2, l’ha-
miltonien qui couple le moment magnétique m avec le champ radio-fréquence B1ex
s’écrit, dans la base hyperfine {F,mF}mF=+1,0,−1, d’après 1.32 :

Hrf = −m ·B1 =
gFµBB1

2
√

2
(eiωrf t + e−iωrft)







0 1 0
1 0 1
0 1 0





 . (4.1)
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Figure 4.1 – Représentation schématique de la géométrie des bobines autour des
pièges dipolaires. En rectangles noirs, les trois paires de bobines selon x, y et z,
traversées respectivement par les courants ix, iy et iz. En orange, la paire de bobines
pour le gradient de champ magnétique, parcourue par le courant i∇. En vert, la
bobine pour le champ magnétique radio-fréquence, parcourue par le champ oscillant
au courant efficace ieff .

32
S1/2 F = 1

mF = −1

mF = +1
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!ω0

!ωRF
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Figure 4.2 – Schéma des niveaux d’énergie des trois composantes de spin en pré-
sence d’un champ magnétique B0, séparés par l’énergie ~ω0. Un champ magnétique
B1 oscillant à la pulsation ωRF permet d’induire des transitions entre ces états.

Le couplage décrit par cet hamiltonien conduit à des oscillations de Rabi à trois
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niveaux [129], caractérisées par Ω, la pulsation de Rabi à résonance, proportionnelle
à la force du couplage entre le moment magnétique et le champ oscillant :

Ω =
µBB1

2~
. (4.2)

Une résolution exacte des oscillations de Rabi à trois niveaux est effectuée dans
[129], et conduit à des oscillations de pulsation Ω′/2 pour les populations relatives
dans mF = ±1 et Ω′ pour la population dans mF = 0, avec Ω′ la pulsation de Rabi :

Ω′ =
√

Ω2 + ∆2, (4.3)

et ∆ = ω0 − ωrf le désaccord entre la radio-fréquence et la transition Zeeman. Les
amplitudes des probabilités de transition d’un atome d’un état vers un autre sont
proportionnelles à (Ω/Ω′)2. La condition de résonance ω = ω0 maximise la proba-
bilité de transition des atomes, et donc le contraste des oscillations de Rabi. Les
oscillations de Rabi portent à la fois la signature de l’amplitude du champ radio-
fréquences, à travers la fréquences des oscillations, et du champ magnétique constant
B0, à travers leur contraste.

L’amplitude du champ oscillant que nous sommes capable d’atteindre au niveau
des atomes est de 1 mG (voir annexe C), ce qui correspond à une fréquence de Rabi
à résonance Ω/2π ≃ 1 kHz. Expérimentalement, nous n’avons pas pu observer ces
oscillations de Rabi. Les populations relatives ont des fluctuations importantes à
des temps d’interaction avec le champ RF inférieurs à 1 ms, caractéristiques d’un
brouillage dû à la superposition d’oscillations à des fréquences de Rabi différentes.
Ce brouillage est lié aux fluctuations du champ magnétique résiduel, de l’ordre de
10 mG 1, et implique que l’échelle de temps caractéristique pour manipuler l’état
interne par oscillation de Rabi doit être inférieur à 1 ms, ce qui serait possible avec
un champ B1 plus élevé. À titre de comparaison, les auteurs de [130] manipulent
l’état interne d’un condensat spinoriel en un temps caractéristique de 50 µs.

Calibration du champ magnétique à la position des atomes

Même si nous ne pouvons pas observer les oscillations de Rabi, nous pouvons
utiliser la dépendance de Ω′ avec le désaccord à un champ donné ω − ω0 (voir
équation (4.3)) afin de déterminer la valeur du champ magnétique, proportionnelle
à ω0. Nous pouvons tirer parti du fait que la probabilité de transition entre les trois
états de spin dépend de (Ω/Ω′)2. Pour des temps d’interaction grands devant le
temps de brouillage, le mélange des différentes espèces de spin est maximal autour
d’une résonance à ωRF = ω0. En pratique, nous nous faisons l’expérience suivante :
l’échantillon atomique est plongé dans un champ B0 pendant toute la durée de
l’évaporation. À t′ = 300 ms pendant l’évaporation dans le piège composite, nous
stoppons la rampe et gardons le piège allumé pendant 300 ms supplémentaires. À
ce stade, le nuage n’est pas encore condensé (voir section 3.5.3), de sorte à garantir
que les collisions d’échange de spin sont négligeables. Pendant toute cette durée,
longue devant la période de Rabi, nous allumons un champ RF que nous balayons
entre deux fréquences ν − ∆/2 et ν + ∆/2, avec ∆ν = 2 kHz. Sur la figure 4.3,

1. Une estimation de ces fluctuations sera effectuée dans la section 4.1.2.
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nous représentons les populations relatives des trois espèces de spin ni ainsi que la
magnétisation mz en fonction de la fréquence centrale du champ ν.
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Figure 4.3 – (a) Populations relatives des espècesmF = +1 (carrés rouges),mF = 0
(triangles verts) et mF = −1 (ronds bleus) en fonction de la fréquence ν du champ
B1. (b) magnétisation mz en fonction de ν. La courbe rouge représente l’ajustement
avec une fonction lorentzienne centrée en ν0.

Nous ajustons la courbe de magnétisation avec une fonction lorentzienne (d’après
la forme de la relation 4.3), qui donne ici ν0 = 94 kHz et une demi-largeur à
mi-hauteur ∆ν0 = 7 kHz. Nous en déduisons la valeur du champ magnétique
B0 = 2ν0/µB = 135 mG. À la fréquence ν0, l’échantillon est totalement dépola-
risé, c’est-à-dire avec une magnétisation nulle. Par ailleurs, puisque le nuage est
thermique, nous obtenons un mélange équiréparti : n+1 ≃ n0 ≃ n−1 ≃ 1/3.

En appelant αx, αy et αz les caractéristiques champ/courant associées à chaque
paire de bobines et B0,x, B0,y et B0,z les champs résiduels dans chaque direction de
l’espace, nous écrivons la relation suivante entre les courants dans chaque paire de
bobines et la fréquence de Larmor attendue :

ν0 =
µB
2h

√

(B0,x + αxix)2 + (B0,y + αyiy)2 + (B0,z + αziz)2. (4.4)

À partir des résonances mesurées à différentes valeurs de B0, c’est-à-dire pour diffé-
rents triplets ix, iy et iz, nous calibrons les champs crées par les trois paires de bobines
ainsi que le champ résiduel en absence de courant. Les valeurs des fréquences de ré-
sonances mesurées sont reportées dans la figure 4.4. L’ajustement avec la relation y
est superposé (4.4), et les valeurs extraites sont montrées dans le tableau 4.1.

B0,x αx B0,y αy B0,z αz

−0.10 G 1.50 G/A −0.07 G 0.50 G/A −0.35 G 1.80 G/A

Table 4.1 – Calibration des champs crées par les trois paires de bobines.
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Figure 4.4 – En symboles, valeurs des fréquences de résonance obtenues pour des
triplets (ix, iy, iz). Chaque groupe de points est obtenu en fixant deux des trois
courants et en faisant varier le troisième : ix (losanges rouges), iy (ronds bleus), iz
(triangles verts). L’ajustement est représenté avec des lignes pleines, avec les mêmes
couleurs pour les trois axes.

Dans la relation (4.4), nous supposons que chaque paire de bobine crée un champ
dirigé selon son axe, ce qui néglige les défauts géométriques de centrage et d’angles ré-
siduels des bobines. On peut estimer l’effet d’un déplacement δr de l’une des bobines
de la première paire par rapport à l’axe x, en prenant le rayon typique R = 5 cm, la
distance au centre de la chambre x = 15 cm. Le champ perpendiculaire à x crée par
la bobine déplacée est donné par [131] :

∣

∣

∣

B⊥
Bx

∣

∣

∣ = δr(x2−2R2)
2x(R2+x2)

∼ βδr avec β ≃ 2.3 mm−1.
Pour des champs de quelques centaines de mG et un déplacement de quelques mm,
nous trouvons que le champ a une composante perpendiculaire de quelques mG.
Cela nous fournit un ordre de grandeur de l’incertitude sur la direction du champ
lorsque nous allumons un courant dans les bobines sur un axe donné.

D’après les demi-largeurs à mi-hauteur des courbes de résonance mesurées plus
haut, nous pouvons également estimer une borne supérieure des fluctuations du
champ magnétique. Sur l’ensemble des courbes, les demi-largeurs à mi-hauteur des
lorentziennes ajustées valent environ ∆ν ≃ 7 kHz, ce qui correspond à δB ≃ 10 mG.

4.2 Préparation de l’état de magnétisation du gaz
spinoriel

En l’absence de champ RF, nos échantillons spinoriels ont une polarisation de
mz ≃ 0.5. La distribution dans les sous-états de F = 1 est le résultat du pompage
optique par les six faisceaux lasers pendant la phase de capture dans le piège di-
polaire croisé, réalisé en présence d’un gradient de champ magnétique (voir section
2.3.3). Pour la suite de nos expériences, en particulier l’étude du diagramme de phase
à basse température (voir chapitre 5), nous souhaitons pouvoir réaliser des conden-
sats spinoriels avec des états de polarisation différents, idéalement allant de mz = 0
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à mz = 1. Dans la section précédente, nous avons vu comment l’interaction avec
un champ RF tend à dépolariser l’échantillon. Une méthode consistant à changer
d’état de polarisation de spin à l’aide d’une fraction de période d’oscillation de Rabi
n’est pas satisfaisante, en raison des fluctuations du champ magnétique. Deux choix
s’offrent à nous : soit nous augmentons l’amplitude du champ RF ce qui diminue
le temps nécessaire pour modifier la polarisation du nuage, soit nous allongeons le
temps d’interaction afin de tirer profit du brouillage pour dépolariser l’échantillon.
Pour implémenter le premier choix, nous devrions construire un circuit d’adaptation
d’impédance entre l’amplificateur et la bobine, et optimiser ainsi le courant parcou-
rant la bobine. Nous avons opté pour le deuxième choix, plus rapide à implémenter.

Dans cette section, nous allons d’abord décrire une procédure qui permet de
dépolariser l’échantillon de manière contrôlée, en variant le temps d’interaction avec
un champ RF à résonance. Afin d’accéder au contraire à des magnétisations plus
élevées, nous avons mis au point une procédure basée sur une distillation de spin,
que nous étudierons dans un deuxième temps.

4.2.1 Dépolarisation à l’aide d’un champ magnétique oscil-
lant

Nous étudions à présent l’étude du mécanisme de dépolarisation en fonction
du temps d’interaction avec le champ RF. Nous effectuons le pulse RF pendant
la phase de compression du PDC (voir section 3.2), en imposant un champ homo-
gène B0 = B0ex avec une amplitude B0 = 240 mG, associée à la fréquence de
Larmor ν0 = 168 kHz. Le champ RF B1eRF est allumé 160 ms après le début de
l’évaporation libre, c’est-à-dire au début de la compression du piège. Nous introdui-
sons également un décalage inhomogène spatial en ajoutant un gradient de champ
magnétique b′ ≃ 1 G.cm−1 (voir équation (2.5)). L’ajout d’un gradient conduit à
un déphasage des oscillations de Rabi le long des bras du PDC. Dans la direction
x, le long du premier bras, deux atomes distants de 100 µm (taille caractéristique
de la distribution atomique dans les bras) ressentent des champs magnétiques qui
diffèrent de 4 mG, correspondant à un décalage inhomogène de l’ordre 3 kHz. En
plus du décalage inhomogène, nous balayons la radio-fréquence autour de ν0 avec
une amplitude de 10 kHz pendant une durée ∆tRF. À cause du décalage spatial et
du balayage de la fréquence, les oscillations de Rabi se brouillent dans le nuage. Le
mélange des trois espèces de spin est le résultat de ce brouillage ainsi que de celui
dû aux fluctuations du champ magnétique ambiant résiduel (environ 7 kHz).

Nous représentons dans la figure 4.5(a,b) l’évolution de la puissance du piège
et l’amplitude du gradient dans la phase qui suit le chargement du piège dipolaire.
Nous varions la durée du pulse ∆tRF, et faisons le diagnostic de la polarisation du
nuage après le transfert et l’évaporation dans le piège composite. Les résultats de
cette expérience sont montrés sur la figure 4.5(c,d).

La dépolarisation de l’échantillon est caractérisée par une augmentation des po-
pulations N0 N−1 et une diminution de N+1, avec un nombre total d’atomes constant
à 10 % près. Elle est complète après ∼ 0.7 s, temps caractéristique du remplissage
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Figure 4.5 – (a) Évolution de la puissance du PDC après son chargement du PMO.
(b) Évolution de l’amplitude du gradient de champ magnétique pendant la phase
de mélange de spin. (c) Populations des espèces mF = +1 (carrés rouges), mF = 0
(triangles verts) et mF = −1 (ronds bleus) en fonction du temps d’interaction ∆tRF

avec le champ B1. (d) magnétisation mz en fonction de ∆tRF.

du centre du PDC. Les valeurs de magnétisation des échantillons produits sont re-
productibles à environ 5 % pour chaque valeur de ∆tRF. Nous concluons que la
dépolarisation en présence d’un déphasage inhomogène nous permet de réaliser des
états de magnétisation bien contrôlés en dessous de mz ≃ 0.5.

4.2.2 Purification à l’aide d’une distillation de spin

Pour réaliser des échantillons davantage polarisés, nous avons recours à la tech-
nique de distillation de spin [127, 128] pendant la phase d’évaporation forcée. En
présence d’un gradient de champ magnétique, la profondeur de potentiel est diffé-
rente pour chaque espèce de spin, en raison de la force magnétique exercée par le
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gradient. Considérons des atomes plongés dans un champ de biais B0 = B0ez, sur
lequel s’aligne le moment magnétique. L’ajout d’un gradient de champ magnétique
B∇ = b′x

2
ex − b′yey + b′z

2
ez donne lieu à un terme d’interaction atome-champ dé-

pendant de la position, dont dérive une force F pour chaque espèce de spin mF :

F (mF ) =
µBmF

2
∇‖B0 +B∇‖. (4.5)

Nous négligeons ici l’effet Zeeman quadratique. Cette force se réécrit de la manière
suivante :

F (mF ) =
µBmF

2‖B0 +B∇‖







b′2x/4
b′2y

b′B0/2 + b′2z/4





 . (4.6)

Pour des positions x, y, z . wPDC = 35 µm, un gradient b′ ≃ 12 G.cm−1, et le champ
B0 de l’ordre de 1 G, la force est principalement verticale :

F (mF ) ≃ µBmF b
′

4
ez (4.7)

Nous voyons que cette force agit dans des sens opposés pour les atomes dans
mF = ±1 : elle tend à compenser la gravité pour l’espèce +1 tandis qu’elle s’ajoute
à la gravité pour l’espèce −1. Les profondeurs de potentiel des trois espèces selon z
sont donc modifiées par le gradient. Nous pouvons évaluer le rapport entre la chute
de potentiel due à la présence du gradient et celle due à la gravité :

∆V∇
∆Vgrav

=
µBb

′

4mg
(4.8)

Pour des gradients de l’ordre de b′ = 12 G.cm−1, ce rapport est proche de 1. Les
déformations des potentiels dues au gradient de champ magnétique ne sont significa-
tives que lorsque le piège dipolaire croisé atteint une profondeur de quelques dizaines
de µK, c’est-à-dire pour des puissances inférieures à 1 W. Ces profondeurs sont at-
teintes à la fin de l’étape de remplissage évaporatif du PDC dans le dimple, autour
de t = 1 s. Dans la figure 4.6(a), nous représentons les potentiels de piégeage res-
sentis par les trois espèces pour un gradient de champ magnétique b′ = 12 G.cm−1,
et PPDC = 500 mW. Nous reportons également dans 4.6(b) les résultats d’une ex-
périence, dans laquelle nous avons mesuré la magnétisation d’un échantillon pour
différentes valeurs du gradient b′ appliqué pendant la rampe d’évaporation. La valeur
du gradient est modifiée immédiatement après la fin de la période de “PMO froid”,
et gardée constante pendant la compression et l’évaporation commune dans le PDC
et le piège dimple, jusqu’à t = 1.8 s (au moment du transfert dans le deuxième piège
composite).

La magnétisation augmente avec le gradient appliqué, signe que nous évaporons
préférentiellement l’espèce mF = −1. À cause de la déformation des potentiels,
comme nous le montrons dans la figure 4.6(a), la profondeur effective du piège pour
l’espèce mF = −1 est plus faible que celle des deux autres. Les déplacements des
centres des trois pièges induits par le gradient sont négligeables devant la taille du
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Figure 4.6 – (a) Potentiels de piégeage selon z pour les espèces mF = +1 (ligne
rouge), mF = 0 (ligne verte), mF = −1 (ligne bleue), pour un gradient de champ
magnétique b′ = 12 G.cm−1 et une puissance PPDC = 500 mW. (b) Magnétisation
de l’échantillon spinoriel en fonction du gradient de champ appliqué.

piège, si bien que les trois nuages restent en contact thermique tout au long de la
rampe d’évaporation. Le paramètre η = V/kBT (défini dans la section 3.1), est dif-
férent pour chaque espèce, ce qui conduit à des taux d’évaporation plus élevés et
donc à une évaporation plus rapide pour mF = −1 et mF = 0 que mF = +1. C’est
pourquoi on parle de “distillation de spin”. L’espèce la mieux piégée, ici mF = +1,
profite du refroidissement sympathique [18] avec les deux autres espèces, et la di-
minution de la température s’effectue au prix d’une baisse moins importante du
nombre d’atomes dans mF = +1 que pour les autres espèces (voir figure 4.6(b)). Ce
processus de distillation nous mène à des échantillons davantage polarisés, jusqu’à



4.3. Diagnostic du gaz spinoriel 127

mz ≃ 0.85 (voir figure 4.6(c)).

En conclusion, nous disposons de deux techniques expérimentales pour contrô-
ler la magnétisation des échantillons spinoriel avant leur transfert dans le piège
composite {PR+dimple}. À l’aide de la distillation de spin, nous aboutissons à un
échantillon dont la magnétisation varie entre mz ≃ 0.5 et mz ≃ 0.85, selon l’in-
tensité du gradient, avec une reproductibilité d’environ 5%. À l’aide de l’interaction
avec champ radio-fréquence au contraire, nous diminuons la magnétisation du nuage,
parvenant à des nuages polarisés entre mz ≃ 0.5 et mz = 0.

4.3 Diagnostic du gaz spinoriel

Après avoir préparé les échantillons dans un état de polarisation donné, nous
poursuivons l’évaporation en présence d’un champ magnétique constant, dont l’in-
tensité contrôle l’effet Zeeman quadratique. Nous décrivons dans cette section la
mise en pratique de l’expérience de Stern et Gerlach, comme outil de diagnostic de
nos échantillons. Le principe de cette technique repose sur la séparation spatiale
des trois espèces de spin en présence d’un gradient de champ magnétique, que nous
réalisons simultanément à une ouverture lente du piège optique. Cette rampe d’atté-
nuation ainsi que les modifications du champ pour l’expérience de Stern et Gerlach
sont représentées dans la figure 4.7.

Il est important qu’à chaque instant de la séquence expérimentale un champ ma-
gnétique bien défini et non nul soit présent au niveau de l’échantillon, sur lequel les
moments magnétiques s’alignent adiabatiquement. Deux modifications importantes
du champ magnétique ont lieu pendant la phase de diagnostic, que nous montrons
dans la figure 4.7(b,c,d). La première est le basculement du champ directeur de
l’évaporation (dans la figure 4.7(b), B = Bex) vers le champ magnétique pour l’ex-
périence de Stern et Gerlach, pour lequel nous allumons à la fois le champ directeur
de séparation et le gradient (figure 4.7(c)). La deuxième est le passage à un champ
directeur pour l’imagerie (figure 4.7(c)). Ces champs ont été mesurés à l’extérieur
de la chambre à l’aide d’un capteur de champ magnétique 2.

Le suivi du moment magnétique sur le champ directeur est adiabatique si la
vitesse de changement d’orientation du champ est faible devant la fréquence de Lar-
mor associée au champ. Pour les valeurs typiques des champs pendant l’expérience
de Stern et Gerlach, quelques centaines de mG (donc des fréquences de Larmor de
l’ordre de 105 Hz), et les constantes de temps associées à leur allumage ou extinction,
quelques ms, cette condition est bien vérifiée. Pendant ces basculements d’orienta-
tion du champ, nous nous efforçons de ne jamais avoir un champ nul, afin d’éviter
les inversions de spin de type transitions de Majorana [132].

2. Bartington, Oxon, UK.
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Figure 4.7 – (a) Evolution de la puissance du piège dans deux situations : la puis-
sance est coupée instantanément (ligne pointillée bleue), la puissance est éteinte
avec la rampe de puissance fatt de l’équation (4.10). (b) Extinction du champ ma-
gnétique directeur de l’évaporation. (c) Allumage du champ directeur selon y qui
dirige la force de séparation des trois espèces de spin pendant l’expérience de Stern
et Gerlach ainsi que le gradient pour l’expérience de Stern et Gerlach. (d) Allumage
du champ directeur pour l’imagerie.

4.3.1 Contrôle des champs de compensation pendant la cou-
pure et l’image

La séparation spatiale des trois espèces de spin du gaz spinoriel est basée sur
l’association d’un gradient de champ magnétique avec un champ directeur constant.
La force résultante, proportionnelle au gradient b′, peut être maximisée si le champ
directeur est imposé dans la direction y, l’axe fort du gradient (voir figure 4.1). Nous
choisissons pour cela d’allumer un champ Bsep = Bsepey simultanément au gradient
B∇, qui crée une force de séparation :
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F (mF ) =
µBmF b

′

2
ey. (4.9)

Expérimentalement, nous avons mesuré que le champ de séparation et le gradient
ne s’allument pas instantanément. Dans la figure 4.7(c), nous traçons l’allumage des
champs lorsqu’à t′′ = 0 ms, les valeurs de contrôle en courant dans les deux paires
sont basculées à b′cons = 14.4 G.cm−1 et à un champ de biais Bsep = 2 G. Nous
voyons que le temps caractéristique de montée des champs magnétiques, aussi bien le
gradient b′ que le champ directeur Bsep, est de l’ordre de 5 ms. Après un dépassement
de la valeur de consigne, celle-ci n’est atteinte qu’à environ t′′ = 10 ms. À partir de
l’évolution temporelle de la force magnétique exercée par le gradient, nous pouvons
calculer les trajectoires des nuages constitués des atomes dans mF = ±1 lorsque le
piège optique est éteint à t′′ = 0 s. En notant ∆y la séparation des espèces ±1 par
rapport à l’espèce 0, on le mouvement accéléré suivant : ∆̈y = F (t). La résolution
est reportée dans la figure 4.8 (tirets bleus). Nous constatons qu’une séparation de
100 µm n’est atteinte qu’après t′′ ≃ 5 ms. Considérons un nuage à une température
de 1 µK, dont la fraction thermique s’étend avec une vitesse vexp =

√

kBT/m. Après
un temps de vol de 5 ms, sa taille sera environ de 100 µm. Dans ces conditions, les
trois nuages se recouvrent fortement, rendant la distinction entre les trois nuages
difficile.
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Figure 4.8 – Séparation ∆y des nuages dans différentes conditions : le piège est
coupé à t′′ = 0 ms (tirets bleus), la puissance est atténuée pendant tatt = 5.5 ms
puis coupée (points expérimentaux et résolution numérique en rouge).

Au vu du temps de montée des champs, nous modifions la manière d’éteindre le
piège. Nous ne le coupons plus à t′′ = 0 s, mais sa puissance est diminuée jusqu’à
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t′′ = 5.5 ms (nous étudierons cette extinction dans la section suivante) avant de
couper le piège. Nous appellerons tatt la durée de cette atténuation de la puissance.
Nous mesurons la séparation des nuages dans ces conditions et reportons la posi-
tion du nuage +1 dans la figure 4.8(b). Nous la comparons à la trajectoire calculée
numériquement avec l’hypothèse que la force F (t) n’agit qu’après avoir coupé le
piège (c’est-à-dire F (t) = 0 pour t < tatt (ligne rouge)). Le bon accord entre les
deux montre que le piège continue à confiner les atomes malgré la force de sépara-
tion magnétique, de telle sorte que les atomes sont relâchés du piège au moment où
le gradient a atteint sa valeur maximale. Nous constatons qu’un temps de vol de
tv = 3 ms suffit pour atteindre une séparation de 100 µm, alors que nous devrions
attendre tv ≃ 5 ms avec une coupure instantanée du piège.

Une fois la séparation faite entre les trois espèces de spin, un pulse de laser
repompeur est appliqué, suivi d’un deuxième pulse de la sonde verticale (voir schéma
2.14), réalisant une image en absorption des trois nuages. Pendant la séparation,
nous allumons un champ directeur selon l’axe z et l’augmentons lorsque le champ
de séparation est éteint (voir figure 4.7(d)). Celui-ci est suffisamment important pour
imposer le nouvel axe de quantification des atomes et qui est adapté à une sonde
polarisée σ+ vis à vis de cet axe (voir section 2.4.3). Nous avons vérifié que l’allumage
de ce champ n’affecte pas la séparation des trois nuages, et que l’amplitude du champ
n’induit pas de désaccord significatif par rapport à la transition d’imagerie.

4.3.2 Ralentissement de l’expansion du nuage

Nous décrivons maintenant le rôle de l’atténuation de puissance du laser pendant
la montée des champs magnétiques pour l’expérience de Stern et Gerlach. La pre-
mière utilité, comme nous l’avons mentionné plus haut, est qu’il continue à confiner
les atomes. La deuxième repose sur le ralentissement du nuage pendant le temps
de vol comparé à une coupure abrupte. Les deux pièges, le dimple et le PR, sont
éteints avec une rampe exponentielle de temps caractéristique τ = 3 ms, et avec
une extinction α égale à 5 % après tatt = 5.5 ms. Les atomes ressentent ainsi des
fréquences de piégeage qui diminuent pendant l’atténuation, selon la loi suivante :

(ωj(t′′)/ωj)2 = fatt(t′′), fatt(t) =
(1− α)e−t/τ + (α− e−tatt/τ )

1− e−tatt/τ
(4.10)

où ωj (j = u, v, z) sont données par l’équation (3.18). Puisque ωjtatt ≫ 1, nous
pouvons supposer que le le nuage suit adiabatiquement l’ouverture du piège.

L’énergie totale disponible pour l’expansion du nuage Eexp est donnée par [67] :

Eexp = Eint + Ecin, (4.11)

où Eint, l’énergie d’interaction du condensat, et Ecin son énergie cinétique, défi-
nis dans les équations (1.14). Lorsque la fréquence du piège est changée, ces deux
contributions sont modifiées, ce qui conduit à une expansion différente du nuage
après coupure du piège.
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Un modèle d’expansion du nuage

Comme nous l’avons noté dans la fin du chapitre précédent (section 3.5.3), nous
ne pouvons pas négliger l’énergie cinétique dans l’énergie totale du condensat piégé.
Pour quantifier l’énergie d’expansion totale, nous faisons appel à un modèle reposant
sur un ansatz gaussien de la fonction d’onde dans le piège, proposé par [133]. Celui-ci
est mieux adapté que le modèle d’expansion purement Thomas-Fermi [134]. Dans
cet article, les auteurs décrivent les propriétés dynamiques d’un condensat dans un
piège harmonique dont la fonction d’onde est gaussienne. En appelant σi, i = u, v, z,
les tailles de la distribution de densité atomique dans le piège, c’est-à-dire en posant
n(u, v, z) ∝ ∏

x=u,v,z e−x
2/2σ2

x , et en introduisant les tailles réduites si =
√

2σi/aOH,
les facteurs d’anisotropie du piège λi = ωi/ω ainsi que le paramètre d’interaction
P =

√

2/πNa/aOH, on aboutit aux trois équations différentielles couplées suivantes :

s̈i
ω2

+ fatt(t)λ2
i si =

1
s3i

+
P

s2i sjsk
, i = u, v, z , j, k 6= i. (4.12)

Le deuxième terme du membre de gauche décrit l’attraction par le potentiel de
piégeage, tandis que les deux termes du membre de droite décrivent respectivement
la répulsion due à l’énergie cinétique du condensat et la répulsion due aux interac-
tions (car P > 0). Les tailles initiales si,0 du condensat peuvent être déterminées à
partir des solutions stationnaires de ce système avec fatt = 1.

Tout d’abord, nous pouvons vérifier si les énergies caractéristiques du condensat
piégé correspondent à nos conditions expérimentales. Nous utilisons pour cela la ré-
solution numérique de l’équation de Gross–Piatevskii effectuée dans la section 3.5.2.
Nous rappelons les valeurs des échelles d’énergies caractéristiques de notre piège
composite dans le tableau (voir équations (1.14)) et celles associées à un condensat
de forme gaussienne [135], en fonction de la taille s0 = (su,0sv,0sz,0)1/3 :

EG
cin =

3
4
~ω

1
s20
, EG

piège =
3
4
~ωs20 , E

G
int = ~ω

P

2s30
, µ = EG

cin + EG
piège + 2EG

int. (4.13)

Modèle µ/~ω Ecin/~ω Epiège/~ω Eint/~ω

GP 4.55 0.33 1.97 1.13
Gaussien 4.77 0.27 2.10 1.20

Table 4.2 – Énergies caractéristiques extraites de la résolution numérique de l’équa-
tion de Gross–Pitaevskii avant l’ouverture du piège (GP) et de l’ansatz gaussien,
pour N = 3300 atomes et ω = 2π × 1.1 kHz.

Puisque les valeurs des énergies caractéristiques dans le piège sont voisines de
nos conditions expérimentales, nous vérifions si le modèle d’expansion (4.12) est
compatible avec l’expansion expérimentale des nuages. Nous préparons un nuage
après une rampe d’évaporation de 3 s, c’est-à-dire avec Pd ≃ 5 mW et PPR ≃
7 mW. Dans une première expérience, nous coupons le piège à t′′ = 0, et mesurons
à différents temps de vol les tailles des profils obtenus, en les ajustant par une
distribution gaussienne, avec des tailles σu et σv. Dans une deuxième expérience,
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nous atténuons la puissance avec la rampe d’atténuation (4.10). Comme les deux
fréquences selon les axes u et v sont proches, le nuage peut être considéré comme
isotrope dans le plan u − v. Nous reportons dans la figure 4.9(a) les tailles σ⊥ =
(σuσv)1/2 obtenues pour les deux expériences. En lignes continues, nous traçons les
résultats de la résolution numérique du système (4.12), dans les deux cas : avec et
sans atténuation lente du piège.
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Figure 4.9 – Tailles des nuages après temps de vol. En carrées et triangles bleus,
tailles expérimentales après coupure instantanée du piège, en carrés et triangles
rouges, après la rampe d’atténuation. En lignes pleines et tiretées, résultats de la
résolution numérique du modèle (4.12) dans les deux situations. (a) Tailles mesurées
(b) Tailles rééchelonnées avec la taille σ⋆ = 4 µm.

Les points expérimentaux obtenus sont dans chaque cas environ 15 % au des-
sus des tailles prédites par le modèle (4.12). Les incertitudes sur les paramètres
expérimentaux, la connaissance de ωi et du nombre d’atomes N ne permettent pas
d’expliquer une telle différence. Celle-ci semble plutôt provenir d’une surestimation
systématique, due à une résolution finie de notre système d’imagerie. Nous pensons
en particulier aux aberrations sphériques induites par une lentille de courte focale,
qui contribuent à diminuer la résolution. En modélisant la résolution finie du sys-
tème d’imagerie par une fonction de réponse percussionnelle gaussienne de taille σR,
les tailles mesurées au niveau de la caméra sont modifiées de la manière suivante :
σ =

√

σ⋆2 + σ2
R, où σ⋆ est la taille réelle de la distribution de densité. Nous ajus-

tons le paramètre σR ≃ 4 µm sur les données de la première expérience, et utilisons
celui-ci pour rééchelonner l’ensemble des points expérimentaux. Ces tailles σ⋆ sont
tracées dans la figure 4.9(b).

Nous concluons qu’à la résolution du système d’imagerie près, il y a un bon
accord entre les courbes d’expansions expérimentales et celles prévues par le modèle
(4.12). Ce constant indique que le condensat semble suivre l’ouverture du piège de
manière adiabatique.
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Bilan sur l’expansion du nuage

À des temps de vol suffisamment longs, c’est-à-dire ωt′′ ≫ 1, l’énergie d’expan-
sion est entièrement transformée en énergie cinétique. Nous pouvons lui associer une
vitesse d’expansion vexp =

√

Eexp/m. En nous appuyant sur le modèle d’expansion
développé ci-dessus et en supposant que le nuage suit adiabatiquement l’ouverture
du piège, nous obtenons le rapport entre les vitesses d’expansion dans les deux si-
tuations, coupure instantanée et atténuation :

vatt
exp/v

inst
exp ≃ 0.40. (4.14)

Nous voyons qu’il est possible de ralentir l’expansion du nuage d’un facteur ≃ 2.5
en diminuant lentement la puissance du piège. Ainsi, nous parvenons à effectuer
un diagnostic du gaz spinoriel après une séparation d’une distance plus grande que
l’expansion de chacune des trois composantes. Afin d’illustrer cela, nous traçons dans
figure 4.10 le rapport entre la séparation des nuages ∆y et leurs tailles moyennes tout
au long de l’expansion σ⊥ prévues par le modèle (4.12). Il apparaît clairement qu’en
effectuant une coupure instantanée du piège, il faudrait choisir des temps de vol
tv > 5 ms pour séparer correctement les trois nuages. Or à ces durées-là, la densité
optique maximale d’un nuage polarisé peut être estimée à environ 0.05, proche du
bruit de détection (δDO≃ 0.03 par pixel). Des nuages préparés dans des états de
polarisation différents seront plus difficilement détectables. En revanche, à l’aide de
la rampe d’atténuation de la puissance, nous parvenons à garder des niveaux de
signaux à bruit importants pour des nuages parfaitement distinguables les uns des
autres, jusqu’à des temps de vols de 5 ms.
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Figure 4.10 – Rapport entre la séparation typique des nuages et leur taille pendant
l’expérience de Stern et Gerlach, dans les deux situations expérimentales : ouverture
instantanée (en bleu) et ouverture lente (en rouge) du piège. L’axe des abscisses
représente le temps de vol qui suit la coupure des pièges.

Le modèle d’expansion reproduit bien les données expérimentales pour un conden-
sat quasi-pur comme nous le réalisons à la fin de la rampe d’évaporation. Plus tôt
dans la rampe, la présence d’une fraction thermique non-négligeable peut modifier
l’expansion du nuage. En effet, elle dépend non seulement des interactions mais aussi
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de la température de l’échantillon, conduisant à des distributions plus étalées à me-
sure que la température augmente. Nous voyons ainsi qu’à séparation constante, la
“distinction” des nuages peut diminuer.

4.3.3 L’ouverture du piège est-elle adiabatique ?

D’un point de vue formel, changer la raideur d’un piège (en multipliant chaque
fréquence par un facteur constant) adiabatiquement, c’est-à-dire lentement devant
les fréquences de piégeage, n’affecte pas la densité dans l’espace des phases D. La
comparaison entre les expériences et la résolution numérique des équations pour les
facteurs d’échelles (voir figure 4.9(c)) semble indiquer que le condensat suit adia-
batiquement l’ouverture du piège pendant l’atténuation de la puissance. Dès lors
que le critère ωtatt ≫ 1 reste vrai tout au long de la rampe d’évaporation, nous
pensons que le caractère adiabatique de l’ouverture du piège reste valable pour des
points plus hauts dans la rampe d’évaporation. Dans cette section, nous vérifions
directement cette hypothèse en étudiant la conservation de la fraction condensée
pendant l’ouverture du piège. Ayant conclu dans le chapitre précédent que seules les
fractions condensées inférieures à 20 % étaient détectables à l’aide de notre système
d’imagerie, nous nous intéressons dans cette section qu’au voisinage de la transition
de condensation de Bose-Einstein.

Nous réalisons l’expérience suivante : un nuage est préparé avec une magnétisa-
tion mz ≃ 0.85. Nous évaporons le nuage jusqu’à différents temps de rampe autour
de la transition de condensation de Bose–Einstein. Nous mesurons pour chacun de
ces temps d’évaporation la fraction condensée dans deux situations : après une cou-
pure instantanée du piège et après une ouverture selon la rampe d’atténuation (4.10).
Nous n’appliquons pas de gradient de champ magnétique dans cette expérience. Les
nombres d’atomes et fractions condensées mesurées sont reportés dans la figure 4.11.
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Figure 4.11 – (a) Nombre d’atomes et (b) Fraction condensée d’un nuage préparé
à mz = 0.85, mesurés après une coupure instantanée du piège et un temps de vol
tv = 1 ms (ronds bleus) et après une ouverture lente du piège (carrés rouges).

Nous voyons que les nombres d’atomes et fractions condensées mesurées avec et
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sans l’atténuation de la puissance sont compatibles dans les barres d’erreurs expé-
rimentales. Celles-ci sont vraisemblablement liées aux fluctuations statistiques du
nombre d’atomes (environ 10 %). Nous en concluons que l’ouverture lente n’affecte
pas la fraction condensée et donc la densité dans l’espace des phases, et que le nuage,
essentiellement thermique, suit de manière adiabatique l’ouverture du piège. C’est
pourquoi nous pouvons utiliser cette atténuation de puissance associée à la sépa-
ration par un gradient magnétique pour mesurer des grandeurs thermodynamiques
au cours de la condensation, comme les fractions condensées de chacune des trois
espèces ou la magnétisation de l’échantillon.

4.3.4 Validité de l’approximation à un seul mode

Dans la section 1.3.3, nous avons introduit l’approximation à un seul mode, dans
laquelle nous supposons que les trois espèces de spin sont condensées dans la même
fonction d’onde spatiale Φc. On peut pour cela comparer la taille du nuage dans le
piège σ0 d’après le modèle (4.12) et la longueur de cicatrisation de spin ξS (1.42).
Nous obtenons :

σ0 ≃ 1.7aOH , ξs ≃ 3.2aOH. (4.15)

Ces deux longueurs sont voisines de aOH, la taille de l’oscillateur harmonique dans
l’état fondamental. Il n’est donc pas possible de créer plusieurs domaines de spin à
l’intérieur du piège, car aucune structure plus petite que aOH ne peut exister dans
le piège.

Nous pouvons confirmer la validité de cette approximation en comparant les dis-
tributions des trois espèces de spin après l’expérience de Stern et Gerlach. Préparé
avec une magnétisation nulle, nous évaporons un nuage en présence d’un champ ma-
gnétique faible jusqu’à l’obtention d’un condensat quasi-pur de N ≃ 3300 atomes.
Nous faisons trois réalisations de la même expérience, et reportons les coupes des
profils de densité optique moyennés dans la figure 4.12. Le compte des atomes dans
chaque composante de spin nous livre les populations relatives (n+1, n0, n−1). À l’aide
des tailles obtenues à partir du modèle gaussien (4.12) et en prenant en compte la
résolution finie de notre système d’imagerie, nous superposons aux profils la distri-
bution gaussienne fG pondérée par (n+1, n0, n−1).

Nous constatons que les trois composantes de spin, semblent avoir la même dis-
tribution spatiale, à un facteur multiplicatif près correspondant aux populations
relatives (n+1, n0, n−1). Nous pouvons évaluer quantitativement le recouvrement
entre les modes spatiaux de deux composantes différentes mF = i et mF = j
(i, j = +1, 0,−1), fi et fj respectivement. Le recouvrement est défini par :

R(i, j) =
∫

√

fifj
/

√

∫

f 2
i

∫

f 2
j . (4.16)

On obtient R(+1, 0) ≃ R(−1, 0) ≃ R(−1,+1) ≃ 90 %, ce qui confirme la vali-
dité de l’approximation à un seul mode. Par ailleurs, le recouvrement des modes des
trois composantes avec la distribution gaussienne fG est proche de 80 %, signe que
le modèle d’expansion gaussien décrit de manière satisfaisante l’expansion du nuage.
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Figure 4.12 – Profils de densité optique des trois espèces de spin obtenus avec un
condensat quasi-pur de N ≃ 3300 atomes, une magnétisation nulle et un champ
magnétique faible. Sur chaque composante, nous superposons le profil extrait de
la distribution gaussienne prévue par le modèle (4.12), pondéré par sa population
relative (n+1, n0, n−1). Les seuls paramètres ajustables sont les centres de chaque
composante.

4.4 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons décrit le procédé expérimental utilisé pour manipu-
ler le degré de liberté interne du condensat. Pendant la phase de compression du piège
dipolaire croisé, nous recourons au mélange des trois espèces de spin avec un cou-
plage radio-fréquence, qui a pour effet de diminuer la magnétisation de l’échantillon.
Nous pouvons également tirer profit d’une distillation de spin pendant la phase de
refroidissement évaporatif dans le piège dipolaire croisé pour polariser l’échantillon
dans l’espèce mF = +1, avec une population relative maximale de 85 %. Ces deux
techniques permettent d’aboutir à un système possédant une magnétisation fixée
et ajustable entre mz = 0 et mz = 0.85, avec une reproductibilité de 5 %, avant le
transfert dans le deuxième piège composite. Ainsi, nous disposons d’un système avec
degré de liberté de spin contrôlé, que nous pouvons amener de la phase thermique à
la phase condensée, en l’évaporant plus ou moins longtemps dans le piège composite.
Des expériences relatives à la thermodynamique d’un gaz spinoriel à température
finie pourront être réalisées avec ce système, comme la mesure des températures
de condensation des trois espèces de spin pour une magnétisation donnée [74]. Par
ailleurs, à l’aide d’un gaz spinoriel quasi-pur, nous pouvons également étudier l’état
fondamental du système pour une magnétisation donnée [72]. Cette étude fera l’ob-
jet du chapitre 5.

Nous avons également décrit la méthode expérimentale développée pour réa-
liser un diagnostic du gaz spinoriel après l’évaporation dans le piège composite
{dimple+piège rouge}. Celui-ci repose sur une expérience de Stern et Gerlach, pen-
dant laquelle nous ralentissons adiabatiquement l’expansion du nuage simultanément
à la séparation spatiale des trois espèces de spin. Nous parvenons ainsi à obtenir des
séparations spatiales suffisantes pour distinguer les trois espèces de spin, et pouvons
mesurer précisément la distribution dans les trois espèces.



Chapitre 5

Diagramme de phase d’un
condensat spinoriel à basse
température

Les premières expériences avec des gaz multi-composantes de spin [24, 26, 27, 25]
ont porté sur l’étude de l’état fondamental d’un gaz spinoriel dans des systèmes de
grande taille, en présence de gradients de champ magnétique. Ces systèmes s’ar-
rangent en domaines séparant les espèces de spin non miscibles entre elles, sous l’effet
des interactions dépendantes du spin et du gradient. Des mécanismes de transport
de spin par effet tunnel à travers les frontières de ces domaines ont été observés [28].
En plaçant des systèmes spinoriels hors équilibre, des mesures de dynamique cohé-
rente d’échange de spin ont également été réalisées [77, 32, 130, 136], analogues au
phénomène d’oscillations Josephson entre deux supraconducteurs faiblement couplés
[137]. Des expériences mettant en évidence une transition de phase dans un système
antiferromagnétique ont été réalisées [33], en fonction des paramètres de contrôle, la
magnétisation et le champ magnétique appliqué. L’étude d’une modification rapide
d’un des paramètres de contrôle (par exemple l’effet Zeeman quadratique) pour tra-
verser la transition de phase a fait l’objet de plusieurs expériences [138, 139, 140]. Ces
dernières ont permis de caractériser la dynamique de formation de textures de spins.

Nous nous intéressons dans ce chapitre à la mise en évidence des différentes
phases magnétiques à l’équilibre thermodynamique. Des prédictions théoriques, no-
tamment dans l’approximation de champ moyen (voir section 1.3.2), décrivent les
propriétés à l’équilibre d’un gaz spinoriel en présence d’un champ magnétique [72,
74]. Dans le chapitre 4, nous avons décrit la procédure pour réaliser des condensats
spinoriels avec une magnétisation contrôlée avant la dernière phase d’évaporation
dans le piège optique composite. Nous disposons ainsi d’un système dans lequel
nous pouvons accorder la température et la magnétisation, et que nous pouvons
soumettre à un champ magnétique contrôlé dans une gamme de 0 à quelques G.

Dans ce chapitre, nous allons d’abord décrire le diagramme de phase d’un gaz
de spin 1 avec une magnétisation arbitraire dans l’espace des paramètres (p, q),
avec p et q respectivement les effets Zeeman linéaire et quadratique. Nous mettrons
en évidence les différentes transitions de phase attendues dans un tel système. Nous
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étudierons ensuite l’effet de la conservation de la magnétisation due aux collisions de
spin (voir chapitre 1) sur le diagramme de phase et déterminerons les modifications
induites sur les transitions de phases. Dans une deuxième section, nous allons nous
concentrer sur les résultats expérimentaux de l’exploration du diagramme de phase
à basse température dans l’espace des paramètres (B,mz), en montrant l’accord
avec la théorie de champ moyen à basse température. Dans une troisième section,
nous nous pencherons sur les fluctuations anormales des populations relatives du
condensat spinoriel, qui apparaissent à faible champ et magnétisation nulle. Celles-
ci sont la signature de fluctuations collectives, phénomène générique attendu dans
un système de taille finie présentant une brisure spontanée de symétrie à la limite
thermodynamique.

5.1 Diagramme de phase du gaz de spin 1

5.1.1 Diagramme de phase avec un magnétisation libre

Le système spinoriel plongé dans un champ magnétique dirigé selon z est régi
par l’hamiltonien de spin que nous avons écrit dans le chapitre 1, dans l’équation
(1.34). Dans l’approximation de mode unique, qui suppose un découplage entre les
degrés de liberté externes et internes, cet hamiltonien se récrit de manière générique
à l’aide des opérateurs de spin si de chaque atome i :

Ĥ =
Us
2N

N
∑

i6=j
ŝi · ŝj + p

N
∑

i

ŝi,z + q
N
∑

i

ŝ2i,z. (5.1)

Le premier terme correspond au terme d’interaction dépendante du spin, et favo-
rise l’anti-alignement des spins, à cause du signe positif de l’énergie de spin Us (voir
équation (1.46)). Le deuxième terme décrit l’effet Zeeman linéaire, proportionnel
au champ magnétique appliqué p = −µBB0/2, qui tend à aligner les spins selon la
direction du champ. Le troisième terme correspond à l’effet Zeeman quadratique,
d’amplitude q = qBB2

0 , qui favorise l’espèce mF = 0 par rapport aux deux autres
espèces mF = ±1. Il est possible de modifier l’effet Zeeman quadratique, voire même
de changer son signe à l’aide d’un couplage avec des micro-ondes mais nous ne fai-
sons pas ici [141].

En champ moyen, nous rappelons la forme que prend la fonctionnelle d’énergie
de spin d’un atome dans ce système, obtenu dans la section 1.3.2. Avec la para-
métrisation de la fonction d’onde de spin (

√
n+1eiθ+1 ,

√
n0eiθ0 ,

√
n−1eiθ−1)T , et pour

un système caractérisé par une énergie dépendante du spin Us, soumis aux effets
Zeeman linéaire p et quadratique q, nous avons :

Espin

Us
=
[1
2
m2
z + x(1− x) + cos(2Θ)(1− x)

√

x2 −m2
z

]

− Px+Qx, (5.2)

où Q = q/Us et P = −p/Us. Dans cette expression, x = n+1 + n−1 = 1− n0 avec ni
la fraction d’atomes dans la composante mF = i, et mz = n+1 − n−1 est la projec-
tion du spin total selon z : mz =Mz/N , Θ = (θ+1 + θ−1)/2− θ0. Nous remarquons
immédiatement que quand Us > 0, cette énergie est minimisée pour Θ = π/2.
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En absence d’effet Zeeman (P = Q = 0), l’énergie Espin est minimisée pour
mz = 0 et x peut prendre toutes les valeurs entre 0 et 1, c’est-à-dire que toutes les
solutions telles que n+1 = n−1 sont admises. L’état de spin associé vérifie 〈S〉 = 0 1,
et correspond à la famille d”états dits “polaires” introduit par [22]. Chaque élément
de cette famille correspond à un état où les atomes sont dans l’état mF = 0 selon un
axe de quantification n dans la sphère unité. En coordonnées polaires, cette famille
d’états s’écrit de la manière suivante :

|ζpol〉 = R(θ, φ)







0
1
0





 =









− 1√
2

sin θe−iφ

cos θ
1√
2

sin θeiφ









, (5.3)

avec n l’axe pointant dans la direction (θ, φ). Le vecteur n définit l’“axe directeur
nématique” [63, 142], et pointe dans une direction arbitraire de la sphère unité.
L’état fondamental correspond à la superposition cohérente de tous ces états, qui
est invariant par symétrie dans l’espace de spin.

Plus généralement, le système de spin 1 peut être caractérisé par un paramètre
d’ordre nématique de spin [143, 144], un vecteur analogue à l’orientation préféren-
tielle moyenne des molécules dans un cristal liquide [145] 2. Nous décrivons les trois
phases particuliers associées au système [26], en caractérisant pour chacune le para-
mètre d’ordre nématique et la magnétisation associés. Les phases sont obtenues en
minimisant (5.2) à P,Q donnés, et regroupées dans la figure 5.1. La minimisation
est assez élémentaire quoiqu’un peu fastidieuse, nous donnerons par conséquent uni-
quement les résultats.

• Pour un effet Zeeman tel que
{

P 2/2 < Q si P ≤ 1
P < Q+ 1/2 si P > 1,

(5.4)

l’énergie Espin est minimisée pour x = 0 et mz = 0. Toutes les atomes sont
dans l’état mF = 0 par rapport à l’axe ez, avec un spin moyen nul 〈S〉 = 0. Un
tel état correspond à un état dit “polaire-z” (Pz), c’est-à-dire un état polaire
dont l’axe directeur nématique n est aligné selon la direction du champ ez 3.
Dans la base hyperfine {F = 1, mF}mF=+1,0,−1, cet état s’écrit :

|ζPz〉 =







0
1
0





 . (5.5)

Pour cet état, nous constatons que 〈Ŝx
2〉 = 〈Ŝy

2〉 = 1 et 〈Ŝz
2〉 = 0. Le vecteur

directeur nématique est perpendiculaire au plan dans lequel sont confinées les

1. En effet, 〈Sx〉 = 2
√

x(1 − x) cos(Θ) cos( θ+1+θ
−1

2 ) = 0 car Θ = π/2, de même 〈Sx〉 =

2i
√

x(1 − x) cos(Θ) sin( θ+1+θ
−1

2 ) = 0, et 〈Sz〉 = mz = 0.
2. Quand 〈S〉 = 0, ce paramètre d’ordre peut être construit à partir du tenseur nématique

d’ordre 2 noté Nab [63] : Nab = 1
2 〈ŜaŜb + ŜbŜa〉 où a, b = x, y, z et Ŝa l’opérateur de spin dans la

direction a (voir section 1.3).
3. L’état symétrique n = −ez est identique à un déphasage près.
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Figure 5.1 – Diagramme de phase de l’état fondamental en champ moyen d’un
gaz de spin 1 dans un champ magnétique dirigé selon ez. Nous indiquons en lignes
continues rouge (P 2/2 = Q) et noire (P = Q + 1/2) les frontières des phases ca-
ractérisées par une discontinuité de la magnétisation, signature d’une transition du
premier ordre. La ligne tiretée bleue symbolise la frontière à laquelle on change de
phase avec mz continue, signature d’une transition de deuxième ordre. Dans chaque
sphère, chaque axe a correspond à un état de spin mF = 0 selon a. Pour l’état
“polaire-z” (Pz), de magnétisation nulle, l’axe directeur nématique n (flèche rouge)
est dirigé selon la direction du champ. L’état “antiferromagnétique” (AF) possède
à la fois une magnétisation m parallèle au champ magnétique (flèche bleue), et un
ordre nématique n qui lui est perpendiculaire. Pour l’état “ferromagnétique” (F),
tous les spins sont égaux à mF = +1 selon l’axe du champ. La magnétisation est
complète, c’est-à-dire mz = 1, et l’ordre nématique disparaît.

fluctuations de spin.

• Pour un effet Zeeman tel que

P 2/2 > Q et P < 1 (5.6)

Espin est minimisée pour x = 1 et mz = P . Cet état, appelé “antiferromagnéti-
que” (AF) [63], est caractérisé par une magnétisation longitudinalem = mzez
non nulle et m⊥ = 0. L’état de spin |ζAF〉 correspondant est :

|ζAF〉 =









√

1+P
2

e−iφ

0
−
√

1−P
2

eiφ









. (5.7)

Pour cet état, les fluctuations de spin dans le plan x − y ne sont plus iso-
tropes : 〈Ŝx

2〉 6= 〈Ŝy
2〉, si bien que la symétrie par rotation des fluctua-

tions autour du champ magnétique est brisée. Un ordre nématique transverse
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subsiste [144] caractérisé par un vecteur n qui évolue dans le plan x − y :
n ‖ cos(φ)ex + sin(φ)ey. Une superposition cohérente de ces états restaure
l’isotropie dans le plan x− y.

Dans cette phase, les interactions dépendantes du spin dominent devant l’effet
Zeeman quadratique. À cause du caractère antiferromagnétique des interac-
tions (Us > 0), l’espèce mF = 0 n’est pas miscible avec les espèces mF = ±1,
alors que ces deux dernières sont miscibles entre elles (voir section 1.3.2). C’est
pourquoi l’espèce mF = 0 tend à être éliminée [25, 146].

• Pour un effet Zeeman tel que

P > 1 et P > Q+ 1/2, (5.8)

Espin est minimisée pour x = 1 et mz = 1. Cette phase, dominée par l’effet
Zeeman linéaire, correspond à un état polarisé : tous les atomes sont dans
l’état mF = +1. Cette phase est souvent appelée par abus de langage “ferro-
magnétique” (F), l’orientation étant imposée par le champ extérieur. L’état de
spin |ζF〉 correspondant est :

|ζF〉 =







1
0
0





 . (5.9)

Il n’y a pas d’ordre nématique dans cette phase : n = 0.
Dans toutes ces phases, le paramètre d’ordre nématique se trouve dans le plan per-
pendiculaire à l’axe de magnétisation.

Deux types de transitions de phases ressortent de ce diagramme. Nous les indi-
quons dans la figure 5.1.

• Si nous fixons P et augmentons Q, la magnétisation mz reste contante égal à
P (ou 1 selon la valeur de P ), puis chute abruptement à 0 en passant dans la
phase polaire. Pendant la traversé de cette frontière, le paramètre d’ordre n
bascule abruptement du plan x− y à l’axe ez. Cette discontinuité s’interprète
comme une transition de phase du premier ordre.

• Si nous fixons Q et augmentons P en partant de la phase antiferromagnétique,
nous passons d’une phase à deux composantes à la phase polarisée avec une
variation continue des populations relatives et de la magnétisation mz à la
frontière P = 1. La norme du vecteur n devient nulle à la frontière. Cette
transition est du deuxième ordre.

Il est intéressant de noter que ce système est analogue à un ensemble de spins,
de norme 1, placés sur un réseau bipartite et couplés par un terme d’échange de
type Heisenberg [147]. Nous décrivons ce système dans l’annexe D et étudions, dans
l’approximation de champ moyen, l’orientation moyenne des spins de chaque sous-
réseau en fonction du champ magnétique appliqué et de l’anisotropie ionique. Nous
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en déduisons l’existence de plusieurs transitions de phase, comme la transition “spin-
flop” [148], analogue à la transition de phase du premier ordre du gaz spinoriel décrite
précédemment. En particulier, nous mettons en évidence deux paramètres d’ordre, la
magnétisation (somme des spins moyens des deux sous-réseaux), et la magnétisation
alternée (leur différence), qui sont équivalents à m et n.

5.1.2 Contrainte de magnétisation conservée

Avec la contrainte de conservation de la magnétisation, le terme d’effet Zeeman
linéaire devient une constante du problème, et le diagramme de phase se trouve
modifié. Sur le diagramme de phase, que nous montrons à nouveau dans la figure
5.2, nous décrivons une trajectoire particulière à magnétisation fixée en partant
d’un point M situé dans la phase “antiferromagnétique”. En partant de M et en
augmentant Q à magnétisation fixée, nous nous déplaçons selon une ligne verticale
mz = P = cste jusqu’à parvenir pour une valeur critique Qc à la ligne de transition
de phase du premier ordre, au point M ′. Puisque la magnétisation change à cette
frontière, nous ne pouvons pas la franchir. Nous restons par conséquent au point
M ′ appartenant à la ligne de coexistence entre les phases “antiferromagnétique” et
“polaire”. Au point M ′, l’état du système devient un mélange entre les deux états
caractéristiques des deux phases, ce qui se traduit la coexistence des trois espèces
de spins mF = +1, 0,−1. Pour Q = Qc, la contribution au mélange de l’état polaire
est nulle, et en augmentant Q, sa contribution augmente au détriment de l’état
antiferromagnétique. L’espèce mF = 0 est par conséquent de plus en plus peuplée à
mesure que Q augmente.
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Figure 5.2 – Trajectoire à magnétisation fixée dans le diagramme de phase du gaz
de spin 1. Nous partons du point M dans la phase “antiferromagnétique” (AF) et
arrivons en augmentant Q au point M ′ sur la ligne de coexistence entre les phases
AF et “Polaire-z”. Ce point matérialise une transition de phase du deuxième ordre,
caractérisée par l’apparition graduelle de l’espèce mF = 0.

La contrainte de conservation de la magnétisation conduit ainsi à une transition
du deuxième ordre, entre la phase AF et une phase à trois composantes de spin,
caractérisée par l’apparition graduelle de l’espèce mF = 0. Les états de spin associés
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à chaque phase, qui sont ceux que nous mesurerons dans notre expérience, ont été
présentés dans la section 1.3.3. Nous les rappelons ci-dessous :
• Dans la phase “antiferromagnétique”, dans laquelle l’effet Zeeman quadratique

vérifie
Q ≤ Qc = 1−

√

1−m2
z, (5.10)

l’espèce mF = 0 est absente. L’espèce mF = −1 est peuplée autant que la
condition de magnétisation constante le permet : n−1 = n+1 −mz. L’état de
spin |ζAF〉, identique à (5.7), est :

|ζAF〉 =









√

1+mz
2

e−iφ

0
−
√

1−mz
2

eiφ









(5.11)

• Dans la phase de coexistence, caractérisée par Q > Qc, Espin est minimisée
pour x = x0, avec x0 la solution de l’équation

(1− 2x)
[

√

x2 −m2
z − x

]

+Q
√

x2 −m2
z = m2

z (5.12)

L’effet Zeeman quadratique devient suffisamment important pour favoriser
l’apparition de l’espèce mF = 0 malgré l’immiscibilité avec les autres espèces.
L’état de spin |ζ3〉 correspondant est :

|ζ3〉 =









√

x0+mz
2

e−iφ√
1− x0

−
√

x0−mz
2

eiφ









(5.13)

Dans la limite où Q ≫ 1, n0 ≃ 1 − mz, et la composante mF = −1 est dé-
peuplée. |ζ3〉 a en général m 6= 0 (mz 6= 0 et m⊥ 6= 0) et n 6= 0, mais on a
toujours m · n = 0.

La conservation de la magnétisation permet de caractériser le diagramme à partir
d’un seul paramètre d’ordre, la population relative dans l’espèce mF = 0 : n0. Les
deux autres populations relatives sont imposées par les contraintes n+1 = mz −
n−1 et n+1 + n0 + n−1 = 1. Dans la figure 5.3, nous représentons les deux phases
caractéristiques du système, à deux et trois composantes, ainsi que la séparatrice
Qc = 1−

√

1−m2
z, en traçant la valeur de n0.

5.2 Exploration expérimentale du diagramme de
phase

Dans cette section, nous montrons les résultats d’expériences dans lesquelles nous
avons mesuré les états de spin en fonction de la magnétisation et du champ magné-
tique appliqué. Pour comparer notre expérience au diagramme de phase décrit dans
la section précédente, nous devons nous assurer que le système est à l’équilibre du
point de vue du spin. Avant de montrer le diagramme de phase expérimental, nous
étudions d’abord la mise à l’équilibre du système après la rampe d’évaporation dans
le piège optique.
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Figure 5.3 – Diagramme de phase à magnétisation conservée pour un condensat
spinoriel en champ moyen vérifiant l’approximation à un seul mode. Deux phases
caractéristiques sont visibles, l’une dans laquelle l’espèce mF = 0 est absente (pla-
teau sombre en bas à droite) et l’autre dans laquelle les trois espèces coexistent. Les
deux phases sont séparées par la courbe Qc = 1−

√

1−m2
z, représentée ici par une

ligne épaisse blanche.

5.2.1 Equilibrage des populations Zeeman

Avec des champs magnétiques typiques inférieurs à 1 G, l’écart dû à l’énergie Zee-
man quadratique est inférieur à h × 300 Hz, c’est-à-dire kB × 15 nK. Cette échelle
d’énergie est, tout au long de la rampe d’évaporation, très inférieure à l’énergie
thermique des nuages, de l’ordre de quelques centaines de nK (voir section 3.5.3).
L’énergie dépendante du spin est elle aussi très inférieure aux énergies thermiques :
Us ≃ h × 90 Hz. Nous l’avons estimée à l’aide de la définition (1.46), en utilisant
la fonction obtenue à partir de la résolution numérique de l’équation de Gross–
Pitaevskii avec N ≃ 3000 atomes. La dynamique de spin dans le nuage n’est signifi-
cative que pour les atomes condensés dans le piège. Dans cette section, nous étudions
l’équilibre des populations dans les trois espèces de spin après la préparation dans
un état de magnétisation donné (voir section 4.2) dans le piège dipolaire croisé, et
leur évaporation dans le deuxième piège composite {dimple+PR}.

Nous allumons le champ magnétique directeur Bdir = Bdirey dès le début de
l’évaporation 4. Après un temps d’évaporation t′ = 3 s, nous gardons le champ ma-

4. Les groupes qui étudient les propriétés dynamiques des collisions de spin [77, 32, 130, 136, 139]
n’allument le champ directeur qu’à la fin de l’évaporation de sorte à amener le système hors
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gnétique et le piège composite allumé pendant un temps de maintien tm variable.
Pendant ce temps, le nuage continue de s’évaporer. Afin d’étudier l’établissement
de l’équilibre d’un point de vue du degré de liberté de spin, nous mesurons à diffé-
rents temps de maintien tm la distribution du gaz spinoriel dans les trois espèces.
Nous reportons dans les figures 5.4 et 5.5 l’équilibrage des spins pendant les dix
premières secondes de maintien, dans deux conditions différentes : magnétisation
nulle et champ Bdir = 200 mG, magnétisation mz = 0.5 et champ Bdir = 1 G res-
pectivement. Sur ces figures, nous représentons les évolutions du nombre d’atomes
total N dans le piège (a), la magnétisation (b) ainsi que les populations relatives
dans les composantes mF = 0 (c) et mF = ±1 (d). Les points expérimentaux pour
N sont ajustés avec une exponentielle de constante de temps τN , et pour n0 avec
une exponentielle de constante τ0, représentées par une ligne rouge dans (a,c).
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Figure 5.4 – Nuage préparé avec une magnétisation nulle et évaporation dans
champ directeur Bdir = 200 mG. (a) Nombre d’atomes N ajusté avec une expo-
nentielle de constante de temps τN = 8.9 s en fonction du temps de maintien dans
le piège tm. (b) Magnétisation, (c) fraction d’atomes dans la composante de spin
mF = 0, ajustée avec une exponentielle de constante τ0 ≃ 0.1 s, et (d) fractions
dans mF = ±1 au cours du maintien dans le piège.

Sur ces figures, nous voyons que le nombre d’atomes total décroît avec un temps
caractéristique τN ≃ 9 s, qui correspond à la durée de vie de l’échantillon dans le

d’équilibre, et s’intéressent au retour à l’équilibre qui suit dans le système.
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Figure 5.5 – Nuage préparé avec une magnétisation mz ≃ 0.5 et évaporation dans
un champ directeur Bdir = 1 G. (a) Nombre d’atomes N ajusté avec une exponen-
tielle de constante de temps τN = 8.1 s en fonction du temps de maintien dans
le piège tm. (b) Magnétisation, (c) fraction d’atomes dans la composante de spin
mF = 0, ajustée avec une exponentielle de constante τ0 ≃ 0.3 s, et (d) fractions
dans mF = +1 (ligne continue rouge) et mF = −1 (ligne tiretée bleue) au cours du
maintien dans le piège.

piège. Pendant le maintien dans le piège, nous constatons que la magnétisation reste
constante à 5 % près, signe que la dynamique de spin conserve la magnétisation. La
population relative n0 croît avec une constante τ0 < 1 s, et atteint un plateau sur
lequel elle reste constante à 5 % près. Le même caractère est observé pour d’autres
valeurs de Bdir entre 0 et 1 G et les valeurs de mz accessibles dans notre expérience.
Nous en concluons que les collisions de spin sont régies par une dynamique rapide
devant la durée de vie de l’échantillon. Par conséquent, en choisissant un temps de
maintien compris entre 2 s et 5 s, nous sommes assurés de disposer d’un système
avec un nombre d’atomes autour de 3000 atomes à l’équilibre du point de vue du
spin.

L’équilibrage des espèces de spin avec la constante de temps τ0 peut être inter-
prété comme un temps d’amortissement des oscillations de spin [130]. Dans cette
expérience, les oscillations sont amorties en un temps caractéristique de quelques cen-
taines de ms, comparable à τ0. Dans notre système, les atomes thermiques des trois
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composantes quittent le piège avec le même taux d’évaporation, et les atomes qui
s’accumulent dans la partie condensée du nuage subissent des collisions d’échanges
du spin, avec un taux de plus en plus important au fur et à mesure du refroidissement.
Cela implique que le terme d’interaction dépendante du spin Us augmente tout au
long de l’évaporation. Nous sommes dans un mécanisme d’équilibrage continu pen-
dant l’évaporation. Remarquons que le temps caractéristique pour atteindre l’équi-
libre est court devant ceux observés dans l’expérience [130] (quelques secondes). La
raison est sans doute liée à la formation de domaines de spin dans l’expérience [130],
domaines absents dans notre cas à cause du fort confinement (voir section 4.3.4).

En conclusion, nous disposons d’un système spinoriel vérifiant l’approximation
à un seul mode, qui est à l’équilibre du point de vue de son degré de liberté de spin
lorsqu’on laisse le gaz quelques secondes dans le piège après évaporation. La longue
durée de vie des atomes dans le piège (de l’ordre de 10 s) permet l’exploration du
diagramme de phase à l’équilibre prédit par [72].

5.2.2 Diagramme de phase expérimental

Dans cette section, nous décrivons les résultats expérimentaux de l’exploration
du diagramme de phase présenté ci-dessus. Ayant préparé le système dans un état
de magnétisation donnée, nous allons suivre une trajectoire (B, mz =cste) dans le
diagramme de phases afin de mettre en évidence la transition entre les deux do-
maines, à deux ou trois composantes de spin. La séquence expérimentale consiste en
une évaporation en présence d’un champ directeur d’amplitude B, un maintien dans
le piège pendant tm = 3 s, puis un diagnostic Stern et Gerlach afin de déterminer
les populations relatives dans chaque espèce de spin avec des ajustements gaussiens
sur les trois distributions. Dans la figure 5.6, nous représentons les résultats expéri-
mentaux pour une magnétisation donnée : mz = 0.48± 0.05.

Dans cette figure, nous voyons que tout au long de la série d’expériences, le
nombre d’atomes et la magnétisation restent constants, à mieux que 10 % près. La
figure (d) fait apparaître les deux phases, l’une dans laquelle l’espèce mF = 0 est
faible et l’autre dans laquelle elle augmente significativement avec le champ. Nous
déterminons le champ critique séparant les deux phases en ajustant l’évolution de
n0 par la fonction hyperbolique suivante :

f(B) = α+ βmax

[

B2 − B2
c

B2 − B2
c + ∆B2

, 0

]

, (5.14)

représentée par une ligne rouge dans la figure 5.6(d). Par rapport au diagramme de
phase à température nulle, le nombre d’atomes n0 n’est pas nul en dessous du champ
critique. Ceci est lié à la température finie du gaz, qui comporte par conséquent une
fraction thermique en plus du condensat. Nous présenterons dans la section suivante
un modèle qui prend en compte l’effet de la fraction thermique sur la valeur de n0

dans chaque phase du diagramme.

À partir d’expériences similaires effectuées à d’autres valeurs de magnétisation,
nous avons déterminé les valeurs des champs critiques correspondants. Dans la figure
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Figure 5.6 – (a) Images prises après une expérience de Stern et Gerlach, sur les-
quelles nous voyons que l’espèces mF = 0 est absente pour des champs inférieurs
à 0.2 G. (b) Nombre d’atomes N et (c) magnétisation mz en fonction du champ
appliqué. (d) Population relative de l’espèce mF = 0 en fonction du champ B.

5.7, nous reportons l’ensemble des mesures de n0 ainsi que les les valeurs des champs
magnétiques critiques obtenus avec la procédure explicitée ci-dessus. Comme pour
le modèle en champ moyen, le diagramme de phase (figure 5.7(a)) présente deux
parties distinctes : l’une avec une population n0 faible et l’autre avec une fraction
n0 plus importante, qui s’approche de 1 vers les faibles valeurs de magnétisation.
La comparaison avec la théorie de champ moyen incluant la présence d’une fraction
thermique sera détaillée dans la section 5.2.3.

5.2.3 Comparaison avec la théorie de champ moyen

Nous souhaitons maintenant confronter l’ensemble du diagramme de phase à la
théorie de champ moyen décrite plus haut (voir section 5.1.2) et en particulier la
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Figure 5.7 – (a) Diagramme de phase expérimental, selon les paramètres mz et B,
où l’on a représenté la fraction d’atomes dans mF = 0. En ligne verte nous traçons
le champ critique marquant la transition de phase dans la prédiction de champ
moyen (voir équation (5.15)). (b) En carrés rouges, champs critiques obtenus en
ajustant les courbes de transition de phase par deux segments de droite. Les barres
d’erreurs horizontales correspondent aux fluctuations de mz. Les barres d’erreur
verticales correspondent à un intervalle de confiance de 68 % autour des paramètres
ajustés. En ligne verte, le champ critique théorique prévu par (5.15) avec une fraction
thermique f ′ = 0.25 et Us = h× 90 Hz.

valeur du champ critique. Nous devons dès lors prendre en compte la température
finie de l’échantillon atomique, qui se traduit par la présence d’une composante
thermique en plus du condensat. Aux champs faibles, cette fraction thermique est
responsable de la présence d’atomes non condensés dans la composante mF = 0.
Contrairement aux atomes condensés, les atomes thermiques dans l’espèce mF = 0
ne sont pas immiscibles avec les autres composantes (voir section 1.4.1).

Dans l’ensemble du diagramme de phase que nous explorons, les champs ma-
gnétiques sont tels que q = qBB2 . h × 300 Hz. Malgré la difficulté d’évaluer la
température précisément à la fin de la rampe d’évaporation, l’ordre de grandeur
T ∼ 100 nK parait raisonnable (voir section 3.5.3). Avec ces valeurs, nous voyons
que le décalage des niveaux par effet Zeeman quadratique est très inférieur à l’énergie
thermique kBT . Dans un modèle de gaz idéal, dans lequel nous négligeons l’inter-
action entre le condensat et le nuage thermique, les fractions thermiques des trois
composantes de spin sont proches d’une répartition relative 1/3, 1/3, 1/3. Notons N ′

le nombre d’atomes thermiques dans l’échantillon, Nc le nombre d’atomes conden-
sés, et f ′ = N ′/(N ′ + Nc) la fraction thermique. On peut montrer qu’en présence
d’une fraction thermique, le champ critique est modifié par rapport au cas où les
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atomes sont tous condensés (voir équation 5.10) :

Bc =







Us
qB





1−
√

√

√

√1−
(

mz
1− f ′

)2












1/2

, (5.15)

où l’énergie d’interaction dépendante du spin Us a été calculé à partir de (1.46). La
quantité mz/(1− f ′) correspond à la magnétisation relative à la fraction condensée
du nuage, c’est-à-dire (N+1c −N−1c)/Nc.

Dans ce modèle, les populations ni que nous mesurons sont modifiées par rapport
au cas idéal à température nulle ñi = Nic/Nc :

n0 =
N0c +N ′/3
Nc +N ′

= (1− f ′)ñ0 + f ′/3 , n±1 =
1− n0 ±mz

2
. (5.16)

Dans ces relations, ñ0 est extrait de la minimisation de l’énergie de spin (5.2) 5 où
nous avons remplacé mz par mz/(1 − f ′). Avec une fraction thermique d’environ
f ′ = 0.25, nous en déduisons que la population n0 est d’environ 0.1 à bas champ, ce
qui est observé dans l’expérience. À fort champ, la théorie de champ moyen prédit
une population :

ñ0∞ = 1− mz
1− f ′ , (5.17)

qui conduit à n0∞ = 1−mz − 2f ′/3 d’après (5.16).

Dans la figure 5.7, nous reportons les valeurs du champ critique prévus par (5.15)
(ligne verte), avec f ′ = 0.25 et Us ≃ h × 90 Hz. Cette valeur a été calculé à partir
d’un condensat peuplé de 3000× (1− f ′)× 1.6 ≃ 3600 atomes 6. Dans la figure 5.8,
nous représentons les données expérimentales conernant l’évolution des trois popu-
lations relatives en fonction du champ magnétique appliqué, pour différentes valeurs
de mz, et y superposons la comparaison avec le modèle (5.16).

À partir des résultats présentés dans les figures 5.7 et 5.8, nous voyons qu’il y
a un accord satisfaisant entre les valeurs expérimentales des champs critiques et les
valeurs calculées indépendamment avec l’équation (5.15) ainsi qu’entre l’évolution
des populations relatives ni et le modèle (5.16), malgré les barres d’erreurs impor-
tantes observées au voisinage de la transition de phase. Nous concluons que notre
système nous a permis de mettre en évidence la transition de phase du deuxième
ordre antiferromagnétique, qui se manifeste par une augmentation graduelle de la
fraction d’atomes condensés dans l’espèce mF = 0 au dessus d’un champ critique.
En particulier, nous en déduisons que les approximations de champ moyen et de
mode spatial unique sont valides sur toute la gamme de mz.

5. avec P = 0.
6. Le facteur 1.6 provient d’une nouvelle calibration absolue du nombre d’atomes, à laquelle

nous avons davantage confiance qu’à celle effectuée à la fin du chapitre 3. En effet, nous l’avons
déterminé à partir d’une mesure de la température critique de condensation, pour un nuage à
l’équilibre thermodynamique.
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Figure 5.8 – Comparaison entre les fractions relatives mesurées expérimentalement
et la prédiction théorique (5.16), avec une fraction thermique de 25 %, pour quatre
magnétisations différentes : (a) mz = 0.47, (b) mz = 0.18 (c) mz = 0.13 et (d)
mz = 0.

Des mesures supplémentaires vont être entreprises, en prenant en compte le nou-
velle calibration du nombre d’atomes établie dans la section 3.5.3, et à un point plus
bas dans la rampe d’évaporation, de sorte à diminuer l’effet de la fraction thermique.
Les résultats de ces mesures feront également l’objet d’une publication, ultérieure à
celle de ce manuscrit de thèse.
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Nous discutons maintenant des barres d’erreurs que nous observons sur les don-
nées expérimentales. Outre les fluctuations intrinsèques à magnétisation nulle (figure
5.8(g,h)) 7, elles atteignent 10 % pour certaines valeurs de champ, et peuvent être
liées à l’imprécision de la préparation à une magnétisation donnée ou alors aux fluc-
tuations du champ magnétique. À partir de l’estimation des fluctuations du champ
magnétique effectuée dans le chapitre précédent, inférieures à 10 mG (voir section
4.1.2), nous pouvons évaluer leur influence sur le diagramme de phase.

• Pour q ≫ Us ≃ h×45 Hz, on a δq/q ≃ 2δB/B < 10 %. L’effet est négligeable,
car n0 est constant dans ce régime.

• Pour q & qBB
2
c , on peut évaluer la pente de la courbe n0(q) pour une ma-

gnétisation donnée : δn0

δq
∼ 1−Qc
Us(2+Qc)

. Les fluctuations de champ magnétique
conduisent à des fluctuations de l’ordre de 5 % sur n0.

Nous concluons de cette évaluation que des fluctuations du champ de l’ordre de
10 mG, qui représentent une borne supérieure des fluctuations présentes dans notre
expérience, n’ont pas d’impact significatif sur l’état du système spinoriel que nous
étudierons dans cette expérience. Les fluctuations de n0 semblent être directement
reliées aux fluctuations de la magnétisation, de l’ordre de ≃ 5 % (voir figure 5.6(c)).
Un meilleur contrôle de leur préparation pourrait améliorer la précision des mesures
des champs critiques.

Terminons cette analyse des sources de fluctuations par un commentaire sur
la méthode d’analyse des images. Les populations relatives sont extraites de trois
ajustements gaussiens sur des images auxquelles nous avons soustrait un fond 8. La
bruit de détection après soustraction correspond environ à ±50 atomes dans une
zone comportant 50 × 50 pixels autour des centres des trois nuages, taille typique
choisie lors du traitement. Ainsi, le bruit de détection sur la magnétisation ne de-
vrait pas dépasser 50

√
2/3000 ≃ 2.5 %. Il semble par conséquent que les fluctuations

de mz ne sont pas liées à la détection.

Malgré les améliorations qui peuvent encore être apportées à ces mesures, le
diagramme de phase reproduit de manière satisfaisante la théorie de champ moyen.
Nos mesures sont en accord avec celles effectuées précédemment dans le groupe de
P.D. Lett au NIST [130, 149]. Nous explorons une gamme de magnétisation plus
étendue que dans leur expérience, restreinte au domaine mz > 0.5. Ce groupe a
effectué les mesures dans des conditions légèrement différentes, avec environ 105

atomes, et une séquence de préparation différente : les échantillons sont préparés
polarisés et subissent un pulse Rabi qui modifie leur magnétisation.

7. Elles feront l’objet d’une étude spécifique dans la section suivante.
8. Le fond est ajusté avec un plan incliné sur une zone de l’image excluant les trois nuages.
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5.3 Etude des fluctuations anormales à magnéti-
sation nulle

En champ moyen, nous avons vu que la transition de phase entre la phase à
deux composantes de spin et celle où les trois espèces coexistent se matérialise par un
changement continu de la fonction d’onde de spin. À la limite de magnétisation nulle
en particulier, l’ajout d’un effet Zeeman quadratique arbitrairement faible devant
l’énergie d’interaction de spin suffit à briser la symétrie par rotation de l’état polaire
pour aboutir à l’état nématique “polaire-z”, c’est-à-dire aligner le spin moyen dans la
direction du champ. Comme dans notre expérience le champ n’est jamais strictement
nul, l’état polaire est difficile à obtenir, si bien qu’en l’absence d’un champ constant
appliqué, nous devrions toujours être dans la phase “polaire-b”, avec b une direction
qui fluctue d’une réalisation à une autre, alignée sur le champ. En présence d’un
champ selon z supérieur aux fluctuations typiques (∼ 10 mG), nous attendons à
retrouver l’état “polaire-z” (Pz), avec n0 ≃ 1 (plus précisément n0 ≃ 1 − 2f ′/3 en
présence d’une fraction thermique f ′.). Nous traçons dans la figure 5.9 la transition
à magnétisation nulle, qui fera l’objet d’une étude dans cette section.
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Figure 5.9 – Diagramme de phase du gaz spinoriel et représentation schématique
de la transition de phase à magnétisation nulle (flèche rouge).

Expérimentalement, nous n’avons pas mesuré l’état Pz pour une magnétisation
nulle et des valeurs de champs faibles. Dans la figure 5.8(d), nous observons que
la valeur de 〈n0〉 ne croît que progressivement, sur une gamme d’environ 100 mG,
très grande devant les fluctuations du champ. D’autre part, à mesure que nous nous
rapprochons du champ nul, les fluctuations de n0 deviennent super-poissonniennes,
bien au delà du bruit de grenaille lié à la mesure ∆n0 ≃ 1/

√
N ≃ 10−2. Nous nous

intéressons dans cette partie à l’étude de ces fluctuations anormales qui ne sont pas
décrites par la théorie de champ moyen.

Le désaccord de nos données avec la théorie de champ moyen s’explique par la
taille finie de notre système. Avec N ≃ 3000 atomes et à bas champ, les fluctuations
induites par les excitations collectives de spin d’origine thermique deviennent im-
portantes, et s’opposent à l’établissement de l’état “polaire-z”, comme c’est le cas
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dans la description en champ moyen. Dans la limite thermodynamique au contraire,
c’est-à-dire quand N → +∞, un champ magnétique infinitésimal suffit pour bri-
ser la symétrie de l’état polaire et projeter le spin collectif selon z [150, 151]. Plus
généralement, la transition de phase se passe sur une plage :

∆q ∼ kBT
N
. (5.18)

Nous donnerons une justification de cette relation dans ce qui suit, à partir d’une
description purement quantique du gaz spinoriel.

5.3.1 Description quantique du gaz spinoriel

État fondamental en champ nul

Il est possible de calculer l’état fondamental d’un ensemble de spin sans effectuer
d’approximation de champ moyen pour le degré de liberté interne, mais en gardant
un découplage complet avec les degrés de libertés externes. En l’absence de champ
magnétique, l’hamiltonien prend la forme simple Ĥ = Us

2N
Ŝ2. Nous introduisons

les opérateurs de création d’atomes dans les trois espèces de spin â†+1, â
†
0, â
†
−1. Une

solution simple existe [71, 29, 152, 153], que l’on peut obtenir en remarquant que
l’hamiltonien se récrit de la manière suivante :

Ĥ =
Us
2N

(

N(N + 1)− Â†Â
)

, où Â† = â†20 − 2â†+1â
†
−1. (5.19)

L’opérateur Â† crée une paire d’atomes dans l’état singulet :

|S = 0〉 =

√

1
3
|0, 0〉 −

√

2
3

(|+ 1,+1〉+ | − 1,+1〉) . (5.20)

La forme du hamiltonien (5.19) indique que l’état fondamental quantique est un
état de spin total nul dans lequel un nombre maximal de paires d’atomes dans l’état
singulet est créé. Pour un nombre d’atomes pairs N , cet état s’écrit :

|Ψ〉 ∝
(

Â†
)N/2 |0〉. (5.21)

Le condensat de singulets est caractérisé par les propriétés statistiques suivantes :

〈n0〉 = 1/3 , ∆n0 ≃ 0.3 (5.22)

ce qui indique que les fluctuations de n0 sont super-poissoniennes.

Spectre des états excités

À champ nul, nous pouvons également obtenir le spectre d’énergie des états
excités de spin dans la base des états propres du moment angulaire |S,ms〉, où S est
le nombre quantique de moment angulaire et ms la projection selon l’axe z [29] :

pour N pair, E =
Us
2N
S(S + 1) , S = 0, 2, . . . , N. (5.23)
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Nous représentons ce spectre dans la figure 5.10(a), pour N = 4 atomes. Chaque
état de spin S est dégénéré en une multiplicité ms = −S, . . . ,+S. Les propriétés
statistiques 5.22 sont partagées par tous les états de basse énergie, et sont par consé-
quent conservées pour un système à température faible. À cause de la dépendance en
∼ Us/N des écarts d’énergie entre niveaux, ils deviennent dégénérés pour N → +∞
avec l’état fondamental.

En présence d’un champ magnétique, les états de spin S subissent une levée de
dégénérescence, avec un écart entre états voisins de q (voir figure 5.10(b)). Quand
q → ∞, l’énergie des états ms = 0 est fortement abaissée par rapport aux états
|ms| > 0, et l’état du système de spin tend vers l’état de Fock |N+1, N0, N−1〉 =
|0, N, 0〉, avec 〈n0〉 = 1 et ∆n0 ∼ 1/

√
N . équivalent à l’état de champ moyen à la

limite thermodynamique.
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Figure 5.10 – Spectre des états dans la base des états propres du moment angulaire
|S,ms〉 dans les cas (a) q = 0 et (b) q = Us/2, pour N = 4 atomes.

Relation “fluctuation-dissipation”

À l’équilibre thermodynamique pour un ensemble de N atomes et caractérisé
par une température T , il est possible de relier la moyenne de l’observable N̂0 aux
fluctuations (∆N0)2 = 〈N̂0

2〉 − 〈N̂0〉2 à une valeur de q donnée. Si nous écrivons
l’hamiltonien du système Ĥ = Ĥ0 − qN̂0, on peut écrire la valeur moyenne de
l’observable :

〈N̂0〉 = Tr
[

N̂0exp(−β(Ĥ0 − qN̂0))
]

/Z , avec Z = Tr
[

exp(−β(Ĥ0 − qN̂0))
]

,

(5.24)
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la fonction de partition canonique. En dérivant 〈N̂0〉 par rapport à q, et en divisant
la relation par le nombre total d’atomes, il vient 9 :

∂〈n0〉
∂q

=
N

kBT
(∆n0)2. (5.25)

Cette relation est équivalente à une relation “fluctuation-dissipation”, en remarquant
que le premier terme est la susceptibilité à la perturbation représentée ici par l’effet
Zeeman quadratique. La forme du coefficient de proportionnalité montre que la plage
de champ magnétique sur laquelle les fluctuations anormales sont importantes est
d’autant plus grande que le nombre d’atomes est faible. Notre système est donc
particulièrement bien adapté pour l’observation de ces fluctuations anormales.

5.3.2 Mesure des fluctuations à magnétisation nulle

Les fluctuations anormales sont en théorie observables sur la région du dia-
gramme de phase à faible magnétisation et au voisinage de la transition de phase,
donc à des faibles champs (B . 100 mG). Nous nous concentrerons dans la suite
uniquement sur la transition de phase à magnétisation nulle. Pour plusieurs valeurs
du champ magnétique, nous effectuons un grand nombre de mesures, typiquement
une centaine. Avec ce nombre de réalisations, nous reconstruisons la distribution
statistique associée à la variable aléatoire n0, et en extrayons les deux premiers mo-
ments : 〈n0〉 et ∆n0. Nous représentons les résultats des mesures à trois champs
différents dans la figure 5.11. Nous traçons à la fois les histogrammes des distribu-
tions, en subdivisant l’intervalle [0, 1] en dix classes et en notant H le nombre de
réalisations par classe. Nous représentons également les valeurs des moyennes 〈n0〉j
et écart-type ∆n0,j calculés à partir des j premières réalisations. Nous choisissons de
prendre un nombre suffisant de mesures jusqu’à ce que le critère suivant soit vérifié :
〈n0〉j et ∆n0,j ne varient pas plus que 5 % sur les 10 dernières réalisations.

Sur cette figure, nous voyons que pour des champ faibles, la distribution de
l’observable n0 est répartie de façon homogène sur une grande partie de l’intervalle
[0, 1]. Lorsqu’un champ plus important est présent, la distribution est davantage
piquée, et s’approche de la valeur attendue en champ moyen n0 = 1. Nous effectuons
des mesures de 〈n0〉 et ∆n0 à différentes champs compris entre 0 et plusieurs G, puis
reportons les valeurs dans la figure 5.12.

5.3.3 Vers une thermométrie de spin

La relation fluctuation-dissipation (5.25) suggère une mesure de la température
du système de spin à partir de ces données. Pour cela, nous ajustons les courbes
expérimentales avec les fonctions suivantes :

〈n0〉 = 1− c− a

1 + q/b
, ∆n0 =





(

a′

1 + q/b

)2

+ c′2




1/2

, (5.26)

9. On a négligé le commutateur [e−βĤ0 , N̂0].
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Figure 5.11 – Mesures des distributions statistiques de l’observable n0 sur l’inter-
valle [0, 1] ainsi que des deux premiers moments 〈n0〉j et ∆n0,j cumulés sur les j
premières réalisations, pour trois champ magnétiques différents : (a,b) Bx = 13 mG,
(c,d) Bx = 99 mG (e,f) Bx = 2 G.

et les incorporons dans la figure 5.12. Puisqu’une fraction thermique subsiste en
plus du condensat dans chaque composante, 〈n0〉 ne tend pas vers 1 quand q devient
grand. Le même raisonnement que dans la section 5.2.3 conduit au choix d’inclure
une constante qui prend en compte la fraction thermique f ′ dans les fonctions d’ajus-
tement. Avec la valeur extraite de l’ajustement, on obtient une fraction thermique
f ′ = 3c/2 ≃ 30 %, similaire au résultat obtenu dans l’étude sur le diagramme de
phases. Dans la limite des forts champs, les fluctuations de n0 sont fortement ré-
duites. Nous attendons des fluctuations poissoniennes résiduelles des atomes non
condensés dans mF = 0, de l’ordre de

√

f ′/3N < 1 %. La valeur résiduelle de
∆n0 = c′ = 5 % est due à la précision de la mesure du nombre d’atomes dans
chaque composante. En retranchant la contribution c′, le modèle d’ajustement est
compatible avec la relation (5.25). L’information sur la température vient en calcu-
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Figure 5.12 – (a) Valeur moyenne 〈n0〉 et (b) fluctuations ∆n0 à travers la transition
de phase. Les courbes en pointillés représentent l’ajustement avec les deux fonctions
(5.26)

lant le rapport entre (∆n0)2 et ∂〈n0〉/∂q :

kBTspin

N
=
a′2b

a
≃ 30 nK. (5.27)

Dans le chapitre 3, nous avions mesuré des températures cinétiques à partir de
la mesure de l’énergie d’expansion des nuages thermiques. Nous avions conclu que
nous ne pouvions pas déterminer les températures jusqu’à la fin de la rampe, à
cause de l’indiscernabilité des composantes thermiques et condensées sur les profils.
Néanmoins, avec une incertitude élevée, nous avions extrapolé les mesures à une
valeur située dans l’intervalle ∼ 100 − 200 nK. La température cinétique semble
donc beaucoup plus élevée que Tspin. Notre équipe prend actuellement des mesures
supplémentaires à des points plus élevés de la rampe d’évaporation. Les résultats
préliminaires montrent également un désaccord d’un facteur ∼ 4− 5 entre les tem-
pératures cinétiques et les températures de spin.

La différence importante entre la températures de spin et la température ciné-
tique que nous voyons à partir de ces résultats préliminaires a plusieurs explications
possibles. La première explication pourrait venir d’un mauvaise évaluation des tem-
pératures cinétiques. En effet, elles sont déterminées après un temps de vol à partir
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de la fraction thermique du nuage 10. Il est fort probable que l’expansion du nuage
soit accélérée par la répulsion due à l’interaction avec la fraction condensée. Puisque
nous ne prenons pas cet effet en compte, il est possible que nous surestimions la
température du nuage. La deuxième origine de ce désaccord pourrait venir d’une
surestimation du facteur correctif sur le nombre d’atomes que nous avons déter-
miné dans la section 3.5.3. Celui-ci se répercute directement sur la température
de spin (voir (5.27)). Nous voulons refaire une calibration du nombre d’atomes à
magnétisation nulle, en nous assurant que le nuage est à l’équilibre dans le piège.
Dans les mesures que nous présentons dans la section 3.5.3, nous gardons les atomes
seulement pendant 200 ms dans le piège après la rampe d’évaporation, ce qui n’est
peut-être pas suffisant pour atteindre l’équilibre thermodynamique.

Si nous supposons néanmoins que les mesures de températures cinétiques sont
fiables, c’est-à-dire que l’énergie d’interaction ne contribue que de manière négli-
geable à l’expansion du nuage thermique, nous serions face à un système thermody-
namique très intéressant. Il est possible que nous ayons un découplage entre d’une
part les degrés de libertés externes des particules à la température Tcin et d’autre
part l’ensemble des spins de la fraction condensée, à la température Tspin. Dans cette
hypothèse, il est probable que les deux systèmes soient en faible contact thermique,
avec des temps pour atteindre l’équilibre thermique global longs devant la durée
typique de l’expérience.

En conclusion de cette section, nous mesurons des propriétés thermodynamiques
du gaz spinoriel à l’aide de fluctuations quantiques des populations. Malgré la dif-
ficulté liée à la mesure de température pour des nuages fortement condensés, nous
semblons nous trouver face à un système riche du point de vue thermodynamique,
avec un découplage entre les équilibres des degrés de liberté internes et externes.

5.4 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons étudié l’état fondamental en champ moyen d’un gaz
ultra-froid de spin-1, et mis en évidence une transition de phase similaire à la tran-
sition “spin-flop” existant dans des solides magnétiques. Cette transition de phase
sépare deux domaines dans le diagramme de phases (mz , B) : l’un, qu’on appelle
“antiferromagnétique”, dans lequel les deux espèces mF = +1 et mF = −1 sont pré-
sentes, et l’autre caractérisé par une coexistence des trois espèces de spin. Dans cette
phase atteinte pour ces champs magnétiques suffisamment élevés par rapport aux
interaction dépendantes du spin, l’espèce mF = 0 est favorisée malgré l’immiscibilité
de mF = 0 avec les deux autres. Nous avons effectué des mesures compatibles avec
la prédiction de champ moyen et l’existence d’un faible résidu d’atomes thermiques.

Lorsque nous nous approchons de la région de basse magnétisation, des effets
quantiques dépassant la théorie de champ moyen apparaissent. En raison de la taille
finie de nos échantillons, notre système n’a pas les mêmes propriétés qu’un système

10. Notons par ailleurs que ces températures cinétiques ont été mesurées à magnétisation élevée,
tandis qu’ici nous effectuons les mesures à mz = 0.



160
Ch. 5. Diagramme de phase d’un condensat spinoriel à basse

température

à la limite thermodynamique. En particulier, la brisure de symétrie induite par le
branchement d’un champ magnétique faible ne conduit pas à l’état de champ moyen
polaire où tous les atomes ont un spin nul par rapport à la direction du champ.
D’importantes fluctuations des populations de spin tendent à rétablir la symétrie
d’invariance par rotation du système qui existe en l’absence de champ. La compéti-
tion entre l’établissement du champ moyen et les fluctuations collectives de spin peut
nous indiquer la température du système. Ces mesures de thermométrie, comparées
avec des mesures complémentaires de températures sont actuellement en cours, et
nécessitent encore une meilleure compréhension, car nous observons un désaccord
entre les résultats des deux mesures.

Notre gaz quantique, avec son degré de liberté interne, est un système modèle
riche qui nous permet de réaliser des expériences de magnétisme quantique, mais
aussi des études thermodynamiques. L’une des prochaines expériences que nous
souhaitons réaliser avec notre système concerne l’étude du mécanisme de double-
condensation de Bose-Einstein que nous avons décrite dans le chapitre (1). Notre
dispositif expérimental nous permet d’explorer une large gamme de températures,
ainsi que de champs magnétiques et d’états de magnétisation (voir chapitre 4).
Ces expériences nous aideront à comprendre les propriétés du système à l’équilibre
thermodynamique, ainsi que la manière d’atteindre cet équilibre.



Conclusion et perspectives

Dans ce mémoire, nous avons décrit l’ensemble des travaux réalisés au cours de
ma thèse sur la physique des condensats de Bose–Einstein avec degré de liberté de
spin.

Le chapitre 1 a présenté les outils théoriques pour la compréhension des conden-
sats de Bose–Einstein spinoriels. Nous avons décrit de quelle manière les interactions
dépendantes du spin antiferromagnétiques, conservant la magnétisation, et l’effet
Zeeman quadratique affectent l’état fondamental du système. Une résolution numé-
rique d’un modèle Hartree–Fock pour le gaz spinoriel à température finie a permis de
mettre en évidence un phénomène de double ou triple condensation, qui dépendent
de la magnétisation et du champ magnétique appliqué. L’immiscibilité des espèces
de spin mF = ±1 d’un côté et mF = 0 de l’autre est responsable de l’absence d’un
condensat dans mF = 0 à champ nul. Néanmoins, en présence d’un champ magné-
tique non nul, l’apparition de cette composante de spin à l’intérieur de la fraction
condensée est favorable, jusqu’à une magnétisation limite. Nous avons observé sur le
diagramme de phase (mz, T ) que deux phases apparaissent dans le système à tempé-
rature faible : l’une à forte magnétisation, avec les deux espèces mF = ±1 seules, et
l’autre à faible magnétisation dans laquelle les trois espèces coexistent. Ces résultats
numériques pourront servir de guide pour une étude expérimentale dans un futur
proche.

Dans le chapitre 2, nous avons décrit le dispositif expérimental pour le piégeage
magnéto-optique des atomes de sodium, et nous sommes intéressés à leur chargement
dans le piège dipolaire croisé. Nous avons étudié en détail le mécanisme de charge-
ment de ce piège dipolaire, et avons mis en évidence expérimentalement l’existence
d’une intensité maximale du laser de piégeage au-delà de laquelle le chargement
devient inefficace. Nous avons interprété ce phénomène comme l’effet de déplace-
ments lumineux induits par le faisceau dipolaire sur les différents états hyperfins
des états fondamental 3s et excité 3p. En conséquence, nous n’utilisons qu’environ
1/3 de la puissance totale disponible pour charger les bras du piège dipolaire, qui
contiennent environ 5× 105 atomes après coupure des faisceaux du piège magnéto-
optique. Ce chapitre a également permis de présenter les moyens de diagnostic des
échantillons ultra-froids. D’un côté nous avons montré qu’avec l’utilisation d’une
caméra à “transfert de frame”, nous sommes capables de prendre des images par
absorption avec un faible bruit, correspondant à une densité optique de 0.03/pixel,
adapté à la détection de nuages faiblement peuplés. Grâce à un objectif de mi-
croscope haute résolution, nous disposons également d’un moyen pour réaliser un
comptage du nombre d’atomes de petits ensembles atomiques par fluorescence. Ses
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performances doivent encore être améliorées pour pouvoir atteindre une détectivité
à un atome près, nécessaire à la détection d’états fortement corrélés, mais les esti-
mations faites dans le chapitre permettent d’être optimiste.

L’étude du refroidissement évaporatif pour atteindre la dégénérescence quantique
a fait l’objet du chapitre 3. Dans une première phase d’évaporation libre, nous avons
montré que l’augmentation de la puissance du piège dipolaire croisé conduit à un
transfert efficace des atomes vers la zone de croisement des deux bras. La compres-
sion du piège fournit un échantillon d’environ 1.5× 105 atomes à une température
d’environ 100 µK. Le taux de collision élastique après compression est plus élevé
que si le piège est gardé à la même puissance, d’un facteur ≃ 5. La deuxième phase
d’évaporation forcée est réalisée en trois étapes : d’abord le “remplissage évaporatif”
du piège auxiliaire dimple, permettant de gagner un facteur 100 sur la densité dans
l’espace des phases par rapport à l’évaporation dans le piège croisé seul, puis l’étape
d’évaporation forcée dans le dimple lui-même. Pour des raisons techniques, le piège
auxiliaire est lui-même formé de deux faisceaux croisés. Après le transfert du nuage
dans le nouveau piège composite, nous terminons par une dernière étape d’évapo-
ration forcée et aboutissons à des condensats quasi-purs d’environ 3 × 103 atomes.
L’efficacité du mécanisme de “remplissage évaporatif” décrit dans ce chapitre suggère
son application pour la réalisation de condensats avec des faibles nombres d’atomes
dans un micro-piège optique [154, 155, 156], dans lequel nous souhaitons réaliser des
états fortement corrélés en spin.

Dans le chapitre 4, nous avons présenté les techniques expérimentales pour
contrôler précisément la magnétisation des gaz spinoriels. Une première méthode,
utilisant l’interaction avec un champ magnétique oscillant, permet de démagnétiser
les échantillons. Une deuxième méthode s’appuie sur la distillation de spin à l’aide
d’un gradient de champ magnétique pour augmenter la proportion d’atomes dans
l’espèce mF = +1 au détriment des deux autres, ce qui a pour effet d’augmenter la
magnétisation. Nous avons montré que nous sommes capables de produire des gaz
spinoriels avec une magnétisation relative allant de 0 à 0.85, avec une reproductibi-
lité de ±5 %. Nous avons également décrit le diagnostic des gaz spinoriels. À l’aide
d’une expérience de Stern et Gerlach et une ouverture lente du piège composite,
que les atomes suivent quasi-adiabatiquement, nous parvenons à séparer les trois
composantes de spin d’une distance suffisamment importante devant l’expansion de
chacun des nuages. Nous disposons ainsi d’une méthode de diagnostic permettant
d’extraire pour différentes profondeurs du piège, différentes valeurs du champ ma-
gnétique et de la magnétisation, la fraction d’atomes dans chaque composante de
spin.

Le chapitre 5 s’est appuyé sur cette méthode de diagnostic pour explorer le dia-
gramme de phase à basse température du gaz spinoriel en fonction des paramètres
(mz, B). Nous avons montré que les mesures sont en accord avec une théorie de
champ moyen qui repose sur l’approximation de mode commun. Nous disposons
donc d’un système dont les degrés de liberté externes et internes sont découplés,
point de départ favorable à la réalisation d’états fortement corrélés en spin. Nous
avons également observé des fluctuations anormales des populations relatives de
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spin, manifestation de fluctuations collectives de spin dues à taille finie du système.
La plage de champ magnétique sur laquelle sont observées ces fluctuations est reliée
à la température et au nombre d’atomes, ce qui suggère l’utilisation de ces mesures
pour extraire la température. Face au désaccord entre la température extraite de ces
mesures et la température cinétique, nous sommes actuellement en train de réaliser
des expériences complémentaires pour corriger ou confirmer les mesures, mais ces
résultats semblent indiquer l’existence de deux systèmes quasi-découplés dévoilant
des propriétés thermodynamiques intéressantes.

Les mesures expérimentales présentées dans le dernier chapitre sont encoura-
geantes pour la poursuite de l’exploration des propriétés thermodynamiques du gaz
spinoriel. Les mécanismes d’équilibrage entre les degrés de liberté externes et in-
ternes ou le phénomène de double ou triple condensation lors du refroidissement
sont les prochains sujets que l’équipe “Micro-condensats” va approfondir. L’étape
suivante est la mise en place d’un micro-piège, capable de contenir un condensat
spinoriel faiblement peuplé et dont on contrôle précisément le nombre d’atomes. Ce
système pourra utilisé pour la production d’états fortement corrélés en spin comme
des états de type “chat de Schrödinger” [51] ou des états jumeaux de Fock [55].
Dans cette perspective, la production de condensats de Bose–Einstein de quelques
milliers d’atomes dont le degré de liberté interne est bien contrôlé est un point de
départ prometteur.





Annexe A

Interaction entre un atome de
sodium et un champ magnétique
constant

Considérons un atome plongé dans un champ magnétique B0 = B0ez. L’axe ez
fixe l’axe de quantification du moment magnétique. L’hamiltonien restreint à l’état
fondamental électronique 3S1/2 s’écrit [157] :

Ĥ = AHFÎ · ŝ+
µB
2

(

gS ŝ+ gI Î
)

·B0, (A.1)

où AHF est le coefficient de séparation hyperfine, Î et ŝ les opérateurs moment
cinétique de spin du noyau et de l’électron respectivement, µB le magnéton de Bohr,
et gI et gS et les facteurs gyromagnétiques du noyau et de l’électron respectivement.
Il est possible de diagonaliser cet hamiltonien, ce qui donne lieu aux valeurs propres
suivantes, selon la formule de Breit–Rabi [76] :
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(A.2)

où ∆EHF = AHF/(I+1/2) = h×1.77 GHz [157] est l’énergie de séparation hyperfine
à champ nul, et :

x = (gS − gI)µBB0/∆EHF (A.3)

est le rapport entre l’énergie d’interaction magnétique et l’énergie de séparation hy-
perfine. Pour des champs faibles, c’est-à-dire x≪ 1, il est possible de développer ces
trois expressions au deuxième ordre en x pour E±1,0. Le terme gIµBB0 est quand
à lui négligeable devant le terme ∆EHFx car gI ≪ gS ≃ 2 [83]. Usuellement, on
introduit le facteur de Landé gF = −1/2 pour caractériser le couplage magnétique.
Après développement, on obtient :
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(A.4)

Les termes d’ordre 1 en B0 correspondent à l’effet Zeeman linéaire tandis que
les termes d’ordre 2 correspondent à l’effet Zeeman quadratique. On peut introduire
deux quantités p et q définies par :

p =
E−1 − E+1

2
= gFµBB0 = −µBB0

2
(A.5)

q =
E+1 + E−1 − 2E0

2
=

(gFµBB0)2

∆EHF
=

(µBB0)2

4∆EHF
= qBB2

0 . (A.6)

Pour le sodium, nous avons µB/2 ≃ 700 kHz.G−1 et qB ≃ 277 Hz.G−2. L’hamiltonien
de couplage d’un atome au champ magnétique prend d’après les relations (A.4) la
forme simple :

ĥmag = pŝz + q(ŝ2z − 4), (A.7)

où ŝz est la projection de l’opérateur de spin ŝ suivant z. Pour un ensemble de N
atomes, on en déduit l’hamiltonien suivant :

Ĥmag = p
∫

d3r(n̂+1(r)− n̂−1(r))− q
∫

d3r(3n̂+1(r) + 3n̂−1(r) + 4n̂0(r))

= p(N̂+1 − N̂−1) + q(N̂+1 + N̂−1 − 4N̂). (A.8)

où N̂+1, N̂0 et N̂−1 sont les opérateurs de nombre d’atomes dans les trois compo-
santes de spin.



Annexe B

Piège horizontal décalé vers le bleu

Dans cette annexe, nous étudions un piège pouvant remplacer le PDC, constitué
de deux plans lumineux désaccordé vers le bleu de la transition atomique. Nous
l’appelons “piège bleu” (PB). Au vu du caractère répulsif de cette lumière (voir sec-
tion 2.3.1) les atomes peuvent être piégés dans le plan sombre entre ces deux plans.
L’avantage de ce type de pièges réside dans le piégeage d’atomes dans une zone
de faible luminosité, réduisant le chauffage par émission spontanée. Ce piège sera
probablement mis en place dans de futures expériences associé avec un “micro-piège”.

B.1 Montage expérimental

Le faisceau de piégeage dérive d’un laser doublé Nd :YAG à λL ≃ 532 nm, ayant
pour puissance maximale de sortie 6 W 1. De la même manière que le piège dimple,
nous l’injectons, après passage dans un MAO, dans une fibre optique monomode
pour la longueur d’onde λL = 532 nm. À sa sortie, le faisceau est collimaté, subit
un grandissement dans la direction z, puis traverse un composant optique appelée
“lame de phase” 2, qui imprime sur le faisceau une phase Φ. Cette phase dépend de
l’épaisseur en chaque point de la lame d(v, z), conduisant à un déphasage : Φ(v, z) =
2πnrd(v, z)/λL, où nr est l’indice de réfraction de la lame. Après sa traversée de la
lame de phase, le faisceau est focalisé par une lentille au point de croisement du PDC
et du dimple. L’axe de propagation de ce faisceau, avec les conventions d’orientation
de la chambre de science (voir figure 2.5) est u. Nous appelons ρ0 = (v0, z0) les
coordonnées dans le plan de la lame de phase et ρ = (v, z) dans le plan focal, et u
la coordonnée selon l’axe de propagation. Dans la figure B.1(a), nous représentons
schématiquement le montage expérimental.

La lame de phase, appelée aussi lame à “marche de phase”, est caractérisée par
le déphasage suivant :

Φ(v0, z0) =

{

0 si z ≥ 0
π sinon.

(B.1)

Considérons une onde incidente collimatée (pas de dépendance en u), se pro-
pageant selon u, avec la fréquence ωL : Ei(u, v0, z0) = E0(v0, z0)ei(kLu−ωLt) (kL =

1. Verdi, Coherent Inc., USA.
2. SILIOS Technologies, Marseille, France.
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Figure B.1 – (a) Schéma du montage du piège horizontal désaccordé vers le bleu,
avec la lame à marche de phase π. (b) Profil de l’intensité normalisée sur le plan des
atomes, avec wz = 20 µm et wv = 200 µm. Le maximum d’intensité correspond à
≃ 0.37I où I est l’intensité du faisceau en l’absence de lame de phase.

2πc/ωL). Le faisceau est gaussien, avec des tailles w0v et w0z. Le champ scalaire,
d’amplitude E0, s’écrit :

E0(v0, z0) = E0e−v
2
0/w

2
0ve−z

2
0/w

2
0z . (B.2)

Après transmission par la lame, nous aurons un champ transmis Et(u, v0, z0) =
Et,⊥(v0, z0)ei(ku−ωLt) tel que :

Et,⊥(v0, z0) = E0(v0, z0)eiΦ(x,y) (B.3)

=

{

E0(v0, z0) si z ≥ 0
−E0(v0, z0) sinon.

(B.4)

Juste après la lame, la lentille focalise le faisceau transmis. Dans le plan focal,
l’optique de Fourier nous indique que la lentille réalise la transformée de Fourier du
champ transmis :

E(v, z) =
e−ikL(v2+z2)/2f

λLf

∫ ∞

−∞

∫ ∞

−∞
Et,⊥(v0, z0)eikLvv0/feikLzz0/fdv0dz0 (B.5)

=
2E√
π
e−v

2/w2
v

∫ ∞

0
sin

(2xz
wz

)

e−x
2

dx, (B.6)

où wv = λLf
πw0v

, wz = λLf
πw0z

, et E2wvwz = E2
0w0vw0z par conservation de la puissance.

Notons P la puissance disponible que nous pouvons focaliser sur les atomes, wv et
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wz les tailles du faisceau dans les directions v et z respectivement. Nous définissons
I comme l’intensité du laser au centre du faisceau absence de lame de phase :

I =
2P
πwvwz

. (B.7)

Avec la convention I = E2 pour le champ électrique, le potentiel de piégeage associé
à ce champ se calcule immédiatement :

VPB(v, z) = αI(v, z) = αE2(v, z) =
4αI
π

e−2v2/w2
v

[∫ ∞

0
sin

(2xz
wz

)

e−x
2

dx
]2

, (B.8)

avec α, la polarisabilité atomique à la longueur d’onde λL, définie dans la relation
(2.6). Ce potentiel est représenté dans la figure B.1(b), normalisé à αI (le potentiel
en absence de lame). Nous voyons d’après cette relation que le potentiel est nul dans
le plan z = 0. Le piège est confinant selon z. Dans le plan u−v, c’est le piège dimple
qui assure le confinement. Au voisinage de z = 0, nous pouvons développer cette
expression, ce qui donne au premier ordre :

VPB(v, z) ≃ 4αI
π
e−2v2/w2

v

(

z

wz

)2

. (B.9)

Nous en déduisons la fréquence de piégeage ωz, calculée de telle manière à ce que
1
2
m(ωz)2z2 = U(v, z) au voisinage de z = 0 :

ωz =

√

8αI0
πmw2

z

. (B.10)

L’autre direction v n’a pas de minimum, ce n’est pas une direction piégeante. Selon z,
nous pouvons trouver numériquement la valeur maximale de la fonction z → U(0, z).
Cette valeur est atteinte pour z′ = 0.92wz, et vaut :

U0 ≃ 0.37αI0. (B.11)

Dans le tableau B.1, nous donnons les caractéristiques de notre piège réalisé avec
une puissance P = 1 W.

longueur d’onde λL 532 nm
polarisabilité atomique α 2.43× 10−36 m2.s

taille horizontale wv 200 µm
taille verticale wz 20 µm

Hauteur du potentiel V 0
PB/kB 10.4 µK

fréquence de piégeage ωzPB 1.3 kHz

Table B.1 – Caractéristiques du PB, pour P = 1 W.

Malgré la puissance disponible à la sortie du laser (environ 6 W), nous ne sommes
pas parvenus à coupler plus que 600 mW dans la fibre optique, en utilisant 2.5 W.
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L’efficacité du MAO étant d’environ 80 %, le faible couplage a deux origines pos-
sibles : le coupleur de fibre ou alors la fibre elle-même 3. Dans le premier cas, il
s’agirait d’une détérioration des surfaces traversées par le faisceau, à cause des in-
tensités élevées (environ 2 W focalisés sur quelques µm à l’entrée de la fibre). Lors
de la recherche de l’injection maximale dans la fibre, le faisceau est transitoirement
focalisé en dehors du centre du cœur de la fibre, ce qui peut entraîner un chauffage
local à proximité du cœur. L’injection optimale atteinte peut donc être différente de
l’injection quand la fibre est “froide”. Dans l’autre cas, nous serions limités par le
phénomène de diffusion Brillouin sur des phonons à l’intérieur de la fibre.

Pendant les journées d’expériences avec le laser “bleu”, nous avons systémati-
quement observé une baisse de l’efficacité de couplage sur des périodes de quelques
heures, ce qui nous a forcé à réaligner l’injection de la fibre régulièrement. Une
amélioration possible est l’utilisation de fibres à cristaux photoniques. Une autre
amélioration consiste à trouver l’injection optimale dans la fibre optique lorsque
celle-ci a atteint l’équilibre thermique associée au cycle expérimental. En pratique,
cela se traduit par une recherche du couplage optimal à l’aide d’un faisceau allumé
et éteint de la même manière que lors de son utilisation sur l’expérience. L’équipe
travaillant avec le rubidium au LKB a mis au moins cette technique, qui fonctionne
à présent de manière fiable. Elle est parvenue à obtenir un faisceau de puissance
∼ 1 W en sortie de fibre de façon reproductible pour ses expériences. Une telle pro-
cédure permet d’éviter les effets thermiques à long terme.

B.2 Transfert des atomes dans le PB

Les profondeurs atteintes avec le PB, de l’ordre de ∼ 10 µK deviennent de
l’ordre de la profondeur du piège dipolaire croisé lorsque ce dernier a une puissance
de ∼ 300 mW, ce qui arrive autour de t ≃ 2 s dans la rampe donnée par l’équation
(3.10). À ce stade, le nuage est déjà condensé avec Fc ≃ 20 % (voir figure 3.10(d)),
ce qui ne permet pas de transférer des atomes au-dessus du seuil de condensation.

Afin de caractériser le transfert des atomes d’un piège à l’autre, nous effectuons
deux expériences. La première consiste à ajouter progressivement le potentiel du
PB, en 200 ms jusqu’au temps t2 au cours de la rampe d’évaporation dans le piège
{PDC+dimple}, d’une puissance de 10 mW à la puissance maximale 600 mW. En-
suite, nous coupons le PDC et laissons le nuage atteindre l’équilibre thermique dans
le nouveau piège composite. Après 1 s, nous éteignons les deux pièges et prenons
sur une image par absorption du plan vertical y − z du nuage. Les images pour les
temps t2 = 1.5, 1.8, 2 s sont montrées dans les figures B.2(a,c,e) respectivement.
Pour chacune des situations, la profondeur du piège dimple est différente. Nous re-
présentons également les potentiels selon l’axe z dans les trois situations.

Les images obtenues nous indiquent que le transfert d’un nuage trop chaud, et
par conséquent d’extension spatiale plus élevée, résulte dans le remplissage d’un

3. Tous les deux réalisés par le même constructeur : SUK, Hambourg, Allemagne.
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Figure B.2 – (a,c,e) Potentiels de piégeage du PB (ligne verte), du piège dimple
(ligne tiretée rouge) et du piège composite total en prenant en compte la gravité
(ligne bleu). Pour les trois situations t2 = 1.5 s (a), t2 = 1.8 s (c) et t2 = 2 s (e),
nous montrons l’image par absorption du nuage après être tenu pendant 1 s dans
le piège composite. (b) Séquence expérimentale avec les évolutions temporelles des
puissances des trois pièges, dans la situation t2 = 2 s. (d) Evolution temporelle du
nombre d’atomes dans le piège composite. (f) Evolution temporelle de la fraction
condensée du nuage.

potentiel secondaire dû au potentiel attractif du piège dimple dans la direction z.
Le PB n’est pas suffisamment profond pour piéger l’ensemble du nuage, et le nuage
est seulement “coupé” en deux parties par le lobe inférieur répulsif du PB tout en
restant tenu par le dimple contre la gravité. Pour t2 = 2 s, le nuage transféré dans le
piège composite est plus froid, il explore donc une partie plus profonde du potentiel
du PB et ne s’étend pas dans le potentiel secondaire. Nous concluons que c’est à
ce temps-ci dans la rampe d’évaporation qu’il est opportun de transférer les atomes
vers le deuxième piège composite.
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La deuxième expérience consiste à étudier l’équilibre du nuage dans le piège com-
posite après transfert à t2 = 2 s. Nous mesurons, entre t = 2 s et t = 3 s l’évolution
du nombre d’atomes N et de la fraction condensée Fc du nuage. La représentation
schématique de la séquence expérimentale est donné dans la figure B.2(b), tandis
que les résultats sont donnés dans les figures B.2(d,f). Le nombre d’atomes décroît
rapidement pour atteindre environ 5×103 atomes après 1 s. La chute initiale corres-
pond au déversement d’une partie des atomes hors du piège par la baisse brutale de
la profondeur de potentiel lorsque nous coupons le PDC. En effet, si nous supposons
que les atomes s’échappent dans la direction dans laquelle la barrière de potentiel
est la plus faible (une profondeur effective), nous faisons le constat suivant :

• Pour t. 2 s, la barrière en z vaut VPDC + VPB ≃ kB × 14 µK alors qu’elle vaut
Vd ≃ kB×15 µK dans le plan x−y. Les barrières étant proches, la profondeur
effective est d’environ 15 µK.
• Pour t> 2 s, la barrière en z ne vaut plus que VPB ≃ kB × 6 µK tandis que les

barrières dans le plan x− y restent inchangées. La barrière effective n’est plus
que de 6 µK.

Pendant le déversement des atomes, le nuage refroidit et le condensat se puri-
fie, jusqu’à atteindre une fraction condensée d’environ 60 % (à l’aide d’un ajuste-
ment bi-modal avec les distributions de l’équation 3.15). D’après cette expérience,
nous concluons qu’il est possible de préparer un nuage ultra-froid avec une fraction
condensée élevée dans le piège composite {PB+dimple}. Néanmoins, la profondeur
faible du PB (≃ kB × 6 µK) nous empêche de préparer un nuage avec des fractions
condensées inférieures, en particulier nous ne sommes pas capables de produire un
nuage au dessus du seuil de condensation. Des améliorations techniques permettant
d’augmenter la puissance du laser en sortie de fibre doivent être réalisées afin de
pouvoir utiliser ce piège composite pendant la dernière étape de refroidissement,
et suivre en particulier le croisement du seuil de condensation. Idéalement, nous
souhaiterions disposer de puissances deux à trois fois plus élevées.



Annexe C

Dispositif expérimental pour le
contrôle des champs magnétiques

Pour le contrôle des champs magnétiques utiles aux expériences décrites dans les
chapitres 4 et 5, nous avons réalisé le montage expérimental décrit dans cette annexe.

Nous avons disposé trois paires de bobines, selon les axes x, y et z, placées au-
tour de la chambre de science. Elles nous permettent de compenser le champ ma-
gnétique ambiant et de réaliser des champ constants dans les trois directions de
l’espace pendant la séquence expérimentale. Nous représentons schématiquement le
montage expérimental de ces bobines dans la figure C.1. Chacune des paires de
bobines est rattachée à une ou deux alimentations en courant de deux types diffé-
rents. Les alimentations de premier type 1 sont pilotées en courant via une entrée de
contrôle analogique, tandis que les alimentations de deuxième type 2 le sont via des
connexions GPIB. Le contrôle des voies analogiques et digitales de notre séquence
expérimentale est réalisé à l’aide d’un châssis électronique 3 avec une horloge in-
terne, extérieur à l’ordinateur de contrôle. Les voies GPIB sont quant à elles gérées
directement par l’horloge interne de l’ordinateur de contrôle. Ce découplage entre
les voies analogiques et les voies GPIB a le désavantage de ne pas permettre de
synchronisation entre les deux modes de contrôle à mieux que 100 ms près. Si nous
souhaitons effectuer des changements rapides de champ magnétique (typiquement
∼ 1 ms) comme pendant la séquence de diagnostic (section 4.3) nous sommes forcés
d’utiliser les alimentations de premier type, alors que pour créer des champs magné-
tiques constants pendant toutes la séquence expérimentale, le contrôle par GPIB est
suffisant. La paire de bobines d’axe x est alimentée par une source de courant du
premier type délivrant jusqu’à 2 A. Les deux autres paires reçoivent la somme des
courants délivrées par deux sources montées en parallèle : dans l’un des bras nous
montons une source de premier type délivrant jusqu’à 10 A en série avec un circuit
interrupteur, et dans l’autre bras la source de deuxième type, délivrant jusqu’à 2 A.
Nous pouvons ainsi moduler rapidement le courant qui parcourt les deux paires se-
lon y et z.

1. Delta Elektronika B.V., Pays-Bas.
2. Agilent Technologies, USA.
3. National Instruments Corporation, USA.
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magnétiques

À l’aide d’une sonde de champ magnétique 4, nous avons mesuré l’échelle de
temps caractéristique à l’allumage du champ lorsque nous fermons l’interrupteur : il
est de l’ordre de 10 ms. Ce temps est probablement limité par la présence de courants
résiduels de Foucault induits dans les autres bobines ainsi que les joints cuivres des
hublots de la chambre de science. On peut évaluer les temps de décroissance de ces
courants en calculant le temps de diffusion magnétique τM : τM ∼ µ0σCud

2, avec µ0

la permittivité magnétique du vide, σCu = 59.6 S.m−1 la conductivité du cuivre, et
d ∼ 3 cm le diamètre des joints. On trouve τM ∼ 50 ms pour les joints, compatible
avec nos mesures.

Les bobines du gradient du piège magnéto-optique ont un rôle important à jouer
dans les manipulations de spin. Elles sont en particulier mises à contribution pour
la séparation des espèces de spin (voir section 4.3). Ces bobines sont pilotées par
une alimentation 5 délivrant jusqu’à 200 A. Un circuit électronique comportant un
transistor MOSFET de puissance permet d’allumer ou de couper le courant dans les
bobines rapidement (en moins que 1 ms). L’allumage ou l’extinction du champ ma-
gnétique est limité lui aussi à 10 ms, probablement à cause des courants de Foucault.

Nous ajoutons au montage une bobine pour créer un champ oscillant radio-
fréquences (RF) entre 100 kHz et quelques MHz. Cette dernière bobine est constituée
et N = 12 tours, mesure 2.5 cm de rayon, et est placée à d ≃ 10 cm du centre de la
chambre. Elle est disposée selon un axe eRF = sin φ cos θex+ sin φ sin θey − cos θez,
avec φ = 40◦ et θ = 45◦, et génère à basse fréquence un champ perpendiculaire à
son plan. Ainsi, les atomes dont le spin est aligné sur l’un des trois axes x, y ou z
ressentent un champ de polarisation elliptique. Le courant qui traverse la bobine
est fourni par un système {générateur de signaux périodiques 6+amplificateur RF
100 W 7} que nous représentons également dans la figure C.1. Nous pouvons évaluer
l’ordre de grandeur des valeurs typiques de la fréquence de Rabi (voir équation
(4.3)) que nous attendons avec le dispositif décrit dans la partie prédédente. Nous
déterminons l’amplitude du champ magnétique B1 crée par la bobine en mesurant le
courant à l’aide d’une résistance 1 Ω placée en série avec la bobine. À ν = 500 kHz,
nous mesurons ieff = 60 mA, ce qui correspond à un champ magnétique efficace au
centre de la chambre :

B1eff =
µ0Nieff

2
R2

(R2 + d2)3/2
eRF ≃ 2.6 mG. (C.1)

Nous utilisons ici une formule de la magnétostatique car notre système a une taille
très inférieure à la longueur d’onde : d ≪ λRF ≃ 600 m. Ayant choisi l’axe x
comme champ de quantification, celle du champ B0, les photons polarisés σ+ et σ−

proviennent de la décomposition B1 dans le plan y−z sur une base de polarisations
circulaires. Le champ effectif servant à coupler les trois états de spin est donc plus
faible, d’un facteur sin φ sin θ ≃ 1/2, soit environ 1 mG dans selon l’axe ex. Ce
champ correspond à une fréquence de Rabi à résonance d’environ 1 kHz.

4. Bartington Instruments, UK.
5. Delta Elektronika B.V., Pays-Bas.
6. Agilent Technologies, USA.
7. modèle 2100L, Electronics & Innovation, USA.
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Figure C.1 – Représentation schématique de la géométrie des bobines autour des
pièges dipolaires. En rectangles noirs, les trois paires de bobines selon x, y et z,
traversées respectivement par les courants ix, iy et iz. En orange, la paire de bobines
pour le gradient de champ magnétique, parcourue par le courant i∇. En vert, la
bobine pour le champ magnétique radio-fréquence, parcourue par le champ oscillant
au courant efficace ieff .





Annexe D

Diagramme de phase d’un système
de spins antiferromagnétiques
dans un modèle de Heisenberg

Ce modèle est construit pour l’étude des propriétés magnétiques d’un système
d’électrons ou ions en interaction placés sur les noeuds d’un réseau cristallin. Les
forces électrostatiques entre ions se résument à des termes d’échanges de spin entre
les plus z plus proches voisins, d’amplitude J . Nous considérerons dans la suite un
cas particulier d’un modèle de Heisenberg, celui d’un réseau bipartite, constitué de
deux sous-réseaux A et B identiques contenant chacun N spins. Nous plongeons
le système dans un champ magnétique B0 = B0ez isotrope, auquel les spins se
couplent. Les spins ressentent également anisotropie ionique uniaxiale D dirigée
dans le même sens que le champ B0. En prenant en compte ces trois termes, nous
pouvons écrire l’hamiltonien de Heisenberg, analogue à (5.1), qui régit cet ensemble
de spins :

Hh = J
2N
∑

〈i,j〉
Si · Sj − µB0

2N
∑

i

Si,z −D
2N
∑

i

S2
i,z, (D.1)

avec 〈i, j〉 le couple (i 6= j) tel que j appartient au plus proches voisins de i, Si le
spin total du site i, et Si,z sa projection selon l’axe z. On a |Si| = 1.

L’approximation de champ moyen, consiste à négliger les fluctuations quadra-
tiques des spins [147]. On introduit les deux vecteurs 〈S〉A et 〈S〉B, spins moyens
sur chaque sous-réseau. En calculant l’énergie moyenne par site, nous aboutissons
à :

Espin

2N
= Jz〈S〉A · 〈S〉B −

µB0

2
(〈Sz〉A + 〈Sz〉B)− D

2

(

〈Sz〉2A + 〈Sz〉2B
)

. (D.2)

En magnétisme, on fait appel à deux paramètres d’ordres obtenus à partir de
〈S〉A et 〈S〉B, la magnétisation moyenne par site m = (〈S〉A + 〈S〉B)/2, et la
magnétisation alternée par site ma = (〈S〉A − 〈S〉B)/2. L’énergie moyenne par site
se réécrit à partir de ces deux quantités :
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Ch. D. Diagramme de phase d’un système de spins

antiferromagnétiques dans un modèle de Heisenberg

Espin

2N
= Jz(m2 −ma2)− µB0mz −D

(

m2
z +m2

a,z

)

. (D.3)

où mz = m · ez et ma,z = ma · ez. Lorsqu’on cherche les valeurs des paramètres
d’ordre qui minimisent l’énergie, nous voyons apparaître trois phases, que nous re-
présentons dans la figure D.1(a), en indiquant les orientations des spins moyens.

• À des champs magnétiques faibles, tels que :

µB0 <

{
√

4D(2Jz −D) si D ≤ 2Jz
2Jz sinon,

(D.4)

le terme d’interaction favorise l’antialignement des spins moyens des deux sous-
réseaux, c’est-à-dire m = 0 et ma = ez, ce qui correspond à l’état de Néel
antiferromagnétique. L’anisotropie ionique favorise l’orientation des spins se-
lon l’axe z si D > 0 (anisotropie “easy-axis”) ou dans le plan x − y si D < 0
(anisotropie “easy-plane”).

• À des champs magnétiques tels que :
√

4D(2Jz −D) < µB0 < 2(2Jz −D) et D < 2Jz, (D.5)

les spins A et B s’orientent de sorte à réaliser une magnétisation non nulle
selon z et nulle dans le plan x − y : m = mez. Ils forment un angle θ avec z
vérifiant cos θ = mz = µB0/2(2Jz−D). Dans cette phase, appelée “spin-flop”
[158], la magnétisation alternée est non-nulle ma = sin(θ)e⊥, où e⊥ est un
vecteur dans le plan x− y.

• Pour des champs magnétiques plus élevés, tels que

µB0 >

{

2(2Jz −D) si D ≤ 2Jz
2Jz sinon,

(D.6)

les spins des sous-réseaux A et B s’orientent le long du champ magnétique,
avec m = ez et ma = 0. Cette phase est appelée “ferromagnétique” (ou en-
core “spin-flip”).

Pour des anisotropies faibles, nous constatons qu’en augmentant l’amplitude du
champ magnétique nous traversons d’abord une transition de phase de l’état de Néel
à l’état “spin-flop”, caractérisée par un saut abrupte du paramètre d’ordre m, de
0 à une valeur non nulle. En raison de la discontinuité de m, cette transition est
du premier ordre. En augmentant davantage le champ, nous traversons la deuxième
transition de phase, appelée transition “ferromagnétique”. Celle-ci est du deuxième
ordre, car les deux paramètres d’ordre y varient continûment. Pour des anisotropies
plus élevées, on passe direction de la phase de Néel à la phase “ferromagnétique”.

De manière formelle, l’analogie entre ce modèle et le système de spin 1 dans la
section 5.1.1 apparaît dans la similitude entre le paramètre d’ordre nématique n d’un
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Figure D.1 – Comparaison entre les diagrammes de phase de l’état fondamental
du (a) système de spins antiferromagnétiques sur un réseau bipartite et (b) du gaz
de spin 1, dans un champ magnétique dirigé selon ez. Les orientations des spins
moyens dans chaque sous-réseau sont représentés par deux flèches, orange et verte.
Pour l’état de Néel/Polaire-z, de magnétisation nulle, la magnétisation alternée/l’axe
directeur nématique (flèche rouge) est dirigé selon la direction du champ. L’état
“spin-flop”/“antiferromagnétique” possède à la fois une magnétisation m parallèle
au champ magnétique (flèche bleue), et une magnétisation alternée/ordre nématique
n qui lui est perpendiculaire. Pour l’état “ferromagnétique” (F), la magnétisation
est complète, c’est-à-dire mz = 1, et la magnétisation alternée/l’ordre nématique
disparaît.

côté et la magnétisation alternéema de l’autre. Nous rappelons dans la figure D.1(b)
le diagramme de phase de l’état fondamental du gaz spinoriel en présence d’un effet
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Ch. D. Diagramme de phase d’un système de spins

antiferromagnétiques dans un modèle de Heisenberg

Zeeman linéaire (P ) et quadratique (Q). La phase “polaire-z” du gaz spinoriel et la
phase de Néel du réseau d’aimants ont en commun un paramètre d’ordre (directeur
nématique n ou magnétisation alternée ma) dirigé selon ez. Les vecteurs n et ma
basculent dans le plan x− y lorsque Q et D respectivement diminuent, signe d’une
transition de phase du premier ordre. L’ordre de Néel/nématique disparaît dans la
phase “ferromagnétique”.
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Fast production of ultracold sodium gases using light-induced desorption and optical trapping
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In this article we report on the production of a Bose-Einstein condensate (BEC) of 23Na using light-induced

desorption as an atomic source. We load about 2 × 107 atoms in a magneto-optical trap (MOT) from this source

with a ∼6 s loading time constant. The MOT lifetime can be kept around 27 s by turning off the desorbing light

after loading. We show that the pressure drops down by a factor of 40 in less than 100 ms after the extinction

of the desorbing light, restoring the low background pressure for evaporation. Using this technique, a BEC with

104 atoms is produced after a 6 s evaporation in an optical dipole trap.

DOI: 10.1103/PhysRevA.81.023631 PACS number(s): 67.85.Hj, 68.43.Tj, 37.10.De

I. INTRODUCTION

Na is one of the first atomic species that was brought

to quantum degeneracy [1]. Among the alkali metals it

allows the production of the largest Bose-Einstein condensates

(BEC’s) with atom numbers >108 [2,3]. This is, in part,

due to the efficiency of laser cooling, but also to favorable

collisional properties (large elastic cross section, low inelastic

losses). These properties allow efficient evaporative cooling

to Bose-Einstein condensation [2], as well as the production

of large degenerate Fermi gases (e.g., 6Li) when the Na

cloud is used as a buffer gas for sympathetic cooling [4].

Na also has antiferromagnetic spin-dependent interactions

[5,6], which can lead to complex entangled spin states [7].

Such spin states are particularly sensitive to stray magnetic

fields [8–10], so that they are expected to survive only in a

quiet magnetic environment provided by magnetic shielding.

Hence their study, which is the main motivation behind this

work, requires the optimization of the production of cold Na

gases in a compact setup compatible with such shielding.

A typical ultracold gas experiment can be decomposed into

three successive steps: a source delivering hot atoms to the

vacuum chamber, a magneto-optical trap (MOT) capturing

atoms from the source and precooling them, and a conservative

trap loaded from the MOT where evaporative cooling is

performed to reach quantum degeneracy. The MOT is common

to all experimental setups, which differ in the first and last

steps. The atom source can be an atomic beam produced

by a Zeeman slower [11,12] or a residual vapor that exists

in the ultra-high vacuum (UHV) chamber due to a nearby

atomic reservoir [13,14] or atomic dispensers [15–17], for

example. The conservative trap can be either a magnetic

trap for spin-polarized atoms, or an optical dipole trap for

unpolarized mixtures. All practical implementations must

solve an intrinsic quandary: On the one hand, the atom flux

in the MOT region must be large enough for efficient loading

and on the other hand, it has to be low enough that collisions

with the background vapor do not hinder evaporative cooling

in the conservative trap. This was solved in various ways,

either by spatially separating the MOT capture region and

*emmanuel.mimoun@ens.fr
†fabrice.gerbier@lkb.ens.fr

the evaporative cooling region or by modulating the atomic

density in time (the Zeeman slower technique, combined with

a controllable beam block, is an example of the latter solution).

To reduce the complexity and size of the apparatus, the

second solution seems more favorable provided that one is

able to truly switch on and off the vapor pressure in the UHV

chamber. Atomic dispensers, which allow the release of an

alkali vapor by thermally activating the reduction of an inert

alkali metal oxide, were introduced for this purpose in con-

nection with atom chips experiments [15–17]. Unfortunately,

dispensers are unsuitable to modulate the pressure inside the

chamber with time constants below 1 s due to their thermal

cycle [15]. This forces one to work at a “compromise” pressure,

which allows one to reach BEC thanks to the high collision

rates obtained in atomic chips [16,17], but limits the sample

lifetime.

A promising technique to rapidly modulate the atomic

pressure is light-induced atomic desorption (LIAD) [18,19],

a phenomenon analogous to the photoelectric effect in which

an adsorbed atom is released from an illuminated surface by

absorbing a photon. LIAD was initially observed in coated

Na cells and subsequently studied for different atomic species

and several substrates [18,20–25]. Its usefulness as a source

for quantum gases experiments was demonstrated for Rb

[17,19,26–28] and K [29,30].

To our knowledge, all the experimental groups that were

able so far to produce a Na BEC relied on a Zeeman slower to

load the MOT [1,3,31–33]. Furthermore, with the exception of

Ref. [33] where evaporative cooling is done in an optical trap,

these experiments used magnetic trapping. When considering

only the MOT loading step, which is less restrictive than

evaporative cooling in terms of acceptable pressure, several

alternatives were demonstrated [14,34,35], but are difficult to

operate under UHV conditions. Loading from Na dispensers

was also demonstrated [36], but not under conditions suitable

for achieving BEC. Only very recently a group reported the use

of LIAD for loading a Na MOT [37]. In that work, the atomic

pressure drops after the extinction of the desorbing light to a

level (lifetime ∼8 s) that can be compatible with evaporative

cooling.

Here we report the experimental realization of an ultracold

Na gas in a single UHV chamber, where LIAD is used to

increase the Na pressure for MOT loading and where the atoms

are captured in an optical dipole trap for evaporative cooling.

1050-2947/2010/81(2)/023631(8) 023631-1 ©2010 The American Physical Society
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FIG. 1. (Color online) (a): MOT loading and decay dynamics. The MOT is loaded using LIAD at maximum power for 12 s. The desorbing

light is then turned off. We find 1/e time constants of τON = 6.5 ± 0.5 s and τOFF = 27 ± 1.5 s for the loading and decay, respectively, and

an asymptotic number of atoms Nst = 2.1 × 107 atoms. (b): Decay of the number of atoms held in the optical dipole trap (ODT). A simple

exponential fit yields a decay time τODT = 10.7 ± 1 s (dashed blue line) for the data corresponding to t > 200 ms. A model including three-body

losses with the rate measured in Ref. [38] was used to fit a one-body collision rate τ1B = 17 ± 3 s for the same data (solid black line, 95%

confidence bound in gray), see Sec. III B for details.

We achieve [see Fig. 1(a)] a loading of the MOT with a time

constant ∼6 s with LIAD on a subsequent lifetime of the

MOT of ∼27 s with LIAD off and a lifetime in the dipole trap

with a time constant ∼11 s. The latter is partially limited by

evaporation and inelastic collisions between trapped atoms.

In our setup, the ratio between the partial pressures of Na

when LIAD is switched on and off is η ≃ 40. The delay for

observing this pressure drop after the switching off of LIAD is

less than 100 ms. This allows us to quickly switch from MOT

loading to evaporative cooling. Under these conditions, we

observe BEC’s containing ∼104 atoms after a 6 s evaporation.

The article is organized as follows. In Sec. II, we describe our

experimental setup. We present the experimental results on

MOT loading using LIAD in Sec. III. We compare our results

to other experiments in Sec. IV.

II. EXPERIMENTAL SETUP

A. Vacuum system

The UHV system is built around a custom-made chamber

equipped with several viewports allowing wide optical access.

The chamber is made from Ti (for reasons discussed in

the following) machined to a surface roughness specified

lower than 700 nm by the manufacturer (UK AEA Special

Techniques, Oxfordshire, UK). The viewports are made from

fused-silica windows vacuum brazed to Ti flanges (MPF

Products Inc., Gray Court, SC, USA). The chamber inner

volume is about 0.3 liter. The chamber is connected with CF40

tubing to a getter pump located approximately 20 cm away

from its center and to a 20 l/s ion pump located approximately

50 cm away. After 10 days baking at 200◦ C to establish UHV,

the residual pressure is well below the sensitivity of the ion

pump current controller (limited to a few 10−9 mbar). For all

experiments reported in this article, the pressure near the ion

pump stays below the detection threshold of the controller. We

estimate the effective pumping speed of the ion pump to be

∼4 l/s in the UHV chamber.

We have two means to increase the partial pressure of

Na: atomic dispensers and light-induced atomic desorption.

Atomic dispensers are formed by a powder of alkali oxide,

which is chemically inert at room temperature. A gas of

alkali atoms is released from such devices by activating a

chemical reaction with the heat generated by an electric

current (typically a few amperes) running through the metallic

envelope containing the powder. The dispensers used in our

experiment (Alvatec GmbH, Althofen, Austria) are run at a

relatively low current (<4 A) to avoid the release of large

Na loads into the chamber. A pair of such dispensers is

mounted using standard vacuum connectors and a custom

CF25 electrical feedthrough (MPF Products Inc., Gray Court,

SC, USA) at a distance of about 4 cm from the center of the

chamber. In the first six months after baking out the chamber,

the dispensers were flashed about an hour long at 3.6 A twice

a week. We then found that flashing them for a couple of

hours about once every two months was sufficient to maintain

a constant number of atoms in the MOT, using LIAD to desorb

the atoms from the viewports. Turning on dispensers less often

allows one to maintain a background pressure at a lower and

more constant level.

As an illumination source for LIAD, we use light-

emitting diodes (LED’s) emitting near 370–390 nm (models

NCSU033A and NCSU034A from Nichia Corporation, Tokyo,

Japan). Each LED is supplied in a small surface-mount chip

and emits around 350 mW of light power. We mount them in

pairs on appropriate heat sinks. For the reported experiments,

we use two such pairs of LED’s placed around the vacuum

chamber. We supply these LED’s with a current ranging from

0 to 1.5 A (maximum current). We verified that the optical

power is proportional to the current in this range.

A sketch of the relevant section of the chamber interior

is shown in Fig. 2(a). Two re-entrant flanges supporting

large CF63 windows are mounted vertically. The atomic

dispensers are mounted close to the viewports using CF25

electrical feedthroughs. The UV LED’s used for desorption

023631-2
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FIG. 2. (Color online) (a): Sketch of the UHV chamber showing the location of one of the pairs of LED’s with respect to the MOT and the

reentrant viewports (VP), as well as the path of one of the ODT arms. (b): Time sequence of the experiment. We show from the top down the

power of the ODT, the current in the LED’s, the magnetic gradient of MOT coils and the different cooling phases. TDMOT stands for Temporal

Dark MOT and “Mol.” for “optical molasses” (see Sec. II C).

are mounted in front of two CF25 viewports. In our case

the illuminated surface is partly Ti and partly a few hundred

nanometers-thick layer of alternating TiO2 and SiO2, which

constitutes the antireflection coating of our viewports (Duane

Mallory, manager of MPF products, private communication,

2009). By changing the position of the UV LED’s, we can

experimentally verify that the main contribution to desorption

comes from the viewports and not from the Ti surface.

In previous experiments, we also successfully used LIAD to

load a MOT in a glass cell (Vycor glass without antireflection

coating) with similar characteristics as in the present UHV

chamber. Attempts made using a 316L stainless steel chamber

with small (CF16) viewports failed. In both cases, Na MOT’s

were also directly loaded from the dispensers.

B. Magneto-optical trap

We operate the MOT using the all-solid-state laser system

described in Refs. [39,40]. The laser is locked on the Na D2 line

using modulation transfer spectroscopy on an iodine cell. We

lock on the iodine P38 (15–2) line, which is located 467 MHz

above the Na D2 resonance frequency1. The output of the

laser is split into two parts. The first part is used to form the

main MOT beam and the second to form the repumping beam

after passing through a 1.7 GHz acousto-optical modulator

(Brimrose Corporation of America, Sparks, MD, USA). Both

beams are delivered to the experiment using single-mode

optical fibers. The parameters of the MOT and repumper beams

are summarized in Table I. The MOT is formed using a pair of

anti-Helmholtz coils producing a gradient ∼15 G/cm on axis.

1This solution was proposed by Christian Sanner, W. Ketterle’s

group, MIT.

Three sets of Helmholtz coils are also available to compensate

for residual fields during the molasses phase. Typically, we

find that only the vertical residual field is significant, with a

magnitude compatible with that of the Earth’s field. We do not

observe a significant effect of the magnetic field produced by

the dispensers on the MOT when they are fed with current.

C. Optical dipole trap

The optical dipole trap (ODT) is produced using a 20 W

fiber laser (IPG Photonics, Oxford, MA, USA). The laser

emits in multiple longitudinal modes and is polarized linearly.

We control the beam intensity using a rotating waveplate

followed by a Glan-Taylor polarizer and switch off the laser

beam using a fast (∼1 ms switch-off time) mechanical shutter

(Uniblitz, Rochester, NY, USA). This system allows for a

stable modulation between 0.5% and 100% of the laser

power within a 60 Hz bandwidth. The ODT is in a crossed

configuration where the beam is folded onto itself with a

45◦ angle in the horizontal plane. We took care to make

the polarizations of the two arms orthogonal to better than

1◦. When this was not the case, large heating was observed,

presumably due to the fluctuating optical lattices resulting from

the interferences between identical frequency components

with fluctuating relative phases present in each beam. The

useful powers on the atoms are around 14 and 12 W for the

first and second arms, respectively2. We focus the first arm to a

1/e2 size of w1 ≈ 30 µm and the second arm to w2 ≈ 22 µm,

which corresponds to a depth V0 ≈ 700 µK for the crossed

dipole trap.

2This difference is mainly attributed to imperfections of the antire-

flection coatings of the windows, which were apparently damaged

during the chamber bakeout.
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TABLE I. Summary of MOT laser parameters. The waist is the 1/e2 radius of the beam. Laser powers are given per MOT arm and

frequency detunings from the 3S1/2, F = 2 → 3P3/2, F ′
= 3 transition for the MOT beams and the 3S1/2, F = 1 → 3P3/2, F ′

= 2

transition for the repumping beams.

MOT MOT TDMOT TDMOT Molasses Molasses

Beam Waist detuning power detuning power detuning power

MOT 11 mm −20 MHz 1.8 mW −18 MHz 1.8 mW −36 MHz 2.4 mW

Repumper 11 mm 0 MHz 450 µW 0 MHz 8 µW 0 MHz 8 µW

For efficient loading of the ODT from the MOT, it is

essential to reduce the repumper power by a factor of 50 from

its value in the MOT capture phase [41]. This decreases the

steady-state population in the electronic excited state 3P3/2

and increases the spatial density thanks to the reduction

of light-induced collisions. We refer to this procedure as

“temporal dark MOT” (TDMOT) in the following. In our

experiment, the ODT is switched on at the beginning of this

phase, which lasts for about a hundred milliseconds. It is

followed by a 20 ms “pseudo-optical molasses” phase similar

to the one described in Ref. [33], where the MOT detuning is

increased to 36 MHz and the magnetic gradient is ramped down

slowly to zero [see Fig. 2(b)]. During this phase, sub-Doppler

cooling helps reduce the temperature. The repumping light is

then switched off 1 ms before the end of the molasses phase

so that all the atoms are optically pumped to the F = 1 state.

We do not perform any Zeeman pumping on the atoms so that

they can be in any state of the F = 1 Zeeman manifold.

D. All-optical evaporation

Starting from about 2 × 105 atoms in the crossed ODT,

we let the atoms evaporate freely for 3 s, reaching a phase-

space density (PSD) of ∼10−2 (accounting for a factor of 1/3

due to the spin degree of freedom, assuming equipartition in

the F = 1 manifold) [42], with 1.5 × 105 atoms at 80 µK. We

then start ramping down the power of the ODT laser to 1% of its

original value in 3 s, following a power-law decay as discussed

in Ref. [43]. The cloud is then transferred in an auxiliary optical

trap that can be turned off fast (∼1 µs) using an acousto-

optic modulator for time-of-flight imaging. We complete the

evaporation ramp to reach Bose-Einstein condensation around

1 µK. With further evaporation, we can produce quasipure

BEC’s containing 104 atoms. The total sequence lasts 18 s,

including 12 s of MOT loading.

E. Diagnostics

We infer the properties of the trapped atoms from absorption

images. We use two absorption axes, one copropagating

with the first arm of the ODT, the other vertical. We use

low-intensity circularly polarized probe light on resonance

with the F = 2 → F ′
= 3 transition. A repumping pulse of

∼300 µs is applied to pump all the atoms in the F = 2

state before the imaging pulse of ∼30 µs. The shadow

of the atomic cloud is imaged on charge-coupled devices

(CCD) cameras and the inferred density distribution fitted

to a Gaussian profile. We measure the number of atoms

from the area under the Gaussian, using a scattering cross

section σabs = 3λ2
0/2π , where λ0 ≈ 589 nm is the resonant

wavelength. We checked that the absorption by the atomic

cloud is peaked around the atomic transition frequency with

a 10 MHz width close to its natural linewidth and that a

linearly polarized probe is absorbed about twice as less, as

expected from the square of the Clebsch-Gordan coefficients

for the relevant optical transitions. For experiments reported

in Sec. III C, a photodiode monitoring the MOT fluorescence

is also used.

III. MAGNETO-OPTICAL TRAPPING OF SODIUM ATOMS

USING LIGHT-INDUCED DESORPTION

A. Loading the magneto-optical trap

We first characterize the loading dynamics of the MOT as

a function of illumination. We model the loading dynamics by

the equation

Ṅ = R −

N

τMOT

. (1)

Here, N (t) is the number of atoms in the MOT at time t ,

R is the MOT loading rate, and the term N/τMOT accounts

for losses due to the collisions with the background gas3. We

assume that R is proportional to the partial pressure of Na in

the chamber PNa, while τ−1
MOT is proportional to the sum of PNa

and of the residual pressure of each contaminant i present in

the vacuum chamber weighted by the relevant collision cross

sections σNa−i . We thus write

R ≈ aPNa,
1

τMOT

≈ bPNa +
1

τ0

. (2)

We take a, b, and τ0 independent of N and of the illumination,

which is a simplifying assumption but describes our data well.

Equation (1) then leads to an exponential loading with 1/e

time constant τMOT toward a steady-state atom number

Nst = RτMOT ≈

aPNa

bPNa +
1
τ0

. (3)

A typical loading is shown in Fig. 1(a) (first 12 s), with Nst =

2.1 × 107 atoms, τMOT = 6.5 ± 0.5 s and R = 3 × 106 s−1.

A first assessment of the efficiency of the loading of the

MOT from LIAD can be achieved by recording the parameters

of the MOT as a function of the LED’s current. These

measurements are reported in Fig. (3). The loading rate R

3We also tried to model the influence of light-assisted inelastic

collisions on MOT loading by adding a term −βN2 to the loading

equation [14]. A fit to the data consistently returned β = 0 for all

loading curves we examined, so we neglect this term in our analysis.
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FIG. 3. (Color online) (a): Loading rate R of the MOT;

(b): Inverse of the loading time constant 1/τMOT; (c): Steady-state

atom number Nst for various LED currents. Statistical error bars are

smaller than the dots and not shown.

[Fig. 3(a)] is an increasing function of the currents in the

LED’s, showing a growing pressure of Na in the chamber. We

also observe a decrease of the loading times [Fig. 3(b)] and an

increase of the steady-state atom numbers [Fig. 3(c)] when the

LED’s current increases.

Equation (3) implies that when the loading time is domi-

nated by the Na partial pressure, the steady-state atom number

becomes independent of PNa and therefore of the current in

the LED’s. This is what we observe in Fig. 3(c) for the highest

LED currents. We find R = 3 × 106 s−1 when the current in

the LED’s is maximal. When the LED’s are off, the loading rate

drops to R = 8 × 104 s−1. This means that the pressure of Na

with the light switched on is increased by a factor η = 40 with

respect the background pressure. This factor can be recovered

with a relatively good approximation from the value of the

MOT lifetime, as we show now. Note first that obtaining an

absolute calibration of the pressure is by no means easy in our

system, which does not include a UHV gauge. When LIAD is

off, we expect that P off
Na is comparable to the saturated vapor

pressure at room temperature P sat
Na = 2 × 10−11 mbar, with a

coefficient that depends on the details of the coverage of the

surfaces under vacuum with Na atoms. In the presence of

LIAD, we can infer the value of the pressure from the loading

time of the MOT τMOT by using the relation τ
−1
MOT ≃ nσv,

where n is the Na density in the background vapor, σ is the

collision cross section between a trapped atom and an atom

from the vapor, and v ≃ (kBT/m)1/2 is the average thermal

velocity (with T the room temperature and m the mass of

an atom). We assume a typical value σ = 10−12 cm−2 [34],

neglecting its energy dependence. The value τMOT = 5 s

obtained in the presence of LIAD at full power corresponds to

a pressure P on
Na ≃ 10P sat

Na . Given the crude assumptions behind

our estimate and the fact that the velocity of atoms desorbed

by LIAD is not fully thermal [18], this result is in reasonable

agreement with η = 40. A final consistency check amounts

to calculating the loading rate expected in our MOT from a

vapor in equilibrium at room temperature (T = 295 K). We

use the result R = 0.5(P on
Na/kBT )V 2/3v4

cap(m/2kBT )3/2 from

Ref. [13], where V ≃ 1 cm3 is the MOT volume and vcap

the capture velocity. From a one-dimensional semiclassical

analysis for our MOT parameters, we deduce vcap ≃ 35 m s−1,

which leads finally to R = 4 × 106 s−1, in good agreement

with the experimental finding. This suggests that the velocity

distribution is almost thermal (i.e., the vapor released via LIAD

quickly equilibrates with the walls of the chamber).

B. Lifetime in the dipole trap

Results from the previous section demonstrate that LIAD

is an efficient way to increase the partial pressure of Na in the

vacuum chamber. Moreover, LIAD has the important property

that it can be controlled on a short time scale. This is a crucial

feature for BEC experiments in which evaporation takes place

in the same chamber as the MOT. In this case it is mandatory

that the increased pressure during MOT loading be transient

and that the background pressure be recovered fast enough to

preserve the lifetime of the atoms in the ODT. We infer this

lifetime by plotting the number of atoms N in the trap as a

function of time [see Fig. 1(b)]. After a fast initial decay for the

first 200 ms, reflecting free evaporation from the ODT [44],

we find that N decreases over a much longer time scale. A fit

of the decay of N for t > 200 ms by an exponential function

exp(−t/τODT) gives τODT = 10.7 ± 1 s.

The apparent discrepancy between the lifetime in the ODT

(∼11 s) and the lifetime in the MOT (∼27 s) can be better

understood by analyzing the loss mechanisms in the ODT.

We performed numerical simulations of the evaporation in

the ODT. The simulations simplify the trap geometry to

a truncated harmonic trap, but account for one-body and

three-body collisions [45], which are significant due to the

high density in the trap (∼1014 at cm−3). The rate for

these collisions L3B = 2 × 10−30cm6 s−1 was measured in

Ref. [38] for the F = 1, mF = −1 state and we use this value

for all Zeeman states. We derive from these simulations a

value for the one-body lifetime due to background collisions

τ1B = 17 ± 3 s. The corresponding result for the atom decay

is shown by the solid (black) line in Fig. 1(b). This shows

that three-body collisions play a significant role in the ODT so

that the effective decay time τODT is systematically shorter than

the one-body decay time τ1B and is essentially limited by these

collisions. We use for simplicity the fitted τODT to analyze

the data in the following. The dependence of the lifetime on

the background pressure is not qualitatively changed, while

this parameter is easier to fit and is model independent. We

attribute the residual discrepancy between τ1B and τMOT to

the largely different depths of the ODT and the MOT, which
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FIG. 4. (Color online) MOT loading rate R plotted against

1/τODT, where τODT is the lifetime in the dipole trap, for experimental

situations (a): LIAD on for MOT loading, off for dipole trapping;

(b): LIAD on for both; (c): no LIAD, dispensers on for both. Case (a)

corresponds to a dipole trap lifetime independent of the MOT loading

rate, whereas they are inversely related in cases (b) and (c).

makes collisions more likely to eject atoms from the former

than from the latter.

To determine the effect of LIAD loading on the ODT, we

perform lifetime measurements in the ODT for three different

cases. In the first case (a), our standard sequence, the LED’s are

turned on during the loading of the MOT and then turned off

when the atoms are loaded in the ODT. In the second case (b),

the MOT is loaded just as in the first sequence, but the LED’s

remain on while the atoms are kept in the ODT, keeping the

pressure at the same level as in the MOT loading phase. In

the third case (c), LIAD is not used and the pressure of Na is

increased using the Na dispensers continuously, during both

MOT and ODT phases. The different cases are compared by

looking at τODT plotted against R in Fig. (4). In case (a), τODT is

independent of R, implying that one can load the MOT at high

loading rates without deteriorating the lifetime in the ODT. In

cases (b) and (c), the behavior is qualitatively different: τODT

decreases when the pressure increases and a higher loading rate

corresponds to a lower lifetime in the ODT. One can also notice

that, for a given MOT loading rate, τODT is significantly larger

using LIAD than using the dispensers. A probable explanation

is that the dispensers are releasing other compounds than Na in

the UHV chamber when heated, while LIAD is more selective

and does not modify the partial pressures of other bodies in a

significant way.

C. Time evolution of pressure

The results presented so far show that the Na partial pressure

rapidly drops back to its background level when the LED’s

are turned off. This process appears to be fast enough so that

the lifetime in the ODT is not diminished. To confirm this result

and determine the time scale of the decrease in pressure, we

perform two measurements on the loading of the MOT. First,

the MOT is loaded with LIAD for the first 12 s, then the LED’s

are turned off and the decay of the number of atoms in the MOT

is recorded [see Fig. 1(a)]. By fitting the loading and decay

phases by two exponentials, we find 1/e time constants τON =

6.5 ± 0.5 s and τOFF = 27 ± 1.5 s with and without LIAD,
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FIG. 5. (Color online) Evolution of the loading of the MOT after

extinction of the LED’s: the MOT is loaded for 1 s then the LED’s

are turned off. The loading rate shown as a red (blue) dashed line is

3 × 106 s−1 (8 × 104 s−1) when the LED’s are on (off).

respectively. Given that τOFF is compatible with the loading

time of a MOT without LIAD shown in Fig. (3), it appears

that the pressure goes back to the background value on a time

scale, which is small compared to τON. To characterize more

accurately how fast this process goes, a second measurement

is performed on a shorter time scale, using fluorescence light

emitted from the atoms of the MOT to measure the small

number of atoms at the very beginning of the loading. We first

load the MOT using LIAD for 1 s, then turn off the LED’s

keeping the MOT light on. We observe on Fig. (5) a sudden

change in slope, with a loading rate going from 3 × 106 s−1

to 8 × 104 s−1 [i.e., we recover the same factor η ∼ 40 as

previously found see Fig. 3(a)]. This change happens with a

characteristic time shorter than 100 ms, an upper bound limited

by the sensitivity of the fluorescence measurement.

IV. DISCUSSION

A figure of merit to evaluate the performance of LIAD

for preparation of ultracold gases is how low the background

pressure in the region of the MOT drops once the desorbing

light is turned off. This depends a priori not only on the

physics of LIAD, but also on technical details such as the

effective pumping speed. The different experimental results

available in the literature for UHV systems are summarized in

Table II. The large variations of the reported loading rates can

be easily explained with the different parameters of the MOT,

in particular with the beam size, which impacts the capture

velocity. The data about the MOT lifetime depend mainly on

the atomic species and on the pressure in the vacuum chamber.

The decay of the pressure after turning off the desorbing light

reported in this work is among the fastest reported in the

literature, while the lifetime of the MOT after this extinction

is among the longest. Such a slow MOT decay is reported also

in Refs. [27,46], which are unsurprisingly two other cases in

which evaporation takes place in the same spatial region as

the one where the MOT is loaded. We find a pressure decay

time that is much faster than the other time scales of our

experiment, comparable to Refs. [46,47]. Our observations are

compatible with the scenario where almost all Na atoms stick

to the surfaces of the vacuum system after a few bounces when

023631-6



FAST PRODUCTION OF ULTRACOLD SODIUM GASES . . . PHYSICAL REVIEW A 81, 023631 (2010)

TABLE II. Summary of available data on LIAD for the preparation of a MOT (including this work). Reported data are best figures

in terms of atomic flux. MOT lifetime is measured after switching off the desorbing light. Pressure decay time is defined as the time

required for the pressure to drop at one tenth of its value during the loading of the MOT. The column labeled “Conservative trap”

indicates the type of confinement used after the MOT phase. When the trap is realized in the same location as the MOT, we indicate the

decay-time constant due to collisions with the background gas. SS is Stainless Steel, PDMS is polydimethylsiloxane.

Atomic Desorbing MOT MOT Pressure Conservative

species surface loading rate lifetime decay trap Reference

23Na TiO2 + SiO2 3 × 106 s−1 27 s <100 ms dipole, >11 s this work
87Rb Pyrex ∼106 s−1

∼5 s microchip, >4 s [17]
87Rb SS 8 × 105 s−1

∼100 s none [19]
87Rb PDMS 2.0 × 108 s−1

∼10 s none [26]
87Rb quartz + Pyrex ∼106 s−1

∼30 s ≪30 s microchip, >5 s [27]
87Rb Vycor 1.2 × 109 s−1

∼3 s ∼2 s magnetic [30]
40K Vycor 8 × 107 s−1

∼1 s magnetic [30]
87Rb Pyrex 3 × 108 s−1

∼24 s ∼100 ms microchip, >9 s [46]
40K Pyrex ∼105 s−1 microchip, >9 s [46]
23Na Pyrex 4.5 × 107 s−1 10 s none [37]
133Cs Quartz 4 × 103 s−1 9.2 s 70 ms none [47]

LIAD is turned off. In the opposite limit where the equilibrium

pressure remains large for a long time (longer than 1 s), the

lifetime is limited by the capacity of the pumping system to

restore a low background pressure. This may explain the large

variations observed in different experiments.

V. CONCLUSION

In conclusion, we demonstrate an efficient route to Bose-

Einstein condensation of Na in a compact single-chamber

setup, with no source of magnetic fields except for the

transitory gradient used for the MOT. The MOT is loaded by

LIAD, with a steady-state number of atoms of about 2 × 107.

Its lifetime remains in the order of 30 s, enough to produce a

BEC, thanks to the rapid decrease of the partial pressure of Na

when the desorbing light is switched off.

The experimental setup described in this work is aimed at

rapidly producing small BEC’s in a single-chamber vacuum

system. However, relaxing some of the technical constraints

imposed on the design of our apparatus may allow the use

of this technique for producing larger BEC’s and degenerate

Fermi gases via sympathetic cooling. Since we use only 20%

of the available power of our solid-state laser, one can double

the size of the MOT beams keeping the intensity constant and

expect at least an improvement of a factor of 4 in the number

of atoms in the MOT 4. Another very significant gain can be

obtained by upgrading the ODT. Since the density in our ODT

is limited by inelastic collisions, increasing the trap frequency

will probably not be the best option. Enlarging the size of

the ODT beams, while keeping the confinement constant will

probably be a better route to larger BEC’s by allowing to

capture a higher fraction of atoms from the MOT. This can

be done by using more powerful fiber lasers than the one we

use, which are commercially available. With these technical

improvements the experimental techniques reported in this

work can allow the production of degenerate Fermi gases with

atom numbers comparable to what has already been obtained

on atom chips [28].
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1. Introduction

The preparation of degenerate atomic quantum gases is interesting from both a fundamental and

an applied point of view. On the one hand, the unprecedented level of control on these systems

allows one to study quantum many-body phenomena in the absence of perturbing effects

unavoidable in solid-state systems [1]. On the other hand, degenerate gases are a promising

starting point to reliably produce highly entangled states, which could pave the way for a new

generation of atom-based quantum sensors (see [2, 3] and references therein).

In view of the sensitivity of these strongly correlated states to the perturbations caused by

magnetic field fluctuations, experimental schemes in which evaporative cooling is performed

without the use of external magnetic fields are particularly interesting. These so-called ‘all-

optical evaporation’ schemes rely on far off-resonant optical dipole traps. They have been

developed by several groups to produce Bose–Einstein condensates (BECs) of various atomic

species, in particular alkali atoms (Rb [4–6], Li [7], Cs [8] and Na [9]). In such all-optical setups,

the trapping potential is almost independent of the internal state, opening the route to the study

of spinor condensates [10].

Experiments relying on all-optical setups are based on a common experimental scheme:

laser-cooled atoms are first loaded into an optical dipole trap and then evaporatively cooled

by lowering the trapping laser intensity and thus the trap depth. In this paper, we discuss how

to optimize these two steps for producing an all-optical BEC of sodium atoms, starting with

relatively modest atom numbers and laser powers.

The first issue, dealing with the transfer from the magneto-optical trap (MOT) to the optical

dipole trap, has extensively been studied (see e.g. [11]). Laser cooling forces and light-assisted

losses can be strongly modified by the presence of the dipole trap potential. The size and depth

of the trapping potential have to be adapted to the size, density and temperature of the MOT.

A convenient configuration is a laser trap consisting of two crossed Gaussian beams [12], as

New Journal of Physics 13 (2011) 065022 (http://www.njp.org/)
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in our experiment. The loading of the trap then occurs in two steps: atoms are first captured

in both arms of the trap and then start filling the crossing region by ‘free evaporation’ once

the near-resonant cooling beams have been turned off [4]. We will describe our procedure to

optimize the atom number N in the crossing region and the temperature T at the end of the free

evaporation to obtain a high phase-space density D and a large collision rate γcoll. We recall that

D = N (h̄ω/kBT )3 and γcoll ∝ N/ω3T for a Boltzmann gas in a harmonic trap, with h̄ being

the Planck constant, kB the Boltzmann constant and ω the average trapping frequency. For a

given beam size, we find that the optimal trap depths for loading and free evaporation differ.

We suggest that trap-induced light shifts on the cooling transition is the physical mechanism

underlying this observation.

The second issue is related to the efficiency of evaporative cooling. In this respect, optical

traps differ in several aspects from magnetic traps. In magnetic traps, evaporative cooling takes

place in the so-called runaway regime, where the elastic collision rate γcoll and evaporation

efficiency stay constant or even increase with time [13]. In optical traps, this regime is not

easily reachable because the trap depth and trap confinement both increase with the trapping

laser power. In practice, decreasing the trap depth to force evaporation results in a looser

confinement, so that the collision rate can decrease even if the phase-space density increases.

Solutions involving modification of the trapping potential have been demonstrated to resolve

this issue. For example, a dynamical change in the beam size using a zoom lens allows one

to maintain constant confinement while reducing the trap depth [5], thus preserving a high

collision rate during evaporation. Runaway evaporation in an optical trap can also be obtained

by using an additional expelling potential independent of the trapping laser (gravity or ‘pulling’

laser) in order to decouple trap confinement and potential depth [14, 15]. A third solution,

based on the addition of a tighter ‘dimple’ potential [8, 16], has been realized and characterized

theoretically [17–19]. This solution, which is the one investigated in this paper, leads to a

two-step evaporation sequence: after the loading of a larger trap, atoms are first transferred

by cooling into the ‘dimple’ trap (dT) and then further cooled down in this trap. The major

advantages of this technique are its relative technical simplicity (as compared, for instance,

with a ‘zoom-lens’ method), the increase in phase-space density during the transfer and the

high efficiency of the second evaporation step due to the high confinement in the ‘dT’. Here we

describe the first application of this technique to 23Na. Starting with 3 × 105 trapped atoms, a

BEC of ∼104 23Na atoms is produced after ∼2 s evaporation time.

This paper is organized as follows. In section 2, we give an overview of our experimental

setup. In section 3, we investigate the loading of a dipole trap from a MOT of sodium atoms

and study how the compression of the trap after the atom capture improves the initial conditions

for evaporative cooling. We then present, in section 4, how evaporative cooling works in the

presence of the auxiliary dT, detailing its filling dynamics, and the last evaporative cooling

stage to reach Bose–Einstein condensation.

2. Experimental setup

2.1. Laser cooling

Our experiment starts with a sodium MOT capturing approximately 107 atoms in 10 s from a

vapor whose pressure is modulated using light-induced atomic desorption [20]. After the MOT

is formed, a far off-resonant dipole trap is switched on (see section 2.2). The detunings and

New Journal of Physics 13 (2011) 065022 (http://www.njp.org/)
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Figure 1. (a) Sketch of the laser geometry showing the CDT propagating in

the horizontal plane and the dT propagating vertically. (b) Fluorescence image

of atoms trapped in the CDT, taken after a short time-of-flight. The thermal

equilibrium state in such a potential has a characteristic spatial structure: two

elongated ‘arms’ and a denser crossing region. (c) Evolution of the powers of the

CDT and the dT during the sequence. The first step corresponds to the loading

of the CDT from a ‘cold-MOT’ phase, followed by a compression that helps to

fill the central trapping region. The next step consists in evaporatively cooling

the CDT and results in the filling of the dT. The last step is evaporative cooling

in the dT, which leads to Bose–Einstein condensation.

powers of both the cooling (tuned to 3S1/2, F = 2 → 3P3/2, F ′
= 3 transition) and repumping

(tuned to the 3S1/2, F = 1 → 3P3/2, F ′
= 2 transition) lasers are modified in order to optimize

the trap loading. During a first ‘dark MOT’ phase [21], we lower the power of the repumping

laser in about 100 ms, from Irep = 300 to 10 µW cm−2 per beam while keeping the magnetic

gradient on. This reduces the loss rate due to light-induced collisions by limiting the population

of excited states [11]. We keep the cooling laser intensity at the same value as that for MOT

loading, Icool = 0.9 mW cm−2 per beam, which corresponds to one sixth of the saturation

intensity (Isat = 6.3 mW cm−2). During this ‘dark MOT’ phase, both the spatial density in the

dipole trap and the temperature increase. We then apply a 30 ms-long ‘cold MOT’ phase, where

the cooling beam detuning is shifted from δcool ≈ −Ŵ to δcool ≈ −3.8Ŵ (Ŵ/2π ≈ 10 MHz is the

natural linewidth). The temperature of the atoms after this cooling sequence is around 50 µK.

2.2. Trapping laser configuration

The far off-resonant dipole trap results from the combination of three beams, two forming a

crossed dipole trap (CDT) in the horizontal x–y plane and a tightly focused one propagating

vertically along the z-axis (see figure 1(a)), which we refer to as the dT. The CDT is derived

from a 40 W fiber laser (IPG Photonics) at 1070 nm. This trap is formed by folding the beam

onto itself at an angle θ ≃ 45◦ in the horizontal plane. At the crossing point, both arms have a

waist wCDT ≈ 42 µm. We control the laser power using a motorized rotating waveplate (OWIS

New Journal of Physics 13 (2011) 065022 (http://www.njp.org/)



5

Table 1. Trapping frequencies and trap depths at PCDT ≈ 36 W and PdT ≈

200 mW for the CDT and dT, respectively.

Dipole trap ωx/2π (kHz) ωy/2π (kHz) ωz/2π (kHz) V0/kB (mK)

CDT 2.5 4.5 5.1 1.2

dT 3.7 3.7 0.021 0.10

GmbH), followed by a Glan–Taylor polarizer (bandwidth ∼10 Hz) and a control input on the

current in the laser pump diodes (bandwidth ∼50 kHz). The waveplate is used for the coarse

reduction of laser power by changing the amount of light transmitted by the polarizer, whereas

the current control is used at the end of the evaporation ramp (low laser powers) and for fast

servo-control of the intensity to reduce fluctuations. Combining both servo loops, we can control

the laser power from its maximal value (PCDT ≈ 36 W) down to ≈100 mW. We can switch

off the trapping potential to an extinction level greater than 90% in less than 10 µs using the

laser current input. We use motorized mirrors (Agilis, Newport Corporation) for alignment.

Special care is taken to ensure the orthogonality of the polarization of both arms, realized by the

insertion of a λ/2 waveplate that is positioned with a precision !0.5◦. A misalignment of only

1◦ results in measurable heating of the sample [20].

The auxiliary dT is produced using a 500 mW laser (Mephisto-S, InnoLight GmbH) at

1064 nm. As sketched in figure 1(a), the beam propagates vertically and crosses the CDT with

a waist of wdT ≈ 8 µm. The laser beam is transmitted through a single-mode optical fiber and

focused to a waist size wdT using a custom-made microscope objective (CVI Melles Griot,

NA" 0.3). An acousto-optic modulator placed before the fiber allows us to control the intensity

and to quickly switch off the dT beam.

To fix the notation that will be used in the following, we give here the expressions for the

dipole trap potentials. The expression for the CDT potential is given by

VCDT(x, y, z) = −

V 0
CDT

2

[

e−2(x2+z2)/w(y)2

(w(y)/wCDT)
2

+
e−2(u2+z2)/w(v)2

(w(v)/wCDT)
2

]

, (1)

with w(y) = wCDT

√

1 + y2/y2
R and with yR the Rayleigh length being yR = πw2

CDT/λ ≈ 5.2 mm.

We have also introduced the rotated coordinates: (u, v) = (xcos(θ) + ysin(θ), −xsin(θ) +

ycos(θ)). The expression for the dT potential is given by

VdT(x, y, z) = −V 0
dT e−2(x2+y2)/w2

dT, (2)

neglecting the confinement of the dT along the z-axis, always negligible compared with the

vertical confinement of the CDT. Typical trapping frequencies and potential depths are given in

table 1.

In figure 1(c) is schematically presented the temporal evolution of the powers of the two

lasers during the experimental sequence. This time evolution is optimized for loading and

evaporation, as explained in sections 3 and 4.

2.3. Imaging

We monitor the time evolution of the trapped cloud using both fluorescence imaging and

absorption imaging [22]. Fluorescence light is captured by the same high-numerical-aperture

New Journal of Physics 13 (2011) 065022 (http://www.njp.org/)
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= V0CDT/4 = V0CDT/2 = V0CDT × 3/4
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Figure 2. CDT potential in the z = 0 plane, truncated at an energy ǫ = V 0
CDT/4

(a), ǫ = V 0
CDT/2 (b) and ǫ = V 0

CDT × 3/4 (c).

microscope used to focus the dT. The photons are collected on a low-noise charge-coupled

device camera (PIXIS, Princeton Instruments). In figure 1(b), we show a typical fluorescence

image. We typically observe the atoms after a time-of-flight of tToF = 0.1 ms during a short pulse

(tmol = 50 µs) performed with the six cooling and repumping beams.

Absorption images are recorded with a vertically propagating resonant probe beam, which

is well suited for the analysis of the central denser part of the trapped cloud but is not very

precise for the arms of the CDT. Indeed, the regions corresponding to the CDT arms display

low optical densities (< 0.1) only slightly above the noise level (∼0.04, limited by residual

fringes on the background). Atom counting in the arms of the CDT is thus more accurate using

fluorescence images.

3. Loading and free evaporation in the crossed dipole trap (CDT)

3.1. Dipole trap loading dynamics

We can distinguish two stages in the dynamics of the trap loading. At first, during the

MOT/CDT overlap period, atoms are captured mainly in the arms of the CDT without a notable

enhancement of the density in the crossing region. In the second phase that follows the extinction

of the MOT beams, which we call ‘free evaporation’, the hottest atoms leave the arms and the

remaining ones fill the crossing region through thermalization. The quantity of interest is the

number of atoms in the central region NC, which corresponds approximately to the number of

atoms with an energy ranging between −V 0
CDT and −V 0

CDT/2 (as defined in equation (1)). We

show in figure 2 the potential VCDT in the z = 0 plane, truncated at three different energy levels.

One can see that atoms having energies lower than V 0
CDT/2 explore only the central region, as

expected. This dense part is the relevant component that matters for further evaporative cooling.

Although both the trapping lasers (CDT and dT) are turned on simultaneously, the CDT

is much deeper than the dT, the latter playing a negligible role during this initial stage. In this

section, we discuss auxiliary experiments where the dT is absent.

New Journal of Physics 13 (2011) 065022 (http://www.njp.org/)



7

In order to understand the loading dynamics during the first stage, we give a brief overview

of the relevant mechanisms (see [11] for a detailed analysis). The loading rate of atoms in the

CDT is proportional to the probability of an atom being trapped by the dipole potential and to

the atomic flux in the CDT/MOT overlap region. The first term corresponds to the damping of

the velocity of an atom when it crosses one arm of the CDT, leading to a reduction in its total

energy below the CDT potential depth. The second term is proportional to the spatial density and

the average velocity of the atoms in the MOT and thus depends on the temperature of the atoms.

The relevant parameters for optimizing the loading rate, namely the atomic density and the

temperature, can be adjusted by the ‘dark MOT’ and ‘cold MOT’ phases (see section 2.1). The

presence of the dipole potential changes locally the cooling properties, due to the light shifts

induced by the CDT laser beams. During this phase, atom accumulation in the trap crossing

region is limited by light-assisted inelastic collisions, such as radiative escape.

In the second stage, after the MOT light is extinguished, the trapped atoms thermalize and

the sample cools down by evaporative cooling (at a fixed potential depth). Atoms concentrate

in the crossing region and the phase-space density shows a substantial increase as compared

with the MOT [4].

We have experimentally tested CDT configurations with different beam sizes wCDT (from

30 to 50 µm). A larger beam size helps to trap more atoms during the capture stage due to a

higher overlap volume. However, at a given available power, larger beams imply a weakening of

the trap stiffness, which in turn penalizes the thermalization after capture. The data presented in

this paper were taken with a beam waist of wCDT ≈ 42 µm. We obtain very similar results in the

case of wCDT ≈ 35 µm, but with different optimal powers at each stage. In the next subsection,

we will concentrate on the optimization of the laser power to find the optimal trap depth for

filling the central region.

3.2. Optimization of CDT loading

In order to characterize the filling dynamics of the crossing region, we define the filling factor

α = NC/N as the fraction of atoms in this region relative to the total number of atoms in the

dipole trap. Images such as that in figure 1(b) are processed with a multi-component fitting

routine that extracts the temperature, the density, the total atom number N and the number

of atoms NC. Details of the fitting procedure are presented in appendix A. The results of the

optimization of the CDT power are presented in figure 3, where we plot the evolution of the

atom number NC and the filling factor α with time. We fit the function α(t) = a(1 − e−t/τ ) + b

to our data.

We look first at a situation in which ‘free evaporation’ occurs at constant CDT power,

keeping the same power during the free evaporation phase as during the capture stage. We report

in figure 3 the evolution of NC and α with time for three different powers (PCDT = 7.9, 13.7 and

36 W). The values of the loading time τ and the asymptotic value α∞ = a + b of the filling

factor obtained from the fit are shown in figure 4. We find an optimal power PCDT = 13.7 W that

maximizes both the number of atoms NC and the stationary filling fraction α∞.

In a second set of experiments, the CDT is kept at constant PCDT = 13.7 W during the ‘cold

MOT’ phase, and ramped up in 50 ms to another value just after switching off the resonant lasers.

As shown in figure 4, ramping up the power to the maximum available power results in quicker

loading of the central region (≃2 s) and a better filling ratio (α∞ ≃ 0.6), the best values being

New Journal of Physics 13 (2011) 065022 (http://www.njp.org/)
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N
C

Free evaporation time [s]Free evaporation time [s]
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α∞ = 0.71, τ = 2.2 s

α∞ = 0.59, τ = 5.6 s

α∞ = 0.56, τ = 9.8 s

α∞ = 0.36, τ = 4.7 s

α
=
N
C
/N

7.9 W

13.7 W

36 W
2s ramp

Figure 3. Evolution of the atom number in the center of the CDT (a) and the

loading ratio α = NC/N (b) in four different loading situations: low power

(circles), highest power (diamonds), ∼1/3 of maximum power (crosses) and

ramping up in 2 s after loading at low power (stars). The loading ratio α(t) is

fitted with the function a(1 − e−t/τ ) + b. The results of the fit τ and α∞ = a + b

are indicated in (b).

apparently limited by the available laser power. A slower, linear power ramp to PCDT = 36 W

in 2 s (also shown in figure 3) leads to a slightly better loading ratio (α∞ ≃ 0.7) and a slightly

lower temperature, which altogether results in a higher number of atoms (about twice as many

atoms in the center of the CDT, as compared with the loading at constant PCDT = 13.7 W). This

particular ramp provides the best starting point we could achieve for the evaporative cooling

stage.

The results of the two series of experiments show the existence of an optimal power

P
opt

CDT = 13.7 W for the loading of the atoms during the period in which the MOT and CDT

are simultaneously present. We interpret this observation in the following way. The CDT laser

exerts different light shifts on the various hyperfine states in the ground (3s) and excited (3p)

manifolds. These differential light shifts can perturb the laser cooling dynamics in the CDT

region and thus degrade the capture efficiency. For instance, if we take the |g〉 =| F = 2, m F =

2〉 → |e3〉 =| F ′ = 3, m F = 3〉 transition and a π -polarized CDT laser, we find that near the trap

bottom, the laser detuning changes according to

δ33 = ωL − ω33 + α33 I, (3)

with ωL being the cooling laser frequency, ω33 the ‘bare’ transition frequency

and I = 2PCDT/πw2
CDT the intensity of the CDT laser4. For sodium, we find that

α33/2π ≈ 27 Hz cm2 W−1. For our optimal cooling beam detuning δcool = ωL − ω33 ≈ −3.8Ŵ

4 For the calculation we use the data from the NIST atomic spectra database [23] and consider the 3s → 3p,

3p → 3d, 4d transitions (see also [24]).
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Figure 4. (a) Filling time τ and (b) center filling fraction α∞ for CDT in two

different situations: the solid curve shows the results of the experiments where

the CDT laser is held at any time at the same power. The dashed curve denotes

the compression experiments where the power starts at PCDT = 13.7 W in the

‘cold MOT’ phase and is ramped up in 50 ms to the final value indicated after

switching off the molasses beams. The error bars correspond to 90% confidence

bounds on the fit coefficients τ and α∞. For PCDT = 13.7 W, both curves should

intersect as the experimental sequence is the same. The observed difference

indicates systematic variations between different experimental runs, probably

due to dipole trap pointing fluctuations and total atom number variations. The

vertical dashed line corresponds to the optimal power PCDT = 13.7 W for the

‘cold MOT’ phase.

(see section 2.1), we find that the detuning on the cooling transition vanishes when I ≈

|δcool|/α33 ≈ 1.4 × 106 W cm−2. Experimentally, the optimum P
opt

CDT = 13.7 W corresponds to

I opt = 4.7 × 105 W cm−2, close to the value calculated above, and a change of detuning from

−3.8Ŵ to δ33 ≈ −2.5Ŵ. We reached a very similar optimum in another set of experiments

with w′
CDT = 35 µm, where we found an optimum power P

′opt

CDT = 10 W corresponding to I ′opt =

5.2 × 105 W cm−2 and a comparable final detuning δ33 ≈ −2.4Ŵ.

One could think that tuning the cooling beam frequency further than −3.8Ŵ on the red

side of the |g〉 → |e3〉 transition could help to mitigate the effect, thus increasing the optimal

power and ultimately the number of atoms captured. However, two separate effects work against

this strategy. Firstly, this compensation is efficient only near the trap bottom and not across the

whole trapping region. Secondly, it brings the MOT beams closer to resonance with neighboring

transitions that can shift in opposite ways. For example, the |g〉 =| F = 2, m F = 2〉 → |e2〉 =

|F ′ = 2, m F = 2〉 transition has an intensity dependence δ22 = ωL − ω22 − α22 I , with ω22 being

the corresponding frequency and α22/2π ≈ 16 Hz cm2 W−1. The latter effect is limiting for 23Na,

which has a hyperfine structure splitting ω33 − ω22 much smaller than heavier alkalis (87Rb

and 133Cs).
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4. Two-stage evaporation

4.1. Evaporation in the CDT alone

As pointed out in the introduction, lowering the laser intensity to reduce the trap depth for

evaporation is inevitably accompanied by a reduction in trap stiffness (near the trap bottom,

the trap frequency ω is proportional to
√

P/w), unlike in magnetic traps, where the depth

and confinement are independent. The resulting decrease in density and collision rate can

make the cooling due to evaporation stop at low laser power, and this is precisely what is

observed in our experiment. For a harmonic trap, the classical phase-space density is given

by D = N (h̄ω/kBT )3, where ω stands for the mean trapping frequency. In a simple model

where the evaporation parameter η = V CDT
0 /kBT is assumed to be constant and where losses

are neglected, the gain in phase-space density when the trap depth is lowered from V CDT
0 to

V CDT
0 /r (r > 1 is the reduction factor) is given by [25]

D = D0r
β, β =

3

2

η2 − 7η + 11

η2 − 6η + 7
. (4)

The starting point in our experiment (about 3 × 105 atoms at T ≃ 100 µK) corresponds

to η ≈ 10 and a phase-space density D0 ∼ 10−4. According to equation (4), evaporating with a

reduction factor r = 200 leads to a final phase-space density of ∼0.2. In our experiment, the

laser power is ramped down during evaporation according to

VCDT(t) = V 0
CDT(1 + t/τevap)

−αevap, (5)

where the parameters τevap = 30 ms and αevap = 1.2 were optimized empirically. Even after

optimization we have not been able to achieve a final phase-space density greater than ∼10−2 in

the CDT alone5. We also observe that the collision rate after ∼1 s is lower than that after 10 s−1

and that evaporative cooling stops near this point. Such a collision rate is too low to maintain

efficient thermalization and sustain the cooling process.

4.2. Evaporation in the dimple trap

The decrease in evaporation efficiency mentioned in the previous subsection is caused by the

relation between trap depth and confinement strength inherent in optical traps. To circumvent the

decrease in evaporation efficiency mentioned in the previous subsection, one needs independent

control of the trap depth and of the confinement strength. To achieve this aim, we have added

a tight ‘dimple’ to the initial trap [8, 20, 26, 27]. We turn on the auxiliary dT together with

the main CDT, but keep it at the constant power PdT = 200 mW during the CDT ramp6. With

the ‘dimple’ addition, the atoms feel a more and more confining potential as they cool, in

stark contrast to the situation in the CDT alone. In our experiment, we take advantage of

the dissipative nature of evaporative cooling to fill such a dT. As the atoms in the CDT are

evaporatively cooled, they get progressively trapped in the stiffer potential, which results in

a substantial increase in spatial density [8, 18]. Since the temperature remains the same, this

translates into a huge boost in the phase-space density. This is markedly different from an

5 The measured phase-space density is lower than the prediction of equation (4). This should be attributed to

the crudeness of the model underlying this equation. In particular, three-body losses, which are important at the

densities present in the CDT, are not accounted for.
6 Keeping the dT power high causes no modification for the CDT loading and compression.
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Figure 5. Evaporative cooling trajectories in the combined trap (CDT and dT)

(circles) and in the CDT alone (stars). We show the time evolution of the atom

number N (a), temperature T (b), dimple filling αd (c) and phase-space density

D (d).

adiabatic trap compression which increases spatial density but leaves the phase-space density

unchanged [28]. After 1 s evaporation in the CDT, the dT power is reduced to provide the final

stage of evaporative cooling (see figure 1(c)).

The plots in figure 5 summarize the evaporation dynamics. We show the atom number

N , temperature T , dT filling αd = Nd/N , where Nd is the number of atoms present in the

dT, and phase-space density D during the ramp, compared with the evaporation without dT7.

7 The measurement of αd is made in the following way: the dT laser is switched off 2.8 ms after the CDT laser, and

we let the cloud expand during time-of-flight tToF = 0.2 ms before taking an absorption image. At this time, atoms

released from the CDT have expanded in the x–y plane more than those released from the dT, which is appropriate

for counting each component.
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From figure 5(c), we observe that almost all atoms accumulate rapidly (within a few hundred

of ms) in the dT. At this stage, the atoms are essentially trapped by the dT in the x–y plane

and by the weaker CDT in the z-direction. We therefore call this stage ‘evaporative filling’.

At the end of it, we obtain a cold sodium gas with high phase-space density and collision rate

(γcoll ≈ 2 × 103 s−1), well suited to start a second evaporative cooling stage.

The difference in trapping frequency between the cases with and without dT leads to an

increase of about 100 in phase-space density at t = 1 s. We quantify the evaporation efficiency

κevap from the starting point (N0,D0) to (N1,D1), using the definition given in [13]:

κevap = −

ln(D1/D0)

ln(N1/N0)
. (6)

Typical values in magnetic traps are κevap ∼ 1–2. In our experiment, we obtain much better

evaporation efficiencies with the use of the dT (κdT
evap ≃ 3.5) than without (κCDT

evap ≃ 1.6).8

We pursue the evaporation by reducing the dT depth, with an exponential ramp from

PdT = 200 to 2 mW in 1.5 s, with a time constant τdT = 0.6 s. This results in a phase-space

density increase and a crossing of the BEC threshold after ∼1 s ramping, with ≃2 × 104 atoms

at T ≃ 1 µK. At the end of this ramp, we obtain an almost pure BEC with ≃104 atoms.

Finally, we note that the dT is used here in quite a different way compared to the experiment

reported in [26, 27]. In these works, the authors studied an adiabatic process, in which the gain

in phase-space density is obtained isentropically by modifying the trap potential shape [29]. In

the present work, the entropy is reduced by evaporative cooling as the transfer between the CDT

and the dT proceeds.

5. Conclusion and prospects

We have demonstrated a method to achieve Bose–Einstein condensation of 23Na in an all-

optical experimental setup. We have shown the importance of adapting the trapping potential

to the MOT cooling dynamics for optimizing the capture in the arms of the crossed trap. In

the free evaporation step that follows, an increase in trap depth leads to a fast transfer of atoms

from the arms to the central region, providing thus a dense sample. We have also described

the implementation of a two-step evaporation stage using a tightly focused ‘dT’. ‘Evaporative

filling’ of the dT occurs at almost the same atom number and temperature as in the CDT alone.

As a result, the phase-space density increases as (ωdT/ωCDT)
3, where ωdT is the dT average

frequency and ωCDT the CDT average frequency at low power. Experimentally this corresponds

to a large gain in phase-space density, of ∼100. After a final evaporation stage in the dT, we are

able to obtain almost pure BECs containing ∼104 atoms.

The efficient ‘evaporative filling’ of the dT suggests to generalize the scheme by adding

a second, even smaller dT to shorten the time to reach Bose–Einstein condensation. Such a

scheme with imbricated evaporative cooling steps (like the layers of an ‘atomic matryoshka’)

can be taken into consideration if the aim is the production of BECs with small atom number,

confined in a microscopic potential [30–32].

8 We have found experimentally that turning on the dT at a later stage during the evaporation ramp still results in

a boost in phase-space density. However, the cooling is not as efficient, so that the final phase-space density and

the evaporation efficiency are both slightly worse.

New Journal of Physics 13 (2011) 065022 (http://www.njp.org/)



13

Acknowledgments

We thank Lingxuan Shao and Wilbert Kruithof for assistance with experiments. DJ

acknowledges financial support from DGA (contract no. 2008/450). LDS acknowledges

financial support from the EU IEF (grant no. 236240). This work was supported by IFRAF,

the EU (MIDAS STREP project) and DARPA (OLE project). Laboratoire Kastler Brossel is a

Unité Mixte de Recherche (UMR no. 8552) of CNRS, ENS and UPMC.

Appendix A. Analysis of CDT images

A figure of merit for the loading in the CDT is the number of atoms in the crossing region of the

trap, as mainly these atoms will participate in evaporative cooling. We will take the ratio between

the atoms in this region and the atoms in the arms as an indicator of the loading efficiency. We

fit the atomic density profiles with a sum of three Gaussians, two of them fitting the arms region

and the last one fitting the central region,

f2D(x, y) =

3
∑

j=1

G(A j; x j , y j; σ j x , σ j y), (A.1)

with G(A, x, y, σx , σy) = Ae−1/2(x/σ x )
2
−1/2(y/σ y)

2

. Here A is the amplitude and σx and σy are the

sizes of the distribution along the directions x and y. The first two components 1, 2 model the

arms so that σ1y ≫ σ1x and σ2y ≫ σ2x . The third component models the denser crossing region.

The second arm propagates with an angle θ : (x2, y2) = (x1cos(θ) + y1sin(θ), −x1sin(θ) +

y1cos(θ)). Each arm is supposed to be radially symmetric; the size in the z-direction is therefore

taken as equal to the radial size in the (x, y) plane. From the sizes and the calibration of the total

fluorescence counts on the CCD with the atom number measured from an absorption image, we

infer the atom number in each of the components N1, N2 and N3.

In order to evaluate how well equation (A.1) can fit the density profile, we perform the fit

on a computed density profile of an atomic cloud at thermal equilibrium in a CDT potential

U (r) = VCDT(r) (see equation (1)), for PCDT = 13.7 W and wCDT = 42 µm. For a classical gas,

the phase-space density f (r, p) is given by

f (r, p) =
1

Z
e−[ p

2/2M+U (r)]/kBT #(− p
2/2M − U (r)) (A.2)

with Z being the partition function chosen such that
∫

f (r, p)
d3

rd3
p

(2π h̄)3 = 1, and # the Heaviside

step function. An integration of f (r, p) along the imaging direction z yields a two-dimensional

(2D) profile nsim
2D (x, y),

nsim
2D (x, y) =

∫

dz

∫

f (r, p)
d3

p

(2π h̄)3
=

∫

dz e−U (r)/kBT Ŵinc

(

U (r)

kBT
,

3

2

)

, (A.3)

where Ŵinc is the incomplete gamma function. We also calculate the density of states ρ(ǫ) (with

−V 0
CDT < ǫ < 0),

ρ(ǫ) =

∫

d3
rd3

p

(2π h̄)3
δ
(

ǫ − p
2/2M − U (r)

)

=
1

(2π)2

(

2m

h̄2

)3/2 ∫

dr

√

ǫ − U (r). (A.4)
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Figure A.1. Test of the multicomponent fitting routine used to analyze CDT

images. For (a), (b) and (c), black diamonds show the result from the fit. In

(a), the center atom number is calculated from the density of states and shown

as a solid line. For the solid lines in (b) and (c), n0 and D are taken from the

formulae at thermal equilibrium. In (d), the temperatures extracted from the size

of the arms and the size of the central component are compared with the ones

used to compute the distribution.

This can be used to determine the number of atoms NC that have an energy between −V
0

CDT and

−V
0

CDT/2,

NC = N
(

−V
0

CDT ! ǫ !−V
0

CDT/2
)

= n0"
3
dB

∫

V
0
CDT/2

0

dǫ ρ(ǫ)e−ǫ/kBT , (A.5)

with n0 being the density in the center of the trap, and "dB = h/
√

2πmkBT the thermal de

Broglie wavelength. We take NC as an estimate of the number of atoms in the central region.

Equations (A.4) and (A.5) are evaluated numerically using Monte-Carlo integration.
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We apply to the simulated profiles n
sim
2D the same fitting routine as that used for the

experimental images. In figure A.1, we compare the fit output with the parameters used in the

simulation.

As one can see, the number of atoms in the center is found to be very close to NC.

This validates our method to estimate the loading ratio α = NC/Ntot with the result from

the fit N3/(N1 + N2 + N3). Note, however, that the procedure systematically overestimates the

temperature in the arms by ∼30%. This is due to the Gaussian shape of the trap that leads to

a radial density profile that is wider than the profile created by a harmonic trap with the same

curvature. We checked that, for a truncated harmonic trap, the fitted temperature is equal to the

temperature T obtained for the simulated profile (equation (A.3)).
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