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de faire partie de mon jury de thèse.
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Introduction





Introduction générale

La physique des atomes ultra-froids a connu un essor considérable depuis le dé-
but des années 80, et tout particulièrement depuis l’observation en 1995 des premiers
condensats de Bose-Einstein (BEC) dans un gaz atomique dilué [1, 2]. Ce nouvel état
de la matière, prédit en 1925 par Albert Einstein [4] à partir de la statistique bosonique
développée par Satyendra Nath Bose [5], est caractérisé par une population macrosco-
pique de l’état quantique de plus basse énergie. Il apparâıt à très basse température
T, quand la taille du paquet d’onde associé à chaque boson - la longueur d’onde de
de Broglie ΛdB ∝ 1/

√
T - devient du même ordre de grandeur que la distance inter-

particule moyenne. La condensation de Bose-Einstein est un phénomène de physique
statistique quantique où l’indiscernabilité des particules joue un rôle majeur, poussant
les atomes à partager la même fonction d’onde.

La possibilité de réaliser de tels systèmes a ouvert de nombreuses perpectives en
physique fondamentale et appliquée. La physique des gaz quantiques dégénérés a des
applications, pratiques ou théoriques, dans de nombreux domaines tels que la physique
de l’état solide (des atomes chargés dans un réseau sont analogues à des électrons dans
un solide), la matière condensée (par exemple l’hélium superfluide) , la physique non-
linéaire (la non-linéarité est due aux interactions entre atomes), l’optique quantique et
l’information quantique.

Les interactions entre particules, qui jouent un rôle majeur dans la physique des
condensats de Bose-Einstein, en font des systèmes idéaux pour les étudier. La stabilité
du condensat dans un piège dépend par exemple de la nature des interactions. La dé-
générescence quantique a été obtenue pour de nombreuses espèces atomiques dominées
à basse température par la diffusion en onde s. Dues à l’interaction de Van der Waals,
ces collisions caractérisées par la longueur de diffusion a sont isotropes et effectives à
courte portée, ce qui les rend modélisables par un potentiel d’interaction de contact.
Le potentiel interatomique est bien supérieur à l’énergie cinétique des atomes, mais on
peut généralement décrire son effet sur un condensat par une approximation de type
champ moyen car la distance moyenne entre les particules est grande devant la longueur
de diffusion. C’est dans ce contexte qu’ont été obtenus les premiers résultats liés à la
condensation tels que l’observation de vortex [7, 6], de l’interférence entre condensats
[8], ainsi que la réalisation d’un laser à atomes [9].

Le développement d’outils expérimentaux permettant de modifier les interactions
entre atomes a ouvert la voie vers l’étude de nouveaux régimes. Les résonances de Fe-
shbach permettent de modifier la longueur de diffusion en onde s [10] d’un condensat,
rendant possible l’observation de son effondrement [11]. Le chargement de condensats
dans des réseaux optiques a permis l’observation de la transition de phase entre un gaz
superfluide et un isolant de Mott [108].

Un intérêt grandissant s’est récemment développé pour l’interaction dipôle-dipôle.
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De nombreux articles théoriques mettent en évidence l’existence de nouveaux compor-
tements liés à son caractère anisotrope et de longue portée, deux caractéristiques que
ne partage pas l’interaction de Van der Waals. Le potentiel d’interaction dipôle-dipôle
entre deux particules dipolaires (magnétique ou électrique) polarisées s’écrit :

Vdd(~r) =
d2

|~r|3
(

1− 3 cos2(θ)
)

(1)

où d est proportionnel au moment dipolaire, ~r est le vecteur position reliant les
deux particules et θ est l’angle entre ~r et l’orientation commune aux deux dipôles.

La longue portée de ce potentiel (∝ 1/r3) a des conséquences importantes sur
la diffusion entre atomes. A très basse énergie, l’interaction de contact se résume à la
diffusion en onde s, la barrière de potentiel centrifuge des autres ondes partielles (paires
pour les bosons) empêchant toute diffusion. En présence d’interaction dipôle-dipôle par
contre, toutes les ondes partielles paires contribuent à la diffusion, celle-ci ayant lieu à
grande distance inter-particules.

Dans un réseau optique, en l’absence d’effet tunnel, l’interaction de Van der Waals
n’a pas une portée suffisante pour intervenir entre deux sites voisins. La longue portée
de l’interaction dipôle-dipôle en revanche doit permettre d’observer des effets d’inter-
action intersites ayant pour conséquences l’existence de nouvelles phases quantiques
[118, 120] et l’apparition d’ondes de spin dans un condensat multicomposant [12].

Le caractère anisotropique de l’interaction dipôle-dipôle est illustré par la figure 1.
Si θ = π/2 elle est purement répulsive et si θ = 0 elle est purement attractive.

Cette particularité a des conséquences sur la stabilité d’un condensat dipolaire
[13, 14, 36].

La diffusion inélastique due à l’interaction dipôle-dipôle, appelée relaxation dipo-
laire, peut s’accompagner d’une modification de la projection du spin des dipôles.
Quand la projection totale du spin de la paire de particules en collision n’est pas
conservée, le processus produit un moment cinétique orbital. Cet effet, appelé effet
Einstein-DeHaas, peut être à l’origine de l’apparition spontanée de vortex dans un
condensat [71]. Par ailleurs, des propositions théoriques décrivent la possibilité de réali-
ser les composants élémentaires d’un ordinateur quantique avec des moments dipolaires
permanents [15].

Plusieurs voies sont susceptibles de mener à un gaz quantique dégénéré dipolaire.
L’observation récente de molécules froides hétéronucléaires dans le plus bas état d’ex-
citation ro-vibrationelle ouvre la voie vers l’obtention d’un condensat de molécules
polaires possèdant un fort moment dipolaire électrique [16, 17]. Les atomes de Rydberg
sont également un candidat du fait de leur forte polarisabilité (ils ont cependant une
durée de vie très faible).
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Fig. 1 – L’interaction dipôle-dipôle entre particules polarisées est répulsive dans le plan
perpendiculaire aux dipôles et attractive dans l’axe des dipôles.

A cause de sa configuration électronique particulière, le chrome est un des atomes
possèdant le moment magnétique le plus élevé : µ = 6µB dans l’état fondamental. Les
interactions dipôle-dipôle sont donc pour cet atome 36 fois plus élevées que pour les
alcalins, dont le moment magnétique vaut µB. La première équipe a avoir condensé le
52Cr [41] a rapporté de nombreux résultats liés à la force des interactions dipôle-dipôle,
dont l’observation de l’effondrement du condensat [36] et l’obtention d’un ferrofluide
quantique [35].

Notre équipe est la seconde à avoir obtenu un condensat de 52Cr [51]. Il s’agit du
résultat principal de cette thèse.

Présentation de la thèse

Mon doctorat a débuté en septembre 2006 dans le groupe atomes froids dirigé par
Olivier Gorceix, au Laboratoire de Physique des Lasers de l’Université Paris Nord à
Villetaneuse, France.

Première partie

La première partie de cette thèse, contenant trois chapitres, est consacrée à l’ob-
tention d’un condensat de Bose-Einstein de 52Cr.
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Le premier chapitre présente les propriétés importantes du 52Cr, ainsi que le dispo-
sitif expérimental permettant le fonctionnement du piège magnéto-optique (MOT) de
52Cr. La plus grande partie de ce dispositif était déjà mis en place au moment de mon
arrivé dans l’équipe. Ce chapitre s’inspire donc largement des thèses de Radu Chici-
reanu [53] et d’Arnaud Pouderous [52].

Le chargement d’un piège optique conservatif à partir du MOT s’est avéré être un
travail expérimental important. Le très faible nombre d’atomes accessible dans un piège
magnéto-optique de chrome nous a obligé à développer des techniques originales afin
d’obtenir un point de départ favorable pour le refroidissement évaporatif menant à la
condensation. Le processus de chargement extrèmement efficace décrit dans le chapitre
2 nous permet d’obtenir un piège optique contenant plus d’atomes que dans le MOT,
ce qui est à notre connaissance un cas unique. Le taux de chargement du piège est
également du même ordre de grandeur que celui du MOT.

Le chapitre 3 décrit l’obtention d’un condensat de Bose-Einstein de 52Cr par refroi-
dissement évaporatif. Le condensat contient typiquement 10 000 atomes (au mieux 25
000), la température critique vaut 300 nK. Le chapitre décrit également des expériences
de caractérisation du condensat : mesure des rayons de Thomas-Fermi et observation
de l’expansion anisotrope.

Seconde partie

La seconde partie du manuscript présente différentes études menées sur un conden-
sat ou sur un gaz thermique piégé de 52Cr.

Dans le chapitre 4, nous étudions la possibilité de modifier la sensibilité magné-
tique d’un condensat de 52Cr par l’application d’un champ magnétique radiofréquence
intense. Cette étude est motivée par la possibilité d’amener les différents sous-états
Zeeman de l’atome à dégénérescence, permettant ainsi à leur degré de liberté de spin
de jouer un rôle.

Le chapitre 5 est consacré à l’étude d’une résonance de Feshbach du chrome dont
la particularité est d’impliquer un canal de collision en onde d. La barrière centrifuge
associée au potentiel de collision rend cette résonance extrèmement fine, les atomes
devant la traverser par effet tunnel (résonnant) pour atteindre l’état moléculaire lié.

Dans le chapitre 6 nous développons un modèle théorique décrivant le couplage in-
duit par un champ magnétique radiofréquence entre une paire d’atomes en collision et
une molécule de Feshbach. La formule simple obtenue permet d’éclairer la physique de
l’association rf de molécules en utilisant le formalisme de l’atome habillé. Ce résultat
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est ensuite démontré expérimentalement en utilisant la résonance de Feshbach étudiée
au chapitre 5.

Enfin, dans le chapitre 7, je présente d’une part mes derniers résultats expérimen-
taux concernant le chargement du condensat de 52Cr dans un réseau optique 1D, et
d’autre part les récentes expériences et améliorations réalisées par l’équipe depuis que
j’ai commencé la rédaction de ce manuscrit, ainsi que les perspectives du groupe.
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Première partie

Condensation de Bose-Einstein du
52Cr





C H A P I T R E 1

Piégeage magnéto-optique du chrome

1.1 Le Chrome

Le chrome (Cr) est un atome de la série des métaux de transition, de numéro
atomique Z = 24. C’est un métal dur, d’une couleur gris acier-argenté, de hautes
températures de fusion (1857◦C) sous pression atmosphérique. Un échantillon naturel
de chrome contient quatre isotopes, dont les propriétés sont résumées dans le tableau
1.1.

Isotope 50Cr 52Cr 53Cr 54Cr

Abondance 4.35% 83.79% 9.50% 2.37%

Spin nucléaire I = 0 I = 0 I = 3/2 I = 0

Statistique boson boson fermion boson

Tab. 1.1 – Propriétés des quatre isotopes naturels du chrome.

Le premier résultat de l’expérience Nanochrome, antérieur à mon arrivée dans
l’équipe, fut le piégeage magnéto-optique simultané des deux isotopes majoritaires :
le boson 52Cr et le fermion 53Cr [46, 53, 52]. Seul l’isotope le plus abondant, 52Cr qui
est un boson, sera utilisé dans les expériences présentées dans cette thèse.

Propriétés spectroscopiques du 52Cr

Le chrome a une configuration électronique particulière ([Ar]3d54s1) dans l’état
fondamental 7S3 qui ne suit pas la règle de classement des orbitales de Klechkovski. La
sous-couche 3d est à moitié remplie et ne contient que des électrons célibataires. Avec
l’électron de la sous-couche 1s cela porte le total d’électrons de valence célibataires à
six, qui suivant la première règle de Hund sont alignés pour donner un spin total S = 3.
Le facteur de Landé dans cet état est gJ = 2.01 [23] et son moment magnétique est
donc µ = 6µB.

Le 52Cr n’a pas de structure hyperfine car son spin nucléaire est nul. La figure 1.1
présente sa structure électronique simplifiée contenant les niveaux d’intérêt pour notre
expérience.

Nous utilisons la transition cyclante à 425, 553nm entre l’état fondamental 7S3 et
l’état excité 7P4 pour le refroidissement laser. L’atome dans l’état 7P4 peut se désexciter
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Fig. 1.1 – Structure électronique du 52Cr. A gauche, les transitions liées au refroidis-
sement laser via 7P4 ; à droite, les transitions liées au pompage optique via 7P3

radiativement vers les états métastables 5D3 et 5D4 de temps de vie supérieurs à 50 s [55]
(voir figure 1.1 gauche). Ces deux transitions, bien qu’interdites car elles ne conservent
pas le spin, ont des taux associés non nuls valant respectivement γ5D3

= (42± 6)s−1 et
γ5D4

= (127± 14)s−1 [56] (ces valeurs s’expliquent par le fait que les atomes excités ne
sont pas exactement dans un état 7P4 mais dans une superposition de 7P4 et d’autres
états [23]. Le spin n’est pas un bon nombre quantique, seul J en est un pour un atome
à plusieurs électrons). Les rapports entre ces taux et celui de la désexcitation vers
l’état fondamental étant de l’ordre de 10−5, le refroidissement laser est possible. Les
propriétés de la transition de refroidissement sont résumées dans le tableau 1.2.

Longueur d’onde dans le vide λ = 2π
k

= 425.553 nm

Energie de la transition hc
λ

= 2,62 eV

Largeur naturelle du niveau 7P4 Γ = 1
τ

= 31.8× 106 s−1

Intensité de saturation Isat = πhcΓ
3λ3 = 8.52 mW/cm−2

Température Doppler TD = ~Γ
2kB

= 124 µK

Température de recul Trec = (~k)2

mkB
= 1.02 µK

Vitesse de recul vrec = ~k
m

= 1.8 cm/s

Tab. 1.2 – Propriétés de la transition 7S3 →7P4 servant au refroidissement laser.
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La transition non cyclante 7S3 →7P3 à 427.600 nm est appropriée pour le pompage
optique car |mS = −3〉 est un état noir pour une polarisation σ−. Nous l’utilisons pour
polariser les atomes dans l’état fondamental de sous-état Zeeman de plus basse énergie
|7S3,mS = −3〉 (voir paragraphe (3.1)). L’atome dans l’état 7P3 peut aussi se désexciter
radiativement vers les états métastables 5S2,

5D2,
5D3 et 5D4 (voir figure 1.1 droite),

avec un faible rapport de branchement.
Les quatre états métastables peuplés par les états excités 7P3 et 7P4 ont une im-

portance particulière dans notre expérience, liée à notre méthode de chargement du
piège dans lequel nous procédons à la condensation du 52Cr (voir chapitre 2). Leurs
propriétés magnétiques sont résumées dans Le tableau 1.3.

Niveau J Energie [cm−1] gJ |~µ|
7S 3 0 2.01 6µB

z 7P 4 23498.84 1.75 7µB

z 7P 3 23386.35 1.92 5.8µB

a 5D 4 8307.57 1.50 6µB

a 5D 3 8095.21 1.50 4.5µB

a 5D 2 7927.47 1.50 3µB

a 5S 2 7593.16 2.00 4µB

Tab. 1.3 – Propriétés magnétiques des niveaux électroniques de l’isotope 52Cr [23]. gJ :
facteur de landé, |~µ| : moment magnétique.

1.2 Dispositif expérimental

1.2.1 La source atomique

La très haute température de fusion du chrome (1857◦C à pression atmosphérique)
rend la mise en place d’une source atomique pour le piège magnéto-optique (MOT)
difficile. Afin de créer un jet effusif ayant un flux atomique suffisamment élevé, nous
utilisons un four à haute température composé d’une cellule et de deux filaments en
tungstène (W), entourant un creuset également en tungstène (voir figure 1.2). Dans
ce creuset est placé un insert en zircone1 dans lequel se trouve un barreau de chrome.
L’utilisation d’un insert en zircone permet d’éviter la fusion eutectique2 du chrome en
contact avec le tungstène.

Nous avons choisi de porter le barreau de chrome à une température de 1500◦C, qui
permet d’obtenir un flux atomique suffisant avec une durée de vie du four de l’ordre

1Le zircone, ou dioxyde de zirconium (ZrO2) est une céramique industrielle de température de
fusion ≈ 2700◦C.

2Deux corps purs en contact peuvent réagir et fondre à une température plus basse que leurs
températures de fusion respectives
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Fig. 1.2 – Schéma du four créant un jet effusif de chrome.

d’une année. Un système de contrôle électronique de la température permet de fixer
la température à 1500◦C pendant les périodes de travail sur l’expérience et à 1000◦C
le reste du temps. Les changements de température se font progressivement (environ
trois heures pour passer de 1000 à 1500◦C) afin d’éviter les chocs thermiques.

1.2.2 Le système d’ultra-vide

Notre système est constitué de deux enceintes à ultra-vide reliées par un ralentisseur
Zeeman (voir figure 1.3). Les expériences de piégeage et de refroidissement d’atomes
ont lieu dans la seconde enceinte, où la pression est plus faible que dans la première
qui contient le four à 1500◦C. A l’entrée du ralentisseur Zeeman, long de 90 cm et
de diamètre intérieur de 14 mm, nous avons ajouté un tube différentiel de 9 mm de
diamètre intérieur et long de 25 cm qui, associée à l’utilisation de pompes de chaque
coté, permet une réduction théorique de la pression d’un facteur ≈ 400 entre les deux
enceintes. Une vanne tout métal actionnée par air comprimé commandée par un système
de sécurité électronique permet d’isoler les deux chambres en cas de montée de pression
dans l’enceinte du four.

L’enceinte du four

Le four est placé dans une enceinte à vide cylindrique (diamètre 30 cm, longueur 50
cm) dont le vide est assuré par une pompe turbomoléculaire3, elle-même pré-pompée
par une pompe à spirale4. La pression dans cette enceinte atteint 6 × 10−11 mbar

3Modèle Navigator V301, Varian. Vitesse de pompage 250 L/s.
4Modèle SH-100, Varian. Vitesse de pompage 110 L/min
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Fig. 1.3 – Schéma du dispositif d’ultra-vide.

quand le four est à T = 1000◦C et 2 × 10−10 mbar quand il est à T = 1500◦C.
Ces pressions exceptionnellement basses pour de telles températures sont dues aux
propriétés adsorbantes du chrome issu du four qui se dépose sur les parois de l’enceinte.
Une jauge à ionisation permet de mesurer la pression. Huit hublots sont répartis autour
de cette enceinte.

L’enceinte expérimentale

70,6

152

170,3 mm

70,6

179,7

300

Pompe
ionique

170,3

Tube du
ralentisseur Zeeman

Pompe
ionique

Fig. 1.4 – Schema de l’enceinte expérimentale vue selon l’axe du jet atomique (à
gauche) et du dessus (à droite).

C’est dans cette enceinte qu’ont lieu les expériences de piégeage et de refroidisse-
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ment du chrome. Le pompage y est assuré par une pompe ionique5 et une pompe à
sublimation de titane en complément. La cellule où sont piégés les atomes est de forme
octogonale, elle possède huit hublots CF40 verticaux et deux hublots CF100 horizon-
taux. La pression dans cette enceinte est de 5× 10−11 mbar, soit quatre fois plus basse
que dans la chambre du four quand la température du four atteint 1500◦C.

1.2.3 Le système d’imagerie

Notre système optique est adapté à la fois aux images par fluorescence et aux
images par absorption6. Il est constitué de deux télescopes : le premier est symétrique
de grandissement 1 et composé de deux doublets de distance focale f = 20 cm ; le
second a un grandissement de 3, il est composé de deux lentilles de focales f = −2
cm et f = 6 cm. L’image du MOT est enregistrée sur une caméra CCD 12 bit de la
marque PixelFly (modèle QE) ayant une résolution de 1392×1024 pixels. Son efficacité
quantique est de 50% à 425 nm.

CCD
camera

62.5 cm

22.5 cm

MOT

Doublets
f=20 cm

tube du ralentisseur Z

Lentilles f=-2 cm ; f=6 cm

Fig. 1.5 – Schema du dispositif d’imagerie (vue de dessus).

Un photomultiplicateur permet également de mesurer la fluorescence du MOT. La
lumière est collectée par une lentille de focale f = 7.5 cm placée à 15 cm du MOT.

1.2.4 Les champs magnétiques

Le champ magnétique du MOT

Le gradient magnétique du MOT est produit par une paire de bobines en configu-
ration anti-Helmoltz, positionées symétriquement par rapport au centre de la chambre

5Vaclon Plus 75, Varian. Vitesse de pompage 75 L/s.
6L’imagerie par absorption est décrite au paragraphe (2.2.2)
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expérimentale. L’axe des bobines est vertical et elles sont séparées par une distance de
10 cm. Chacune est composée de 130 spires de fil de cuivre de section 1,5 mm. Leur
diamètre moyen vaut ∼ 18 cm.

Alimentée par un courant de 11.6 A, la paire de bobines produit un gradient de
champ magnétique de 18 G/cm selon l’axe vertical et 9 G/cm selon les axes horizon-
taux. Un circuit de refroidissement à eau permet d’absorber les ∼200 W dissipés par
ce système.

Autres bobines

Trois paires de bobines en configuration de Helmoltz sont placées dans chaque
direction de l’espace afin de compenser le champ magnétique résiduel dû à la pompe
ionique proche de l’enceinte et au champ magnétique terrestre.

Une paire de bobines en configuration de Helmoltz supplémentaire nous sert à créer
un champ magnétique homogène pouvant aller jusqu’à ∼ 20 G orienté selon l’axe du
système d’imagerie.

Nous avons également disposé deux paires de bobines supplémentaires en configu-
ration anti-Helmoltz. Ces bobines permettent d’appliquer des gradients allant jusqu’à
∼ 1 G/cm selon l’axe vertical pour une paire et dans la direction du faisceau d’imagerie
pour l’autre. Ces gradients ont diverses applications décrites par la suite.

1.2.5 Le système de contrôle informatique

Notre expérience est pilotée par ordinateur via une carte digitale comprenant 64
canaux (Viewpoint Systemes DIO-64) et une carte analogique de 8 canaux (National
Instruments PCI 6713). C’est la carte digitale qui assure la synchronisation temporelle
entre les données analogiques et digitales. Sa résolution temporelle est de 100 ns, ce qui
est suffisant pour une expérience d’atomes froids. Un programme Labview permet de
prédéfinir l’enchâınement de consignes données aux différents éléments de l’expérience
(voir figure 1.6).

Acquisition des données

Un second ordinateur est utilisé pour l’acquisition des données provenant de la
caméra CCD d’imagerie. Un programme Labview récupère et traite les images envoyées
par la caméra, puis ces images sont transférées automatiquement vers une procédure
d’analyse des données développée sur IGOR Pro. La communication entre Labview et
IGOR Pro est possible grâce aux contrôles ActiveX de Windows.

L’analyse des images en temps réel est rendue possible par une procédure IGOR
Pro écrite par Radu Chicireanu et moi. Les données sont ajustées par des fonctions
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différentes selon la nature du nuage atomique étudié (nuage thermique, condensat) et
les paramètres mesurables sont extraits (température, nombre d’atomes, position).

Fig. 1.6 – L’interface labview développée par Etienne Maréchal permettant de définir
une séquence expérimentale.

1.3 Les sources Laser

Les différentes sources laser utilisées pour manipuler et refroidir le 52Cr dans notre
expérience peuvent être classées en cinq catégories :

– Le refroidissement laser (longueur d’onde λ = 425 nm)

– Les lasers repompeurs (longueur d’onde comprise entre 600 et 700 nm)

– Le pompage optique (longueur d’onde λ = 427 nm)

– Le piège optique (longueur d’onde λ = 1075 nm)

– Le réseau optique (longueur d’onde λ = 532 nm)
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Les trois premiers systèmes laser sont décrits dans ce chapitre. Le laser utilisé pour
le piégeage optique est décrit dans le chapitre 2, et le réseau optique est décrit dans le
chapitre 7.

Parmis les trois systèmes laser décrits ici, seul celui concernant le pompage optique
est décrit en détail, car c’est le seul que j’ai mis en place personellement. Une description
plus détaillée des deux autres systèmes laser se trouve dans [52].

1.3.1 Les lasers de refroidissement

Le refroidissement laser utilise la transition entre l’état fondamental 7S3 et l’état
excité 7P4 à une longueur d’onde de 425, 553 nm. Il n’existe pas de diode laser com-
merciale à cette longueur d’onde. Nous utilisons donc un système de doublement de
fréquence en cavité afin d’obtenir la longueur d’onde désirée à partir d’un faisceau à
851, 106 nm délivré par un laser Titane-saphir.

La cavité de doublement est asservie au laser titane-saphire, qui est lui-même asservi
sur une cavité Fabry-Pérot de référence. La longueur de cette cavité est ensuite asservie
à la transition atomique 7S3 →7P4 à l’aide d’une lampe à cathode creuse contenant du
chrome. La figure 1.7 présente un schéma du système laser complet, dont les éléments
sont détaillés dans les paragraphes suivants.

Le laser Titane-saphir

Un laser Titane-saphir commercial de la marque Tekhnoscan (modèle TIS-SF-07)
délivre un faisceau laser infrarouge monomode de puissance 1,7 W à la longueur d’onde
λ = 851, 106 nm. Il est pompé par un faisceau vert monomode de puissance 13,5 W et
de longeur d’onde 532 nm fourni par un laser Verdi de la marque Coherent (la puissance
maximale délivrée par ce laser est 18 W). L’efficacité du laser Titane-saphir est donc de
l’ordre de 12%. Le cristal de ce laser est maintenu à une température de 12,5◦C par un
circuit de refroidissement à eau indépendant. Une température plus basse permettrait
un meilleur fonctionnement mais augmenterait les risques de déterioration du cristal
due à la condensation d’eau.

La cavité de doublement.

Une cavité externe de doublement en fréquence (modèle FD-SF-07 de la marque
Tekhnoscan) nous permet d’obtenir un faisceau à 425, 553 nm. Il s’agit d’une cavité
symétrique en nœud papillon (voir figure 1.7) contenant un cristal non-linéaire biaxe
de triborate de lithium (LiB3O5 dit LBO) asservi en température (à 30◦C). Le cristal
est taillé perpendiculairement à l’axe de propagation lumineuse et traité anti-reflet.
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Fig. 1.7 – Schema du système laser bleu. PBS = cube polariseur ; PD = photodiode ;
PID = correcteur proportionnel-intégrateur-dérivateur ; PZT = cale piézoélectrique ; L
= lentille et CL = lentille cylindrique.
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Le faisceau du laser titane-saphir passe par un isolateur optique (transmission 93%)
avant d’être injecté dans la cavité, afin d’éviter les réflexions vers le laser qui le rendent
instable (notament la réflexion provenant du cristal doubleur lui-même). La longueur
de la cavité de doublement est asservie sur la fréquence du laser titane-saphir par la
technique de Hänsch-Couillaud [28], de telle façon que le faisceau infrarouge est résonant
avec cette cavité quand elle est asservie. L’efficacité de doublement est de l’ordre de
20% et nous obtenons finalement une puissance de ∼ 350 mW à 425, 553 nm.

L’asservissement du laser titane-saphir sur une cavité de référence

La fréquence (infrarouge) du laser titane-saphir est asservie sur une cavité Fabry-
Pérot de référence. Il s’agit d’une cavité confocale de longueur 0,5 m. Son intervalle
spectral libre vaut ∆FP = c/2L = 300 MHz et la réflectivité de ses miroirs vaut
R = 98.5 %. Sa finesse théorique vaut donc ℑth. = 107. Nous avons mesuré une finesse
expérimentale de 60. La cavité est placée dans une chambre à vide de pression ∼ 10
mbar afin de la préserver des variations de pression athmosphérique et des perturba-
tions accoustiques.

La fréquence du laser titane-saphire est asservie sur le flanc d’un pic de la cavité
Fabry-Pérot. Le signal d’erreur est généré par une photodiode différentielle, qui délivre
un signal électrique proportionnel à la différence entre l’intensité lumineuse transmise
par la cavité Fabry-Pérot et une intensité lumineuse de référence7. Le signal de rétro-
action est envoyé aux cales piézoélectriques de la cavité laser du titane-saphire.

Asservissement de la longueur de la cavité de référence sur la transition
atomique

La longueur d’onde du faisceau infrarouge, et donc également celle du faisceau bleu,
sont fixées par la longueur de la cavité Fabry-Pérot. Nous pouvons balayer ces deux
fréquences à l’aide d’une cale piézoélectrique placée dans la cavité sur une largeur de
l’ordre de quelques GHz. Afin d’être sûr de pouvoir régler la longueur d’onde du fais-
ceau bleu à résonance avec la transition atomique, il faut donc régler au préalable
(avant de le locker) le laser titane-saphir à la longueur d’onde 851, 106 nm à l’aide d’un
lambda-mètre (wavemaster de la marque Coherent) permettant de mesurer la longueur
d’onde d’un faisceau laser à 0.001 nm près.

La référence atomique utilisée pour asservir la cavité Fabry-Pérot est une vapeur
de chrome obtenue par une décharge de Krypton dans une lampe à cathode creuse
commerciale. L’asservissement utilise la technique de l’absorption saturée. Le faisceau

7Le but de ce système différentiel est de minimiser l’effet des fluctuations d’intensité laser sur
l’asservissement.
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utilisé pour l’asservissement provient de la réflexion de la cavité de doublement (voir
figure 1.7).

Le faisceau prélevé pour l’asservissement est séparé par un cube polariseur en un
faisceau pompe et un faisceau sonde. Un AOM en double passage permet de décaler la
fréquence du faisceau pompe de 300 MHz et de moduler son intensité à une fréquence
de 100 kHz. Ce faisceau est ensuite envoyé à travers un échantillon de 52Cr gazeux. Le
faisceau sonde est envoyé dans ce même échantillon de manière contra-propageante par
rapport au faisceau pompe, puis son intensité est mesurée par une photodiode.

La figure 1.8 présente un signal proportionnel à l’intensité du faisceau sonde trans-
mis par la cellule en fonction de sa fréquence : à cause de l’effet Doppler les atomes
absorbent la lumière à une fréquence qui dépend de leur vitesse longitudinale. On ob-
serve donc la distribution de ces vitesses sur la figure 1.8. Une anti-résonance apparâıt
quand le faisceau pompe, de plus forte intensité, est à résonance avec la même classe de
vitesse longitudinale que le faisceau sonde et sature l’absorption. Les deux faisceaux ne
sont simultanément résonants avec des atomes de même classe de vitesse que lorsque le
faisceau sonde a une fréquence décalée de 150 MHz en dessous de la résonance atomique.

53
Cr 50

Cr

52
Cr

53
Cr

A) B)
30MHz

150 M zH

Fig. 1.8 – A) Signal proportionel à la transmission du faiscau sonde par les atomes en
fonction de la fréquence du faisceau sonde. Le signal d’absorption saturé est décalé de
150 MHz par rapport au centre de la distribution Doppler. B) Signal d’erreur obtenu
en démodulant à 100 kHz le signal d’absorption saturée. On observe également les
résonances liées aux autres isotopes du chrome.

La largeur du pic d’absorption saturée vaut 30 MHz, ce qui représente six fois la
largeur naturelle de l’état excité. Cette différence s’explique par des effets de collisions
dans la vapeur de chrome.

Le signal de la photodiode recueillant la transmission du faisceau sonde est démo-
dulé à 100 kHz afin de récupérer le signal d’erreur dispersif tracé sur la figure 1.8 B).
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On observe également des pics d’absorption saturée correspondants à des transitions
atomiques d’autres isotopes du chrome présents dans la lampe à cathode creuse. Le
signal d’erreur est utilisé pour locker la cavité Fabry-Pérot via une boucle PID. Le
faisceau bleu est donc stabilisé à une fréquence de 150 MHz en dessous de la transition
atomique.

Nous avons estimé en comparant l’amplitude du signal d’erreur quand le laser est
asservi à la largeur du signal d’absorption saturée que sa fréquence est stabilisée à ∼
2,5 MHz près. Cette limite provient probablement de la bande passante des cales piézo-
électriques utilisées pour asservir la cavité Fabry-Pérot. Cette technique nous permet
d’asservir la longueur d’onde sans moduler le faisceau principal.

Le faisceau obtenu de puissance 350 mW est ensuité séparé en deux faisceaux de
longueur d’onde légèrement différentes, obtenues à l’aide de modulateurs accousto-
optiques utilisés en double passage (voir figure 1.7). L’un des faisceaux est utilisé pour
le ralentissement Zeeman du jet atomique (∼ 100 mW) et l’autre est utilisé pour le piège
magnéto-optique (∼ 25 mW), le refroidissement transverse du jet atomique (∼ 20 mW)
et l’imagerie par absorption (∼ 50 µW). Les pertes en puissance sont principalement
dues aux doubles passages dans les modulateurs accousto-optiques (efficacités de l’ordre
de 50%).

1.3.2 Les repompeurs rouges

La transition cyclante utilisée pour le piège magnéto-optique n’est pas parfaitement
fermée : il existe une fuite vers les états métastables 5D4 et 5D3. De plus, notre tech-
nique de chargement du piège optique est basée sur l’accumulation de l’état métastable
5S2 via l’état 7P3, qui peuple également les états 5D4,

5D3 et 5D2 (voir figure 1.1).
Par conséquent, plusieurs faisceaux repompeurs sont nécessaire afin de transférer les
atomes de ces états métastables vers l’état fondamental.

La situation qui a prévalu pendant la majeure partie de ma thèse, et qui a permis
d’obtenir les premiers condensats de Bose-Einstein de 52Cr, était que nous négligions
les atomes dans les états 5D3 et 5D2 dont les taux d’accumulation sont bien plus faibles
que pour les deux autres états métastables. Nous avons donc travaillé uniquement avec
les deux diodes nécessaires au repompage des états 5D4 et 5S2. Par la suite, un nou-
veau système laser indépendant, que je ne décris pas dans ce manuscrit, a été mis en
place pour disposer de faisceaux repompeurs pour les états 5D3 et 5D2. L’ajout de ce
dispositif a permis d’augmenter le nombre d’atomes dans le condensat.

Dans ce paragraphe, je décris le système laser permettant d’obtenir un faisceau
repompeur à 663, 184 nm à résonance avec la transition 5D4 →7P3 et un faisceau à
633, 183 nm à résonance avec la transition 5S2 →7P3. Ces faisceaux sont fournis par
des diodes laser à cavité étendue de la marque Toptica (modèle DL100), de puissance



24 Chapitre 1 Piégeage magnéto-optique du chrome

typique 5-30 mW et de largeur spectrale de l’ordre de 1 MHz.
Les diodes sont asservies sur la cavité de référence Fabry-Pérot décrite au para-

graphe précédent par la technique de Pound-Drever-Hall [29]. Une fraction (∼ 1 mW)
de la lumière émise par chaque diode est injectée dans la cavité. La lumière réfléchie
par la cavité est détectée sur une photodiode. Le courant de chaque diode est modulé
par une fréquence différente (6,5 MHz et 11 MHz), ce qui permet de démoduler les
deux signaux électriques provenant de la lumière des deux diodes séparément. Nous
obtenons donc deux signaux d’erreur indépendants qui sont envoyés à une boucle de
correction PID puis sur les diodes (voir figure 1.9). Au total, trois lasers sont asservis
sur la même cavité Fraby-Pérot : les deux diodes rouges et le laser Titane-Saphire.

Cavité Fabry-Perot PBS

Diode laser
à 663 nm

Diode laser
à 633 nm

PD

PID 1 PID 2

l/4 ωRF1
ωRF2

Vers les atomes

Fig. 1.9 – Schema du système laser rouge. Les diodes sont asservies sur la cavité
Fabry-Pérot par la méthode de Pound-Drever-Hall.

Quand une diode est asservie sur la cavité Fabry-Pérot, elle n’est pas a priori à ré-
sonance avec la transition atomique mais il est possible d’accorder sa longueur d’onde
à l’aide d’un modulateur accousto-optique. Nous utilisons pour chaque diode un AOM
de bande passante 70 MHz en double passage. Cela nous permet d’accorder la longueur
d’onde de la diode sur une largeur de 140 MHz, ce qui représente environ la moitié de
l’intervalle spectral libre de la cavité, ce qui est suffisant.

En pratique, nous commençons par régler la longueur d’onde de la diode à 10−3 nm
près à l’aide d’un lambda-mètre. Ensuite, nous modulons cette longueur d’onde afin
d’observer la résonance atomique directement sur le MOT. En effet, celui-ci produit
des atomes dans les états métastables, qui s’accumulent dans le gradient magnétique
en quelques secondes. Appliquer le faisceau repompeur à résonance sur ces atomes a
pour effet de les réinjecter dans le cycle de refroidissement du MOT, ce qui augmente sa
fluorescence. Nous observons cette fluorescence à l’aide du photomultiplicateur. Quand
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la longueur d’onde de la diode est modulée, nous pouvons observer simultanément deux
signaux contenant des pics : le signal de fluorescence sur lequel on observe un pic qui
signifie que la diode est à résonance avec la transition, et le signal de transmission de
la cavité contenant des pics qui signifient que la diode est à résonance avec celle-ci. En
modifiant la fréquence envoyée à l’AOM placé juste avant le MOT, nous déplaçons le
pic de fluorescence mais pas ceux de la cavité. Nous ajustons donc cette fréquence afin
de faire cöıncider le pic de fluorescence avec un pic de transmission de la cavité, puis
nous asservissons la diode sur ce pic.

1.3.3 Le laser de pompage optique

Un faisceau laser à résonance avec la transition atomique 7S3 →7P3 à 427.600 nm
est nécessaire pour polariser les atomes dans le sous-état de plus basse énergie Zeeman
|mS = −3〉 de l’état fondamental 7S3 (voir introduction du chapitre 2 et première par-
tie du chapitre 3). Ce faisceau est également utilisé pour créer une fuite du MOT vers
l’état métastable 5S2 via l’état 7P3 (voir paragraphe (2.3.2)).

Comme pour le faisceau à 425 nm, nous avons dû utiliser une cavité de doublement
en fréquence afin d’obtenir un faisceau à 427 nm. Tout le système optique décrit ci-
dessous est installé sur une table indépendante, et le faisceau est envoyé sur les atomes
à l’aide d’une fibre optique à maintien de polarisation dont l’efficacité de transmission
vaut ∼ 50%.

La diode laser

Le laser source utilisé est une diode laser à cavité étendue de la marque Toptica
(modèle SYS DLL100L) qui délivre une puissance de 170 mW à 855 nm. Ce système est
composé d’une diode laser, d’une lentille de collimation et d’un réseau de diffraction.

Le faisceau infrarouge à 855,200 nm est doublé en fréquence dans une cavité ex-
terne commerciale de la marque Spectra-Physics (modèle Wavetrain) contenant un
cristal non linéaire LBO. Cette cavité de doublement est basée sur le modèle breveté
DeltaConcepttm dont la spécificité est d’utiliser un prisme pour contrôler la longueur de
la cavité (voir figure 1.10). Cela permet de réduire les pertes intracavité car les pertes
produites par les surfaces de Brewster du prisme sont bien inférieures aux pertes par
transmission de miroirs diélectriques. Un autre avantage annoncé est que cela permet
une grande stabilité de pointé pour de grands balayages. L’inconvénient est que le
prisme est relativement lourd, ce qui induit des fluctuations de puissance du faisceau
doublé quand la cavité est asservie.

La longueur de la cavité est asservie à la fréquence de la diode par la méthode
de Pound-Drever-Hall : le faisceau incident de pulsation ω0 est modulé en phase à
une pulsation Ω = 80 MHz par un modulateur électro-optique. Le champ électrique
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Cale piézoélectrique

Prisme

Cristal doubleur

Fig. 1.10 – Schéma de la cavité de doublement. Le prisme dévie le faisceau et permet
d’accorder la longueur de la cavité en faisant varier le chemin optique.

classique s’écrit donc :

E(t) = E0e
i(ω0t+m×sin(Ωt)) (1.1)

= E0

∞
∑

n=−∞
Jn(m)ei(ω0t+m×n×Ωt)

où m est l’indice de modulation (m ≪ 1) et Jn la fonction de Bessel d’ordre n. Si
on néglige les composantes d’ordre supérieur à 1, on obtient une onde composée d’une
porteuse à la fréquence ω0 et de deux bandes latérales de fréquences ω0 + Ω et ω0−Ω :

E(t) ≃ E0

[

J0(m)eiω0t + J1(m)ei(ω0+Ω)t − J1(m)ei(ω0−Ω)t
]

(1.2)

Le faisceau est ensuite injecté dans la cavité. Le champ électrique réfléchi par la
cavité s’écrit :

Er = E0

[

R (ω0, L) J0 (m) eiω0t + R (ω0 + Ω, L) J1 (m) ei(ω0+Ω)t − R (ω0 − Ω, L) J1 (m) ei(ω0−Ω)t
]

(1.3)
où

R(ω, L) = r
1− e−2iωL/c

1− r2e−2iωL/c
(1.4)

est le coefficient de réflexion en amplitude de la cavité, exprimé en fonction de la
longueur de la cavité L et du coefficient de réflexion des miroirs r.

Le faisceau réfléchi est envoyé dans une photodiode qui mesure sa puissance Pr =
|Er(t)|2 :



1.3 Les sources Laser 27

Pr(t) = P0 |R (ω0)|2 + P1 |R (ω0 + Ω)|2 + P1 |R (ω0 − Ω)|2

+ 2
√

P0P1Re {R (ω0) [R∗ (ω0 + Ω)− R∗ (ω0 − Ω)]} cos (Ωt) (1.5)

+ 2
√

P0P1Im {R (ω0) [R∗ (ω0 + Ω) + R∗ (ω0 − Ω)]} sin (Ωt)

+ 2P1Re {R∗ (ω0 + Ω) R (ω0 − Ω)} cos (2Ωt)

Une démodulation à la fréquence Ω du signal délivré par la photodiode permet
ensuite d’extraire la partie de cette expression proportionnelle à sin(Ωt). Ce signal
démodulé ǫ(L) est utilisé comme signal d’erreur pour asservir la longueur de la cavité :

ǫ(L) = 2
√

P0P1Im {R (ω0, L) [R∗ (ω0 + Ω, L) + R∗ (ω0 − Ω, L)]} (1.6)

La forme de ce signal en fonction de L est tracée sur la figure 1.11. Il s’annule
lorsqu’un mode de la cavité est résonant avec l’onde porteuse de pulsation ω0.

L

e

2 nc/π ω0

2 nc/( - )π ω Ω0

2 nc/( + )π ω Ω0

Fig. 1.11 – Forme du signal d’erreur ǫ(L) autour d’une longueur de cavité résonante
avec la fréquence du faisceau incident.

Une fois la longueur de la cavité asservie à la fréquence de la diode laser, nous ob-
tenons un faisceau bleu à 427 nm d’une puissance de 5 mW. L’efficacité de conversion
de fréquence est donc de ∼ 3%.

Cette efficacité est satisfaisante étant donnée la relativement basse puissance d’in-
frarouge injectée dans la cavité (∼ 140 mW). Nous sommes les seuls à utiliser cette
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cavité commerciale pour une puissance de cet ordre de grandeur. Les 5 mW de bleu
obtenus sont largement suffisants pour l’asservissement du faisceau sur la transition
atomique et le pompage optique.

Asservissement de la fréquence de la diode sur la transition atomique

La fréquence de la diode doit ensuite être stabilisée afin d’obtenir un faisceau à
résonance avec la transition atomique. Pour cela nous prélevons ∼1 mW du faisceau
sortant de la cavité de doublement afin de réaliser un asservissement par absorption
saturée sur une vapeur de 52Cr dans une lampe à cathode creuse. Le principe est le
même que celui décrit au paragraphe (1.3.1). Le faisceau bleu est ainsi stabilisé 200
MHz en dessous de la transition atomique.

La partie du faisceau bleu restante, soit environ 4 mW, est injectée dans une fibre
optique monomode à maintien de polarisation après être passé par un AOM permettant
de l’accorder sur une largeur de 200 MHz. Le couplage du faisceau dans la fibre atteint
une efficacité de ∼ 60%, et la puissance obtenue en sortie vaut environ 2 mW. Le
faisceau est collimaté avec un rayon à 1/e2 de 1.6 mm et envoyé vers l’emplacement
du piège magnéto-optique dans la chambre expérimentale. L’intensité au centre de ce
faisceau vaut 50mW/cm2 (∼ 6Isat).

1.4 Le piègeage magnéto-optique du 52Cr

1.4.1 Le ralentisseur Zeeman

La vitesse longitudinale moyenne des atomes provenant du four à 1500 ◦C vaut
environ 1000 m/s (si on fait l’hypothèse d’un jet effusif), et seule une partie négli-
geable de ces atomes ont une vitesse inférieure à la vitesse de capture typique d’un
piège magnéto-optique. Il est donc nécessaire de ralentir une partie de ces atomes afin
d’augmenter le flux d’atomes arrivant au centre de l’enceinte expérimentale avec une
vitesse adéquate. Pour cela, nous utilisons un ralentisseur Zeeman fonctionnant sur la
transition cyclante |7S3,mJ = +3〉 → |7P4,mJ = +4〉.

Principe

Le ralentisseur Zeeman utilise la force de pression de radiation d’un rayonnement
laser sur des atomes afin de les ralentir [30]. Un faisceau laser contra-propageant de
fréquence νl est appliqué au jet atomique issu du four, les atomes ayant une transition
cyclante de fréquence νat. A cause de l’effet Doppler, les atomes de vitesse longitudinale
v ont un désaccord effectif par rapport au laser :
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δ(v) = δ0 + v
νl

c
(1.7)

où δ0 = νl − νat est le désaccord pour un atome au repos. Une modification de
la vitesse des atomes implique donc une variation du désaccord. Afin que les atomes
soient à résonance avec le laser assez longtemps pour atteindre la vitesse désirée, la
variation du désaccord par effet Doppler doit être compensée. On utilise pour cela
l’effet Zeeman induit par un champ magnétique inhomogène B(z). En présence de ce
champ magnétique, le désaccord s’écrit :

δ(v, z) = δ0 + v
νl

c
− µ

h
B(z) (1.8)

Un profil de champ magnétique adapté permet de garder à résonance un atome qui
a la bonne vitesse à la sortie du four sur toute la longueur du ralentisseur, avec une
décélération constante. Cette décélération est égale à la variation de vitesse de l’atome
quand il absorbe un photon (vrec = ~k/m = 1, 8 cm/s est la vitesse de recul pour le
chrome) divisée par le temps moyen d’un cycle d’absorption-émission ∆t = 1/Γdiff , où
Γdiff est le taux de diffusion.

La valeur limite de cette décélération aD appelée décélération Doppler, correspond
au cas où le désaccord est toujours nul et où l’intensité laser I est très grande devant
l’intensité de saturation Isat. Dans ce cas Γdiff ≃ Γ/2 où Γ est la largeur naturelle de
l’état excité de la transition considérée. Pour le chrome aD = 5, 6× 106 m/s2.

Choix des paramètres

La vitesse de capture vc est la vitesse à laquelle les atomes sont à résonance avec le
laser à leur entrée dans le ralentisseur Zeeman (en z = 0). Elle dépend de la valeur du
champ magnétique à cette position. Seuls les atomes du jet ayant une vitesse inférieure
à vc peuvent être capturés par le ralentisseur Zeeman, elle doit donc être la plus élevée
possible.

La décélération constante apliquée aux atomes est limitée par l’intensité laser dis-
ponible et les imperfections du système :

a = η
I/Isat

1 + I/Isat

aD (1.9)

où η < 1, appelé paramètre de sécurité, est lié aux irrégularités du champ magné-
tique.

Ces deux paramètres fixent le profil de vitesse longitudinale en fonction de z :

v2(z) = v2
c − 2az (1.10)

La vitesse des atomes à la sortie, appelée vitesse d’extraction ve, dépend de la
longueur du ralentisseur L :
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ve =
√

v2
c − 2aL (1.11)

Si on impose que le désaccord soit toujours nul, le profil de champ magnétique se
déduit de l’équation (1.8) :

B(z) =
h

µ

(

δ0 +
νl

c

√

v2
c − 2az

)

(1.12)

La puissance laser disponible et le choix d’un paramètre de sécurité η = 0, 85 fixent
la décélération à : a ≃ 0.61aD. La vitesse d’extraction doit valoir ve ≃ 40 m/s. Nous
avons choisi une vitesse de capture vc ≃ 550 m/s qui permet d’obtenir un flux atomique
suffisant et de concevoir un ralentisseur Zeeman d’une longueur raisonnable L ≃ 0.9
m. Le désaccord au repos δ0 doit être suffisament élevé pour que le faisceau Zeeman ne
perturbe pas le piège magnéto-optique : nous avons choisi δ0 = −450 MHz. Le profil
de champ magnétique à réaliser est alors bien défini.

1.4.2 Le refroidissement transverse du jet atomique

Bobines de quantification s
+

Hublots Entrée du
ralentisseur Zeeman

Cr

MOT
(surface de capture)

s
+

s
+

Fig. 1.12 – En haut : schéma illustrant le principe du refroidissement transverse :
la vitesse transverse des atomes est réduite par des faisceaux rétro-réfléchis. Le flux
d’atomes arrivant dans la surface de capture du MOT est augmenté. En bas : Schéma
du dispositif expérimental (vue de dessus).

Nous avons mis en place un système de refroidissement laser transverse au jet ato-
mique afin d’augmenter le flux d’atomes ralentis par le ralentisseur Zeeman. Le principe
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est illustré sur la figure 1.12 : des faisceaux contra-propageants deux à deux sont en-
voyés perpendiculairement au jet atomique dans le plan horizontal et dans le plan
vertical. Ils sont prélevés sur le faisceau du MOT (environ 20 mW) et dirigés sur le
jet atomique à travers les hublots de l’enceinte du four. Le refroidissement transverse a
donc lieu à une distance intermédiaire entre le four et l’entrée du ralentisseur Zeeman.
Le profil transverse des faisceaux est modifié par des téléscopes cylindriques ×5 afin
d’augmenter la longueur d’interaction entre les atomes du jet et la lumière à 2 cm, ce
qui correspond à un temps d’interaction de ∼ 40 µs pour les atomes ayant la vitesse
de capture du ralentisseur Zeeman.

La fréquence des faisceaux étant la même que celle du MOT, ils sont décalés dans
le rouge de la transition atomique |7S3,mJ = +3〉 → |7P4,mJ = +4〉. Afin de pouvoir
régler le désaccord indépendamment de celui du MOT des paires de bobines de même
axe que les faisceaux sont installées de part et d’autre de l’enceinte, autour des hublots,
en configuration de Helmoltz.

Ce système de refroidissement transverse permet d’augmenter le flux d’atomes ra-
lentis d’un facteur 7,4 [53].

1.4.3 Le piège magnéto-optique

Notre piège magnéto-optique (MOT) est composé d’un piège magnétique quadru-
polaire et de six faisceaux lasers désacordés dans le rouge par rapport à la transition
atomique |7S3,mJ = +3〉 → |7P4,mJ = +4〉 à 425, 553 nm et orientés dans les trois
directions de l’espace, contra-propageants deux à deux.

Les quatre faisceaux horizontaux du MOT sont obtenus en recyclant le même fais-
ceau après chaque passage par le piège comme l’illustre la figure 1.13. Cette configura-
tion peut être appliquée dans notre expérience car la densité atomique accessible dans
le MOT est relativement faible. La diminution de puissance du faisceau par absorption
est donc suffisament faible et peux être compensée (ainsi que les pertes dues aux élé-
ments optiques) en focalisant légèrement afin que l’intensité au centre soit la même à
chaque passage. Le faisceau vertical est également rétro-réfléchi.

Nous obtenons un nombre maximal d’atomes dans le MOT de 5× 106 atomes pour
un désaccord de −22 MHz et une intensité laser de 116 mW/cm2. La densité atomique
au centre maximale est obtenue pour un désaccord de −12 MHz, elle vaut 8 × 1010

atomes/cm3.
La température du MOT, déduite de l’analyse de l’expansion libre du nuage d’atomes

libéré du MOT, vaut T = 120±20 µK. La densité dans l’espace des phases est de l’ordre
de 10−6. Le temps de chargement du MOT varie de 10 à 100 ms en fonction du désac-
cord. Le taux de chargement vaut ∼ 5× 108 atomes/s.

Ces résultats reproduisent ceux obtenus précédement par les groupes de J.J.McClelland
[31] et de T.Pfau [32]. Le nombre d’atomes typique dans un MOT de chrome est très
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Fig. 1.13 – Schéma du montage expérimental du MOT (vue de dessus).

faible par rapport aux expériences de piégeage magnéto-optique utilisant des atomes
alcalins, pour lesquelles un MOT peut contenir plusieurs milliards d’atomes. Des pro-
cessus de collisions inélastiques assistées par la lumière constituent le principal facteur
limitant. Une étude de ces collisions a été effectuée dans la thèse de Radu Chicireanu
[53]. Cette étude montre que le taux de collisions inélastiques assistées par la lumière
dans un MOT de chrome est supérieur de deux à trois ordres de grandeur au cas des
alcalins. Cette limitation du nombre d’atomes constitue une des principales difficulté
pour l’obtention d’un condensat de Bose-Einstein. Elle est à l’origine de la stratégie
originale que nous avons développée, décrite dans les deux chapitres suivants.
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Chargement d’un piège conservatif

Une étape décisive pour l’obtention d’un condensat de Bose-Einstein consiste à
charger un nombre suffisant d’atomes froids à partir du piège magnéto-optique dans
un piège conservatif. Le refroidissement par évaporation forcée, méthode la plus cou-
ramment mise en œuvre à ce jour pour augmenter la densité dans l’espace des phases
d’un nuage d’atomes neutres jusqu’à la dégénérescence quantique, s’accompagne d’une
forte diminution du nombre d’atomes piégés. Du fait du très faible nombre d’atomes
dans un MOT de chrome, l’étape de chargement du piège est particulièrement décisive
dans notre expérience et a nécessité de développer un certain nombre de techniques
originales que je présenterai dans ce chapitre.

Pourquoi ne pas évaporer dans un piège magnétique ?

L’énergie d’interaction d’un atome avec un champ magnétique inhomogène ~B(~r)
s’écrit :

V (~r) = −~µ · ~B(~r) (2.1)

où ~µ est le moment magnétique de l’atome.

La projection de ~µ sur l’axe du champ magnétique est quantifiée et le potentiel
magnétique pour un atome dans le sous-état Zeeman mS (entier ou demi-entier compris
entre −S et S) est :

V (x, y, z) = mSgJµBB(x, y, z) (2.2)

où gJ est le facteur de Landé de l’atome (gJ = +2, 00 pour le chrome dans l’état

fondamental [23]) et B est la norme de ~B.

Des atomes pour lesquels le produit mSgJ est positif, dits low-field seekers sont
donc attirés vers les régions de plus faible champ magnétique tandis que ceux pour
lesquels mSgJ est négatif (dits high-field seekers) sont attirés vers les régions de champ
magnétique plus élevé.

On peut montrer qu’il est impossible de réaliser un maximum local de champ ma-
gnétique statique dans un espace vide à trois dimensions. En revanche il est possible de
créer un minimum local de B(~r), et de constituer ainsi un piège conservatif pour des
atomes dans un état tel que mSgJ > 0. Cette méthode a été utilisée pour obtenir les
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premiers condensats de Bose-Einstein [1, 2]. Elle reste majoritaire dans les expérience
de condensation.

Pour le chrome, le facteur de Landé gJ dans l’état fondamental étant positif, le
piégeage magnétique n’est possible que pour des atomes dans des états mS positifs.
Cependant les taux de relaxation dipolaire du chrome sont tels [40] qu’il est difficile
d’envisager d’atteindre la condensation de Bose-Einstein dans de tels états1. En effet
ces collisions inélastiques à deux corps changent le spin total de la paire d’atomes en
jeu, convertissant l’énergie Zeeman ∆mSgJµBB en énergie cinétique :

|mS,mS〉 → 1√
2
(|mS − 1,mS〉+ |mS,mS − 1〉) ∆mS = 1 ∆E = gJµBB

|mS,mS〉 → |mS − 1,mS − 1〉 ∆mS = 2 ∆E = 2gJµBB

Tab. 2.1 – Les deux canaux possibles de relaxation dipolaire au cours d’une collision
entre deux atomes dans l’état mS

Ce processus se traduit non seulement par un chauffage de l’échantillon, mais éga-
lement par une dépolarisation des atomes qui finissent dans des états non piégés ma-
gnétiquement (mS ≤ 0). A titre d’exemple l’équipe de Tilman Pfau à Stuttgart a été
limitée à une densité dans l’espace des phases de l’ordre de 10−2 pour des atomes dans
un piège magnétique [38].

Un moyen de supprimer ce mécanisme de pertes est de transférer les atomes dans
l’état de plus basse énergie Zeeman (mS = −3), pour lequel la conservation de l’énergie
interdit toute collision avec changement de spin si l’énergie Zeeman est supérieure
à l’énergie thermique des atomes. La solution est donc d’utiliser un piège dipolaire
optique, le potentiel dipolaire ne dépendant pas en première approximation du sous-
niveau Zeeman de l’atome2.

2.1 Le piégeage optique

Ce paragraphe regroupe des considérations théoriques sur le piégeage optique de
particules neutres, une application au cas du Chrome, et une présentation du dispositif
expérimental mis en œuvre pour créer un piège optique ainsi que pour observer les
atomes piégés.

1Le mécanisme de relaxation dipolaire est étudié plus en détail au chapitre 5
2Le champ électromagnétique génère en fait un effet quadratique [45] qui modifie légèrement le

potentiel selon le sous-niveau Zeeman, mais ce qui importe ici est qu’on peut piéger les atomes dans
le sous-niveau de plus faible énergie
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2.1.1 Le potentiel dipolaire pour un atome à deux niveaux

La présentation du modèle classique pour le potentiel dipolaire d’un atome dans un
champ électromagnétique est largement inspiréze de l’article de revue de R. Grimm et
al. [21].

Interaction champ classique - dipôle induit

Un atome placé dans un faisceau laser subit une force proportionnelle au gradient
d’intensité lumineuse I(~r) = 2ǫ0c |E0(~r)|2, où E0(~r) est l’amplitude du champ électrique
oscillant du laser polarisé linéairement :

~E(~r, t) = ~ǫ(E0(~r)exp(−iωt) + c.c.) (2.3)

Le champ électrique ~E induit en effet sur l’atome un moment dipolaire ~p(~r, t) qui
oscille avec la pulsation ω et dont l’amplitude p0(~r) est proportionnelle à l’amplitude
du champ :

p0(~r) = αE0(~r) (2.4)

où α est la polarisabilité de l’atome et peut prendre des valeurs complexes.

Le potentiel d’interaction de ce moment induit avec le champ électrique est donné
par la relation :

Udip = −1

2

〈

~p(~r, t) · ~E(~r, t)
〉

= − 1

2ǫ0c
Re(α)I(~r) (2.5)

où les crochets désignent la moyenne temporelle sur un temps long devant la période
d’oscillation du champ, très petite devant l’échelle de temps du mouvement des atomes.
Le potentiel dipolaire est proportionnel à l’intensité locale du champ laser et à la partie
réelle de la polarisabilité α, c’est à dire la partie du dipôle induit qui oscille en phase
avec le champ électrique. La force conservative dérivant de ce potentiel, appelée force
dipolaire, est donc :

~Fdip(~r) = −~∇Udip(~r) =
1

2ǫ0c
Re(α)~∇I(~r). (2.6)

La puissance moyenne absorbée par un atome est quant-à-elle donnée par la rela-
tion :

Pabs =
〈

~̇p(~r, t) · ~E(~r, t)
〉

=
ω

ǫ0c
Im(α)I(~r). (2.7)

Cette fois c’est la partie en quadrature de phase du dipôle atomique qui joue un
rôle via la partie imaginaire de α. Si on raisonne en terme de photons absorbés, on
peut exprimer le taux de diffusion de photons d’énergie ~ω :
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Γdiff (~r) =
Pabs(~r)

~ω
=

1

~ǫ0c
Im(α)I(~r). (2.8)

Ces expressions sont valables pour n’importe quelle particule neutre polarisable
dans un champ électrique oscillant. Nous avons ainsi exprimé en fonction de l’intensité
laser et de la polarisabilité de l’atome les deux quantités pertinentes dans l’étude des
pièges optiques. L’expression du potentiel dipolaire nous montre qu’on peut piéger des
atomes en créant un minimum ou un maximum local d’intensité laser, suivant le signe
de Re(α). L’expression du taux de diffusion de photons nous renseigne sur les taux de
chauffage associés à ce type de piège.

Calcul de la polarisabilité

Le modèle classique de Lorentz de l’électron élastiquement lié nous permet de cal-
culer la polarisabilité de l’atome α. Dans ce modèle on considère un électron de masse
me et de charge e élastiquement lié au noyau avec une fréquence d’oscillation propre
ω0

2π
correspondant à la fréquence de transition atomique. Cet oscillateur est excité par

le champ électrique extérieur oscillant à la pulsation ω. Le rayonnement de l’électron
accéléré induit un amortissement de la vitesse Γω = e2ω2

6πǫ0mec3
(formule de Larmor pour

une particule chargée oscillante [22]). La résolution de l’équation classique du mouve-

ment de l’électron ẍ+Γωẋ+ω2
0x = − eE(t)

me
nous donne l’évolution temporelle du dipôle

induit p = ex dont on déduit la polarisabilité :

α = 6πǫ0c
3 Γ/ω2

0

ω2
0 − ω2 − i(ω3/ω2

0)Γ
(2.9)

où l’on a introduit le taux d’amortissement Γ ≡ Γω0
= (ω0

ω
)2Γω.

Ce calcul classique peut être remplacé par une approche semi-classique, où l’on
considère l’atome comme un système quantique à deux niveaux interagissant avec le
rayonnement classique. Dans l’expression de la polarisabilité, le taux d’amortissement
ne peut alors plus être calculé à partir de la formule de Larmor mais en utilisant
l’élément de matrice du dipôle électrique entre les niveaux fondamental et excité :

Γ =
ω3

0

3πǫ0~c3

∣

∣

∣〈e| d̂ |f〉
∣

∣

∣

2

(2.10)

Potentiel dipolaire et taux de diffusion

En introduisant la formule (2.9) dans l’expression générale du potentiel dipolaire
(2.5), on obtient pour un grand désaccor dans le rouge :

Udip(~r) = −3πc2

2ω3
0

(

Γ

ω0 − ω
+

Γ

ω0 + ω

)

I(~r). (2.11)
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Le signe du potentiel dépend donc du signe du désaccord. Pour un laser désaccordé
dans le bleu (ω > ω0) les atomes seront attirés par les minima d’intensité, alors que
pour un laser désaccordé dans le rouge (ω < ω0) les atomes seront attirés par les
maxima d’intensité.

Le taux de diffusion devient :

Γdiff (~r) =
3πc2

2~ω3
0

(

ω

ω0

)3(
Γ

ω0 − ω
+

Γ

ω0 + ω

)2

I(~r). (2.12)

2.1.2 Cas du chrome - atome à plusieurs niveaux

Dans le cas d’un atome réel beaucoup de niveaux atomiques sont couplés par la
lumière et le modèle de l’atome à deux niveaux ne suffit plus. Afin d’évaluer le déplace-
ment lumineux d’un niveau considéré par le champ électrique, nous devons maintenant
tenir compte de tous les couplages significatifs avec d’autres niveaux. De plus les diffé-
rents sous-états Zeeman sont couplés différemment aux états excités et le déplacement
lumineux ne dépend pas seulement du moment angulaire total J mais aussi de mJ et
de la polarisation du laser.

Le taux de couplage ΓmJi
,n entre un sous niveau (i, Ji,mJi

) et un niveau excité
(n, Jn,mJn) s’écrit :

ΓmJi
,n = Γni(2Jn + 1)× C2

Ji,mJi
,Jn,sign(ωni)×q. (2.13)

où q est la polarisation du laser (q = −1, 0,+1 pour une polarisation σ−, π ou σ+)

Et le coefficient 3J est CJi,mJi
,Jn,q =

(

Ji 1 Jn

−mJi −q mJi + q

)

. De plus les règles de

sélection imposent ∆mJ = −1, 0 ou +1.
Nous pouvons donc écrire le potentiel [21, 24] :

Ui,mJi
(−→r ) = −3πc2I(−→r )

∑

n

sign(ωni)ΓmJi
,n

ω2
ni(ω

2
ni − ω2)

(2.14)

Ceci est la généralisation de l’équation (2.11) dans le cas d’un atome à plusieurs niveaux.
Nous avons utilisé l’équation (2.14) pour évaluer la profondeur du piège optique

de longueur d’onde λIR = 1075 nm et de polarisation linéaire que nous utilisons, en
fonction de l’intensité au centre du faisceau. Voici les résultats pour l’état fondamental
7S3 et pour les états métastables 5D4 et 5S2 pour un faisceau de puissance 35 W
rétroréfléchi de waist 42 µm, obtenus en sommant sur toutes les transitions identifiées
dans [23] :

U7S3,mJi
/kB =σ (502 + 0.8×m2

Ji
)µK

U5D4,mJi
/kB =σ (382 + 2.9×m2

Ji
)µK (2.15)

U5S2,mJi
/kB =σ (748− 2.7×m2

Ji
)µK
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Où I0 est l’intensité laser en W/m2. On note que la profondeur dépend de mJ de
manière quadratique. Pour l’état fondamental cette dépendance est faible (≃ 3%), mais
pour les états métastables elle crée des différences allant jusqu’à 20% entre les différents
sous-niveaux. Ce résultat est particulier au chrome.

A titre de comparaison, on obtient pour l’état fondamental en utilisant la formule
classique de Larmor et l’expression (2.11) pour la transition 7S3 →7 P4 une profondeur :

U7S3
/kB ≃ 576µK (2.16)

2.2 Le dispositif expérimental

2.2.1 Le piège optique

Nous utilisons pour créer le piège optique un laser fibré continu Ytterbium de modèle
YLR-50-LP de la marque IPG. La puissance délivrée par ce laser est de 50 W et sa
longueur d’onde est λ0 = 1075 nm. Le faisceau est monomode transversalement et
son waist vaut 2.2 mm. Afin de contrôler précisément la puissance du laser et donc
la profondeur du piège, nous utilisons un modulateur accousto-optique (AOM) (voir
figure 2.1), qui est également utilisé pour couper ou allumer le piège rapidement (∼ 800
nanosecondes). Cet AOM de la marque A&A (modèle MTS 80 - A3 - 1064) est prévu
pour fonctionner à basse puissance rf ce qui réduit les effets thermiques. La puissance
laser disponible dans l’ordre 1 de cet AOM est de 35W .

Après un isolateur optique (transmission 93%) permettant de protéger le laser des
réflexions, un premier telescope (2 : 1) permet de réduire le diamètre du faisceau à
1.1 mm afin d’adapter sa taille à l’ouverture de l’AOM et d’optimiser l’efficacité de
diffraction. Un second telescope (1 : 2) placé après l’AOM permet de rendre au faisceau
son diamètre initial.

AOM

Bloqueur de faisceau
refroidi à l’eau

Isolateur
optique

(0)

(1)

Sortie du
laser fibre

Fig. 2.1 – Schéma du système de mise en forme du faisceau à la sortie du laser fibré.

Le faisceau est ensuite séparé en deux par un cube polariseur et une lame λ/2
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montée sur une rotation motorisée3 contrôlée par ordinateur. Les deux faisceaux ainsi
créés sont focalisés dans la chambre expérimentale et se croisent avec un angle de 84◦ au
niveau de leurs waist (voir figure 2.2), formant ainsi un piège croisé, appelé dimple dans
ce manuscript, dont les fréquences de confinement dans les trois directions de l’espace
sont du même ordre de grandeur4. Afin d’augmenter la puissance disponible nous rétro-
réfléchissons le faisceau horizontal nous le focalisons à nouveau sur les atomes.

235
59

163

160,5

310

f=15cm

/4l

M1 faisceau vertical

M2

f=25cm

Lame

/2l

bloqueur
IR

pompe ionique

ZS

Cube
polariseur faisceau horizontal

70,6

152

f=20cm

f=25cmf=15cm

Dimple

M1

Vertical

Horizontal

(B)

Pompe
Ionique

(A)

α~6°

Fig. 2.2 – Schéma de la configuration du piège optique constitué du dimple formé par
les deux faisceaux croisés horizontal et vertical. (A) Vue du dessus où apparaissent le
cube polariseur et la lame λ/2 qui permettent de séparer le faisceau en deux. (B)Vue
de coté des deux faisceaux qui se croisent au centre de la chambre expérimentale.

3Modèle PR50 de la marque Micro-controle (Newport).
4Ces fréquences dépendent en particulier de la répartition des puissances entre les deux bras,

déterminée par la position de la lame λ/2
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Mesure du waist

Nous avons effectué une mesures du waist du faisceau à l’aide d’une caméra CCD.
Nous avons mesuré le rayon à 1/2 du faisceau transmis par le miroir M1 (voir figure
2.2) en fonction de la position de la mesure, après une lentille de focale 20 cm identique
à celle utilisée sur le faisceau réfléchi par M1 pour le focaliser sur les atomes (faisceau
piège vertical). La valeur mesurée, correspondant au waist du faisceau vertical, est :
wV ≃ 52 µm. La même mesure effectuée avec une lentille de focale 15 cm, correspondant
à celle utilisée pour le faisceau horizontal, nous donne une estimation de son waist :
wH ≃ 40 µm.

Cette méthode de mesure ne prend pas en compte les éventuelles modifications du
waist générées par les hublots de l’enceinte expérimentale. De plus la transmission par
le miroir M1 peut également modifier la forme du faisceau transmis utilisé pour les
mesures.

Dépendance en puissance de la forme du faisceau

Le fait d’utiliser le faisceau transmis nous permet d’effectuer la mesure à puissance
laser maximale sans endommager la caméra grâce au faible coefficient de transmission
du miroir. Nous avons pu de cette façon vérifier que la forme du faisceau ne change
pas en fonction de la puissance transmise par l’AOM. Par contre elle varie fortement
en fonction de la puissance délivrée par le laser : nous avons observé une augmentation
de 40% du waist quand la puissance varie de 0 à 50 W (voir figure 2.3). Nous avons
également observé une modification de la position du faisceau au niveau des atomes
(mesurée à une position équivalente en distance à celle des atomes) allant jusqu’à 10
µm. Il est donc nécessaire de toujours utiliser la même puissance délivrée par le laser
afin de s’assurer que la forme du piège ne change pas entre les expériences, et de modifier
la puissance laser au niveau des atomes uniquement avec l’AOM.

Le piège optique horizontal

Suivant l’orientation de la lame λ/2, nous pouvons répartir la puissance entre les
deux bras du piège. Par convention nous définissons cette position par un angle θ com-
pris entre 0◦ et 45◦ et nous notons θ = 0◦ quand toute la puissance est envoyée dans
le bras horizontal. La répartition des puissances s’écrit donc : Phor = 2P0cos(2θ)

2 et
Pvert = P0sin(2θ)2 avec P0 = 35 W. Le facteur 2 dans l’expression de la puissance du
bras horizontal vient du fait que ce bras est rétro-réfléchi. Comme nous le verrons aux
paragraphes suivants, différentes valeurs de θ sont utilisées lors de la séquence permet-
tant d’atteindre la condensation. Pendant son chargement le piège optique est constitué
uniquement du faisceau horizontal rétro-réfléchi, alors que l’évaporation a lieu dans un
piège croisé.
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Fig. 2.3 – A gauche : waist du faisceau transmis par le miroir M1, en fonction de la
puissance délivrée par le laser fibré. A droite : position du faisceau au niveau des atomes
dans la direction horizontale (cercles rouges) et verticale (carrés noirs), en fonction de
la puissance délivrée par le laser fibré.

Quand toute la puissance est envoyée dans le bras horizontal (θ = 0◦), le piège
optique est très anisotrope. Le confinement selon l’axe de propagation du faisceau (axe
z′) est bien plus faible que selon les axes transverses (x′ et y′). Le potentiel dipolaire
créé par ce faisceau s’écrit :

Udip(~r) = − U0

1 + (z′/zR)2
exp

(

−2(x′2 + y′2)

w2(z′)

)

(2.17)

où zR est la longueur de Rayleigh (zR =
πw2

H

λ
pour un faisceau gaussien) ; et w(z′) le

rayon à 1/e2 du faisceau, donné par la relation : w(z′) = wH

√

1 + ((z′ − z′0)/zR)2, où
wH est le waist du faisceau dont la position est z′ = 0. U0 est la profondeur du piège,
proportionnelle à l’intensité au centre du faisceau I0 qui est reliée à la puissance P0 par
la relation : I0 = 2P0

πw2

H
.

Pour des atomes dont la température est faible devant la profondeur du piège, on
peut considérer le potentiel comme harmonique. En développant en série l’expression
du potentiel dipolaire (2.17) autour de ~r = ~0 on obtient :

Udip(x
′, y′, z′) ≃ U0

(

2(x′2 + y′2)

w2
H

+
z′2

z2
R

)

≡
m(ω2

xx
′2 + ω2

yy
′2 + ω2

zz
′2)

2
(2.18)

Les fréquences d’oscillation de ce piège sont donc :

ωx′,y′ =
2

wH

√

U0

m
, ωz′ =

1

zR

√

2U0

m
. (2.19)
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U0 dépend de l’état électronique de l’atome considéré comme vu au paragraphe
précédant.

2.2.2 L’imagerie par absorption

Afin d’observer les atomes dans le piège optique nous utilisons un système d’image-
rie par absorption : un faisceau laser à résonance avec la transition atomique 7S3 →7 P4

est envoyé sur les atomes puis sur une caméra CCD. La modification du profil d’in-
tensité laser enregistré sur la caméra nous permet de déduire des informations sur le
nuage atomique telles que le nombre d’atomes, la densité et la température.

Loin de saturation (I ≪ Isat), la loi de Beer-Lambert nous donne le profil d’intensité
obtenu en fonction de la densité du nuage (n(x, y, z)) pour un faisceau se propageant
selon l’axe z :

dI(x, y, z)

I(x, y, z)
= −σabsn(x, y, z)dz. (2.20)

où σabs est la section efficace d’absorption des atomes et n(x, y, z) la densité ato-
mique. Il est utile d’introduire la profondeur optique (PO(x, y)) définie par :

PO(x, y) ≡ −ln
(

I(y, x, z = 0)

I0(x, y, z = 0)

)

=

+∞
∫

−∞

σabsn(x, y, z)dz (2.21)

où I0(x, y, z = 0) et I(x, y, z = 0) sont les profils d’intensité laser avant et après
absorption par les atomes. Il est en effet aisé d’obtenir le profil de profondeur optique
à partir des profils d’intensité pris avec et sans atomes (I et I0). Le nombre d’atomes

se déduit ensuite en intégrant ce profil selon x et y : Nat = 1
σabs

+∞
∫

−∞

+∞
∫

−∞
PO(x, y)dxdy.

La température quant-à-elle se déduit de l’observation de l’expansion libre du nuage
après temps de vol.

L’équation (2.21) montre que la qualité du signal est liée à la section efficace d’ab-
sorption atomique σabs. A résonance, σabs = 3C2λ2

2π
où λ = 425nm est la longueur d’onde

de l’imagerie et C est le coefficient de Clebsch-Gordan normalisé de la transition. Le
faisceau d’imagerie est polarisé circulairement (σ− par rapport au champ magnétique
de quantification) ce qui signifie que C et donc σabs dépendent du sous-niveau Zeeman
de l’atome. La plupart du temps nous imageons des nuages polarisés dans le sous-niveau
mJ = −3 de l’état fondamental 7S3 (voir chapitre 3). L’absorption a alors lieu sur la
transition |7S3,mJ = −3〉 → |7P4,mJ = −4〉 avec un coefficient de Clebsch-Gordan
C = 1.

Dans le cas où l’imagerie se fait sur un nuage non polarisé, ou polarisé dans un
autre sous-état, c’est le faisceau d’imagerie lui-même qui polarise l’échantillon. Il faut
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alors prendre en compte une section efficace d’absorption qui varie pendant la durée du
pulse d’imagerie pour atteindre sa valeur maximale quand tous les atomes sont dans
mJ = −3.

Le faisceau utilisé pour l’imagerie par absorption est horizontal et croise le faisceau
horizontal du piège optique avec un angle de 7◦ (voir figure 2.4). En plus de ceux
accumulés dans le dimple, il est donc possible d’observer les atomes accumulés le long
du piège horizontal. Sur la figure 2.4 nous avons introduit deux bases de coordonnées
orthogonales : la base (x, y, z) est utilisée pour décrire les images (le faisceau d’imagerie
se propage le long de l’axe z) ; la base (x′, y′, z′) est une base naturelle pour décrire
les coordonnées du piège optique horizontal (le faisceau horizontal du piège optique se
propage le long de l’axe z′). Les axes z et z′ forment donc un angle de 7◦, alors que les
axes y et y′ sont confondus.

Les hublots de l’enceinte sont traités anti-reflet, mais ce traitement n’est pas parfait
et une faible partie du faisceau d’imagerie se réfléchit sur chaque face des hublots. Nous
n’avons pas mis le faisceau d’imagerie perpendiculaire aux hublots pour éviter que ces
multiples réflexions n’interfèrent entre elles, car cela crée des franges sur l’image.

Fig. 2.4 – (A) (Vue de dessus). Le faisceau d’imagerie par absorption croise le bras
horizontal du piège optique avec un angle de 7◦, dans le plan horizontal. (B) Un exemple
d’image par absorption (in situ) d’un nuage d’atomes dans le piège optique horizontal.

2.3 Accumulation en continu des états métastables

dans le piège optique

Les pièges optiques ont une profondeur relativement faible (< 1 mK), ce qui les
rend plus difficiles à charger efficacement que les pièges magnétiques. La technique la
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plus couramment utilisée consiste à transférer directement les atomes du MOT dans le
piège optique : soit en superposant simplement le piège optique au MOT pendant le
chargement de ce dernier [18], soit en utilisant diverses techniques de refroidissement
sub-Doppler afin d’améliorer le chargement [19, 20].

Dans un MOT de chrome, les collisions inélastiques assistées par la lumière limitent
le nombre d’atomes à des valeurs si faibles que même avec un taux de transfert du
MOT au piège optique excellent, le nombre d’atomes chargés serait insuffisant pour es-
pérer atteindre la condensation de Bose-Einstein. On peut cependant tirer partie de la
désexcitation spontanée des atomes du MOT vers des états métastables (voir chapitre
1), dont la durée de vie est supérieure à 50 s [44]. Les atomes dans ces états peuvent
être piégés optiquement, ils sont à la température du MOT (100 µK) et ils ne subissent
pas de collisions inélastiques assistées par la lumière car ils ne sont plus à résonance
avec le laser de refroidissement du MOT (425 nm).

Notre stratégie est donc de superposer directement le piège optique horizontal au
MOT, afin d’y accumuler des atomes de chrome produits dans des états métastables.
L’état 5D3 étant beaucoup moins peuplé, nous nous concentrerons sur l’accumulation
dans 5D4 dans un premier temps.

2.3.1 Accumulation dans le piège mixte de l’état 5D4

La procédure de chargement consiste à appliquer le faisceau horizontal (rétro-
réfléchi) du piège optique dès le début de la séquence, c’est à dire au début du charge-
ment du MOT. Ainsi, les atomes du MOT qui se désexcitent de l’état 7P4 vers l’état
métastable 5D4 et dont le sous-niveau Zeeman est positif (mS ≥ 0) s’accumulent dans
le piège mixte formé par le gradient magnétique du MOT auquel est superposé le fais-
ceau horizontal du piège optique s’ils ont une énergie suffisamment faible5. Les atomes
dont le sous-niveau Zeeman est strictement négatif (mS < 0) sont expulsés du piège par
le gradient magnétique du MOT qui domine dans la direction longitudinale du piège
optique. Une fois que le nombre d’atomes dans le piège a atteint un état stationnaire
nous éteignons les lasers et le gradient magnétique du MOT afin d’obtenir un piège
purement optique, en vue de procéder au refroidissement évaporatif.

Géométrie du piège mixte magnétique plus optique

Le potentiel magnétique vu par les atomes métastables pendant l’accumulation
s’écrit :

UM(~r) = mJgJµBb
′
√

x′2 + 4y′2 + z′2 (2.22)

5La profondeur du piège optique est de 400 µK et la température du MOT d’environ 100 µK
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où mJ prend des valeurs entières comprises entre −4 et 4 pour l’état 5D4 et b′ est
le gradient magnétique.

A ce potentiel s’ajoute le potentiel dipolaire créé par le piège optique horizontal (voir
paragraphe 2.2.1). La figure 2.5 représente le potentiel total le long des axes transverse
et longitudinal au piège optique, pour des atomes dans l’état |5D4,mJ = +4〉. Pour
les atomes dont le sous-état Zeeman est strictement positif, le potentiel magnétique
domine dans la direction longitudinale (axe z′). Dans les directions transverses (axes
x′ et y′) c’est le potentiel dipolaire qui domine à proximité du centre du piège (sur une
largeur de l’ordre du waist).

Les atomes dans le sous-état mJ = 0 ne sont pas piégés magnétiquement, ils sont
affectés uniquement par le potentiel dipolaire.

Les atomes dans un sous-état mJ < 0 sont quant à eux expulsés du piège par le
potentiel magnétique, qui domine le potentiel dipolaire dans la direction longitudinale
(selon z′).

Fig. 2.5 – Somme des potentiels théoriques magnétique est optique pour des atomes
dans l’état |5D4,mJ = +4〉 dans la direction transverse (à gauche) et longitudinale (à
droite). Les pointillés représentent le potentiel magnétique. Les paramètres du piège
optique sont : U0 = 400 µK, wH = 42 µm et zR = 2, 5 mm.

Premiers résultats de chargement du piège

Afin de mesurer le nombre d’atomes piégés optiquement et leur température après
un temps de chargement donné, nous éteignons les faisceaux résonants du MOT et du
ralentisseur Zeeman, ainsi que le gradient de champ magnétique du MOT. Nous ap-
pliquons ensuite un champ magnétique quantificateur de 1, 8 G parallèle à la direction
du faisceau d’imagerie par absorption, ce qui nous prend environ 20 ms 6. Au même
moment nous appliquons un pulse du faisceau repompeur à 663 nm afin de transférer

6Ce temps d’attente nous permet également de nous assurer que les courants de Foucault générés
par l’extinction du gradient du MOT ont disparu
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les atomes de l’état métastable 5D4 vers l’état fondamental 7S3, l’image par absorption
étant prise sur la transition |7S3,mJ = −3〉 → |7P4,mJ = −4〉. Nous pouvons égale-
ment polariser les atomes dans le sous-niveau Zeeman mS = −3 afin d’augmenter la
section efficace d’absorption de la transition d’imagerie7 (voir paragraphe 2.2.2).
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Fig. 2.6 – Nombre d’atomes chargés dans le piège optique dans l’état 5D4 en fonction
du temps de chargement.

La figure 2.6 présente le nombre total d’atomes accumulés dans le piège optique en
fonction du temps de chargement. L’état stationnaire, d’environ 1, 2 millions d’atomes,
est atteint en quelques centaines de millisecondes. La pente à t = 0 nous donne un
taux de chargement de ∼ 1.1 × 107atomes/s. La densité au centre du piège optique
est n0 = 1, 2 × 1011 cm−3. Il est important de noter qu’il s’agit ici de la densité dans
le piège optique après que nous ayons éteint le gradient du MOT, les atomes ayant
donc eu le temps de s’expandre le long de l’axe de propagation du laser peu confinant.
La densité au centre du piège mixte, quand le nombre d’atomes est maximal, est dif-
ficile à mesurer à cause de la géométrie du piège, nous l’évaluons cependant à environ
1012 cm−3. La température du nuage, déduite de l’expansion en temps de vol dans la
direction verticale, est T = 100± 10 µK.

L’expérience nous montre qu’il est important de laisser le MOT allumé pendant
toute la durée du chargement : nous observons très peu d’atomes chargés si nous étei-
gnons le laser de refroidissement du MOT avant le gradient magnétique. Cela nous
indique que les atomes sont injectés dans le piège optique à partir du MOT et non
depuis le piège magnétique.

7L’intérêt principal de la polarisation des atomes est de supprimer les collisions inélastiques par
relaxation dipolaire. La procédure est décrite au paragraphe 3.1
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De plus si on n’applique pas le faisceau repompeur à 663 nm avant de prendre
une image, on observe un signal quasiment nul (quelques dizaines de milliers d’atomes
seulement), ce qui montre que les atomes ne s’accumulent pas dans l’état fondamen-
tal. Le taux de transfert des atomes dans l’état 7S3 du MOT vers le piège optique est
négligeable, le chargement de ce dernier se fait uniquement via les états métastables.
Cela s’explique par le fait que les collisions inélastiques assistées par la lumière limitent
fortement la densité d’atomes dans l’état fondamental.

Dynamique d’accumulation de l’état 5D4

L’évolution du nombre d’atomes dans l’état métastable dans le piège pendant l’ac-
cumulation est décrite par l’équation suivante :

dN(t)

dt
= Γc − αN(t)− β

∫

V

n2(~r, t)d3~r − γ
∫

V

n3(~r, t)d3~r (2.23)

où N est le nombre d’atomes et n(x, y, z) la densité. Γc est le taux de chargement,
α est le taux de perte à un corps, β le paramètre de collisions à deux corps et γ le
paramètre de collisions à trois corps.

Nous ne connaissons pas le paramètre de pertes à trois corps γ, mais nous pouvons
raisonnablement supposer que les collisions à trois corps sont négligeables pour les
densités mises en jeu pendant le chargement. A titre d’exemple, certains paramètres
γ ont été mesurés pour le chrome 52 en présence de résonances de Feshbach [33], où
les collisions à trois corps sont fortement augmentées. La valeur la plus élevée mesurée
est γ = 4 × 10−36m6/s pour une résonance de Feshbach à 205 G. Même dans ces
conditions extrêmes, le taux de collisions à trois corps pour la densité au centre mise
en jeu pendant le chargement ne dépasse pas les quelques 10−2 s−1, soit un temps de
vie associé de 100 s très long devant le temps de chargement.

L’équation (2.23) peut donc se mettre sous la forme suivante :

dN(t)

dt
= Γc − αN(t)− β

V̄
N(t)2 (2.24)

où nous avons négligé les pertes à trois corps et intégré la densité sur le volume du
piège, en supposant la distribution de densité gaussienne. V̄ = 2

√
2π3/2x0y0z0 est le

volume de collision et dépend de la géométrie du piège. x0, y0 et z0 sont les dimensions

caractéristiques du MOT : x0 =
√

2kBT
m

1
ωx

.

Taux de chargement : Le taux de chargement Γc peut s’écrire :

Γc = NMOT · PE<U0
· Γ5D4

· PmJ≥0 (2.25)
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où :
– NMOT est le nombre d’atomes du MOT, qui vaut 5 millions. Le rayon à 1/e du

MOT vaut 100 µm

– PE<U0
est la probabilité pour qu’un atome du MOT ait une énergie totale (ciné-

tique plus potentielle due au piège optique) inférieure à la profondeur du piège
optique U0. Elle représente donc la probabilité pour qu’un atome du MOT qui
retombe dans un état métastable soit piégé par le piège optique. Cette probabilité
peut être évaluée en intégrant la densité dans l’espace des phases du MOT sur
un domaine restreint D défini par la condition Etot(p, ~r) = p2

2m
+ Udip(~r) < U0 :

PE<U0
=

∫

D

nph,MOT (p,−→r ) d3pd3r

∫

R6

nph,MOT (p,−→r ) d3pd3r
. (2.26)

où nph,MOT ∝ exp
(

− p2/2m
kBTMOT

− 2x2+4y2+2z2

w2

MOT

)

est la densité dans l’espace des phases

du MOT. Nous avons calculé numériquement l’intégrale au numérateur et nous
avons estimé PE<U0

≃ 0.35.

– Γ5D4
est le taux de production de 5D4 par atome du MOT, soit le taux de dif-

fusion du MOT multiplié par la probabilité qu’un atome dans 7P4 retombe dans
5D4. Il vaut Γ5D4

≃ 11 s−1.

– PmJ≥0 est la probabilité pour qu’un atome produit dans 5D4 soit dans un sous-
état Zeeman de mJ ≥ 0. Dans le cas contraire, il serait expulsé du piège par le
gradient magnétique. Cette probabilité dépend de la polarisation des atomes du
MOT, elle a été estimée pour un MOT 3D de chrome standard, en prenant en
compte le désaccord des lasers MOT, à ∼0.30 [39].

On en déduit un taux de chargement théorique du piège de l’ordre de Γc ≃ 5, 5 ×
106 atomes/s. Ce résultat est du même ordre de grandeur que la valeur mesurée expé-
rimentalement (∼ 1, 1× 107 atomes/s).

Pertes à un corps, mise en évidence des pertes de Majorana Les pertes à
un corps sont dues à des collisions avec le gaz résiduel, ou à des transitions diabatiques
vers des sous-états Zeeman anti-piégés (mJ < 0) quand les atomes traversent la région
de faible champ magnétique (pertes de Majorana).

Nous avons mesuré le temps de vie lié aux pertes à un corps lié aux collisions avec
le gaz résiduel et avec les atomes du jet atomique venant du four8 dans le piège optique
horizontal, où il n’y a pas de pertes de Majorana car tous les sous-états sont piégés :

8Un obturateur mécanique placé juste après le four permet de supprimer ce jet pendant la séquence
d’évaporation. Pendant le chargement, il est nécessaire pour alimenter le MOT.
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Tgaz residuel = α−1
gaz residuel ≃ 20 s. Le temps d’accumulation étant de l’ordre de quelques

centaines de millisecondes, on peut conclure que les pertes à un corps dues aux collisions
avec le gaz résiduel et le jet atomique ne jouent aucun rôle pendant le chargement.

Fig. 2.7 – (A) Nombre d’atomes accumulés dans le piège optique horizontal en fonction
de sa position par rapport au centre du MOT. (B) Nombre d’atomes chargés en fonction
du temps, pour x′ = 0 (triangles) et x′ = 50 µm (cercles). Les traits pleins représentent
des ajustements exponentiels des données. Ces données ont été prises avec un faisceau
piège de waist wH ≃ 50 µm différent du waist actuellement utilisé.

Nous avons évalué le taux de pertes de Majorana, quand le piège optique est centré
sur le MOT, à α−1

majorana ≃ 300 ms [53, 47]. Ces pertes peuvent être diminuées en
décalant le piège optique du centre du MOT, afin que le zéro du champ magnétique soit
en dehors de la zone de piégeage. La figure 2.7A présente le nombre d’atomes chargés
en fonction de la position du piège optique par rapport au centre du MOT. On observe
effectivement deux maxima de part et d’autre du centre du MOT, correspondant à
des positions où les pertes de Majorana sont minimisées, alors que la densité d’atomes
du MOT superposés au piège optique, déterminante pour le taux de chargement, n’a
pas trop diminué. La figure 2.7B, qui présente les courbes de chargement au centre du
MOT et pour un des maxima, montre en effet que les pentes à t = 0 sont sensiblement
les mêmes dans les deux cas.

Pertes à deux corps : Si on minimise les pertes de Majorana, les pertes à deux
corps dont le taux dépend de la densité sont le principal facteur limitant le nombre
d’atomes stationnaire. Ces pertes sont dues principalement à des collisions inélastiques
entre atomes métastables et à de l’évaporation. Nous avons mesuré [53, 47] le paramètre
de collision inélastique entre deux atomes dans l’état 5D4 : βDD ≃ 3× 10−11cm3/s.
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Bilan : Les pertes à un corps et à trois corps sont négligeables sur l’échelle de temps
très rapide du chargement. Celui ci est donc limité par les pertes à deux corps (collisions
inélastiques entre métastables et évaporation). Si on néglige les pertes à un corps et à
trois corps l’équation du chargement (2.23) devient :

dN

dt
= Γc −

β

V̄
N2 (2.27)

Dans ce cas, le nombre d’atomes stationnaire s’écrit : N∞ =
√

ΓcV̄
β

. Les deux pa-

ramètres à optimiser pour augmenter l’efficacité du chargement sont donc le taux de
chargement et le volume de collisions. Augmenter le volume de collision signifie chan-
ger la géométrie du piège afin de réduire la densité et donc les collisions entre atomes.
Le taux de chargement peut être amélioré en augmentant le nombre d’atomes dans le
MOT, mais aussi en augmentant le taux de production d’atomes métastables. Les para-
graphes suivants décrivent les améliorations que nous avons apportées à notre technique
de chargement.

2.3.2 Accumulation de l’état métastable 5S2

Les premiers résultats de chargement du piège optique via la désexcitation des
atomes du MOT vers les états métastables 5D4 et 5D3 se sont montrés insuffisants
pour atteindre la dégénérescence quantique mais suffisamment encourageants pour nous
convaincre de poursuivre dans cette voie [53]. Nous avons donc étudié la possibilité
d’accumuler les atomes dans un autre état métastable, l’état 5S2.

L’état 5S2 peut être peuplé par la désexcitation spontanée de l’état 7P3 (voir figure
2.8). Le rapport de branchement de cette transition est de l’ordre de cent fois plus élevé
que celui de l’état 7P4 vers les états D [23], ce qui rend l’état 5S2 plus facile à charger,
même si cela nécessite de dépomper les atomes du MOT vers l’état 7P3. De plus on
s’attend à ce que le taux de collisions inélastiques entre atomes dans l’état 5S2 soit plus
faible qu’entre atomes dans les états D9. Enfin les calculs de déplacements lumineux
prédisent que la profondeur du piège optique est deux fois plus élevée pour 5S2 (voir
tableau 2.16).

Afin d’accumuler les atomes dans l’état 5S2 nous allumons pendant le chargement
un faisceau dépompeur de faible puissance à résonance avec la transition 7S3 →7 P3 à
427 nm10. Ce faisceau provoque une fuite supplémentaire des atomes du MOT vers les
états 5S2,

5D2,
5D3 et 5D4 qui s’ajoute à la fuite vers 5D4 et 5D3 via l’état 7P4. A la

fin du chargement nous utilisons un faisceau repompeur à 633 nm pour transférer les
atomes chargés dans l’état 5S2 vers l’état fondamental. Les taux de désexcitation vers

9Notamment du fait de l’absence de couplage spin-orbite dans un état S
10Nous utilisons le laser décrit au paragraphe 1.3.3
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Fig. 2.8 – L’état 7P3 se désexcite vers 5S2 avec une probabilité 1
1000

. Les atomes dans
l’état 5S2 peuvent être repompés vers l’état fondamental via 7P3 (transition à 633 nm).
Les désexcitations possible svers les états D sont indiquées, les taux correspondants sont
inconnus.

5D2 et 5D3 étant à priori très faibles11, nous négligeons l’accumulation dans ces états
pour l’étude du chargement. Nous nous restreignons donc aux atomes chargés dans 5S2

et 5D4
12.

Le faisceau dépompeur doit être suffisamment intense pour peupler efficacement
l’état 5S2, mais il ne doit pas détruire le MOT en dépompant les atomes trop rapi-
dement. Une première condition pour que le MOT ne soit pas détruit est que le taux
d’absorption de photons dépompeurs soit faible devant le taux d’absorption de photons
de refroidissement du MOT. Mais une autre condition plus exigeante doit être remplie :
le temps de piégeage du MOT, c’est à dire le temps requis pour qu’un atome soit cap-
turé dans le MOT (de l’ordre de 20 ms13 [53]) doit être court devant le temps typique

11Ils n’ont jamais été mesurés
12Cependant, même si ces deux états ne contribuent que très peu au nombre d’atomes chargés,

ils peuvent avoir une influence sur l’évaporation dans le piège optique, qui sera étudiée au chapitre
suivant. En effet la faible part d’atomes chargés dans ces deux états métastables peut être à l’origine de
collisions inélastiques avec les atomes repompés dans l’état fondamental à partir des états métastables
5S2 et 5D4 majoritaires. La possibilité de repomper ces deux états sera discutée au chapitre 7.

13Pour évaluer ce temps, nous observons la formation du MOT à partir d’un nuage d’atomes piégées
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pour qu’un atome absorbe un photon du faisceau dépompeur et retombe dans l’état
5S2 où il ne sera plus refroidi par les faisceaux du MOT. Ce temps vaut à résonance
τ−1

5S2
= Γdiff,depompeurP5S2

où Γdiff,depompeur est le taux d’absorption et P5S2
≃ 1/1000

[23] est la probabilité pour qu’un atome dans l’état 7P3 retombe dans un l’état 5S2

(nous négligeons les désexcitations vers les autres états métastables). Cette condition
est remplie quand la puissance du faisceau dépompeur (dont le waist vaut 3 mm, et le
désaccord vaut δdepompeur = 6 MHz) est inférieure à 200 µW .

Fig. 2.9 – A) Nombre d’atomes chargés dans le piège optique via les états 5D4 et 5S2

après un temps long en fonction de la puissance du faisceau dépompeur. B) Nombre
d’atomes chargés dans le piège optique via les états 5D4 et 5S2 en fonction du temps
de chargement, pour une puissance du dépompeur de 50 µW .

La figure 2.9A présente le nombre total d’atomes (5D4 et 5S2) chargés dans le piège
optique longitudinal en fonction de la puissance du faisceau dépompeur. L’optimum
est obtenu pour une puissance de 50 µW , ce qui correspond à une durée d’absorption
théorique de Γ−1

diff,depompeur = 80 µs, soit un taux de production de 5S2 par atome du

MOT de τ−1
5S2

= Γdiff,depompeur/1000 = 12 s−1. Au taux de production de l’état 5D4 de

∼ 12 s−1 on ajoute donc un taux de production à peu près équivalent de 5S2.
L’utilisation du faisceau dépompeur permet donc d’augmenter fortement le taux de

chargement dans piège optique (3× 107atomes/s au lieu de 1, 1) (voir figure 2.9 B) et
d’accumuler jusqu’à 2.2× 106 atomes dans les état 5S2 et 5D4.

Utilisation d’un faisceau ’dark spot’

Afin de diminuer l’effet des désexcitations spontanées vers les métastables sur le
MOT, nous utilisons des faisceaux repompeurs (à 633 nm et 663 nm) obturés en leur
centre afin qu’ils n’illuminent pas la partie du MOT superposée au piège optique (voir

dans le gradient magnétique du MOT. Pour cela nous chargeons le piège magnétique, puis nous
éteignons les lasers de refroidissement et laissons le temps aux atomes de s’expandre. Nous rallumons
ensuite les lasers MOT et observons le rayon du MOT en fonction du temps.
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figure 2.10). Ces faisceaux repompent les atomes du MOT qui se désexcitent vers les
état métastables 5S2 et 5D4 quand ils se trouvent hors du piège optique, mais pas quand
ils se trouvent dans celui-ci. Cela a pour effet d’augmenter le nombre d’atomes dans le
MOT d’environ 50%, tout en gardant un taux de désexcitation constant dans le volume
du piège optique.

Repompeurs 663 nm et 633 nm

MOT
Piège optique

Fig. 2.10 – Schéma illustrant la configuration du faisceau repompeur ’darkspot’. Le
faisceau à 633nm illumine une partie du MOT qui n’est pas contenue dans le piège
optique.

Pour créer ce darkspot nous utilisons un morceau de fil de fer horizontal placé
sur le chemin des faisceaux repompeurs. Nous utilisons des lentilles pour faire l’image
de ce fil de fer dans le plan du MOT. Les faisceaux au niveau du MOT ont ainsi
un profil d’intensité coupé par une bande horizontale de 300 µm de largeur. Nous
avons enregistré le nombre d’atomes accumulés dans le piège optique en fonction de la
position verticale du fil de fer sur la figure 2.11. Le signal atomique tombe à une valeur
très faible quand le dark spot n’est pas superposé au piège optique linéaire. En effet,
dans ce cas les faisceaux repompeurs empèchent les atomes du MOT de s’accumuler
dans les états métastables quand ils sont dans le piège optique, le chargement est donc
inefficace. On observe un plateau de largeur égale à la taille du darkspot pour lequel
le nombre d’atomes est maximal. Quand le dark spot sort de la zone couverte par le
piège optique, le signal commence à diminuer. Cette experience nous permet de régler
finement la position du darkspot afin d’optimiser le chargement. Le nombre d’atomes
chargés est augmenté de 20% avec le dark spot.
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Position du darkspot (mm)

N
o

m
b

re
d

‘a
to

m
e

s

(m
ill

io
n

s
)

2.5

2.0

1.5

1.0

3.63.43.23.02.8

Fig. 2.11 – Nombre d’atomes chargés dans le piège optique en fonction de la position
verticale du fil de fer créant un dark spot dans les faisceaux repompeurs au niveau des
atomes.

2.4 Annulation des forces magnétiques pendant l’ac-

cumulation

Nous avons vu au paragraphe précédent que le chargement a lieu dans un piège
mixte formé par la superposition du piège optique longitudinal dans lequel nous voulons
charger les atomes, et du piège magnétique formé par le gradient du MOT. Ce gradient
est indispensable au fonctionnement du MOT, mais il a deux inconvénients du point
de vue du chargement des atomes métastables : il confine fortement les atomes de mJ

positifs dans la direction longitudinale du piège optique (axe z′), augmentant la densité
au centre et donc les pertes par collisions inélastiques à deux corps entre métastables ;
de plus il expulse du piège les atomes de mJ négatifs ce qui ne permet de piéger qu’une
fraction des atomes métastables produits.

Dans ce paragraphe, je montrerai comment des rampes de champ magnétique ra-
diofréquence (rf) nous permettent de moyenner à zéro les forces magnétiques subies par
les atomes métastables pendant le chargement sans perturber le MOT. Cette technique
nous permet d’augmenter le nombre d’atomes chargés de 80%.

2.4.1 Principe

Nous utilisons un champ magnétique rf pour basculer le spin des atomes par pas-
sage rapide adiabatique (ARP). Un champ rf à résonance avec la fréquence de Lar-
mor d’un atome couple ses différents sous-niveaux Zeeman entre eux. Quand la fré-
quence rf est rapidement balayée à travers la résonance, le sous-niveau Zeeman de
l’atome mJ change de signe sans changer de valeur absolue. La force magnétique
→
F= −mJ ·gJ ·µB

→
grad (B(~r)) appliquée à cet atome dans un gradient est donc inversée
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mais sa norme reste inchangée. Si on applique de telles rampes rf avec un taux de
répétition τ−1

rf , l’atome initialement dans le sous-état mJ = m bascule alternativement
entre mJ = +m et mJ = −m à chaque intervalle de temps τrf . La force subie par
l’atome moyennée sur un temps 2τrf est alors nulle. Si ce temps est court devant le
temps caractéristique du mouvement de l’atome dû à la force magnétique, alors l’effet
du gradient magnétique sur la trajectoire de l’atome est réduite à de petites oscillations.

En pratique, nous voulons appliquer cet effet à tous les atomes métastables produits
par le MOT pendant le chargement, afin qu’ils ne subissent plus la force magnétique
dûe au gradient du MOT. Nous devons donc balayer la fréquence rf sur un intervalle
qui couvre les fréquences de Larmor νL(~r) = gJµBB(~r)/h de tous les atomes contenus
dans le piège mixte. Chaque rampe rf a alors pour effet de basculer le spin de tous les
atomes. Nous appliquons ces rampes continûment pendant tout le chargement.

Pulse d’imagerie
Chargement 500 ms

20 ms

Lasers MOT

Repompeurs

Piège
magnétique

Rampes RF

Piège optique

20 μs

Fig. 2.12 – Séquence temporelle utilisée pour observer l’image in situ de droite sur la
figure 2.13. L’image de gauche est obtenue avec la même séquence sans les rampes rf.

Mise en évidence de l’effet des rampes

La figure 2.13 montre des images in situ du piège mixte chargé avec et sans rampes
rf. La figure 2.12 présente la séquence utilisée. Les images par absorption ont été prises
juste après le chargement, lasers du MOT éteints mais gradient magnétique toujours
allumé. Les atomes chargés dans l’état 5D4 uniquement pour ces données ont été re-
pompés dans l’état fondamental pour effectuer l’image. Les rampes rf sont effectuées
par une bobine de cuivre de huit tours de 8 cm de diamètre, placée à 4.5 cm des atomes,
alimentée par un courant alternatif sinusöıdal délivré par un générateur de fonctions
rf et un amplificateur de 150 W . Pour cette image nous avons appliqué des rampes rf
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entre 500 kHz et 7 MHz, avec un taux de répétition τ−1
rf = 10 kHz [48] (τrf = 100 µs

est donc la durée d’une rampe).

750700650600550500
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550
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450

750

(1) (2)
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Densité optique (z)

X

Piège magnétique

Piège optique
7°

Vue de dessus

Fig. 2.13 – En haut : 1) Image in situ des atomes chargés dans le piège magnétique et le
piège optique superposés. 2) Image de la même configuration, en présence de rampes rf.
Les courbes représentent la densité optique intégrée selon x. Pour ces données seuls les
atomes dans l’état 5D4 sont repompés. En bas : Schéma des pièges et nuages atomiques
vus du dessus.

Sur l’image de gauche, sans rf, on observe les atomes dans le piège optique longitu-
dinal entourés d’atomes dans le piège magnétique. Sur l’image de droite, en présence
de rampes rf, il n’y a pas d’atomes dans le piège magnétique, et les atomes dans le
piège optique couvrent une largeur dans la direction longitudinale plus grande car ils
ne sont pas confinés par le potentiel magnétique. Le piège magnétique a une symétrie
circulaire dans le plan horizontal alors que le piège optique est très anisotrope : il a la
forme d’un cigare dont le grand axe forme un angle de 7◦ avec l’axe du faisceau d’ima-
gerie. Pour cette raison le nuage d’atomes piégés apparaissant sur l’image de droite ne
semble pas plus large que le piège magnétique. En fait, la largeur du nuage dans l’axe
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du piège optique est plus grand d’un facteur ∼8 que celle apparaissant sur l’image et
vaut environ 2.6 mm alors que la largeur du piège magnétique dans le plan horizontal
vaut 500 µm. Les rampes rf permettent donc aux atomes de s’accumuler dans le piège
optique dans un volume plus grand.

En outre nous avons observé que le MOT n’est pas modifié par les rampes rf. En
effet la fréquence de Rabi rf est toujours plus faible que le taux de pompage optique
dans le MOT. De plus à chaque instant seule une petite fraction des atomes est à ré-
sonance avec la rf.

Le piège que nous obtenons grâce à cette technique peut être comparé à d’autres
pièges dépendants du temps comme le piège de Paul[27], ou les pièges de type ”TOP
traps” (time-averaged orbiting potential)[26]. Cependant à la différence de ces pièges
où le potentiel est modulé dans le temps, notre piège repose sur la modulation de l’état
interne des particules. Dans un piège de Paul, la modulation d’un potentiel quadratique
a un effet de piégeage au second ordre, alors que dans notre cas, le potentiel linéaire
modulé crée une force nulle en moyenne.

2.4.2 Etude des paramètres de la rf

Dans le but d’optimiser l’efficacité des rampes rf nous avons étudié l’influence des
différents paramètres qui les définissent.

Amplitude des rampes

Nous avons étudié l’influence des fréquences extrêmes des rampes sur l’efficacité
du chargement. Théoriquement, pour que la rf s’adresse à tous les atomes du piège,
elle doit atteindre toutes les fréquences de Larmor des atomes dans le piège mixte.
On s’attend donc qualitativement à devoir balayer la fréquence entre νmin = 0Hz et
νmax = 1

h
gJµBb

′zR = 5 MHz où b′ = 9 G/cm est le gradient magnétique du MOT
dans le plan horizontal et zR = 2.5 mm la longueur de Rayleigh du faisceau piège.
Pourtant, comme le montre la figure 2.15, l’efficacité du processus sature pour une
fréquence minimale de νmin = 500 kHz. Les atomes se trouvant proches du zéro du
champ magnétique, qui ont des fréquences de Larmor inférieures à 500 kHz, sont en
fait fortement couplés à la rf à 500 kHz car la fréquence de Rabi devient du même
ordre que la fréquence d’oscillation rf [25]14. Il n’est donc pas nécessaire d’atteindre des
fréquence plus basses que 500 kHz. La fréquence maximale expérimentale se trouve
aux alentours de 7 MHz, ce qui est en bon accord avec l’estimation théorique.

14Ce cas de figure est décrit dans le chapitre 4.
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Fig. 2.14 – Nombre d’atomes ac-
cumulés dans le piège en fonction
de la borne supérieure des rampes
de fréquence.
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Fig. 2.15 – Nombre d’atomes ac-
cumulés dans le piège en fonction
de la borne inférieure des rampes
de fréquence.

Puissance rf

La puissance rf doit être suffisamment élevée pour qu’à chaque passage, tous les
atomes voient leur spin s’inverser. La figure 2.16 montre que quand elle est trop faible,
le signal est diminué par rapport à la situation sans rf. Cela s’explique par le fait qu’à
basse puissance rf les transitions ne sont pas adiabatiques, mais le champ rf est assez
élevé pour coupler les états de m positif aux états de m négatifs qui sont expulsés du
piège.

Pour que le processus soit efficace, le taux avec lequel les spins basculent doit
être égal au taux de répétition des rampes rf. Pour cela les transitions doivent être
adiabatiques. A une fréquence νrf donnée, la rf couple efficacement les atomes dont
la fréquence de Larmor vaut νrf , sur une largeur Ω/2π, où Ω = gJµBBrf/~ est la
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pulsation de Rabi associée au champ rf. Par conséquent, les atomes couplés efficacement
par la rf à un instant donné se trouvent à une distance du centre du piège r telle que
gJµBb

′r = hνrf , sur un intervalle ∆r tel que :

gJµBb
′∆r ≈ ~Ω (2.28)

où b′ est le gradient magnétique.
Pour une rampe de durée τr et d’amplitude ∆ν, les atomes contenus dans l’intervalle

∆r sont couplés par la rf pendant un temps gJµBb′∆r
h∆ν

τr. La condition pour que tous les
spins soient efficacement basculés est que ce temps soit supérieur à 2π/Ω, soit :

(

Ω

2π

)2

≥ ∆ν

τr
(2.29)

On retrouve ici une interprétation quanlitative du critère d’adiabaticité de Landau-
Zener.

En pratique dans notre expérience, Ω n’est pas constant pendant une rampe car
l’impédance de la bobine de champ rf dépend de la fréquence et la puissance rf est
constante. Les données de la figure 2.16 sont donc difficiles à comparer au critère
d’adiabaticité. A la fréquence rf moyenne (3,5 MHz), l’équation (2.29) prédit une puis-
sance minimale de 25 W, que nous avons indiquée par une flèche sur la figure 2.16.
C’est environ à cette puissance que l’efficacité du chargement commence à saturer, ce
qui correspond théoriquement à la puissance à laquelle le taux de basculement des spins
devient égale au taux de répétition des rampes.

Fig. 2.16 – Nombre d’atomes ac-
cumulés dans le piège en fonc-
tion de la puissance rf. Le nombre
d’atomes diminue pour des puis-
sances trop faibles. Les rampes
commencent à avoir un effet po-
sitif à partir de 1 W. La flèche
indique la puissance théorique sa-
tisfaisant le critère d’adiabati-
cité (2.29) pour une fréquence rf
moyenne de 3.5 MHz
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Taux de répétition des rampes rf

Le dernier paramètre important que nous avons étudié est le taux de répétition,
ou la cadence, des rampes rf. C’est ce taux qui définit à quelle fréquence les atomes
basculent d’un état piégé à un état anti-piégé. Pour que la force magnétique du gradient
ne modifie pas la trajectoire des atomes, il faut que le temps entre deux basculements
de spin soit court devant la période d’oscillation des atomes dans le piège magnétique.
Comme ce piège n’est pas harmonique, il est impossible de définir une unique période
d’oscillation. De plus les atomes dans les différents mJ subissent des forces différentes.
Cependant on peut qualitativement estimer, pour un mJ moyen égal à 2, sachant que
la température du gaz est de 100 µK et son rayon à 1/e typique de 500 µm , que la
fréquence moyenne d’oscillation vaut environ 70 Hz. Le taux de répétition des rampes
rf doit donc être supérieur à cette valeur. La valeur maximale de ce taux dépend de la
puissance rf accessible, car les rampes doivent rester adiabatiques, critère qui dépend
également de la durée de la rampe (voir équation 2.29). D’après la figure 2.17, les
rampes rf ont un effet positif sur le chargement à partir de 100 Hz et cet effet sature
au dessus de 1 kHz. Le fait que le nombre d’atomes sature sans diminuer montre que la
puissance rf utilisée (100 W en moyenne) est largement suffisante pour que les rampes
restent adiabatiques à des cadences élevées.

Quand la cadence est trop faible, le nombre d’atomes chargés diminue. Dans ce cas
de figure, les atomes ont en moyenne suffisamment de temps pour être expulsés du
piège quand ils sont dans un état anti-piégé, avant de basculer à nouveau dans un état
piégé.

Fig. 2.17 – Nombre d’atomes ac-
cumulés dans le piège en fonction
du taux de répétition des rampes
rf, pour une puissance rf moyenne
de 100 W et des rampes comprises
entre 500 kHz et 7MHz. Si le taux
est trop faible ( < 100 Hz ), les
rampes rf ont un effet négatif sur
l’accumulation.

Le produit de l’amplitude des rampes et de leur taux de répétition fixe la puissance rf
minimale à appliquer pour que les rampes soient adiabatiques. En pratique, nous avons
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choisi un taux de répétition de 10 kHz, bien plus grand que les fréquences d’oscillations
des atomes dans le piège (dont nous ne connaissons qu’un ordre de grandeur) afin de
s’assurer que les forces magnétiques sont moyennées à zéro. L’amplitude des rampes
est fixé par la taille du piège, nous faisons varier la fréquence rf entre 400 kHz et 10
MHz. Une puissance moyenne de 100 W suffit largement à assurer l’adiabaticité dans
ces conditions.

2.4.3 Efficacité et dynamique de chargement

La figure 2.18 présente le chargement des atomes dans le piège optique avec et
sans rampes rf. Le nombre d’atomes chargés avec les rampes RF est : N∞ ≃ 4 × 106.
L’augmentation du nombre d’atomes chargés peut aller juque ∼ 80%.
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Fig. 2.18 – Dynamique d’accumulation des atomes dans le piège en présenec de rampes
rf (triangles bleus) et sans rampes rf (cercles rouges).

Le taux de chargement peut être déduit des courbes de la figure 2.18 par un
ajustement linéaire des points aux temps courts. Il est passé de 3, 5 × 107atome/s
à ∼ 108atome/s. Cette augmentation d’un facteur ∼ 3 est due au fait que la rf permet
à un plus grand nombre d’atomes métastables d’être piégés optiquement. Il est possible
que l’augmentation du volume de collision joue également un rôle dans l’augmentation
du nombre d’atomes chargés. Cependant l’augmentation du taux de chargement d’un
facteur ∼ 3 explique une augmentation du nombre d’atomes d’un facteur ∼ 1.7 car le
nombre d’atomes stationnaires est proportionnel à la racine du taux de chargement.
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2.4.4 Bruit technique

Pour obtenir une puissance rf de 100 W, nous utilisons un amplificateur 150 W
Research Amplifier. Le signal radiofréquence est fourni par un générateur de fonctions
agilent et le champ magnétique est créé par une bobine de 8 spires et de 8 cm de
diamètre, placée à 4 cm du piège.

L’ampli rf délivre un signal rf parasite de basse puissance à une fréquence de l’ordre
de 200 kHz. Ce bruit n’a pas de conséquences sur le MOT, mais il peut perturber
l’évaporation et le condensat quand nous effectuons des expériences nécessitant un
champ statique de fréquence de Larmor proche de 200 kHz. Nous utilisons donc un
swich rf placé entre l’ampli et la bobine. Ce swich de la marque Spinner peut supporter
de hautes puissances rf mais a un temps de basculement de ∼ 25 ms.

L’utilisation d’un champ magnétique radiofréquence de 100 W est également sus-
ceptible de perturber les nombreux asservissements lasers de l’expérience.

Nous avons observé plusieurs perturbations résonantes sur les diodes rouges qui as-
surent le repompage des atomes métastables dans l’état fondamental. Cependant, ces
perturbations ne sont pas suffisantes pour les faire délocker. Comme elles ne sont utili-
sées qu’après que la rf soit éteinte, cela ne pose pas de problème sur notre expérience.

La rf a également un effet perturbateur sur les asservissements en température
utilisés dans l’expérience. L’asservissement en température de la cavité Fabry-Pérot
de référence a dû être désactivé, ce qui n’a pas eu de conséquences sur l’expérience.
L’asservissement en température du cristal non linéaire de la cavité de doublement
de fréquence produisant le faisceau à 425 nm est également perturbé. Comme nous
ne pouvons pas nous en passer, il est nécessaire de limiter la durée des séquences
d’utilisation de la rf. En pratique le chargement du piège optique dure 500 ms et se
répète toutes les 30 s, ce qui est suffisamment court pour que la cavité de doublement
fonctionne correctement.

Enfin, nous avons dù blinder avec de l’aluminium plusieurs fils électriques servant
au contrôle en intensité des bobines de champs magnétique.

2.4.5 Conclusion

Le moyennage à zéro des forces magnétiques pendant l’accumulation grâce à des
rampes de champ magnétique radifréquence [48] augmente le taux de chargement et di-
minue les collisions à deux corps, ce qui permet une augmentation du nombre d’atomes
chargés dans le piège optique pouvant aller jusqu’à 80%. Cette amélioration est un pas
décisif vers l’obtention d’un condensat, car le gain possible en densité dans l’espace des
phases par refroidissement évaporatif est fortement non linéaire par rapport au nombre
d’atomes initalement chargés dans le piège conservatif [57].
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Conclusion du chapitre

Les deux principales difficultés spécifiques au chrome pour obtenir un gaz ultra froid
sont la nécessité de procéder au refroidissement évaporatif dans un piège optique afin
de pouvoir supprimer la relaxation dipolaire en polarisant le gaz, et la forte limitation
du nombre d’atomes dans un MOT de chrome par les collisions inélastiques assistées
par la lumière. Ce chapitre décrit les différentes étapes qui nous ont permis d’obtenir
un nombre suffisant d’atomes dans un piège conservatif pour obtenir un gaz dégénéré
par refroidissement évaporatif : la mise en place d’un piège optique et l’optimisation
du chargement de ce piège par le MOT.

Notre technique de chargement originale consiste à accumuler les atomes qui s’échappent
du MOT vers des états métastables dans un piège optique indépendant. L’utilisation
de rampes de champ magnétique radiofréquence permet de découpler totalement du
MOT les atomes accumulés en annulant les forces crées par le gradient magnétique.

A l’issue de cette optimisation, nous avons obtenu un gaz contenant environ 4, 5×106

atomes, à une température de 100µK dans le piège optique. La densité au centre vaut
n0 ≈ 5×1011 atomes/cm3 et la densité dans l’espace des phases vaut ∼ 5×10−6. Cette
densité dans l’espace des phases constitue un point de départ relativement éloigné de
l’objectif. Cependant, le nombre d’atomes chargés est presque aussi élevé que le nombre
d’atomes que contient le MOT. De plus, le taux de chargement du piège optique, de
l’ordre de 108 atomes/s, est du même ordre de grandeur que celui du MOT (∼ 5× 108

atomes/s).
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C H A P I T R E 3

Refroidissement évaporatif et caractérisation
du condensat de Bose-Einstein

Ce chapitre est consacré à l’obtention expérimentale d’un condensat de Bose-Einstein
de 52Cr par refroidissement évaporatif d’un gaz d’atomes froids piégés optiquement,
ainsi qu’à la caractérisation de ce condensat.

Introduction

Le chapitre précédent montre la façon dont nous obtenons un gaz d’environ 4,5
millions d’atomes de 52Cr dans l’état fondamental à une température de 100 µK dans un
piège optique horizontal très anisotrope. La densité dans l’espace des phases vaut alors
5 × 10−6. La première étape en vue de l’augmenter consiste à supprimer les collisions
inélastiques liées à la relaxation dipolaire ; c’est le sujet du premier paragraphe. Le
refroidissement par évaporation forcée dans un piège croisé est décrit dans le second
paragraphe. Dans le troisième paragraphe, je présente les caractéristiques du condensat
de Bose-Einstein obtenu.

3.1 Suppression de la relaxation dipolaire

Pour le chrome dans l’état fondamental, dans un champ magnétique de quelques
Gauss, le paramètre de collision pour la relaxation dipolaire est plusieurs centaines de
fois plus élevé que pour le rubidium [40]. Ces collisions à deux corps, dans lesquelles
le sous-niveau Zeeman mJ d’un ou des deux atomes diminue, s’accompagnent de la
conversion de l’énergie Zeeman en énergie cinétique : ∆E = gJµBB, où gJ est le facteur
de Landé et B est la norme du champ magnétique. Cela se traduit, selon respectivement
que ∆E est plus grand ou plus petit que la profondeur du piège, par des pertes ou par du
chauffage. L’augmentation de la densité du nuage pendant la phase de refroidissement
évaporatif s’accompagne d’une augmentation du taux de relaxation dipolaire, ce qui
rend le processus inefficace.

Il est possible de limiter le chauffage dû à la relaxation dipolaire en annulant le
champ magnétique de sorte que l’énergie Zeeman libérée lors d’une collision soit proche
de zéro. La température atteinte au moment de la condensation est de l’ordre de 100
nK. Pour que l’énergie Zeeman libérée par la relaxation dipolaire soit négligeable à
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cette température, il faut que le champ magnétique soit de l’ordre de 0.5 mG. Réaliser
un champ magnétique aussi faible sur le volume de piégeage constitue une prouesse
technologique incompatible avec la structure de notre montage.

Une méthode plus efficace et plus facile à réaliser consiste à interdire toute relaxa-
tion dipolaire en polarisant les atomes dans le sous-niveau Zeeman de plus basse énergie
mJ = −3. Dans ce cas, toute collision avec changement de sous-niveau Zeeman se tra-
duit par une conversion de l’énergie cinétique en énergie Zeeman. Si la température
est suffisament faible par rapport à l’énergie Zeeman kBT << gJµBB alors l’énergie
cinétique de deux atomes en collision n’est pas suffisante pour leur permettre de chan-
ger de mJ . Dans le cas contraire, les collisions dipolaires inélastiques se traduisent par
une augmentation de mJ : l’énergie cinétique de la collision est convertie en énergie
Zeeman. Il en résulte une augmentation de la densité dans l’espace des phases du gaz
[42].

3.1.1 Le pompage optique

Nous polarisons les atomes dans l’état |mJ = −3〉 par pompage optique via la tran-
sition 7S3 →7 P3, avec un faisceau à résonance (427.600 nm)1, polarisé σ− par rapport
à un champ magnétique quantificateur de 2,3 G colinéaire à sa direction de propaga-
tion. Un atome dans l’état |7S3,mJ = m〉 qui absorbe un photon de ce faisceau est
excité dans |7P3,mJ = m− 1〉, puis se désexcite spontanément dans un des trois états
|7S3,mJ = m;m− 1;m− 2〉. La répétition de ce cycle absorption/émission spontanée
conduit finalement l’atome dans l’état noir |7S3,mJ = −3〉 dans lequel il ne pourra plus
absorber de photons σ−.

En présence d’un champ magnétique de quantification, le désaccord du faisceau
polariseur σ− dépend du sous-niveau Zeeman de départ :

δmJ
= δ0 −

[

mJg7S3

− (mJ − 1)g
7P3

]

µBB/h

où δ0 est le désaccord en champ nul et g est le facteur de Landé du niveau consi-
déré. Cependant les facteurs de Landé des deux niveaux de la transition sont suffisa-
ment proches (g7S3

= 2, 01 et g7P3
= 1, 92) pour que la différence entre les fréquences

des deux transitions extrêmes |7S3,mJ = +3〉 → |7P3,mJ = +2〉 et |7S3,mJ = −2〉 →
|7P3,mJ = −3〉 dans un champ magnétique de 2, 3 G ne dépasse pas 2 MHz2, ce qui per-
met de pomper efficacement à une longueur d’onde fixée. En revanche dans ce champ
magnétique, avec un désaccord δ0 = 5, 5 MHz, toute composante σ+ non voulue du
faisceau polariseur sur l’axe quantificateur (due à une erreur d’alignement ou de pola-
risation du faisceau) aura un désaccord de l’ordre de 12 MHz soit plus de deux fois la

1Le dispositif expérimental correspondant est décrit dans le paragraphe 1.3.3
2La largeur de l’état excité 7P3 vaut Γ7P3

≃ 5MHz
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Fig. 3.1 – Schéma des sous-niveaux Zeeman mis en jeu dans le pompage optique. Le
désaccord du faisceau polariseur ne dépasse pas 2 MHz pour sa composante polarisée σ−

(flèche pleine) alors qu’il est bien plus élevé (≃ 12 MHz)pour une éventuelle composante
perturbatrice polarisée σ+ (flèche discontinue).

largeur de l’état excité.
Enfin, dans un champ quantificateur B = 2, 3 G, la condition kBT ≪ gJµBB néces-

saire pour qu’il n’y ait pas de dépolarisation du gaz par collisions est remplie pour une
température de 100 µK ou moins. En effet on a alors gJµBB/h ≃ 6 MHz et kBT/h < 2
MHz.

Le nombre moyen de photons que chaque atome de l’échantillon doit absorber pour
atteindre l’état |mJ = −3〉, si on suppose une répartition initiale entre les sous-niveaux
Zeeman uniforme, est de l’ordre de 3. Il en résulte une augmentation moyenne de
l’énergie cinétique de chaque atome de :

∆Ec = N2
abs

~2k2

2m
≈ 9× 1

2
kBTrec ≈

1

2
kB × 9 µK (3.1)

où Trec ≃ 1 µK est la température de recul. Cette augmentation n’est pas négligeable
par rapport à la température à laquelle a lieu la polarisation des atomes : T = 100 µK.
Afin de limiter le chauffage dû au pulse de polarisation, nous ajoutons un faisceau contre
propageant par rétro-réflexion du faisceau polariseur. Dans ce cas, l’énergie cinétique
moyenne gagnée par atome devient :

∆Ec = Nabs
~2k2

2m
≈ 3× 1

2
kBTrec ≈

1

2
kB × 3 µK (3.2)

L’augmentation de la température est alors de l’ordre de 3%.
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Spectroscopie de la transition de pompage optique

Afin d’ajuster expérimentalement la longueur d’onde du faisceau polariseur à ré-
sonnance avec la transition 7S3 →7 P3 à 427.600 nm, nous procédons à une mesure
de l’absorption par les atomes en envoyant ce faisceau dans la caméra CCD utilisée
pour l’imagerie après avoir traversé le nuage atomique. La figure 3.2 présente le spectre
d’absorption obtenu en faisant varier la fréquence du faisceau autour de 427 nm à l’aide
d’un modulateur accousto-optique.
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Fig. 3.2 – Spectroscopie de la transition 7S3 →7 P3 : la densité optique au centre
de l’image par absorption du gaz d’atomes est tracée en fonction de la fréquence du
faisceau polariseur controlée par un AOM. Le trait plein représente l’ajustement du
spectre par une lorentzienne de largeur à mi-hauteur ∼ 5.5 MHz.

3.1.2 Caractérisation de la polarisation

Mesure du temps de pompage optique

Afin d’effectuer une première caractérisation de la polarisation du gaz, nous tirons
parti du fait que les atomes dans l’état mJ = −3 ont une section efficace d’absorp-
tion du faisceau d’imagerie à 425 nm (polarisé σ− par rapport au champ quantifica-
teur) supérieure aux atomes dans les autres états (la transition |7S3,mJ = −3〉 →
|7P4,mJ = −4〉 a le coefficient de Clebsch-Gordan le plus élevé)3. Si le pulse d’image-
rie est suffisament court pour que le faisceau n’ait pas le temps de pomper lui même les
atomes vers d’autres sous-états, l’intensité du signal obtenu dépend de leur polarisation
initiale. Le signal obtenu par l’imagerie par absorption nous fournit donc une mesure
qualitative de l’état de polarisation de l’échantillon.

Cette méthode nous permet de mesurer le temps nécessaire à la polarisation de
l’échantillon (voir figure 3.3). Les atomes sont au départ dans un état non polarisé que
nous supposons équiréparti entre les sept composantes. Nous appliquons un court pulse

3Voir le paragraphe sur l’imagerie par absorption 2.2.2
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Fig. 3.3 – Détermination du temps caractéristique de pompage optique : le signal d’ab-
sorption au centre du nuage atomique obtenu par l’imagerie est tracé en fonction de
la durée du pulse de polarisation appliqué juste avant la photo. Le trait plein est un
ajustement exponentiel donnant comme temps caractéristique τ = 25 µs.

laser du faisceau polariseur à 427 nm de durée variable, puis nous prenons une image
par absorption du nuage atomique avec le faisceau à 425 nm. Pour cette expérience le
faisceau d’imagerie est atténué à une intensité de ≈ 0, 2 mW/cm2 (soit un paramètre
de saturation s0 ≈ 0.02) afin que le pompage optique dû au pulse d’imagerie soit négli-
geable. L’augmentation de l’absorption en fonction de la durée du pulse de polarisation,
observé sur la figure 3.3 est due au fait que les atomes sont pompés vers mS = −3 et
absorbent donc plus de photons à 425 nm. Le signal sature quand l’échantillon ato-
mique a atteint un état où la répartition des populations ne varie plus. La composition
de cet état final dépend de la qualité de la polarisation du faisceau polariseur, et de son
alignement par rapport au champ magnétique. La seule information quantitative que
nous tirons de cette expérience est le temps caractéristique (temps à 1/e donné par un
ajustement exponentiel) nécessaire pour atteindre l’état d’équilibre : τpol ≃ 2.5 µs pour
une intensité de ≈ 50 mW/cm2 (paramètre de saturation s0 ≈ 6). Nous choisissons un
temps de pulse pour les expériences suivantes de ≈ 10 µs.

Obtention d’un état noir

L’alignement précis du champ magnétique quantificateur avec le faisceau polariseur
se fait en vérifiant que l’état |7S3,mJ = −3〉 est bien un état noir. Si les atomes
dans cet état n’absorbent plus de photons alors le faisceau polariseur est bien σ− par
rapport au champ magnétique. L’expérience suivante nous permet de nous en assurer :
en plus du champ de 2 G créé par une paire de bobines en configuration Helmoltz
dont l’axe est aligné avec le faisceau polariseur (horizontal), nous appliquons un faible
champ vertical perpendiculaire au faisceau, permettant d’ajuster finement la direction
du champ quantificateur. Nous observons ensuite le nombre d’atomes restant dans le
piège optique après un pulse de faisceau polariseur de 10 ms, soit bien plus que le temps
nécessaire pour polariser les atomes (≈ 10 µs). Si le champ et le faisceau sont bien
alignés, les atomes n’absorbent qu’une dizaine de photons en quelques microsecondes
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avant d’atteindre l’état noir ; sinon ils continuent d’absorber des photons pendant toute
la durée du pulse et sont expulsés du piège. Le résultat présenté sur la figure 3.4 nous
permet de choisir la valeur du champ transverse vertical qui aligne le mieux champ
quantificateur et faisceau laser. Nous répétons l’opération avec un champ transverse
horizontal.

Champ magnétique transverse (ua)
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Fig. 3.4 – Détermination de l’alignement du champ quantificateur et du faisceau po-
lariseur : Un signal proportionnel au nombre d’atomes restant dans le piège après un
pulse de faisceau polariseur de 10 ms est tracé en fonction de la valeur d’un champ ma-
gnétique vertical ajouté au champ quantificateur horizontal. Ce champ vertical modifie
l’orientation du champ quantificateur : quand celui-ci est bien aligné avec le faisceau
polariseur, les atomes atteignent un état noir et ne sont plus poussés. Le trait discontinu
est un guide pour les yeux.

Durée de vie du gaz polarisé

Il nous est difficile d’évaluer la qualité de la polarisation de l’échantillon atomique.
Avec notre dispositif, une expérience de Stern et Gerlach consistant à séparer spatia-
lement les différents sous-états Zeeman dans un gradient de champ magnétique est
difficile à réaliser pour un gaz à 100 µK, pour lequel la vitesse d’expansion thermique
est élevée : un gradient de 10 G/cm ne sépare les atomes de composantes de spin ex-
trêmes que d’environ 70 µm au bout d’un temps de vol d’1.5 ms, alors que les largeurs
thermiques sont de 200 µm. Il est possible d’effectuer cette expérience à plus basse
température, mais pendant l’évaporation necessaire pour atteindre cette température
les atomes de sous-niveau Zeeman supérieur à −3 sont expulsés du piège par relaxation
dipolaire, de sorte que l’état de polarisation du gaz évolue vers 100% et n’est plus celui
que nous voulions mesurer.
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L’étude de la durée du vie du gaz dans le piège optique nous renseigne cependant sur
l’efficacité de la polarisation. La figure 3.5 présente la décroissance du nombre d’atomes
dans le piège optique horizontal en fonction du temps, pour des atomes non polarisés et
pour des atomes polarisés dans mJ = −3. Dans le premier cas, la relaxation dipolaire
induit des pertes supplémentaires alors que dans le second cas seules les collisions
élastiques (évaporation) et les collisions avec le gaz résiduel jouent un rôle. Il est difficile
d’analyser quantitativement ces données : l’évaporation impose une décroissance non-
exponentielle, de plus nous ne connaissons pas l’état de polarisation initial du gaz, enfin
la relaxation dipolaire tend également à polariser l’échantillon dans l’état de plus basse
énergie Zeeman. Cependant on peut observer que la durée de vie du gaz ayant subit le
pompage optique est légèrement supérieure. La différence est relativement faible pour
cette expérience où la densité n’est que de ∼ 5 × 1011 atomes/cm3 mais pendant le
refroidissement évaporatif la densité augmente de plusieurs ordres de grandeur.
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Fig. 3.5 – Durée de vie du gaz dans le piège optique longitudinal en présence du
champ magnétique quantificateur de 2.3 G . Triangles : gaz non polarisé ; losanges :
gaz polarisé.

3.2 Le refroidissement évaporatif

3.2.1 Transfert des atomes dans un piège croisé

Une fois la relaxation dipolaire supprimée, seules les pertes à un corps (collisions
avec le gaz residuel de l’enceinte) et les collisions élastiques à deux corps entre atomes
jouent un rôle dans l’évolution du nombre d’atomes et de la température du gaz. L’aug-
mentation de la densité dans l’espace des phases par évaporation forcée repose sur la
capacité du gaz à thermaliser rapidement par l’intermédiaire de ces collisions élastiques,
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au fur et à mesure que l’on élimine les particules les plus chaudes en abaissant la pro-
fondeur du piège. Le taux moyen de collisions élastiques par atome et par seconde γ
s’écrit (dans la partie harmonique du piège) [54] :

γ =
√

2v̄n̄σ

où v̄ =
√

8kBT
πm

est la vitesse thermique moyenne, n̄ = n0

2
√

2
la densité moyenne pour

un piège harmonique et σ = 8πa2 la section efficace de collision élastique. a est la
longueur de diffusion en onde s (a ≃ 100a0 [37]). On peut réécrire ce taux en fonction
des fréquences du piège ωx,y,z, du nombre d’atomes N et de la température :

γ =
mωxωyωzσ

2π2kB

N

T
(3.3)

Pour notre expérience ce taux vaut au début de l’évaporation : γ = 25s−1. L’équa-
tion (3.3) montre qu’il peut être augmenté en rendant le piège plus confinant.

Le produit du taux de collisions et de la durée de vie des atomes piégés en l’absence
d’évaporation est un paramètre expérimental important :

K = γ0τ

Si ce paramètre est trop faible, l’emballement de l’évaporation ne peut pas avoir
lieu. La valeur seuil pour laquelle on atteint le régime d’emballement, dans lequel le
taux de collision augmente pendant l’évaporation, est Kc ≈ 140 [58]. La valeur de ce
paramètre pour notre piège longitudinal atteint 250, cependant la diminution de la
profondeur du piège pendant l’évaporation forcée (au moyen d’une diminution de l’in-
tensité laser) s’accompagne d’une diminution du confinement qui joue en défaveur de
l’augmentation du taux de collisions. L’évaporation avec emballement est donc généra-
lement exclue dans un piège optique, à moins d’utiliser des gradients magnétiques.

Pour augmenter la densité et donc le taux de collisions, nous transférons les atomes
dans un piège croisé plus confinant, en particulier dans la direction longitudinale du
faisceau horizontal. Pour cela nous transférons de la puissance laser du faisceau hori-
zontal au faisceau vertical en tournant la lame demi-onde décrite au paragraphe 2.2.1.
Pendant cette étape, une première phase d’évaporation forcée a lieu. La température
diminue et le nuage devient plus dense, jusqu’à ce que tous les atomes soient confinés
dans le piège croisé (couramment appelé dimple).

La figure 3.6 illustre cette étape. A t = 0, le piège est composé uniquement du fais-
ceau horizontal rétro-réfléchi, sa profondeur est U0 ≃ 500 µK et il contient 4 millions
d’atomes à 100 µK. La gravité est compensée par un gradient de champ magnétique
∣

∣

∣

~grad(B)
∣

∣

∣
= mCrg

6µB
, créé par une bobine placée à 10 cm au-dessus de la chambre ex-

périmentale. La lame demi-onde tourne d’un angle θ = 32◦ en 9 s : l’évolution de la
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zontal (trait mixte, bleu) et profondeur totale du piège (trait discontinu, rouge) pendant
l’étape de transfert des atomes vers le piège croisé. Triangles rouges : température du
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profondeur totale du piège ( U(θ) ), de la profondeur due au faisceau horizontal ( Uh(θ)
) et due au faisceau vertical ( Uv(θ) ) s’écrivent :

Uh(θ) = U0cos
2(2θ) (3.4)

Uv(θ) =
U0

2

(

wh

wv

)2

sin2(2θ) (3.5)

U(θ) = Uh(θ) + Uv(θ) = U0

[

cos2(2θ)

(

1− 1

2

(

wh

wv

)2
)

+
1

2

(

wh

wv

)2
]

(3.6)

où U0 = Uh(t = 0) est la profondeur du piège horizontal avant de tourner la lame
et wh ≃ 42 µm et wv ≃ 52 µm sont les waists des faisceaux horizontal et vertical.
Le facteur 1

2
provient du fait que le faisceau vertical n’est pas rétro-réfléchi. Comme

le terme 1
2

(

wh

wv

)2

est inférieur à 1, quand θ augmente la profondeur totale du piège

diminue. Au bout de 6 s nous commençons à diminuer la puissance totale du laser pour
augmenter le taux d’évaporation.

En parallèle à l’évolution de la profondeur du piège et des profondeurs liées aux
faisceaux vertical et horizontal, la figure 3.6 présente l’évolution de la température du
gaz, ainsi que la fraction des atomes qui est effectivement piégée dans le dimple et non
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dans le piège horizontal. Après 9 s, la lame demi-onde est arrivée à la valeur finale de θ
et le dimple est totalement chargé. A cet instant, le rapport η entre la profondeur due
au faisceau vertical et la température est de 10. Le nombre d’atomes vaut alors environ
80 000 et la densité dans l’espace des phases vaut 10−2.

Calcul des fréquences du piège croisé

A la fin de la séquence de rotation de la lame, les fréquences de la partie harmonique
du piège croisé ne sont pas égales mais elles sont du même ordre de grandeur. Si on
néglige les contributions respectives du faisceau vertical à la fréquence verticale ωy′ et
du faisceau horizontal à la fréquence selon son axe ωz′ (voir figure 2.4 du chapitre 2),
les trois différentes pulsations s’écrivent :

ωy′ =
2

wh

√

Uh

m
ωz′ =

2

wv

√

Uv

m
ωx′ =

√

ω2
y′ + ω2

z′ (3.7)

où wh,v désigne les waists des faisceaux horizontal et vertical, et Uh,v les profondeurs.
y′ est la direction verticale, z′ la direction de propagation du faisceau horizontal, et x′

la direction horizontale transverse. A l’instant t = 9 s où la lame demi-onde atteint sa
valeur finale, les fréquences théoriques estimées à partir de mesures de la puissance et
des waists des faisceaux croisés sont :

ωy′

2π
≃ 700Hz

ωz′

2π
≃ 700Hz

ωx′

2π
≃ 1000Hz (3.8)

Polarisation des faisceaux du piège croisé

Bien que la longueur de cohérence du laser utilisé pour former le piège optique
soit bien inférieure à la différence de chemin optique entre les trois faisceaux qui se
croisent au niveau des atomes (faisceau horizontal rétro-réfléchi et faisceau vertical),
nous avons observé expérimentalement une forte réduction de l’efficacité du chargement
dans le piège croisé quand les polarisations respectives de ces trois faisceaux ne sont
pas orthogonales. La figure 3.7 présente le nombre d’atomes chargés dans le dimple à
partir du piège optique linéaire, en fonction du temps. t = 0 correspond au moment ou
la lame de répartition des puissances commence à tourner.

Nous n’avons pas pu expliquer avec certitude la réduction du temps de vie dans le
dimple quand les polarisations ne sont pas croisées, mais il est probable que l’interpré-
tation de ce phénomène soit liée à l’existence de modes du laser. Ces modes peuvent
être à l’origine d’interférences, ou de transitions Raman stimulées.

La figure 3.8 présente le spectre de bruit d’intensité du laser. On observe une struc-
ture relativement régulière liée à la structure du laser fibré.



3.2 Le refroidissement évaporatif 75

Temps (s)

N
o

m
b

re
d

’a
to

m
e

s

Fréquence (MHz)

p
u
is

s
a
n
c
e
 d

e
 b

ru
it
 (

d
B

/H
z
)

Fig. 3.7 – Nombre d’atomes chargés dans le dimple en fonction du temps pendant la
séquence de chargement, quand les faisceaux ont des polarisations linéaires orthogo-
nales entre elles (triangles noirs) et parallèles (cercles rouges). Les traits pleins sont
des guides pour les yeux. Le chargement est plus efficace quand les polarisations sont
orthogonales.
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Fig. 3.8 – Spectre de bruit d’intensité du laser mesuré avec un photodétecteur de bande
passante 1 GHz (courbe du haut, rouge). La courbe noire du bas est une référence sans
laser.
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3.2.2 Evaporation dans le piège croisé

Forme du potentiel

A partir de l’instant où la lame demi-onde est arrivée au bout de sa rotation (
t = 9 s ), l’évaporation forcée se fait uniquement en diminuant la puissance totale
du laser, et le rapport entre les fréquences du piège ne change plus. Durant cette
dernière étape l’expérience nous a montré qu’il était plus favorable de ne pas compenser
totalement la gravité et d’appliquer un gradient de champ magnétique dans la direction
de propagation du faisceau horizontal du piège Oz′. De cette façon, les atomes évaporés
du piège croisé ne restent pas piégés dans les faisceaux horizontal et vertical : les
confinements très ”mous” le long des faisceaux sont dominés par la gravité et le gradient
magnétique horizontal.

Le profil de potentiel dans la direction verticale Oy′ est représenté sur la figure
3.9 : sans gravité, le piège est composé de deux potentiels superposés, l’un fortement
confinant créé par le faisceau horizontal, et l’autre peu confinant créé par le faisceau
vertical (figure de gauche). Sur la figure de droite, la gravité ( compensée à 80% ) domine
totalement le potentiel longitudinal créé par le faisceau vertical, alors qu’elle modifie
peu le potentiel transverse du faisceau horizontal. Un faible gradient magnétique a le
même effet dans la direction horizontale Oz′. La profondeur du piège est alors celle
d’un seul faisceau Utotale ≡ Uv ≃ Uh et non plus la somme des deux. Les atomes chauds
expulsés du dimple ne restent pas dans les pièges optiques linéaires et ne reviennent
pas collisionner avec ceux qui sont restés dans le dimple.

Régime collisionnel

Afin de déterminer si le régime collisionnel est favorable au refroidissement évapo-
ratif, la distance moyenne d que doit parcourir un atome entre le moment ou elle subit
une collision élastique et le moment ou elle sort du piège, doit être comparée au libre
parcourt moyen lm du piège, rapport de la vitesse thermique moyenne et du taux moyen
de collision : lm = v̄

γ
. Dans le cas d’une évaporation à trois dimensions, la distance d est

égale au rayon moyen du piège r̄ = v̄
ω̄

(ω̄ = (ωxωyωz)
1/3). Les deux régimes collisionnels

possibles sont les suivants :

– Si ω̄ ≪ γ (ce qui est équivalent à lm ≪ r̄), une particule subit de nombreuses
collisions après avoir acquis l’énergie nécessaire à son évaporation, et son énergie
est répartie à nouveau dans le gaz avant qu’elle n’ait pu s’échapper. Il s’agit du
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Fig. 3.9 – Profils de potentiel du piège dans la direction verticale. A gauche : la gravité
est totalement compensée ; a droite : la gravité n’est compensée qu’à 80%.

régime hydrodynamique. Ce régime est très défavorable au refroidissement éva-
poratif : la majorité des collisions produisants des particules d’énergie supérieure
à la profondeur du piège sont inefficaces car ces particules restent dans le piège à
cause de nouvelles collisions.

– Si ω̄ ≫ γ, alors les particules ayant acquis une énergie supérieure à U sont éva-
porées sans subir de nouvelles collisions. Il s’agit du régime de Knudsen. C’est le
régime idéal pour le refroidissement évaporatif.

Supprimer les confinements longitudinaux associés aux pièges optiques permet d’éva-
porer dans un piège confinant sans que le rapport η entre la température et la pro-
fondeur ne soit trop élevé. Cette configuration présente cependant un inconvénient :
l’expulsion des atomes lors de l’évaporation n’à lieu que dans les deux directions privi-
légiées par les gradients. Par conséquent, une particule ayant acquis dans une collision
élastique une énergie totale supérieure à la profondeur ne sortira du piège qu’au bout
d’un temps moyen supérieur à sa période d’oscillation. En d’autres termes la distance
moyenne qu’une particule parcourt dans le piège après une collision avant d’être éva-
porée est supérieure au cas d’une évaporation à trois dimensions.

Au début de la phase d’évaporation dans le piège croisé (t = 9 s) on a γ/ω̄ ≃ 0, 05,
on peut donc conclure que notre système est dans le régime de Knudsen. Cependant
dans notre cas, la distance parcourue par les atomes d est supérieure au rayon moyen
du piège. Il est possible que cela ait une influence sur l’efficacité du refroidissement
évaporatif. On peut malgré tout supposer que d reste du même ordre de grandeur que
r̄ et donc inférieur à lm.
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Obtention d’un condensat

Pendant la phase d’évaporation dans le piège croisé, nous diminuons la profon-
deur du piège de U/kB ≃ 13 µK à U/kB ≃ 1 µK en 4,5 s. La température critique
théorique[62]

Tc ≃ 0.94
~ω̄

kB

N1/3 (3.9)

dépend des fréquences du piège, qui varient pendant l’évaporation. Si on prend les
fréquences du piège à la profondeur à laquelle une fraction condensée non négligeable
apparâıt, on obtient la valeur :

Tc ≃ 400 nK (3.10)
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Fig. 3.10 – Triangles rouges : Température du gaz ; trait plein : profondeur du piège ;
cercles bleus : densité dans l’espace des phases en fonction du temps pendant la rampe
d’évaporation forcée.

La figure 3.10 présente la profondeur du piège, la température du gaz et la densité
dans l’espace des phases en fonction du temps pendant la phase d’évaporation. Le
nombre d’atomes varie de 100 000 à 10 000.

Nous avons effectué des images par absorption du nuage pour différentes profondeurs
finales de la rampe d’évaporation (figure 3.11). La structure bimodale caractéristique
de la condensation de Bose-Einstein apparâıt pour une profondeur de ∼ 2, 8µK, à une
température de ∼ 450 µK.
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Une fois que le gaz est devenu un condensat quasiment pur contenant typique-
ment entre 10 000 et 15 000 atomes, nous recomprimons le piège adiabatiquement
afin de stopper l’évaporation et d’augmenter légèrement les fréquences. Cela nous per-
met également d’effectuer toutes les expériences ultérieures dans le même piège malgré
d’éventuelles modifications de la rampe d’évaporation en fonction des conditions expé-
rimentales. La recompression adiabatique dure 1 s pendant laquelle la profondeur du
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piège varie de ∼ 1 µK à ∼ 3 µK.

3.3 Caractérisation du condensat

3.3.1 Mesure des fréquences du piège

Les fréquences du piège sont des paramètres importants car elles nous permettent de
calculer la densité atomique à partir du nombre d’atomes quand le gaz est à l’équilibre
thermique. Pour des gaz atomiques très denses, nous ne pouvons pas mesurer direc-
tement la taille du nuage dans le piège : nous ne pouvons prendre d’images qu’après
temps de vol4. Il est donc important de connâıtre précisément les fréquences du piège
et nous avons mis en œuvre deux expériences afin de les mesurer.

Quand le piège a atteint sa profondeur finale, après recompression, les fréquences
théoriques5 valent :

ωy

2π
≃ 280Hz

ωz

2π
≃ 300Hz

ωx

2π
≃ 410Hz (3.11)

La principale incertitude sur ces résultats provient de notre incertitude sur les waists
des faisceaux et de notre manque d’information sur la position exacte des atomes par
rapport aux waists des faisceaux du piège. Une incertitude de 2 mm sur la position des
atomes se traduit par une incertitude de plus de 100 Hz sur les fréquences théoriques.

Nous avons mesuré la fréquence d’oscillation verticale (
ωy′

2π
) des atomes dans le piège

à la profondeur finale, en observant le mouvement d’ensemble du condensat dans le
piège après une excitation créée par une brusque accélération verticale. Pour cela nous
éteignons le piège pendant 500 µs puis nous le rallumons. Les atomes sont accélérés
en bloc vers le bas sous l’effe de la gravité puis, quand le piège est rallumé, vers le
centre de celui-ci. Si le piège est suffisamment profond pour être considéré comme
harmonique, le condensat oscille alors à la fréquence

ωy′

2π
dans la direction verticale.

Nous laissons un temps d’oscillation libre τ variable puis nous éteignons à nouveau le
piège et prenons une photo du condensat après un temps de vol de 5 ms. La figure
3.12 présente la vitesse du condensat dans le piège au moment où celui-ci est éteint, en
fonction du temps d’oscillation libre τ . Celle-ci est déduite de la mesure de la position
du condensat après temps de vol. Un ajustement de cette courbe par une sinusöıde nous
donne la fréquence verticale d’oscillation libre du condensat dans le piège

ωy′

2π
≃ 220

Hz.
Une seconde expérience de mesure des fréquences consiste à moduler la constante

de rappel du piège afin d’obtenir le spectre d’excitation paramétrique du gaz [59]. Si
le rapport entre la profondeur du piège et la température des atomes est assez grand,

4La résoltion de l’imagerie est limitée à 2 µm et la taille typique d’un condensat vaut ∼ 4 µm
5calculées à partir de la puissance mesurée et des waists des faisceaux vertical et horizontal mesurés

avec une caméra ccd.
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Fig. 3.12 – Vitesse du condensat au début du temps de vol, en fonction du temps
d’oscillation libre dans le piège (temps écoulé entre la fin de l’excitation et le début du
temps de vol). Le trait plein est un ajustement sinusöıdal de la courbe, de fréquence
220 Hz.

on peut considérer le piège comme harmonique. Dans ce cas, une modulation de la
constante de rappel à une fréquence égale à deux fois la fréquence du piège a pour effet
une augmentation exponentielle de l’énergie moyenne des atomes [60]. Si on observe la
température du gaz après quelques secondes d’excitation, en fonction de la fréquence
de modulation, des pics apparaissent aux fréquences 2ωx/2π, 2ωy/2π, et 2ωz/2π.

Nous effectuons cette expérience pour un gaz thermique, proche de la condensation,
afin que les fréquences d’excitation ne soient pas modifiées par les interactions entre
atomes. Les fréquences de rappel du piège étant liées à la puissance laser, il nous
suffit de moduler cette dernière via le modulateur accousto-optique. Nous mesurons
la température par temps de vol après une phase d’excitation de 1 s pendant laquelle
nous modulons la puissance laser de 6%. L’augmentation de la température pendant
l’excitation peut permettre aux atomes d’explorer la partie non harmonique du piège,
ce qui se traduit par un élargissement et un décalage des pics. Cependant on n’observe
aucune perte pendant cette expérience, ce qui montre que les atomes restent assez
proches du centre du piège.

Le résultat de cette expérience est présenté sur la figure 3.13. En plus des trois réso-
nances attendues à 2ωx,y,z/2π, on observe deux résonances supplémentaires à ωy/2π et
ωz/2π. Nous interprétons ces résonances comme les résultats d’une excitation dipolaire
du nuage due à la modulation de la position du centre du piège. Cette expérience étant
effectuée en présence de gravité (selon Oy) et d’un gradient le long de l’axe Oz, une
modification de la puissance laser s’accompagne d’un déplacement du centre du piège
selon y et z. Dans la direction verticale par exemple, le calcul de la position du centre
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Fig. 3.13 – Spectre d’excitation paramétrique du piège : température après une seconde
d’excitation en fonction de la fréquence de modulation.

du piège en fonction de la puissance montre qu’elle est modulée d’une amplitude de 0.2
µm.

Les trois fréquences ont été indentifiées en répétant l’expérience pour une répartition
différente des puissances entre faisceau vertical et horizontal : la direction dans laquelle
les pics se déplacent nous indique sans ambigüıté à quelle direction ils correspondent.
De plus la mesure de la fréquence verticale ωy/2π = 220 Hz correspond parfaitement
à la mesure effectuée en observant les oscillations libres du condensat. Les fréquences
mesurées :

ωy

2π
= 220± 5Hz

ωz

2π
= 300± 5Hz

ωx

2π
= 390± 5Hz (3.12)

sont utilisées dans toutes les expériences suivantes. Pour des puissances lasers dif-
férentes, nous échelonnons ces valeurs en fonction de la profondeur théorique en sup-
posant que la forme du piège ne change pas considérablement.

L’accord avec les fréquences évaluées théoriquement à partir des waists :

ωy

2π
≃ 280Hz

ωz

2π
≃ 300Hz

ωx

2π
≃ 410Hz (3.13)

est bon pour ωz et ωx. Pour l’axe vertical Oy la fréquence est largement surestimée.
Nous interprétons ce désaccord par le fait que nous ne connaissons pas précisément
la position du waist du faisceau horizontal rétro-réfléchi. La superposition de deux
faisceaux est source d’une incertitude sur la forme du piège au niveau des atomes.
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3.3.2 Propriétés de l’état fondamental du condensat

Une fois les fréquences du piège déterminées précisément, nous pouvons étudier les
propriétés du condensat dans le piège croisé. Le potentiel confinant est restreint à sa
partie harmonique de la forme :

V (~r) =
m

2

(

ω2
xx

2 + ω2
yy

2 + ω2
zz

2
)

(3.14)

Si on néglige les interaction entre atomes, l’état fondamental du condensat est ob-
tenu en mettant les N particules dans l’état fondamental à une particule de l’oscillateur
harmonique à trois dimensions [61] :

φ(~r1, ..., ~rN ) =
∏

i

ϕ0(~ri) (3.15)

où ϕ0(~r) vaut :

ϕ0(~r) =
(mωoh

π~

)3/4

exp
[

−m
2~

(

ωxx
2 + ωyy

2 + ωzz
2
)

]

(3.16)

et où ωoh = (ωxωyωz)
1/3 est la pulsation moyenne du piège.

Dans ce cas la distribution de densité est gaussienne et augmente avec N : n(~r) =
N |ϕ0(~r)|2 ; alors que la largeur du nuage est fixée par les caractéristiques de l’oscillateur
harmonique et ne dépend pas du nombre d’atomes :

aoh =

√

~

mωoh

(3.17)

Pour notre piège aoh ≃ 2 µm.

Les interactions répulsives entre atomes modifient fortement ces résultats. Afin de
déterminer le profil de densité en tenant compte des interactions, nous utilisons l’équa-
tion de Gross-Pitaevskii :

i~
∂Φ(r, t)

∂t
=

[

−~2∇2

2m
+ Vext(r) + g |Φ(r, t)|2

]

Φ(r, t) (3.18)

où Φ(r, t) est la fonction d’onde du condensat et Vext(r) est le potentiel confinant.
Le terme g |Φ(r, t)|2 est le potentiel de champ moyen créé par les interactions.

Ici, nous avons pris en compte uniquement les interactions de contact en onde s, du
fait de la très faible énergie de collision dans un condensat. Nous avons négligé le poten-
tiel d’interaction dipole-dipole magnétique : bien que son effet ait déjà été observé sur
l’expansion libre d’un condensat de 52Cr [43], son effet est faible comparé au potentiel
d’interaction de contact. Pour comparer la force relative de ces deux interactions, il est
commode d’introduire le paramètre sans dimension [35] :
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ǫdd =
µ0µ

2m

12π~2a
(3.19)

où a est la longueur de diffusion en onde s et µ le moment magnétique. L’interac-
tion dipôle-dipôle rend un condensat de Bose-Einstein instable quand ǫdd > 1. Pour le
chrome µ = 6µB et a ≈ 100a0 [37] et ǫdd vaut donc environ 0,16.

L’interaction de contact est caractérisée par a, la longueur de diffusion en onde s
qui est reliée à la constante de couplage g par l’équation :

g =
4π~2a

m
(3.20)

L’équation de Gross-Pitaevskii est valable si la longueur de diffusion en onde s est
petite devant la distance moyenne interatomique, soit pour un gaz de densité moyenne
n̄, à la condition : n̄a3 ≪ 1. La densité moyenne dans le condensat, si on néglige les
interactions, vaut n̄ ≈ 1015 cm−3. En prenant cette valeur comme borne supérieure
pour la densité, les interactions répulsives ayant tendance à la diminuer, le produit n̄a3

est de l’ordre de 10−3.

L’hamiltonien étant indépendant du temps, on peut réécrire la fonction d’onde sous
la forme Φ(r, t) = φ(r)exp (−iµt/~) où µ est le potentiel chimique et où Nφ2(r) = n(r).
L’équation 3.18 deviens alors :

(

−~2∇2

2m
+ Vext(r) +Ngφ2(r)

)

φ(r) = µφ(r) (3.21)

L’approximation de Thomas-Fermi [61] consiste à négliger l’énergie cinétique des
atomes dans le piège. Dans l’état fondamental de l’oscillateur harmonique, le rapport
entre l’énergie d’interaction et l’énergie cinétique s’écrit :

Eint

Ecin

=
8π~2aN

ma2
ho

× ma2
ho

~2
=

8πNa

aho

(3.22)

Quand le nombre d’atomes est grand, l’énergie d’interaction domine largement
l’énergie cinétique. Dans notre cas, pour un condensat contenant 10 000 atomes, on
a : Eint

Ecin
∼ 600.

Dans cette approximation, l’équation (3.21) devient :

n(r) =
µ− Vext(r)

g
(3.23)
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dans la région où µ > Vext(r) et n(r) = 0 à l’extérieur. Il faut cependant remarquer
que ce profil de densité ayant la forme d’une parabole inversée n’est pas valable quand
la densité devient trop faible, c’est-à-dire au bord du condensat.

La condition
∫

n(r)dr = N permet de calculer le potentiel chimique en fonction du
nombre d’atomes :

µ =
~ωoh

2

(

15Na

aoh

)2/5

(3.24)

Dans notre système, le potentiel chimique du condensat dans le piège recomprimé
calculé à partir du nombre d’atomes, des fréquences du piège et de la valeur de la
longueur de diffusion mesurée dans [37] vaut : µ/h = 2600± 100 Hz.

La densité atomique s’annule au point de rebroussement ~R défini par la relation :
µ = Vext(~R). Les rayons de Thomas-Fermi définis par µ = mω2

iR
2
iTF/2 valent :

RxTF = 2, 6± 0, 2µm RyTF = 4, 6± 0, 2µm RzTF = 3, 4± 0, 2µm (3.25)

Enfin, la densité au centre du piège vaut n0 = (9, 0± 0, 5)× 1013 cm−3.

3.3.3 Expansion libre du condensat

La résolution de notre système d’imagerie (∼ 2µm) ne nous permet pas de mesurer
in situ les rayons de Thomas-Fermi du condensat dans le piège. Il est possible cependant
d’observer l’expansion du condensat en temps de vol, après une extinction brusque
du piège optique. L’évolution de la fonction d’onde macroscopique d’un condensat de
Bose-Einstein dans un potentiel dépendant du temps, dans l’approximation de Thomas-
Fermi, est décrite dans [63]. En particulier, la densité du condensat est une parabole
inversée dépendant du temps :

nTF (r, t) =
µ− m

2

[

ω2
xx

2/λ2
x(t) + ω2

yy
2/λ2

y(t) + ω2
zz

2/λ2
z(t)
]

gλx(t)λy(t)λz(t)
(3.26)

quand le terme de droite est positif, et nulle quand il est négatif. Son évolution
temporelle est décrite par les trois facteurs d’échelle λx,y,z satisfaisant l’équation :

λ̈i =
ω2

i (0)

λiλxλyλz

− ω2
i (t)λi (i = x, y, z). (3.27)

Dans le cas d’une coupure brusque du piège, les fréquences ωi(t) sont nulles pour
t > 0 et l’équation devient :

λ̈i =
ω2

i (0)

λiλxλyλz

(i = x, y, z). (3.28)
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La résolution numérique de cette équation nous permet de tracer l’évolution tem-
porelle des rayons de Thomas-Fermi du condensat :

RiTF (t) =

√

2µ

m

λi(t)

ωi

= RiTF (0)λi(t) (3.29)

après l’extinction du piège (voir les droite en trait plein de la figure 3.14).
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Fig. 3.14 – Evolution temporelle des rayons de Thomas-Fermi (mesurés) selon x (tri-
angles rouges) et selon y (carrés bleus). Traits pleins : rayons de Thomas Fermi évalués
via la résolution numérique de l’équation 3.28.

Nous avons par ailleurs mesuré les rayons RxTF et RyTF , pour des temps de vol
supérieurs à 4 ms, par ajustement du profil de densité du nuage obtenu par l’imagerie
par absorption (données expérimentales de la figure 3.14). On peut en effet réécrire le
profil de densité en fonction des rayons de Thomas-Fermi :

n(r, t) =
µ

gλx(t)λy(t)λz(t)

(

1− (x/RxTF (t))2 − (y/RyTF (t))2 − (z/RzTF (t))2
)

(3.30)

et déduire par un ajustement le rayon de Thomas-Fermi.
Cette expérience a été réalisée dans un piège non recomprimé de rayons de Thomas-

Fermi :

RxTF = 3, 75± 0, 25µm RyTF = 5± 0, 25µm RzTF = 5± 0, 25µm (3.31)

La figure 3.15 présente un exemple d’image par absorption du nuage résultant de
la libération du condensat. Sur cette image on observe une partie thermique non né-
gligeable. La partie condensée est ajustée par le profil de Thomas-Fermi intégré selon
deux directions afin d’obtenir une mesure du rayon de Thomas-Fermi.
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Fig. 3.15 – Haut : Image par absorption du condensat après un temps de vol de 9 ms.
Bas : profil de densité optique intégré selon y. Le trait plein est un ajustement par un
profil de Thomas-Fermi intégré selon y et z.

L’anisotropie de l’expansion libre du condensat, due à l’anisotropie du piège dans
lequel il était confiné, est une des signatures classiques de l’obtention d’un condensat de
Bose-Einstein. Dans un gaz classique interagissant faiblement, l’expansion est isotrope.

Conclusion

Notre procédure nous permet d’obtenir un condensat de Bose-Einstein de 52Cr au
terme d’une phase de refroidissement évaporatif dans un piège optique d’une durée
typique de 13,5 s. Le chargement particulièrement rapide (∼ 200 ms) rend la durée
du cycle expérimental d’obtention du condensat relativement courte : environ 20 s, 6 s
supplémentaires étant nécessaires à la fin de la séquence pour réinitialiser les paramètres
de départ6, contre 35 s dans [41]. Le condensat contient typiquement 10 000 atomes.
Ce nombre peut varier selon les conditions expérimentales (par exemple la qualité du
vide ou la qualité du flux atomique provenant du four) : le nomre maximal d’atomes
condensés que nous ayons observé est 30 000 atomes. La durée de vie à 1/e typique du

6La lame λ/2 sur rotation motorisée permettant de répartir les puissances du piège optique doit
être replacée à sa position de départ.
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condensat est de l’ordre de 10 s.



Deuxième partie

Etude de collisions dues à
l’interaction dipolaire





C H A P I T R E 4

Etude d’un condensat habillé par un champ
RF intense loin de résonnance

Introduction

L’étude décrite dans ce chapitre s’incrit dans le prolongement des travaux menés par
Serge Haroche et Claude Cohen-Tannoudji au Laboratoire de Spectroscopie Hertzienne
de l’Ecole Normale Supérieure en 1970 [64, 65, 66] sur l’effet d’un champ magnétique
radio-fréquence (rf) intense sur des atomes dans un champ statique, dans le régime
où la fréquence rf est bien plus grande que la fréquence de Larmor associée au champ
statique. Le spectre Zeeman de l’atome habillé par la rf est fortement modifié, malgré
l’absence de transitions résonnantes. En particulier, il est possible d’annuler l’écart en
énergie des sous-niveaux Zeeman de l’atome dans un champ magnétique statique non
nul.

Dans la majorité des condensats de Bose-Einstein, le degré de liberté lié au spin
des atomes ne joue aucun rôle car les différents sous-états Zeeman sont séparés par
une énergie plus élevée que l’énergie typique d’interaction entre atomes. C’est le cas en
particulier pour un condensat dans un piège magnétique où il est impossible de contrôler
l’énergie Zeeman. Dans un piège optique, il est possible d’imposer un champ magnétique
homogène et d’observer des manifestations de la nature spinorielle du condensat [69].
Des condensats multi-composantes (”spinor condensate” en anglais) de spin 1 [70, 71]
et de spin 2 [72, 73, 74] ont été étudiés dans le cadre de collisions entre atomes avec
échange de spin, pour lequelles le spin total des atomes est conservé. Des oscillations
cohérentes entres états de spin ont été observées mais l’état fondamental du condensat
multi-composantes n’a pas été obtenu. Pour cela, il est nécessaire que les sous-états
Zeeman soit dégénérés par rapport à l’énergie d’interaction entre les atomes. Cela
nécessite un champ magnétique statique inférieur à ∼ 1 mG ce qui n’est accessible que
dans un environnement blindé magnétiquement.

Dans ce chapitre, nous explorons une voie différente, consistant à utiliser un champ
magnétique radiofréquence pour modifier la sensibilité magnétique des atomes [50].
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4.1 Calcul du facteur de Landé de l’atome dans un

champ rf

Un champ magnétique radiofréquence Brf (t) = Brf cos(ωt) de pulsation de Rabi
Ωrf = gJµBBrf/~ appliqué à des atomes dans un champ statique de fréquence de
Larmor ω0 = gJµBB, dans la limite où ω ≫ ω0, a pour effet de modifier le facteur de
Landé atomique pour la partie du champ statique perpendiculaire au champ rf [64] :

gJ⊥(Ωrf/ω) = gJ⊥J0(Ωrf/ω) (4.1)

où J0 est la fonction de Bessel d’ordre 0

Les énergies propres des sous états Zeeman |m〉 habillés par la rf en présence d’un
champ statique s’écrivent alors :

Em(
Ωrf

ω
) = mgJµB

√

B2
⊥J

2
0 (

Ωrf

ω
) +B2

‖ (4.2)

où B⊥ et B‖ sont les composantes du champ statique perpendiculaire et parallèle au
champ rf.

Elles sont représentées sur la figure 4.1 pour un atome de 52Cr dans l’état fonda-
mental 7S3.

Ω/ω

Em

+3

+2

+1

0

-1

-2
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2.4

Fig. 4.1 – Energies propres des sept sous niveaux Zeeman du niveau fondamental 7S3

du 52Cr habillés par la rf, en fonction du rapport Ωrf/ω. La fonction de Bessel d’ordre
zéro s’annule en Ωrf/ω = 2.4 où la dégénérescence entre les niveaux n’est plus levée
que par le champ statique parallèle : ∆Em(2.4) = ~ω0‖.
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Dans cette partie, je présente deux calculs permettant d’arriver à ce résultat. Le
premier utilise le formalisme de l’atome habillé par la rf pour un spin 1/2 et les notions
qui y sont abordées seront utilisées dans les chapitres suivants. Le second est un calcul
classique.

4.1.1 Le facteur de Landé habillé par un champ rf

Considérons un atome habillé par un champ magnétique rf ~Brf (t) = Brfcos(ωt)~x
de pulsation de Rabi Ωrf = gJµBBrf/~. On considère également que le champ statique
~B0 = B‖~x + B⊥~z, est tel que sa pulsation de Larmor ω0 = gJµBB0 est très petite
devant la pulsation du champ rf : ω0 ≪ ω. On introduit les fréquences de Larmor asso-
ciées aux composantes du champ statique parallèle (ω0‖ = gJµBB‖) et perpendiculaire
(ω0⊥ = gJµBB⊥) au champ rf.

Dans un premier temps nous négligeons la composante perpendiculaire du champ
statique, que nous traiterons ultérieurement en perturbation, pour calculer de manière
exacte les états propres de l’atome habillé par le champ rf dans un champ statique
parallèle. Son hamiltonien vaut alors [106] :

H = ~ωa†a+ λSx(a+ a†) + ~ω0‖Sx (4.3)

où λ est une constante de couplage ayant la dimension d’une énergie : λ
√
N = 2~Ωrf

Comme H commute avec Sx, il suffit de calculer les états propres de Hǫ (ǫ = +1 ou
−1), restriction de H aux sous espaces propres de Sx :

Hǫ = ~ωa†a+
ǫ

2
λ(a+ a†) +

ǫ

2
~ω0‖ (4.4)

= ~ω

(

a† +
ǫλ

2~ω

)(

a+
ǫλ

2~ω

)

− λ2

4~ω
+
ǫ

2
~ω0‖ (4.5)

A ce stade il est commode d’introduire l’opérateur translation T (α) = exp
[

αa† − α∗a
]

qui a pour effet de translater les opérateurs de création et d’anihilation de la quantité
α :

T (α)aT †(α) = a− α (4.6)

T (α)a†T †(α) = a† − α (4.7)

L’application de T (ǫλ/2~ω) à Hǫ le ramène à l’hamiltonien :

H trans
ǫ = T (ǫλ/2~ω)HǫT

†(ǫλ/2~ω) = ~ωa†a− λ2

4~ω
+
ǫ

2
~ω0‖ (4.8)

de valeurs propres :
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EN = N~ω − λ2/4~ω +
ǫ

2
~ω0‖ (4.9)

et d’états propres |ǫx〉 ⊗ |N〉 ; |+x〉 et |−x〉 étant les états propres de Sx.

Le terme λ2/4~ω ∼ ~ω
N

peut être négligé dans la limite N ≫ 1, si Ωrf et ω sont du
même ordre de grandeur.

Finalement, l’application de l’opérateur T †(ǫλ/2~ω) à H trans
ǫ nous ramène aux états

propres de Hǫ :

T †(ǫλ/2~ω)H trans
ǫ |ǫx〉 ⊗ |N〉 = HǫT

†(ǫλ/2~ω) |ǫx〉 ⊗ |N〉 (4.10)

= ENT
†(ǫλ/2~ω) |ǫx〉 ⊗ |N〉 (4.11)

Les états propres de Hǫ s’écrivent donc :

˜|ǫx, N〉 = exp
[

−ǫλ(a† − a)/2~ω
]

|ǫx〉 ⊗ |N〉 (4.12)

Nous pouvons maintenant calculer l’effet de l’hamiltonien Zeeman Hz = ~ω0⊥Sz

lié au champ statique perpendiculaire à l’ordre 1 de la théorie des perturbations en

diagonalisant la matrice 2×2 représentant H +Hz dans le sous espace ˜|±x, N〉.
La matrice représentant Hz a pour éléments :

〈̃ǫx, N |Hz
˜|ǫx, N〉 = 0

˜〈+x, N |Hz
˜|−x, N〉 =

~ω0⊥
2
〈N | exp

[

λ

~ω
(a† − a)

]

|N〉 (4.13)

A la limite où N ≫ 1, le terme 〈N | exp
[

λ(a† − a)/~ω
]

|N〉 s’exprime en fonction
de la fonction de Bessel d’ordre 0 [106] :

〈N | exp

[

λ

~ω
(a† − a)

]

|N〉 = J0

(

2λ
√

〈N〉
2~ω

)

= J0

(

Ωrf

ω

)

(4.14)

H +Hz s’écrit donc :

~

2









ω0‖ ω0⊥J0

(

Ωrf

ω

)

ω0⊥J0

(

Ωrf

ω

)

− ω0‖









Sa diagonalisation est immédiate, ses énergie propres s’écrivent :
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E± = ±~

2

√

ω2
0⊥J

2
0

(

Ωrf

ω

)

+ ω2
0‖ (4.15)

Ce résultat est valable quel que soit Ωrf , même quand il est supérieur à ω. En effet,
l’approximation de l’onde tournante n’a pas été utilisée pour ce calcul. Le domaine de
validité est défini par ω0⊥ ≪ ω. ω0‖ peut être quelconque.

4.1.2 Interprétation classique

La résolution de l’équation classique du mouvement d’un spin en présence d’un
champ rf permet également d’arriver à ce résultat quand ω0 = 0. L’évolution d’un
moment magnétique ~µ dans un champ rf ~B(t) = Brfcos(ωt)~z vérifie l’équation :

d~µ

dt
=
gJµB

~
~µ× ~B(t) (4.16)

Φ(t)

y

z

x

μ

Brf

Fig. 4.2 –

Sa projection sur le plan xOy perpendiculaire à l’axe du champ rf a pour compo-
santes :

~µx(t) = µ⊥ cos(φ(t))~x

~µy(t) = µ⊥ sin(φ(t))~y (4.17)

En injectant 4.17 dans l’équation 4.16 on obtient :
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φ(t) =
gJµBBrf

~ω
sin(ωt) =

Ωrf

ω
sin(ωt) (4.18)

La composante de ~µ selon un axe perpendiculaire à la rf vaut donc µx(t) = µ⊥cos(
Ωrf

ω
sin(ωt))

et sa moyenne temporelle sur un temps T ≫ 2π
ω

:

〈µx(t)〉 =
µ⊥
T

∫ T

0

cos(
Ωrf

ω
sin(ωt)) = µ⊥J0(

Ωrf

ω
) (4.19)

Un champ magnétique statique très faible devant le champ rf modifiera peu ce
résultat.

4.2 Expériences de renormalisation du facteur de

Landé d’un condensat

4.2.1 Caractérisation des champs magnétiques

Expérience de Stern et Gerlach

Nous aurons souvent besoin par la suite de mesurer les populations atomiques dans
les différents sous-niveaux Zeeman de l’état fondamental 7S3. Pour cela, nous procédons
à une expérience de Stern et Gerlach, qui consiste à laisser évoluer le condensat pendant
quelques millisecondes dans un gradient de champ magnétique. Ce gradient exerce une
force magnétique sur les atomes qui dépend de leur état de spin.

En pratique nous appliquons un gradient de 0.3 G/cm le long de l’axe du faisceau
piège horizontal. Ensuite nous coupons brusquement le faisceau vertical du piège op-
tique afin de laisser les atomes libres selon l’axe z’ du faisceau horizontal. Sous l’effet
du gradient, les différentes composantes de spin se séparent et se déplacent selon z’
tout en restant confinées selon les deux autres directions. Nous prenons une image au
bout de 30 ms. Un résultat typique est présenté sur la figure 4.3.

Sur ces images on observe des atomes dans les sous états m = 3 et m = −3.
Les différentes composantes du condensat se déplacent selon l’axe du piège optique
horizontal, qui forme un angle de 7◦ avec l’axe du faisceau d’imagerie. Les distances
réellement parcourues par les atomes sont donc 1/sin(7◦) ≈ 8.2 fois plus grandes que
les projections observées. Cela signifie également que les atomes se déplacent le long
de l’axe de propagation du faisceau d’imagerie et s’éloignent beaucoup du plan objet
du système d’imagerie. Cela explique l’apparition de franges autour des composantes
extrêmes et le fait que certaines semblent plus grandes que d’autres. Ce type d’images
permet de déterminer la position et le nombre d’atomes des composantes mais il n’est
pas possible d’en tirer une information sur la température. Pour cela il faut faire une
image d’un nuage proche du plan objet du système d’imagerie.
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100μm

m=+3 m=-3

Fig. 4.3 – Images par absorption des atomes dans les sous niveaux Zeeman 3 et -3
après 30 ms d’évolution dans le piège optique horizontal en présence d’un gradient de
champ magnétique dirigé selon son axe de 0.3 G/cm.

Caractérisation du champ statique

Une mesure précise du champ magnétique à la position des atomes est obtenue par
spectroscopie rf : nous appliquons au condensat une rampe rf de faible intensité et de
fréquences extrèmes νmin proche de νLarmor et νmax bien supérieure à νLarmor. Nous
répétons l’opération en faisant varier νmin autour de νLarmor et mesurons le nombre
d’atomes restant dans m = −3 par une expérience de Stern et Gerlach. Un résul-
tat typique est présenté sur la figure 4.4 : Quand νmin devient inférieure à νLamor, le
spin des atomes bascule vers +3. Nous pouvons ainsi mesurer avec une précision de 2
mG la valeur de νLarmor. Nous avons effectué cette opération pour plusieurs champs
magnétiques afin de calibrer notre système permettant de contrôler le champ magné-
tique (alimentation et bobine) (voir figure 4.5). Nous avons répété cette opération pour
toutes les bobines du système (Bobines de compensation selon les axes y (vertical) et
x (horizontal perpendiculaire à l’imagerie)).

Caractérisation du champ rf

Le champ rf est créé par une bobine de 8 spires et de 8 cm de diamètre, dont le
centre est placé à 4 cm au dessus des atomes, et alimentée par un ampli rf 150 W et
un générateur rf de la marque Agilent. Le champ magnétique délivré par cette bobine
oscille dans l’axe vertical Oy et s’écrit : B(t) = Brfcos(ωt). Il est perpendiculaire au
champ statique selon z.

Afin de mesurer la pulsation de Rabi Ωrf = gJµBBrf associée à ce champ nous ob-
servons les oscillations de Rabi effectuées par les atomes quand la rf est à résonnance :
ω = ω0. La population oscille alors entre les différents sous-niveaux Zeeman à la fré-
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Fig. 4.4 – Nombre d’atomes dans le sous-niveau Zeeman m = −3 de l’état fondamental
en fonction de la fréquence minimale de la rampe rf appliquée aux atomes. Quand
cette fréquence minimale atteint la fréquence de Larmor associée au champ statique les
atomes basculent dans −3. Le trait plein est un guide pour les yeux.
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Fig. 4.5 – Champ magnétique statique déduit par l’application de rampes rf en fonc-
tion de l’alimentation de la bobine qui crée le champ. Le trait plein est un ajustement
linéaire. La droite obtenue nous permet de connâıtre le champ magnétique statique.

quence Ωrf/2π. Afin d’observer ces oscillations nous prenons des images par absorption
du nuage pour différents temps d’oscillation. Nous appliquons un pulse d’imagerie très
court, afin que le signal obtenu dépende de la polarisation des atomes (voir paragraphe
(2.2.2) : les atomes dans m=-3 on une plus grande section efficace d’absorption que
dans +3). Ainsi, le signal obtenu par l’imagerie est maximal quand tous les atomes sont
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dans m = +3 et minimal quand ils sont dans m = −3. Comme la seule information
qui nous intéresse est la fréquence d’oscillation, nous n’avons pas besoin de connâıtre
précisément le nombre d’atomes. Un ajustement sinusöıdal de la courbe obtenue nous
permet de déterminer Ωrf (voir figure 4.6).
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Fig. 4.6 – Oscillations de Rabi : évolution temporelle du signal d’imagerie par ab-
sorption en présence d’un champ rf à résonance. La fréquence d’oscillation de cette
population nous permet de remonter à l’amplitude du champ rf. Cette expérience a été
effectuée sur un gaz thermique proche de la condensation.

Nous avons répété cette mesure pour plusieurs amplitudes ainsi que pour plusieurs
fréquences rf ω, car l’impédance de la spire qui délivre le champ rf en dépend fortement.
Ainsi nous avons une mesure précise de Ωrf qui est un paramètre important pour
l’expérience que nous voulons mener.

4.2.2 Mesure du facteur de Landé

L’expérience visant à mettre en évidence la modification du facteur de Landé des
atomes d’un condensat de chrome par le champ rf consiste à observer la trajectoire du
gaz dans un gradient de champ magnétique, en présence d’un champ rf intense perpen-
diculaire au champ statique.

Le condensat contenant 10 000 atomes se trouve dans le piège croisé. Il est polarisé
dans l’état m = −3 et le champ quantificateur valant initialement 2,3 G est réduit à 30
mG (soit une fréquence de Larmor ω0/2π = 85 kHz) pour l’expérience. Sa direction,
selon Oz, est perpendiculaire au champ rf. Nous appliquons également un gradient de
champ magnétique de b′ = 0, 25 G/cm le long de l’axe du piège optique horizontal Oz.

L’expérience consiste à éteindre brusquement le piège optique vertical afin de me-
surer le déplacement du condensat sous l’action du gradient magnétique. Les atomes
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sont confinés le long du piège horizontal et se déplacent uniquement selon Oz. Ils sont
soumis à la fois à la force dérivant de ce gradient et à la force longitudinale créée par
le piège optique qui ne peut être négligée. Cependant la trajectoire relative entre les
atomes dans différents sous états |mJ〉 est indépendante des forces optiques. En parti-
culier le déplacement relatif d’un sous-état |mJ〉 par rapport à |mJ = 0〉 après un temps
t s’ecrit :

∆m(t) =
mgJµBb

′

M
t2 (4.20)

où M est la masse atomique et b′ le gradient magnétique.

Nous avons mesuré la trajectoire d’atomes dans m=0 dans le piège optique hori-
zontal (voir figure 4.7). Pour cela nous avons mis les atomes dans une superposition
cohérente de sous états Zeeman grâce à un pulse Rabi π/2. On s’aperçoit que les atomes
dans m=0 sont légèrement accélérés longitudinalement, ce qui signifie que le faisceau
piège vertical ne croise pas le faisceau horizontal exactement en son waist.

t=0

t=25 ms

t=35 ms

t=30 ms

0 400 μm 800 μm

Fig. 4.7 – Images par absorption des atomes dans une superposition de sous états Zee-
man, après avoir évolué un temps t dans le piège optique horizontal seul et en présence
du gradient magnétique. |mJ = 0〉, entouré d’un cercle, a une trajectoire déterminée
uniquement par le piège optique.

A partir de la connaissance de la trajectoire d’atomes dans m=0 dans le piège op-
tique, nous pouvons déduire ∆−3(t) = z0(t) − z−3(t), où zi est la position des atomes
dans l’état i, à partir de la position du condensat polarisé dans m = −3. La mesure de
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∆−3 équivaut à une mesure de gJ qui en présence de rf est proportionnel à J0(Ωrf/ω)
si le champ statique est perpendiculaire au champ rf.

Nous avons mesuré le déplacement ∆−3(t,Ωrf/ω), relatif à m = 0, du condensat
après un temps t = 35 ms, en fonction du rapport des paramètres Ωrf et ω du champ
rf, pour trois différentes valeurs de ω, toutes bien supérieures à la fréquence de Larmor
statique, quelle que soit la position des atomes. La rf est allumée en 1 ms au début
de l’expérience. Le résultat, présenté sur la figure 4.8, est en très bon accord avec le
déplacement théorique tracé sans paramètre ajustable :

∆−3(Ωrf/ω) = ∆−3(0)× J0(Ωrf/ω) (4.21)

pour Ωrf/ω < 2.4.
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Fig. 4.8 – Déplacement observé du condensat après 35 ms dans le gradient magnétique
en présence de rf, en fonction du rapport Ωrf/ω. Trait plein : ∆(0) |J0(Ωrf/ω)|

Ωrf/ω ≃ 2.4 correspond au premier zéro de la fonction de Bessel pour lequel les sous
états habillés sont quasi-dégénérés malgré un champ statique non nul. Au delà de ce
point l’équation 4.1 prédit que gJ(Ωrf/ω) change de signe, cependant notre expérience
montre que gJ reste positif au delà du premier zéro. La présence d’une composante
du champ statique parallèle au champ rf B‖ non nulle explique ce comportement. Les
états habillés suivent le potentiel adiabatique (représenté sur la figure 4.1) :
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E−3(
Ωrf

ω
) = −3gJµB

√

B2
⊥(r)J2

0 (
Ωrf

ω
) +B2

‖(r). (4.22)

La composante B‖ crée un croisement évité en Ωrf/ω ≃ 2.4 de largeur gJµBB‖.
Le fait que la force magnétique ne soit pas inversée au delà du premier zéro dans
notre expérience montre que ce croisement est traversé adiabatiquement. Les points
expérimentaux suivent approximativement la valeur absolue de la fonction de Bessel,
représentée sur la figure 4.8.

4.2.3 Adiabaticité au croisement évité

Nous avons étudié la question de l’adiabaticité en modifiant le temps de mise en
place et de coupure de la rf. Dans une première expérience, nous faisons varier la
puissance de la rf de zéro à une valeur telle que Ωrf/ω > 2.4 en 20 µs, de façon à ce
que la traversée du croisement ne soit pas adiabatique. Nous laissons ensuite les atomes
se déplacer sous l’action du gradient dans le piège optique horizontal pendant 45 ms
puis observons leur position : au delà du croisement évité, le condensat est projeté sur
une superposition de tous les états habillés. Sur la figure 4.9 nous avons représenté
les déplacements des deux états extrêmes. L’un suit la fonction de Bessel et l’autre
sa valeur absolue, ce qui indique que le croisement évité a été traversé de façon non
adiabatique.

Une étude plus précise a été représentée sur la figure 4.10 : cette fois nous allu-
mons la rf lentement pour traverser le croisement évité de façon adiabatique, puis nous
l’éteignons en imposant une rampe descendante de durée variable τ . Nous séparons
ensuite les différentes composantes de spin afin de mesurer la population restante dans
m = −3. Pour des rampes d’extinctions lentes (τ > 100 µs), le critère d’adiabaticité
est satisfait et le condensat se retrouve dans un état pur polarisé dans m = −3. Pour
des rampes plus rapides les atomes sont projetés à la traversée du croisement évité sur
une superposition des différents sous-niveaux Zeeman.

Le critère d’adiabaticité n’est pas seulement lié à la vitesse de variation de l’énergie
mais également à la largeur du croisement évité. Cette largeur étant proportionnelle à
B‖, nous avons étudié son influence sur l’échelle de temps d’adiabaticité sur la figure
4.11. La rf est élevée de zéro à Ωrf/ω ≃ 3.25 en 20 µs, et nous mesurons pour différentes
valeurs de B‖ la population d’atomes qui suivent la trajectoire adiabatique. B‖ est
modifié en ajoutant un faible champ statique selon Oy, perpendiculaire au champ
statique initial. Le critère d’adiabaticité de Laudau-Zener prédit l’influence de B‖ sur
l’échelle de temps :

dE

~dt
≈ (gJµBB‖)

2 (4.23)

Plus B‖ est grand, plus les atomes ont de chances de suivre le potentiel adiabatique.
Dans cette expérience, dE/dt ≃ 3~ω⊥/∆t, avec ∆t = 20 µs le critère d’adiabaticité est
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Fig. 4.9 – Déplacement observé du condensat dans |mJ = −3〉, similaire aux résultats
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Fig. 4.10 – Population restant dans l’état fondamental |m = −3〉 apres habillage par
la rf, en fonction du temps d’extinction de la rf τ entre Ωrf/ω = 2.8 et zéro. A droite :
image par absorption des différentes composantes, après habillage du condensat par la
rf puis expansion de 35 ms dans le piège optique horizontal plus le gradient magnétique,
pour différentes valeurs de τ .
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respecté pour B‖ ≈ 20 mG ce qui est cohérent avec la figure 4.11.
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3 Fig. 4.11 – Probabilité que le pro-
cessus d’allumage de la rf soit
adiabatique, en fonction de la
composante du champ statique pa-
rallèle à la rf B‖. La rf est allumée
en 20 µs à une valeur Ωrf/ω =
3.25, puis les différents sous-états
habillés sont séparés par un gra-
dient afin de mesurer la popula-
tion restant dans l’état habillé de
plus basse énergie. Le trait plein
est un ajustement par une fonc-
tion gaussienne.

Cette expérience nous permet d’ajuster la composante parallèle B‖ afin que les états
soient le plus proche possible de la dégénérescence quand la fonction de Bessel s’an-
nule. Le fait que l’on puisse traverser le croisement évité de façon diabatique montre
que les états sont proches de la dégénérescence quand la fonction de Bessel s’annule.
Cependant, nous n’avons pas observé de signature de cette dégénérescence, comme des
oscillations cohérentes entre les composantes de spin. L’écart d’énergie entre les sous-
états habillés, qui vaut gJµBB‖, est trop élevé dans notre experience, car nous n’avons
pas un contrôle suffisamment précis de B‖.

Une solution envisagée est l’utilisation d’un asservissement du champ magnétique
pour rendre la composante parallèle suffisament faible pour que l’écart d’énergie entre
les sous-états habillés soit bien plus faible que le potentiel chimique du condensat.

Une autre solution encore à l’étude consisterait à d’utiliser deux champs rf indé-
pendants, perpendiculaires, afin d’annuler gJ dans les trois directions de l’espace.

Le fait de pouvoir habiller adiabatiquement les atomes est une nouveauté par rap-
port aux études spectroscopiques des références [65, 66]. Ce résultat est essentiel si l’on
veut utiliser la rf pour obtenir un condensat multi-composantes dans l’état fondamen-
tal.



4.3 Relaxation dipolaire assistée par la rf 105

4.3 Relaxation dipolaire assistée par la rf

Nous avons étudié la stabilité du condensat en présence de rf. Les collisions entre
atomes habillés ont fait l’objet de plusieurs études théoriques [68, 67]. Dans la référence
[68] les auteurs s’intéressent en particulier aux collisions inélastiques entre atomes ha-
billés par un champ magnétique radiofréquence au cours desquelles la paire d’atomes
change de multiplicité rf. Dans de nombreuses expériences de condensation de Bose-
Einstein, le refroidissement évaporatif repose sur un champ rf qui habille les atomes et
permet d’expulser ceux dont l’énergie cinétique est la plus élevée [1, 3, 2]. La question
des collisions inélastiques dans ce type de piège habillé par la rf est cruciale car ces
collisions sont la source de pertes et de chauffage. Les collisions inélastiques à deux
corps étudiées dans [68] reposent sur le couplage entre un état collisionnel entrant
est un état collisionel sortant de plus basse énergie (appartenant à une autre multi-
plicité). Ce couplage peut être dû à l’interaction d’échange de spin ou à l’interaction
dipôle-dipôle magnétique. D’après [68], les collisions inélastiques entre états habillés im-
pliquant l’émission ou l’absorption d’un photon rf sont négligeables dans les conditions
expérimentales typiques des experiences de condensation d’atomes alcalins. Jusqu’à
notre expérience, aucune mise en évidence expérimentale de ce type de collisions n’a
été démontrée.

4.3.1 Mise en évidence du phénomène

Dans le cas du chrome, l’interaction dipôle-dipôle est 36 fois plus élevée que pour
les alcalins. De plus, dans notre expérience nous pouvons imposer des champs rf de
puissance élevée. Nous avons observé une diminution spectaculaire de la durée de vie
du condensat polarisé dans le sous-état habillé de plus basse énergie en présence de
rf. La durée de vie du condensat dans |m = −3〉 sans rf, due essentiellement à des
collisions avec le gaz résiduel, est de l’ordre de 10 s. Le condensat habillé par la rf a une
durée de vie qui diminue quand la puissance rf augmente, jusqu’à quelques dizaines de
millisecondes pour les paramètres de champs magnétiques (rf et statique) typiques de
l’étude précédente (paragraphe 4.2).

La relaxation dipolaire

Contrairement aux collisions d’échange de spin, dans lesquelles la projection du spin
total sur l’axe de quantification mS est conservée, les collisions avec relaxation dipolaire
impliquent une modification de mS. En effet l’interaction dipôle-dipôle ne conserve pas
le spin mais plutôt le moment angulaire total. Le potentiel d’interaction entre deux
moments magnétiques ~µ1 = gJµB

~S1 et ~µ2 = gJµB
~S2 de positions ~r1 et ~r2 s’écrit :

Vdd(~r) = µ0(gJµB)2

~S1 · ~S2 − 3
(

~S1 · r̂
)(

~S2 · r̂
)

4πr3
(4.24)



106 Chapitre 4 Etude d’un condensat habillé par un champ RF intense loin de résonnance

où ~S1 et ~S2 sont les matrices de spin, ~r = ~r2 − ~r1 et r̂ = ~r/r.
Dans le cas spécifique de deux atomes de 52Cr dans l’état fondamental et dans le

sous-état Zeeman |mJ = 3〉, les deux canaux de relaxation sont :
– Canal 1 :

|3, 3〉 −→ 1√
2

(|3, 2〉+ |2, 3〉) (4.25)

∆E = gJµBB (4.26)

– Canal 2 :

|3, 3〉 −→ |2, 2〉 (4.27)

∆E = 2gJµBB (4.28)

où ∆E est le gain en énergie cinétique de la paire d’atomes dû à la relaxation. Pour
deux atomes dans |mJ = 3〉 la relaxation dipolaire est toujours possible et est exo-
énergétique. Au contraire, pour deux atomes dans |mJ = −3〉 la relaxation dipolaire
est endoénergétique.

Relaxation dipolaire entre états habillés par la rf

Nous observons des pertes inélastiques alors que le condensat, initialement polarisé
dans |mS = −3〉, est habillé adiabatiquement par la rf. L’atome reste pourtant dans le
sous-état Zeeman de plus basse énergie : ces collisions inélastiques s’accompagnent de
l’absorption ou de l’emisson d’un photon rf, la paire atomique change de multiplicité rf.
Il s’agit d’un processus de relaxation dipolaire assistée par la rf. Pour un condensat dans
|m = −3〉 la relaxation dipolaire est interdite énergétiquement à basse température. En
présence de rf, cette interdiction n’est plus valable si la relaxation dipolaire s’accom-
pagne de l’absorption d’un ou plusieurs photons rf. La figure 4.12 présente les états
habillés, groupés dans une série de multiplets ayant une structure de spin identique au
cas sans rf.

Deux atomes dans l’état mS = −3, dans un champ statique B, en présence de N
photons rf d’énergie ~ωrf , peuvent subir une relaxation dipolaire suivant deux séries
de canaux, déclenchée par l’absorption de ∆N = N −N ′ photons rf :

– Canal 1 :

|−3,−3, N〉 −→ 1√
2

(|−3,−2, N ′〉+ |−2,−3, N ′〉) (4.29)

∆E = −gJµBB + ∆N~ωrf (4.30)

– Canal 2 :

|−3,−3, N〉 −→ |−2,−2, N ′〉 (4.31)
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Fig. 4.12 – Niveaux d’énergie de
l’atome habillé par la rf, pour un
champ rf de fréquence grande de-
vant la fréquence de transition
atomique. Seuls les multiplets cor-
respondant à la présence de N et
N-1 photons sont représentés.

∆E = −2gJµBB + ∆N~ωrf (4.32)

Ces collisions sont permises énergétiquement à basse température pourvu que l’éner-
gie de sortie ∆E soit positive, ce qui est le cas pour un nombre de photons absorbés
suffisant : ∆N > gJµBB/~ωrf . Il est interressant de noter que pour un champ ref de
fréquence grande devant la fréquence de Larmor, la quasi totalité de l’énergie du pho-
ton rf est convertie en énergie cinétique. Il s’agit donc d’une énergie bien supérieure
à l’effet de recul habituellement observé lors de l’absorption d’un photon, celui-ci est
négligeable dans ce processus.

Les pertes à deux corps induites par la relaxation dipolaire sont caractérisées par le
paramètre de pertes à deux corps β. L’évolution de la densité atomique vérifie l’équation
(en l’absence d’évaporation et si on néglige les pertes à trois corps) :

dn(t)

dt
= −Γ1n(t)− βn(t)2 (4.33)

où Γ1 est le taux de pertes à un corps et β le paramètre de pertes à deux corps.
Γ1 ≃ 0.04 s−1 étant connu, nous pouvons déduire β de l’évolution temporelle du nombre
d’atomes dans le piège.

Dans le cas d’un gaz thermique, l’équation (4.33) intégrée en supposant une distri-
bution gaussienne deviens :

dN(t)

dt
= −β n0

23/2
N − Γ1N (4.34)

où n0 est la densité au centre du piège. Cette équation a pour solution :
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N(t) =
N0 exp(−Γ1t)

1 + K2n0

Γ123/2
[1− exp(−Γ1t)]

(4.35)

Dans le cas d’un condensat, la distribution de densité n’est pas gaussienne (voir
paragraphe (3.3.2)). L’équation (4.33) intégrée selon le profil de densité de Thomas-
Fermi s’écrit :

dN(t)

dt
= −βc2N7/5 − Γ1N (4.36)

où c2 = 152/5

14π

(

mω̄
~
√

a

)6/5

[76]. ω̄ = (ωxωyωz) est la fréquence moyenne du piège et a

est la longueur de diffusion en onde s.

Le nombre d’atomes dans le piège au bout d’un temps t vaut donc :

N(t) =
N0 exp(−Γ1t)

1 +
N

2/5

0
βc2

Γ1

[

1− exp(−2
5
Γ1t)

]5/2
(4.37)

Nous avons mesuré β pour un condensat soumis à un champ rf hors résonnance, en
fonction de la puissance rf (voir figure 4.13). Pour l’évaluer, nous mesurons le nombre
d’atomes dans le condensat au bout d’un temps fixe et nous en déduisons β grâce à
l’équation (4.37).

Nous avons mené cette experience pour deux configurations différentes. Dans le
premier cas, le champ statique (horizontal) est perpendiculaire au champ rf (vertical).
Dans le second cas, le champ statique est vertical et parallèle au champ rf. Dans les
deux cas cependant le champ statique est très faible devant le champ rf, ce qui explique
la similarité des résultats : on peut supposer que dans la limite où le champ statique
tend vers zéro, l’orientation relative des deux champs n’a pas d’importance.

Dans le cas perpendiculaire, nous observons une résonnance de pertes autour de
Ωrf/ωrf ≈ 0.5. Nous avons identifié la cause de cette résonnance comme étant un
bruit technique dû à l’amplificateur rf. Celui-ci délivre des fréquences parasites dans
la bobine rf qui sont à résonnance avec la fréquence de Larmor statique pour certaines
valeurs de Ωrf . Cela se traduit par un couplage entre différents sous-états Zeeman au
sein d’une même multiplicité (dans le cas parallèle, le couplage rf est nul entre états
habillés). Les sous-états supérieurs à mS = −3 ainsi produits sont ensuite éjectés du
piège par des collisions avec relaxation dipolaire indépendantes de la rf.

4.3.2 Taux de relaxation dipolaire assistée par la rf dans le
cas parallèle

Bien que nous ayons observé ces collisions en premier lieu pour un champ statique
perpendiculaire au champ rf, nous avons étudié plus en détail le cas parallèle pour lequel
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Fig. 4.13 – Paramètre de pertes à deux corps du condensat en présence d’un champ
rf non résonnant en fonction du rapport Ωrf/ωrf pour un champ statique parallèle
(cercles bleus) et perpendiculaire (triangles rouges) au champ rf. Les traits pleins sont
des guides pour les yeux.

le calcul théorique du taux de collision est plus simple. Notre théorie n’est pas valable
dans le cas perpendiculaire. Néanmoins, la similarité des résultats entre les deux cas
mise en évidence sur la figure 4.13 indique que l’interprétation physique est la même.

La détermination du taux de relaxation dipolaire assistée par la rf se fait à partir
des états habillés décrits au paragraphe (4.1.1). Le couplage dû à l’interaction dipolaire
entre états habillés est ensuite calculé au premier ordre de la théorie des perturbations.

Calcul de la section efficace de relaxation dipolaire assistée par la rf

On reprend ici le formalisme développé au paragraphe (4.1.1). En l’absence de
l’interaction dipolaire, l’hamiltonien décrivant deux particules dans un champ statique
B en présence d’un champ rf strictement parallèle s’écrit :

H0 =
~2

2M
∆ + gJµBBSz + ~ωrfa

†a+ λSz

(

a+ a†
)

(4.38)

où M = m/2 est la masse réduite et λ = 2~Ωrf/
√
N .

Les états propres de ce Hamiltonien s’écrivent :

˜
∣

∣

∣

~k,m1,m2, N
〉

= T †
m1,m2

∣

∣

∣

~k,m1,m2, N
〉

(4.39)
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où Tm1,m2
= exp

[

− (m1+m2)λ
~ωrf

(

a− a†
)

]

est l’operateur translation associé au champ

rf, ~k est le vecteur d’onde relatif des deux atomes et m1 et m2 décrivent les états de
spin des deux atomes.

Leurs énergies propres sont :

E~k,m1,m2,N =
~2k2

2M
+N~ωrf + gJµBB(m1 +m2)−

λ2(m1 +m2)
2

~ωrf

. (4.40)

Le terme λ2(m1+m2)2

~ωrf
peut être négligé quand N ≫ 1.

Nous calculons ensuite l’élément de matrice du couplage par l’interaction dipôle-
dipôle Vdd entre deux états habillés, au premier ordre de la théorie des perturbations :

A =
˜〈

~k′,m′
1,m

′
2, N

′
∣

∣

∣Vdd

˜
∣

∣

∣

~k,m1,m2, N
〉

(4.41)

A =
〈

~k′,m′
1,m

′
2

∣

∣

∣
Vdd

∣

∣

∣

~k,m1,m2

〉

〈N ′| exp

[

λ∆m

~ωrf

(a† − a
]

|N〉

où ∆m = m′
1 +m′

2 −m1 −m2.

Le premier terme de cette équation
〈

~k′,m′
1,m

′
2

∣

∣

∣
Vdd

∣

∣

∣

~k,m1,m2

〉

décrit la relaxation

dipolaire sans rf. Le second terme vaut1 :

〈N ′| exp

[

λ∆m

~ωrf

(a† − a)
]

|N〉 = JN−N ′

(

2Ωrf∆m

~ωrf

)

. (4.42)

JN étant la fonction de Bessel d’ordre N .

Les sections efficaces de collision correspondant aux canaux de relaxation dipolaire
1 et 2 se calculent dans l’approximation de Born selon la méthode décrite dans [40],

qui consiste à intégrer sur toutes les valeurs possibles des vecteurs d’onde initial (~ki) et

final (~kf ) la norme au carré de la transformée de Fourrier du couplage
∣

∣

∣Ã(~kf − ~ki)
∣

∣

∣

2

:

σ1 =
8π

15
S3

(

d2M

~2

)2

f

(

k
(1)
f

ki

)

k
(1)
f

ki

∣

∣

∣

∣

JN ′−N

(

2Ωrf

ωrf

)∣

∣

∣

∣

2

(4.43)

σ2 =
8π

15
S2

(

d2M

~2

)2

f

(

k
(2)
f

ki

)

k
(2)
f

ki

∣

∣

∣

∣

JN ′−N

(

4Ωrf

ωrf

)∣

∣

∣

∣

2

(4.44)

1Calcul en appendice ?
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où S = 3 est le spin, d2 = µ0

4π
(gJµB)2, et

f(x) = 1 +

(

−1

2
− 3

8

(1− x2)2

x(1 + x2)
log

(

(1− x)2

(1 + x)2

))

(4.45)

ki et kf sont reliés par l’équation de conservation de l’énergie :

~2k2
f

2M
=

~2k2
i

2M
+ ~ωrf (N −N ′)− gJµBB∆m (4.46)

L’énergie de sortie étant bien plus grande que l’énergie de collision, la fonction

f
(

kf

ki

)

vaut 2 [40].

La section efficace totale de relaxation dipolaire σ se déduit des équations (4.43)
et (4.44) en sommant sur tous les nombres de photons absorbés et tous les vecteurs
d’onde finaux possibles. Elle est reliée au paramètre que nous mesurons, le paramètre
de pertes à deux corps β, par la relation :

β = 2σvrel =
2~

M
σki (4.47)

où vrel est la vitesse relative des deux atomes en collision. Comme σ ∝ 1/ki, on
en déduit que le paramètre de relaxation dipolaire assistée par la rf ne dépend pas du
vecteur d’onde initial de la collision.

Mesure du paramètre de relaxation dipolaire

Nous avons mesuré le paramètre de relaxation dipolaire β en fonction de la puissance
rf, pour un condensat et pour un gaz thermique proche de la condensation polarisés
dans mS = −3. Dans les deux cas l’énergie de collision est beaucoup plus faible que
l’énergie de sortie et β ne dépend pas de la température car f(kf/ki) ≃ 2.

Afin de mesurer β nous appliquons un champ statique vertical faible (≈ 30 mG
correspondant à une fréquence de Larmor de 100 kHz) ainsi qu’un champ rf polarisé
verticalement de fréquence 300 kHz et de pulsation de Rabi variable, pendant un temps
fixe (20 ms) court devant le temps de vie du gaz sans rf (≈ 10 s). Le nombre d’atomes
restants après les 20 ms de rf nous permet de déduire le paramètre de pertes assistées
par la rf d’après les équations (4.35) pour un gaz thermique et (4.37) pour un condensat.

Le résultat de cette mesure est présenté sur la figure 4.14. Il est comparé à la
prédiction des équations (4.43) et (4.44) pour un gaz thermique, tracée sans paramètre
ajustable. Pour ce calcul nous n’avons pris en compte que la contribution des collisions
avec absorption de moins de 10 photons car les fonctions de Bessel d’ordre supérieur à
10 sont négligeables pour les valeurs de Ωrf/ωrf accessibles2.

L’accord des mesures avec la théorie est cohérent avec nos incertitudes systéma-
tiques sur le nombre d’atomes et les fréquences du piège. Le paramètre de pertes pour

2Par exemple, J10(5) ≃ 0.0015
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Fig. 4.14 – Paramètre de pertes à deux corps du condensat en présence d’un champ rf
parallèle non résonnant en fonction du rapport Ωrf/ωrf pour un gaz thermique (cercles
bleus) et pour un condensat (triangles rouges). Trait plein : Paramètre de pertes à deux
corps calculé numériquement à partir des équations (4.43) et (4.44) pour N ≤ 10.

un condensat est systématiquement inférieur d’un facteur deux au cas d’un gaz ther-
mique, ce qui est attendu comme conséquence de la différence d’un facteur deux entre
la fonction de corrélation d’un condensat et celle d’un gaz thermique.

4.3.3 Contrôle de la relaxation dipolaire

L’utilisation d’un champ rf pour fournir l’énergie nécessaire à la relaxation dipolaire
entre atomes dans l’état mS = −3 constitue un moyen d’en controler à la fois le taux
de collision et l’énergie de sortie.

Le taux de collision dépend du paramètre Ωrf/ω via la fonction
∑

∆N |J∆N(Ωrf/ω)|2 kf .
La fonction de Bessel J∆N(Ωrf/ω) ne prend des valeurs non négligeables que pour des
valeurs de Ωrf/ω de l’ordre de ∆N ou supérieures. Le nombre de photons intervenant
dans la collision est donc fixé par Ωrf/ω.

L’énergie libérée lors de la collision est déterminée dans les équations 4.30 et 4.32
par la fréquence rf ω, et par le nombre de photons mis en jeu.
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Relaxation dipolaire dans un grand champ statique

Afin de vérifier notre capacité à maitriser les caractéristiques de la relaxation dipo-
laire, nous avons observé les pertes par relaxation dipolaire dans un condensat polarisé
dans mS = −3, en présence d’un champ rf parallèle au champ statique et de fréquence
ω inférieure à la fréquence de Larmor ω0, de sorte que l’absorption de plusieurs photons
rf est nécessaire pour que la collision soit permise énergétiquement.

Nous avons fixé le champ statique à ω0/2π = 1, 21 MHz et la fréquence rf à ω/2π =
300 kHz. Au moins cinq photons rf doivent alors être absorbés pour fournir une énergie
suffisante à la collision. Nous avons mesuré le paramètre de pertes à deux corps β
correspondant en fonction du rapport Ωrf/ω, présenté sur la figure 4.15. Sur cette figure
le paramètre β correspondant à une fréquence de Larmor inférieure à la fréquence rf
a également été tracé à titre de comparaison. Dans le cas où le champ statique est
grand, le paramètre β est très faible pour Ωrf/ω < 1, ce qui est en accord avec le calcul
théorique : les fonctions de Bessel correspondant à l’absorption de cinq photons ou plus
tendent vers zéro.
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Fig. 4.15 – Paramètre de pertes à deux corps en fonction de la pulsation de Rabi rf,
pour deux valeurs différentes du champ statique. Cercles rouges : Le champ statique
vaut ω0/2π = 1, 21 MHz alors que la fréquence rf vaut ω/2π = 300 kHz, au moins cinq
photons rf doivent alors être absorbés pour fournir une énergie suffisante à la collision,
ce qui n’est possible que pour un rapport Ωrf/ω élevé. Losanges bleus : Le champ statique
vaut ω0/2π = 100 kHz alors que la fréquence rf vaut ω/2π = 300 kHz, l’absorption d’un
seul photon rf suffit à la collision. Les traits plein et discontinu correspondent au calcul
théorique présenté au paragraphe 4.3.2.

Cependant, β prend des valeurs plus grandes que ce que prédit la théorie quand
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Ωrf/ω est supérieur à 1. Une interprétation probable de ces pertes supplémentaires est
le fait que le champ rf n’est pas parfaitement parallèle au champ statique. De ce fait,
la rf peut induire un couplage entre les sous-états Zeeman et être à l’origine d’un petit
nombre d’atomes dans |mJ = −2〉, qui subissent de la relaxation dipolaire sans échange
de photon rf.

Effet Einstein-De Haas

Lors d’une collision avec changement du spin total de la paire atomique, telle que
la relaxation dipolaire, la conservation du moment cinétique total impose la création
de moment cinétique orbital. Cet effet, analogue à l’effet Einstein-De Haas, n’a jamais
été observé avec des atomes froids. Une possibilité serait d’utiliser un condensat. La re-
laxation dipolaire peut se traduire par la mise en rotation de celui-ci, avec l’apparition
de structures similaires à des vortex [71, 75]. Cependant l’observation de ces vortex
nécessite le maintiens d’une cohérence de phase : l’énergie libérée lors de la collision
doit être bien inférieure à une énergie de l’ordre du potentiel chimique du condensat.
Pour cela, il faut que le champ statique soit très bien contrôlé à une valeur proche de
zéro, ce qui est techniquement difficile. Pour notre expérience par exemple, le potentiel
chimique peut atteindre une valeur de l’ordre de 10 kHz, ce qui implique que le champ
statique soit très inférieur à 3 mG. Pour cela, il est nécessaire d’utiliser un blindage
magnétique, ce qui est peu compatible avec une expérience de condensation telle que
la nôtre, qui nécessite beaucoup d’accès optique.

Une autre possibilité est d’utiliser un champ rf, afin de fixer l’énergie de sortie de la
relaxation dipolaire assistée par la rf à une valeur inférieure au potentiel chimique du
condensat. Si le champ rf, parallèle au champ statique, est très proche de résonnance,
et le rapport Ωrf/ω inférieur à 1 de sorte que seules les collisions avec absorption d’un
seul photon sont non négligeables ; alors l’énergie de sortie ∆E ≃ gJµBB−~ω peut être
proche de zéro. Pour qu’elle soit inférieure au potentiel chimique de l’ordre de 10 kHz,
il faut contrôler le champ statique au milligauss près, mais cette fois pour un champ
non nul, ce qui est techniquement plus facile. La principale difficulté technique réside
dans la nécessité que les deux champs, statique et rf, soient parfaitement parallèles,
afin que la rf ne couple pas les sous-niveaux Zeeman entre eux.



C H A P I T R E 5

Etude d’une résonance de Feshbach en onde
d

Ce chapitre présente l’étude d’une résonance de Feshbach du 52Cr, qui a la parti-
cularité d’impliquer des collisions en onde d. Il en résulte plusieurs conséquences sur
les manifestations physiques de cette résonance dans un gaz d’atomes froids, que nous
avons caractérisées.

Le terme de résonance de Feshbach dans le cadre des gaz d’atomes froids se réfère
à l’augmentation résonante de la section efficace de diffusion entre deux particules en
raison de la présence d’un état moléculaire lié d’énergie égale à l’énergie de collision des
atomes1, quand il existe un couplage entre ces deux potentiels. Une des applications de
ce phénomène est la possibilité de modifier les interactions entre atomes qui dépendent
de la longueur de diffusion [83]. Dans le cas du chrome par exemple, une résonance de
Feshbach a permis d’obtenir un condensat dominé par les interaction dipôle-dipôle en
annulant la longueur de diffusion en onde s [35]. Il est également possible d’utiliser une
résonance de Feshbach pour produire des molécules diatomiques ultra-froides [84]. Pour
les gaz de bosons polarisés les résonances de Feshbach en onde s sont les plus courantes,
car la diffusion en onde s est dominante dans les collisions à basse température. Pour
les fermions, les résonances en onde s sont également utilisées pour étudier la transition
BEC-BCS [85]. Enfin, le cas d’une résonance en onde p a été étudié pour un gaz de
fermions polarisés [86].

Dans le cas de la résonance que nous avons étudiée, mentionnée pour la première
fois dans [33], c’est l’interaction dipôle-dipôle qui couple un potentiel de collision de
moment orbital l = 2 à un état moléculaire lié de moment orbital nul. Cette résonance
n’a pas d’effet sur un condensat, pour lequel la section efficace de collision en onde d est
négligeable. Nous l’avons donc étudiée dans un gaz thermique, pour des températures
comprises entre 4 µK et 20 µK.

5.1 Description de la résonance de Feshbach

L’existence de la résonance de Feshbach que nous avons étudiée est une manifesta-
tion de l’interaction dipôle-dipôle, qui couple l’état moléculaire entrant :

1Pour des atomes froids, celle-ci est proche de la limite de dissociation du potentiel moléculaire
entrant.
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|1〉 = |S = 6,mS = −6, l = 2,ml = 1〉 (5.1)

à l’état sortant :

|2〉 = |S = 6,mS = −5, l = 0,ml = 0〉 . (5.2)

Ce couplage devient résonant quand le champ magnétique statique est tel que l’éner-
gie du dernier état vibrationel lié de l’état |2〉 est dégénérée avec celle de l’état dissocié
|1〉. La section efficace de collision en onde d est négligeable à basse température car
les atomes doivent traverser par effet tunnel la barrière centrifuge associée au potentiel
en onde d (voir figure 5.1). Cette barrière a une hauteur de l’ordre du milliKelvin. Ce-
pendant dans le cas d’une résonance de Feshbach, la présence de l’état lié à résonance
avec l’état collisionnel en onde d augmente fortement la probabilité d’effet tunnel et le
couplage entre ces deux états n’est plus négligeable.
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Fig. 5.1 – Schéma des potentiels interatomiques des états moléculaires |1〉 et |2〉. Les
énergies ne sont pas à l’échelle.

Dans un condensat isotrope, la section efficace de collisions en onde d est nulle car
la symétrie de la fonction d’onde de chaque paire d’atomes est purement s. D’autre
part, comme nous le verrons par la suite, la largeur de la résonance étudiée diminue
fortement avec la température. C’est pour cette raison que nous avons étudié cette
résonance de Feshbach dans un gaz thermique.

Afin de caractériser la résonance de Feshbach nous mesurons les pertes atomiques
dans un gaz de 52Cr polarisé dansmS = −3, en fonction du champ magnétique statique.
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Quand les états moléculaires |1〉 et |2〉 sont dégénérés, des paires d’atomes en collision
sont couplées à l’état moléculaire lié. Cet état, dans le plus haut état vibrationnel, a
une durée de vie dans le piège très courte car il subit des collisions inélastiques avec les
atomes du piège, dans lesquelles une partie de son énergie vibrationelle est transférée
en énergie cinétique (désexcitation vibrationnelle).
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Fig. 5.2 – a) Nombre d’atomes
restant dans le piège après 10
s en fonction du champ magné-
tique, pour un gaz de température
T ≃ 15 µK. La résonance de Fe-
shbach crée un pic de pertes au-
tour de B ≃ 8.1G.

La figure 5.2 présente le nombre d’atomes restants après 10 secondes dans le piège
optique en présence d’un champ magnétique statique, en fonction de la valeur du champ
magnétique. On observe un pic de pertes autour de B = 8, 3 G dû à la résonance de
Feshbach. En dehors du pic, la diminution du nombre d’atomes entre t = 0 et t = 10
s, de l’ordre de 50 %, est exponentielle. Elle est due principalement aux pertes à un
corps. Dans le pic, les pertes sont non-exponentielles, comme illustré sur la figure 5.3.
Pour ces données nous laissons le gaz thermaliser afin que les pertes par évaporation
deviennent négligeables. La courbe du bas de la figure 5.3 présente la température du
gaz en fonction du temps. On observe une diminution de la température du gaz pen-
dant les cinq premières secondes, c’est pour cette raison que la mesure à la résonance
se fait en modifiant le champ au bout de cinq secondes. On observe également une
légère augmentation de la température du gaz quand le champ magnétique est dans la
résonance de Feshbach. Ce chauffage peut être due aux pertes à trois corps : ces pertes
dont le taux dépend de la densité sont plus importantes pour les atomes au centre du
piège où la densité est la plus élevée. Ce sont également les atomes qui ont l’énergie la
plus faible. Expulser du piège les atomes les plus froids mène donc à une augmentation
de la température du gaz après thermalisation. Cette augmentation est inférieure à 10%.

Le pic de pertes est la signature de la résonance de Feshbach que nous étudions.
Comme nous le verrons par la suite, les molécules produites ont un temps de vie trop
court pour s’accumuler dans le piège. Par conséquent, la seule manifestation de la
résonance de Feshbach que nous observons est la présence de pertes résonantes, non
exponentielles et qui dépendent du champ magnétique. De plus la largeur de cette



118 Chapitre 5 Etude d’une résonance de Feshbach en onde d
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Fig. 5.3 – Haut : nombre d’atomes dans le piège en fonction du temps pour un gaz de
température T ≃ 7 µK. Cercles bleus : pour un champ magnétique en dehors de la ré-
sonance (B ≃ 7.9 G). Le trait plein correspond à un ajustement exponentiel. Triangles
rouges : au bout de cinq secondes, on modifie brusquement le champ magnétique de
B ≃ 7.9 G à B ≃ 8.1 G. L’évolution du nombre d’atomes est alors non exponentielle à
cause de la résonance de Feshbach. Bas : Température en fonction du temps, dans les
mêmes conditions.

résonance étant très petite comme nous le verrons par la suite, nous ne pouvons pas
mesurer de modification de la section efficace de collision élastique.

5.2 Caractérisation du processus de pertes

Les collisions dues à la résonance de Feshbach se traduisent par la perte de trois
atomes : les deux atomes couplés à l’état moléculaire et un troisième atome collisionnant
avec cette molécule. Notre interprétation de ce phénomène repose sur les études menées
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dans les références [78] et [81] dans le cadre de résonances en onde s.
Ce processus de collisions à trois corps se fait en deux étapes. Dans une première

étape, deux atomes collisionnent en onde d. La présence d’un état lié résonant avec
l’énergie de collision permet aux atomes de traverser la barrière de potentiel par effet
tunnel et la paire d’atomes entrante est couplée à cet état lié. Ce couplage est décrit
par la réaction :

Cr + Cr ←→ Cr∗2 (5.3)

Dans la seconde étape, un troisième atome collisionne avec la paire d’atomes liés
Cr∗2 avant qu’elle se dissocie à nouveau par effet tunnel. Dans cette collision l’état vi-
brationnel de la molécule est modifié, ce qui libère de l’énergie cinétique. L’atome et la
molécule sont alors expulsés du piège.

Le processus est donc caractérisé par deux taux différents : le taux Γm(ǫ) dépendant
de l’énergie de collisions ǫ, qui caractérise la réaction (5.3) ; et l’inverse du temps de vie
associé aux collisions inélastiques entre une molécule et un atome Γd(n) = βdn, où n
est la densité et βd est le paramètre de pertes associé à cette réaction. Dans le régime
de seuil de Wigner, quand l’énergie de collision est faible, on a ~Γm(ǫ) ∝ ǫl+1/2 [82]. Le
rapport entre ces deux taux est déterminant dans la dynamique de ces pertes que nous
nous proposons d’analyser.

La section efficace d’une collision à trois corps renforcée par une résonance est
donnée par l’expression de Breit-Wigner [78, 80] :

σ(k) =
π

k2

Γm(ǫ)Γd(n)

(ǫ− ǫ0)2 /~2 + [Γm(ǫ) + Γd(n)]2 /4
≡ π

k2
|S(ǫ, n)|2 (5.4)

où ǫ = ~2k2/2M est l’énergie de collision associée à la réaction (5.3) (M est la

masse réduite et ~k le vecteur d’onde de la collision). ǫ0 est la différence entre l’énergie
de l’état lié et l’énergie de dissociation de l’état entrant : ǫ0 = gJµB(B − Bres), soit le
désaccord par rapport à la résonance de Feshbach. La quantité ∆ǫ = |ǫ− ǫ0| représente
donc la différence entre l’énergie de collision et l’énergie de l’état lié (voir figure 5.4).

La section efficace de collision à trois corps est reliée à la dynamique de pertes par
l’équation :

ṅ = −3 [nσ(k)vr]n (5.5)

où vr = ~k/M est la vitesse thermique relative. Par ailleurs, on définit le paramètre
de pertes K3(k) associé à un processus de perte à trois corps, par l’équation :

ṅ = −K3(k)n
3 (5.6)

On en déduit :
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Fig. 5.4 – Potentiels moléculaires en fonction de la distance interatomique r. ǫ0 =
gJµB(B − Bres) est le désaccord par rapport à la résonance de Feshbach. Les échelles
d’énergie ne sont pas respectées.

K3(k) =
3πvr

nk2
|S(ǫ, n)|2 (5.7)

Dans un gaz thermique les collisions n’ont pas toutes le même vecteur d’onde k.
Le paramètre de pertes qui détermine l’évolution de la densité du gaz à une tempéra-
ture donnée s’obtient en moyennant K3(k) sur la distribution thermique des vitesses,
supposée Maxwellienne :

K3(T ) =
3

nhQT

∫

|S(ǫ, n)|2 e−ǫ/kBTdǫ (5.8)

où QT = (2πMkBT/h
2)

3/2
est la fonction de partition translationnelle. L’expression

obtenue est proche de celle décrivant dans la référence [77] les pertes d’atomes piégés
par photoassociation.

Le résultat de ce calcul est radicalement différent selon les valeurs relatives des trois
échelles d’énergie mises en jeu dans l’expression de K3 : ~Γm(ǫ), ~Γd(n) et kBT . Afin
de déterminer le régime dans lequel se trouve notre système, nous avons confronté à
l’expérience les différentes possibilités.

Dans un premier temps, nous comparons le taux de couplage Feshbach Γm au taux
de relaxation moléculaire Γd. Γm(ǫ) dépend de l’énergie de collision, mais nous fe-
rons l’hypothèse que la largeur caractéristique du couplage est de l’ordre de ~Γmax

m =
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~Γm(ǫmax
0 ), où ǫmax

0 est la valeur de ǫ0 pour laquelle les pertes sont maximales. Nous
prendrons donc Γmax

m comme taux caractéristique, à comparer à Γd. Il est important de
remarquer que ǫmax

0 n’est pas nécessairement nul : le champ magnétique pour lequel les
pertes sont maximales peut être différent de Bres. Cela est dû à la distribution ther-
mique des énergies de collisions ǫ, que traduit le terme exp[−ǫ/kBT ] dans l’intégrale
(5.8).

– Si Γd ≪ Γmax
m , Γd peut être négligé dans le dénominateur de l’équation 5.4.

|S(ǫ, n)|2 est alors proportionnel à Γd et donc à la densité n. Par conséquent,
K3(T ) ne dépend plus de la densité, et le taux de pertes ṅ de l’équation 5.5
est proportionnel à n3. Ce résultat peut s’interpréter de la manière suivante : le
temps caractéristique nécessaire pour qu’une molécule soit formée par une colli-
sion entre deux atomes selon la réaction 5.3, qui est aussi le temps caractéristique
pour qu’elle se dissocie selon la réaction inverse, est bien plus court que le temps
de vie collisionnel de cette molécule. Par conséquent, une molécule formée a le
temps de se dissocier avant de subir une collision inélastique. Pour qu’une colli-
sion inélastique ayant pour conséquence la perte de la paire d’atomes formant un
dimère et d’un troisième atome ait lieu, il faut que les trois atomes collisionnent
au même instant, phénomène dont la probabilité est proportionnelle à la densité
au cube.

– Si Γmax
m ≪ Γd, on ne peut plus négliger le terme dépendant de la densité au déno-

minateur de l’équation 5.4, le taux de pertes n’est donc pas proportionnel à n3.
Les molécules formées par la réaction 5.3 ont un temps de vie très court devant
le temps de dissociation. Par conséquent, chaque association de molécule donne
lieu à une collision inélastique avec un atome.

Afin de déterminer expérimentalement si une des deux hypothèses énoncées ci-
dessus doit être considérée, nous avons procédé à une analyse de la dynamique d’évolu-
tion du nombre d’atomes au champ magnétique pour lequel les pertes sont maximales
Bmax = Bres + ǫmax

0 /gJµB. La décroissance du nombre d’atomes est non-exponentielle.
Comme la température varie peu pendant la diminution du nombre d’atomes (moins
de 15%), à chaque instant la densité est approximativement proportionelle au nombre
d’atomes. Le mécanisme de pertes est dépendant de la densité, nous le décrivons par
l’équation suivante :

dn

dt
= −Γ1n−Kpn

p (5.9)

où Γ1 est le taux de pertes à un corps dues aux collisions avec le gaz résiduel, et Kp

est le paramètre de pertes dépendant de la densité. Comme les atomes sont dans l’état
fondamental |7S3,mS = −3〉 il n’y a pas de collisions inélastiques entre deux atomes.
Malgré le fait que les pertes impliquent trois corps, nous ne supposons pas p = 3. Au
contraire, nous utilisons nos mesures de l’évolution du nombre d’atomes afin de déter-
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miner p.

L’évolution du nombre d’atomes est décrite par l’équation suivante, obtenue en
intégrant l’équation (5.9) dans l’espace en supposant une distribution gaussienne de
taille constante :

1

N

dN

dt
+ Γ1 = −βpN

p−1 (5.10)

où

βp =
Kp

p3/2(x0y0z0π3/2)p−1
. (5.11)

Au lieu de tracer le nombre d’atomes dans le piège en fonction du temps, il est utile
de tracer la quantité ξ = log10

(

1
N

dN
dt

+ Γ1

)

en fonction de log10(N)2 ; la pente de cette
droite donne une mesure de p− 1.
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Fig. 5.5 – La quantité ξ définie dans le texte en fonction du logarithme de base 10 du
nombre d’atomes, pour cinq températures différentes. Les cinq droites sont décalées sur
l’axe des abscisses car on ne s’intéresse qu’à leur pente. La pente de la droite obtenue
vaut p− 1 = 1. Une droite de pente 2 a été tracée à titre de comparaison (pointillés).

La figure 5.5 présente ce type de droite tracée à partir des données obtenues en
menant la même expérience que sur la figure 5.3 pour différentes températures. Comme

2Γ1 ≃ 5× 10−2 s−1 ayant été mesuré indépendamment.
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seule la pente de ces droites nous intéresse, nous avons décalé chaque droite d’une valeur
ξ0(T ) sur l’axe des abscisses afin de les faire cöıncider pour une valeur donnée du nombre
d’atomes. Pour ces données l’évaporation est négligeable. En effet la température varie
peu et la décroissance du nombre d’atomes est exponentielle hors résonance (voir figure
5.3).

Toutes les droites obtenues ont une pente de 1, ce qui nous mène à la conclusion
que p = 2. La décroissance du nombre d’atomes est de la forme :

dn

dt
= −Γ1n−K2n

2 = −Γ1n−
[

K2

n

]

n3 (5.12)

Le paramètre de pertes K3 est donc inversement proportionnel à la densité : K3 =
K2/n. Nous pouvons faire l’hypothèse que Γmax

m ≪ Γd : le temps de vie des molécules
par collision avec un atome est très courte, et chaque molécule formée subit une colli-
sion inélastique. Cette dynamique de pertes est décrite par un formalisme de collisions
à deux corps, malgré le fait qu’elle se traduise par la perte de trois atomes.

D’après l’hypothèse Γmax
m ≪ Γd nous pouvons réécrire l’expression de |S(ǫ, n)|2 :

|S(ǫ, n)|2 ≃ Γm(ǫ)Γd(n)

(ǫ− ǫ0)2 /~2 + Γd(n)2/4
(5.13)

Pour les températures expérimentales (supérieures à 2 µK), kBT/h est de l’ordre de
100 kHz. Le temps de relaxation vibrationnelle des molécules de chrome n’est pas connu,
mais si l’on suppose qu’il est du même ordre de grandeur que pour les autres espèces
bosoniques [82], étant données les densités expérimentales, on peut faire l’hypothèse
que ~Γd(n) ≪ kBT . La fonction Lorentzienne de l’équation (5.4) est alors très fine et
seules les énergies de l’ordre de ǫ0 contribuent à l’intégrale (5.8). Nous pouvons donc
faire l’approximation :

∫ ∞

0

~2Γm(ǫ)Γd

(ǫ− ǫ0)2 + Γd(n)2~2

4

e−ǫ/kBTdǫ ≃ Γm(ǫ0)e
−ǫ0/kBT

∫ ∞

0

~2Γd

(ǫ− ǫ0)2 +
~2Γ2

d

4

dǫ (5.14)

L’intégrale de droite se calcule à l’aide du changement de variable : ǫ = u~Γd/2 :

∫ ∞

0

~2Γd

(ǫ− ǫ0)2 +
~2Γ2

d

4

dǫ = 2~

∫ ∞

0

du

(u− u0)2 + 1
(5.15)

= 2~
(π

2
+ arctan(u0)

)

(5.16)

Comme u0 = 2ǫ0
~Γd
≫ 1 (ǫ0 ≈ kBT ), arctan(u0) ≃ π

2
. On en déduit l’expression finale

de K3 :
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K3(T, ǫ0) = 3
nQT

Γm(ǫ0)e
−ǫ0/kBT (5.17)

On retrouve bien dans cette expression la dépendance en 1/n deK3 mise en évidence
par l’expérience de la figure (5.5). On observe en outre que K3 est indépendant de Γd.
Cela s’explique par la très courte durée de vie collisionnelle des molécules par rapport
à l’échelle de temps pour que cette molécule soit dissociée par le couplage Feshbach :
de ce fait, la dynamique de perte est fixée uniquement par la réaction lente (5.3).

En dérivant l’expression (5.17), sachant que Γm(ǫ0) ∝ ǫ
l+1/2
0 = ǫ

5/2
0 ; on obtient la

valeur de ǫ0 pour laquelle les pertes sont maximales : ǫmax
0 = 5

2
kBT . Le pic Feshbach

représentant K3 en fonction de ǫ0 a donc un maximum proportionnel à la température :

Kmax
3 (T ) = K3(ǫ

max
0 , T ) ∝ 3

nQT

(
5

2
kBT )5/2e5/2 ∝ T (5.18)

Sa largeur est également proportionnelle à T .

Le fait que Γm ≪ kBT a pour conséquence que très peu d’atomes à la fois sont
couplés à l’état moléculaire (seuls ceux qui ont la bonne énergie de collision). La ther-
malisation permet de peupler les niveaux du piège à résonance avec l’état lié suffisament
rapidement pour que les pertes dues à cette résonance soient observables.

Interprétation de l’équation (5.17) en termes de règle d’or de Fermi

En injectant l’équation (5.17) dans l’équation d’évolution de la densité (5.12) on
peut écrire :

ṅ = −6
√

2Γm(ǫ0) exp (−ǫ0/kBT ) (nΛ3
dB)n (5.19)

où l’on a fait apparâıtre la densité dans l’espace des phases nΛ3
dB, avec ΛdB =

h/
√

2πmkBT la longueur d’onde thermique de de Broglie.
~Γm(ǫ) est le couplage Feshbach entre la fonction d’onde entrante d’énergie ǫ et la

fonction d’onde de l’état moléculaire lié. On peut l’écrire : ~Γm(ǫ) = 2πV 2ρ(ǫ) où V
est l’élément de matrice du couplage entre l’état lié et un état vibrationnel du piège,
et ρ(ǫ) = dv

dǫ
est la densité d’états vibrationnels v dans le piège.

Si ∆v est le nombre d’états vibrationnels du piège couvrant une largeur ~Γd, on
peut réécrire ρ(ǫ) = ∆v

~Γd
. On a alors :

ṅ

n
= −6

√
2 exp (−ǫ0/kBT ) (nΛ3

dB)
2πV 2∆v

~Γd

(5.20)

or (nΛ3
dB)∆v exp [−ǫ/kBT ] est égal au nombre d’atomes d’énergie vibrationnelle

résonante avec l’état moléculaire lié dont la largeur est ~Γd. Si on note ce nombre
d’atomes Nres, on peut réécrire :



5.3 Estimation théorique de Γm(ǫ) 125

ṅ

n
∝ V 2

Γd

Nres (5.21)

On reconnâıt là une règle d’or de Fermi : les états vibrationnels du piège sont des
canaux de collision indépendants, couplés à l’état moléculaire lié dont le temps de vie
est si court qu’il peut être vu comme un continuum dont la densité d’états est 1/Γd.
Le taux de couplage entre un état vibrationnel du piège et le continuum est égal à la
densité d’états du continuum multipliée par l’élément de matrice au carré entre cet état
et l’état moléculaire lié. Seuls les Nres atomes ayant la bonne énergie de collision sont
concernés et le taux de pertes est donc Nres multiplié par le taux de couplage.

5.3 Estimation théorique de Γm(ǫ)

5.3.1 Calcul numérique

Le paramètre de pertes dépend du taux de couplage Feshbach Γm(ǫ). Ce taux est
défini par une règle d’or de Fermi comme :

~Γm(ǫ) = 2π |〈ψlie |Hdd|ψǫ〉|2 (5.22)

où Hdd est l’hamiltonien d’interaction dipôle-dipôle, |ψlie〉 l’état moléculaire lié, et

|ψǫ〉 l’état collisionnel en onde d d’énergie ǫ (|ψǫ〉 à pour dimension :[Energie]−1/2).
L’estimation théorique de cet élément de matrice a été effectué numériquement par
Anne Crubellier, DR au laboratoire Aimé Cotton à Orsay [49]. Le résultat de ce calcul
donne :

~Γm(ǫ) = (6.4± 0.3)× 1036ǫ5/2 (5.23)

où ~Γm et ǫ sont exprimés en J . L’incertitude provient essentiellement de celle sur la
valeur de la longueur de diffusion du chrome (a = (96 ± 20)a0 où a0 est le rayon de
Bohr d’après [37]).

Je ne décris pas ici comment le calcul numérique est effectué car je n’y ai pas
contribué. Il s’agit d’une méthode dite ”asymptotique” qui traite exactement l’effet des
potentiels moléculaires sur la fonction d’onde de collision à longue distance, sans cal-
culer explicitement les fonctions d’onde à courte distance qui interviennent peu dans
le calcul de l’intégrale (5.22).

5.3.2 Calcul d’ordre de grandeur

Un calcul d’ordre de grandeur permet également d’estimer une valeur approchée de
Γm. Pour ce calcul, on considère que l’essentiel de la fonction d’onde ψlie(r) se trouve
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au point tournant externe de la molécule, à la distance interatomique r0. On approxime
ψlie(r) par une fonction carrée centré autour de r0 et de largeur ∆r ≈ r0/N (voir figure
5.6) : le nombre d’oscillations de la fonction d’onde est noté N ≫ 1, seule la dernière
située en r0 n’est pas négligée.

Δr

rr

E

Ψlié

0

Fig. 5.6 – Schéma représentant la fonction d’onde ψlie(r). l’approximation consiste à
la considérer comme une fonction carrée centrée autour de r0 et de largeur très petite
devant r0.

On veut calculer :

~Γm = 2π

(∫

ψlie(r)ψǫ(r)V (r)d3r

)2

(5.24)

= 2π

(∫

ψlie(r)ψǫ(r)V (r)4πr2dr

)2

où le couplage s’écrit :

V (r) = 3S3/2
(µ0

4π

)

(gJµB)2

√

2

15

1

r3
(5.25)

où S = 3 est le spin.

La fonction d’onde entrante s’écrit :

ψǫ(r) =

√
mk

h
j2(kr) ≈

√
mk

h

√

π

2kr

1

15

√

2

π
(kr)5/2 (5.26)
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où m est la masse, k le vecteur d’onde de la collision, et j2 la fonction de Bessel sphé-
rique d’ordre 2. ψǫ(r) est donc proportionnel à k5/2.

ψlie(r) étant un pic très fin centré autour de r0, on peut faire l’approximation :

~Γm ≈ 2πψ2
ǫ (r0)V

2(r0)

(∫

ψlie(r)4πr
2dr

)2

(5.27)

où l’intégrale peut également s’écrire :

∫

ψlie(r)4πr
2dr ≈ 4πψlie(r0)r

2
0∆r (5.28)

avec ∆r = r0/N .

La normalisation de ψlie impose : ψ2
lie(r0)∆r4πr

2
0 ≈ 1, soit ψlie(r0) ≈ N3/2

2
√

πr
3/2

0

.

On en déduit :

~Γm ≈ 2πψ2
ǫ (r0)V

2(r0)

(

4πr3
0

N

)

(5.29)

La position du point tournant r0 est ajustée pour reproduire approximativement
l’énergie du premier état lié du potentiel moléculaire S = 6 du chrome (∼ −23 MHz),
à partir de la valeur de C6 ≃ 733 unités atomiques. Ces deux valeurs ont été mesurées
dans [33]. On en déduit r0 ∼ 4 nm.

Pour N ∼ 100, on obtient un ordre de grandeur du coefficient de proportionnalité
entre ~Γm et ǫ5/2 :

~Γm ∼ 1035ǫ5/2 SI (5.30)

Ce calcul très approximatif permet de retrouver la loi de seuil de Wigner (Γ(ǫ) ∝
ǫ5/2), ainsi qu’un ordre de grandeur cohérent avec la valeur calculée numériquement.

5.4 Mesure du paramètre de pertes

Afin de confronter le calcul théorique de Γm à l’expérience, nous avons procédé à
des séries de mesures de K2 = K3n, en fonction du champ magnétique (proportionnel
à ǫ0) et de la température. La figure 5.7 présente K2 en fonction du champ magnétique
pour cinq températures différentes.

Ces données ont été obtenues en mesurant le nombre d’atomes restants dans le piège
au bout de 10 secondes en présence d’un champ magnétique afin d’obtenir des courbes
similaires à celle de la figure (5.2a). Des gaz thermiques de températures différentes
sont produits en procédant au refroidissement par évaporation forcée dans le piège
optique croisé jusqu’à des profondeurs variables : nous modifions la profondeur et la
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Fig. 5.7 – Paramètre de pertes à deux corps K2 = nK3 en fonction du champ magné-
tique exprimé en unités de fréquence hν(B) = gJµBB, pour des gaz à cinq températures
différentes. Les traits plein sont des ajustements par l’équation (5.17), en prenant la
température comme paramètre ajustable.

géométrie du piège optique changeant le rapport de puissance entre les faisceaux vertical
et horizontal (voir chapitre 3). Ainsi nous obtenons des températures comprises entre
2 et 16 µK, pour des gaz contenant entre 3 × 104 et 105 atomes. Le fait qu’il n’y ait
pas le même nombre d’atomes entre les différentes courbes n’a pas de conséquence sur
la mesure de K2 qui dépend de l’évolution de la densité. Une fois que le piège a atteint
sa profondeur finale, nous laissons le gaz pendant 5 s dans un champ magnétique hors
de la résonance de Feshbach afin que l’évaporation libre devienne négligeable et que la
température atteigne une valeur constante. A t = 0, nous modifions brusquement le
champ magnétique jusqu’à la valeur B, puis nous laissons évoluer le nombre d’atomes
pendant 10 s. Enfin nous mesurons le nombre d’atomes et la température par temps de
vol. A partir du rapport des nombres d’atomes entre t = 0 et t = 10 s, nous déduisons
K2 grâce à la relation :

N(t) =
N0 exp(−Γ1t)

1 + K2n0

Γ123/2
[1− exp(−Γ1t)]

(5.31)

solution de l’équation d’évolution du nombre d’atomes (5.10). n0 est la densité au
centre, elle est estimée à partir des fréquences du piège en supposant une distribution
thermique gaussienne et de N0.
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Comme prédit par l’équation (5.17), on observe sur la figure 5.7 que la largeur
et l’amplitude du pic de pertes Feshbach diminuent avec la température. Pour une
température inférieure à T = 2 µK nous n’observons plus aucune manifestation de la
résonance de Feshbach. Le champ magnétique pour lequel les pertes sont maximales
se déplace avec la température mais le champ auquel les pertes apparaissent est fixe :
il s’agit du champ Bres pour lequel l’énergie du niveau moléculaire lie est à résonance
avec la limite de dissociation de l’état non lié, soit la position exacte de la résonance
de Feshbach. Quand B ≤ Bres le paramètre de pertes est nul.

Nous avons procédé à des ajustements par la fonction (5.17) des pics obtenus, en
prenant la température, Bres et Γm(ǫ0max) comme paramètres ajustables. La tempéra-
ture donnée par l’ajustement est systématiquement plus faible d’environ 20% que la
température mesurée. Cette différence peut provenir du fait que les pertes dues à la
résonance de Feshbach, dont le taux dépend de la densité, produisent un léger chauf-
fage de l’échantillon. En effet dans un gaz thermique, les zones de plus forte densité,
dans lesquelles le taux de pertes est le plus élevé, sont aussi celles où l’énergie des
atomes est la plus faible. Les atomes les plus ”froids” du gaz sont ceux qui ont le plus
de chances d’être expulsés, ce qui est à l’origine d’une augmentation de la température.
Cette augmentation de la température au centre du pic est à son tour à l’origine d’une
augmentation de K2, et donc la largeur à mi-hauteur mesurée est diminuée. Le résultat
de l’ajustement est donc inférieur à la température mesurée. En outre, nous ne pouvons
pas exclure des erreurs systématiques sur nos mesures de la température par temps de
vol. Celles-ci peuvent être causées par la présence d’une courbure de gradient de champ
magnétique qui modifie légèrement la trajectoire des atomes.

Nous avons tracé sur la figure 5.8 la largeur à mi-hauteur (FWHM) des pics de la
figure 5.7 en fonction de la température. D’après l’équation (5.17), on peut écrire :

K2(ǫ0) ∝ ǫ
5/2
0 exp(−ǫ0/kBT ) (5.32)

La largeur de cette fonction est proportionnelle à T , ce qui est en accord avec les
observations expérimentales de la figure 5.8.

L’avantage de la méthode de mesure de K2 utilisée précédemment est sa rapidité :
une seule mesure du nombre d’atomes permet de déduire K2. Une méthode plus lente
mais plus précise consiste à enregistrer la courbe d’évolution du nombre d’atomes N(t)
et d’effectuer un ajustement par la fonction (5.31). Nous avons utilisé cette méthode
pour mesurer le paramètre de pertes maximal Kmax

2 (pour ǫ0 = ǫmax
0 = 5/2kBT ), en

fonction de la température. L’équation (5.17) prédit :

Kmax
2 (T ) =

3

QT

Γm

(

ǫmax
0 =

5

2
kBT

)

e−
5

2 ∝ T (5.33)

On observe sur la figure 5.9 que K2 est proportionnel à la température dans les
limites de l’incertitude expérimentale.
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Fig. 5.8 – Largeur à mi-hauteur du pic de paramètre de pertes K2(ǫ0) en fonction de
la température. Le trait plein est un ajustement linéaire.
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Fig. 5.9 – Valeur du paramètre de pertes maximal Kmax
2 (T ) en fonction de la tempé-

rature du gaz. Le trait plein est un ajustement linéaire. L’incertitude provient de celle
sur les mesures de nombres d’atomes et sur les fréquences du piège.

L’accord des données expérimentales avec l’équation (5.17) est donc satisfaisant.
Nous avons utilisé cette équation pour obtenir une valeur expérimentale de Γm(ǫ) : en
injectant ~Γm(ǫmax) = Al(ǫ

max)5/2 = Al(5/2kBT )5/2 dans l’équation 5.17, on obtient un
coefficient de proportionnalité entre K2(T ) et T , qui dépend de Al. En ajustant par une
droite les données obtenues sur la figure 5.9, on obtient ce coefficient de proportionnalité
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dont on déduit une valeur expérimentale de Al :

~Γm(ǫ) ≃ (7.6± 1.7± 3.4)× 1036ǫ5/2 (5.34)

où ~Γm et ǫ sont exprimés en J . Les barres d’erreur sont dues respectivement à
l’incertitude statistique sur la mesure de K2 et à l’incertitude systématique principale-
ment liée aux valeurs des fréquences du piège. Cette valeur est très proche de la valeur
théorique ( ~Γm(ǫ) = (6.4± 0.3)× 1036ǫ5/2 ).

On peut maintenant vérifier a posteriori la validité de l’hypothèse Γmax
m ≪ Γd ≪

kBT : pour une température de 10 µK, Γmax
m /2π ≃ 25 Hz ; Γd/2π est de l’ordre de 1

kHz, valeur typique des espèces bosoniques pour les densités expérimentales ; et kBT/h
vaut 200 kHz.

L’expérience nous donne une mesure précise de la position de la résonance de Fe-
shbach, qui correspond au champ magnétique Bres pour lequel l’état moléculaire lié
est à résonance avec la limite de dissociation du continuum. Il ne s’agit pas du champ
magnétique auquel le paramètre de pertes est maximal (celui-ci varie avec la tempéra-
ture), mais du champ magnétique pour lequel le paramètre de pertes s’annule, à gauche
du pic. En effet, quand B = Bres, ǫ0 = 0 et K2(ǫ0 = 0) = 0. D’après la figure 5.7, on
mesure : Bres = 8.155±0.015 G. La précision de cette mesure est meilleure d’un facteur
6 par rapport à la mesure précédemment publiée [34].

Conclusion

L’étude de cette résonance de Feshbach nous a permis de mettre en évidence plu-
sieurs particularités liées au canal de collision en onde d mis en jeu. En effet, la barrière
de potentiel centrifuge diminue fortement le couplage car les atomes en collision doivent
la traverser par effet tunnel pour atteindre l’état lié. Il en résulte un taux de couplage
Feshbach particulièrement faible que nous avons mesuré. Pour une température de 10
µK et dans le champ magnétique qui le maximise, ce taux vaut Γmax

m /2π ≃ 25 Hz.
Malgré cette valeur particulièrement faible, il est possible d’observer des pertes liées à
cette résonance au bout de quelques secondes.

Nous avons également montré que le temps de vie des molécules produites par cette
résonance de Feshbach est très court devant le temps nécessaire pour les produire. Une
des conséquences est que le processus de pertes, bien que mettant en jeu trois atomes,
est bien décrit par un paramètre de pertes à deux corps : seul le taux de couplage
Feshbach est déterminant dans le calcul de ce taux, chaque molécule produite est per-
due. Pour cette raison il semble impossible d’utiliser cette résonance de Feshbach pour
créer un grand nombre de molécules froides de Cr2 en balayant le champ magnétique
à travers la résonance[82].
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Nous avons mis en évidence une dépendance linéaire en température de la largeur
et de l’amplitude du pic résonant du paramètre de pertes en fonction du champ ma-
gnétique. Ce cas de figure est différent du cas des résonances de Feshbach en onde s
larges, pour lesquelles le paramètre de pertes ne dépend pas de la température [82].
Nous avons développé un modèle théorique qui explique ces propriétés.

Enfin, nous avons mesuré avec précision la position de cette résonance de Feshbach.



C H A P I T R E 6

Association RF de molécules

Dans ce chapitre nous développons un modèle théorique décrivant le couplage entre
une paire d’atomes de 52Cr en collision et un état moléculaire lié par une résonance de
Feshbach assistée par un champ magnétique radiofréquence. Ce modèle théorique est
ensuite validé expérimentalement en utilisant la résonance de Feshbach étudiée dans le
chapitre précédent.

Une des applications majeures des résonances de Feshbach est la production de
molécules froides à partir d’un gaz d’atomes froids [88, 89, 90]. La première méthode
utilisée a été de balayer le champ magnétique de part et d’autre de la résonance afin de
transférer adiabatiquement les paires d’atomes de l’état collisionnel à l’état lié, aussi
bien avec des fermions [92, 91] qu’avec des bosons [96, 95, 94, 93]. Tous ces articles ont
été publiés en 2003.

Une autre méthode largement répandue, démontrée pour la première fois en 2005
dans [97], consiste à utiliser un champ magnétique oscillant à fréquence radio (rf) à
proximité de la résonance de Feshbach. Dans le cadre des molécules froides, des champs
rf ont également été utilisés pour dissocier des molécule de Feshbach et mesurer leur
énergie de liaison [91, 102], ou pour transférer des molécules entre différents états
vibrationnels [103].

Aujourd’hui un certain nombre d’expériences produisent des molécules de Feshbach
par association rf [98, 100, 101]. La méthode consiste à régler le champ magnétique
statique légèrement hors résonance de façon à ce que l’énergie de l’état moléculaire
entrant soit supérieure à celle de l’état moléculaire lié, puis d’appliquer un champ rf
de fréquence égale au désaccord entre les deux états moléculaires. Ce champ résonnant
stimule l’émission d’un photon rf par la paire atomique en collision, qui tombe alors
dans l’état lié dont l’énergie est plus faible. Le couplage entre les deux états n’est pas
créé par le champ rf1, celui ci sert uniquement à combler leur différence d’énergie afin
de rendre le couplage résonnant malgré le désaccord. Ce processus est différent de la
photoassociation, pour laquelle les potentiels moléculaires sont couplés entre eux par
l’opérateur dipolaire électrique [104] et où la transition est accompagnée de l’absorption
d’un photon.

1La nature du couplage varie selon les expériences. Il peut être lié à la statistique quantique (interac-
tion d’échange de spin), ou être dû à l’interaction dipolaire magnétique comme dans notre expérience.
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Toutes ces expériences sont réalisées avec un champ statique très proche de la ré-
sonance, c’est à dire avec un désaccord plus petit que la largeur de la résonance de
Feshbach, car il a été montré que l’efficacité du processus décroit quand ce désaccord
augmente [105]. Des calculs théoriques reposant sur des simulations numériques existent
[107, 99], mais ils dépendent fortement du système étudié. De plus aucun traitement
théorique n’a démontré quantitativement le lien entre l’efficacité de l’association et la
proximité à la résonance. Notre calcul, présenté en première partie de ce chapitre, se
base sur le formalisme de l’atome habillé. Il propose une loi analytique générale don-
nant la force du couplage Feshbach habillé par le champ rf, en fonction de la fréquence
et de la puissance de celui-ci. La seconde partie du chapitre décrit la mesure expéri-
mentale du couplage Feshbach assisté par la rf dans le cas d’une résonance de Feshbach
particulière du 52Cr, et la confrontation des données obtenues aux résultats théoriques
de la première partie.

6.1 Calcul du taux de couplage Feshbach habillé

par la rf

Pour ce modèle général nous considérons l’interaction d’une paire d’atomes en col-
lision avec un champ magnétique radiofréquence, dans un champ statique parallèle au
champ rf. Le calcul qui suit est similaire à ceux des paragraphes (4.1.1) et (4.3.2), il
consiste à calculer les états moléculaires habillés par la rf [106] en l’absence de couplage
Feshbach puis de traiter le couplage au premier ordre de la théorie de perturbations.

L’hamiltonien total décrivant une paire d’atomes en présence d’un champ statique
de pulsation de Larmor ω0 = gJµBB/~ et d’un champ rf linéaire de fréquence ω/2π et
de pulsation de Rabi Ω, parallèles et dirigés suivant z s’écrit :

H = Hmol + ~ω0Sz +Hrf +Hc (6.1)

où Hmol est l’hamiltonien moléculaire, ~ω0Sz décrit l’interaction Zeeman entre le
champ statique et les atomes, Hrf = ~ωa†a+ λSz(a+ a†) décrit l’énergie du champ rf
et son interaction avec les atomes, et Hc est l’hamiltonien d’interaction qui produit le
couplage Feshbach entre les états moléculaires. Le terme d’interaction entre la rf et les
atomes λ est relié à la pulsation de Rabi du champ rf et au nombre de photons N ≫ 1
par λ

√
N = 2~Ω.

Couplage Feshbach sans rf

En l’absence de rf, la résonance de Feshbach repose sur le couplage des états mo-
léculaires ”nus” entre eux par Hc. Considérons deux états moléculaires dans un champ
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magnétique statique, états propres de Hmol + ~ω0Sz : |A〉 = |ψǫ〉 est l’état moléculaire
entrant (une paire d’atomes d’énergie de collision ǫ) et |B〉 = |ψlie〉 est l’état moléculaire
lié. Leurs énergie propres sont respectivement :

EA = Emol
A +MA~ω0 (6.2)

EB = Emol
B +MB~ω0

où Emol
X est l’énergie propre de la molécule X sans champ statique et MX est la

projection de son spin sur le champ statique. La résonance de Feshbach a lieu quand
ces états sont dégénérés soit quand :

(Emol
A − Emol

B ) + ~ω0(MA −MB) = 0 (6.3)

L’intensité du couplage entre ces deux états est mesurée par la grandeur [78] :

~Γ0(ǫ) = 2π |〈ψǫ|Hc |ψlie〉|2 (6.4)

Etats habillés par la rf

En présence de rf, si on néglige Hc, les états moléculaires habillés sont les états
propres de H0 = Hmol + ~ω0Sz +Hrf . La diagonalisation de H0 est exacte et ses états
propres s’écrivent (voir le paragraphe (4.1.1)) :

˜|X,N〉 = T †
X |X,N〉 (6.5)

où |X,N〉 sont les états propres de Hmol+~ω0Sz+~ωa†a, sans interaction molécule -
rf : |X〉 est l’état interne de la molécule incluant son interaction avec le champ statique
et |N〉 est l’état du champ rf. T †

X est un opérateur translation :

T †
X = exp

[

−MXλ

~ω
(a− a†)

]

(6.6)

où MX est la projection totale du spin de l’état moléculaireX sur le champ statique.

Les énergies propres de ces états habillé sont :

WX = Emol
X + ~ω0MX + ~ωN − M2

Xλ
2

~ω
. (6.7)

Le terme
M2

Xλ2

~ω
est négligeable car N ≫ 1.

Les résonances entre les états ˜|A,NA〉 et ˜|B,NB〉 habillés par la rf ont lieu quand :

(Emol
A − Emol

B ) + ~ω0(MA −MB) + ~ω(NA −NB) = 0 (6.8)
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En plus de la résonance au sein d’une multiplicité rf donnée (quand NA = NB), on
voit donc apparâıtre d’autres résonances entre états habillés de multiplicités différentes,
avec émission ou absorption de photons rf.

Le couplage entre ces états s’écrit :

~ΓNA,NB
(ǫ) = 2π

∣

∣

∣

˜〈A,NA|Hc
˜|B,NB〉

∣

∣

∣

2

(6.9)

= 2π
∣

∣

∣〈A|Hc |B〉 〈NA|TAT
†
B |NB〉

∣

∣

∣

2

= ~Γ0(ǫ)

∣

∣

∣

∣

〈NA| exp

[

(MA −MB)λ

~ω
(a− a†)

]

|NB〉
∣

∣

∣

∣

2

Le calcul du terme de droite de cette dernière équation [106] fait apparâıtre la
fonction de Bessel d’ordre NB −NA notée JNB−NA

:

ΓNA,NB
(ǫ) = Γ0(ǫ)J

2
NB−NA

(

(MA −MB)
Ω

ω

)

(6.10)

Ce résultat est général. ΓNA,NB
(ǫ) est toujours inférieur à Γ0(ǫ) car les fonctions de

Bessel d’ordre non nul sont toujours inférieures à 1. L’association rf de molécules ne
permet pas d’obtenir un meilleur couplage qu’une rampe de champ magnétique autour
de la résonnance de Feshbach. De plus la valeur du couplage pour un nombre de pho-
tons donné ne dépend que du rapport Ω/ω. En pratique la fréquence rf est toujours
fixée de façon à utiliser un processus d’échange d’un seul photon. Le couplage est alors
maximal pour Ω ≃ 1.8ω/(MA −MB). Le processus est efficace arbitrairement loin de
la résonance (c’est à dire pour des valeurs de ω arbitrairement élevés) pourvu que Ω
soit de l’ordre de ω.

Ce calcul nous forunit une formule simple permettant de comprendre les dépen-
dances en puissance rf et désaccord de l’association rf de molécules. Le point remar-
quable est que le terme lié à la rf intervenant dans le calcul du taux de couplage ne fait
intervenir que la fréquence de Rabi atomique.

6.2 Association rf de molécules dans un gaz ther-

mique de 52Cr

Nous appliquons le formalisme développé au paragraphe précédent à la résonance
de Feshbach du 52Cr située à Bres = 8.155 G que nous avons déjà étudiée au chapitre
5. Cette résonance implique l’état moléculaire entrant en onde d

|A〉 = |S = 6,mS = −6, l = 2,ml = 1〉
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et l’état moléculaire lié

|B〉 = |S = 6,mS = −5, l = 0〉 .
C’est l’interaction dipôle-dipôle qui couple ces deux états entre eux. La différence
d’énergie en champ nul entre les deux états vaut donc :

EA − EB = gJµBBres (6.11)

Bres B +hres ω/gJ Bμ

B +2h gres J Bω/ μ

B -h gres J Bω/ μ

B -2h gres J Bω/ μ

EA,N+1

EA,N

EA,N-1

EB,N+1

EB,N

EB,N-1

B

hω

gJ Bμ Bres

Fig. 6.1 – Energies propres des états moléculaires habillés par la rf, dans un champ
rf de fréquence ω/2π < gJµBBres/h, en fonction du champ magnétique. En plus de
la résonance entre états de même multiplicité à B = Bres, des nouvelles résonances
apparâıssent entre états de multiplicités voisines. Nous n’avons fait apparâıtre que trois
multiplicités et donc des processus à un et deux photons uniquement. Pour plus de
simplicité nous avons pris MA = −1 et MB = 0.

En présence d’un champ rf de fréquence ω/2π et de pulsation de Rabi Ω, parallèle
au champ statique de pulsation de Larmor ω0 = gJµBB, des résonances à N photon
ont lieu aux champs magnétiques Bres ± N~ω/gJµB (voir figure 6.1). Leurs taux de
couplage valent :

ΓN(ǫ) = Γ0(ǫ)J
2
N

(

Ω

ω

)

(6.12)
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Rappellons les propriétés de la résonance de Fesbach en question :
La barrière centrifuge du potentiel entrant en onde d rend le taux de couplage Fesh-

bach Γ0(ǫ) particulièrement faible par rapport aux résonances de Feshbach en onde s.
De plus l’inverse du temps de vie des molécules associées est très grand devant leur taux
d’association. De ce fait la résonance se traduit par des pertes dont le taux est unique-
ment déterminé par le couplage Feshbach (voir chapitre 5). L’observation de l’évolution
du nombre d’atomes permet donc une mesure directe du couplage. L’évolution de la
densité atomique due à la résonance de Feshbach s’écrit :

dn

dt
= −K0

2(ǫ0)n
2 (6.13)

oùK0
2 est le paramètre de pertes à deux corps et ǫ0 = gJµB(B−Bres) est le désaccord

à la résonance. Le taux de production de molécules vaut K0
2n. K0

2(ǫ0) s’exprime en

fonction du couplage Feshbach Γ0(ǫ0) ∝ ǫ
5/2
0 et de la température :

K0
2(ǫ0) = 6

√
2 Λ3

dB Γ0(ǫ0) exp

[

− ǫ0
kBT

]

(6.14)

où ΛdB = h√
2πmkBT

est la longueur d’onde thermique de de Broglie. K0
2(ǫ0) est maxi-

mal pour ǫ0 = 5
2
kBT . Ce paramètre, ainsi que la largeur du pic de pertes en fonction de

ǫ0, diminuent quand la température diminue. Pour cette raison nous n’observons des
pertes dues à cette résonance que pour des températures supérieures à 2 µK.

C’est le paramètre de pertes à deux corps que nous utilisons comme paramètre ex-
périmental afin de caractériser le couplage rf. Les résonances supplémentaires assistées
par la rf impliquant l’échange de ∆N photons se traduisent par un paramètre de pertes
à deux corps K∆N

2 (Ω, ǫ0, ω) proportionnel à Γ∆N(ǫ0 + ∆N~ω), soit :

K∆N
2 (Ω, ǫ0, ω) = K0

2(ǫ0 + ∆N~ω)× J2
∆N

(

Ω

ω

)

(6.15)

Le paramètre K2 est relié au nombre d’atomes restants dans le piège après un temps
τ par la relation (voir paragraphe (5.4)) :

N(τ) =
N0 exp(−Γ1τ)

1 + K2n0

Γ123/2
[1− exp(−Γ1τ)]

(6.16)

où Γ1 est le taux de pertes à un corps qui a été mesuré indépendamment et n0 est
la densité au centre à t = 0, estimée à partir des fréquences du piège.

Pour mettre en évidence ces résonances, nous travaillons avec des gaz thermiques de
≈ 50000 atomes à T = 7 µK, qui sont obtenus de la façon décrite au paragraphe (5.4).
Nous avons mesuré le nombre d’atomes restant dans le piège après un temps fixe de 8 s
en fonction du champ magnétique statique B proche de Bres, en présence d’un champ
rf parallèle au champ statique de fréquence ω/2π = 900 kHz et de pulsation de Rabi
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telle que Ω
ω

= 1, et sans champ rf. De ces mesures nous avons déduit le paramètre de
pertes à deux corps K2. Les résultat sont tracés sur la figure 6.2. Le champ magnétique
est exprimé en unités de fréquence : ν(B) = gJµBB/h. Dans cette unité la position de
la résonance est gJµBBres/h = 22.83 MHz.
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Fig. 6.2 – Paramètre de pertes à deux corps en fonction du champ magnétique. Lo-
sanges rouges : sans champ rf ; carrés bleus : en présence d’un champ rf de fréquence
ω/2π = 900 kHz. Trait discontinu bleu : ajustement des données sans rf par la fonction
(6.14), avec la température comme paramètre ajustable. Trait plein rouge : résultat de
l’ajustement sans rf décalé de 900 kHz et multiplié par J2

1 (1).

Sur la courbe effectuée en présence de rf, on observe en plus du pic dû à la résonance
de Feshbach (pic Feshbach), un second pic plus petit à un champ magnétique inférieur
(pic rf). Ce pic est dû au couplage entre les états moléculaires habillés de multiplicités
différentes, accompagné de l’émission d’un photon rf. Pour le démontrer, nous avons
effectué un ajustement par la fonction (6.14) du pic Feshbach sans rf (voir figure 6.2
trait discontinu bleu), puis nous avons multiplié cet ajustement par J2

1 (1) et décalé de
900 kHz (figure 6.2 trait plein rouge). Le résultat cöıncide parfaitement avec le pic rf.

On observe également une modification de la forme du pic Feshbach en présence de
rf : le taux de pertes est plus élevé que sans rf pour des champs magnétiques compris
entre 23 MHz et 25 MHz. On suppose que ces pertes sont dues au couplage entre états
habillés accompagné de l’absorption d’un photon rf. Le pic dû à ce processus doit être
centré autour d’un champ magnétique de 900 kHz supérieur à celui du pic Feshbach,
soit environ 24 MHz. Le pic Feshbach étant dissymétrique, les deux pics se recouvrent
et nous ne pouvons pas résoudre le pic rf de droite avec précision.
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On n’observe pas de pic rf dû à l’absorption ou à l’émission de 2 photons rf ou plus
sur la figure 6.2 car pour la puissance rf utilisée, les couplages correspondants sont trop
faibles. Avec Ω/ω = 1, l’amplitude du pic rf à deux photons est égale à J2

2 (1) ≃ 0.01 fois
l’amplitude du pic Feshbach. Une telle amplitude est noyée dans le bruit expérimental.

Nous avons observé des pertes résonantes à une distance de 2ω de la résonance sans
rf, pour des rapports Ω/ω plus élevés. Cependant ces pertes sont difficiles à analyser,
en particulier à cause des harmoniques parasites délivrées par l’amplificateur qui pro-
duit le signal rf. Nous avons en effet détecté des signaux de seconde harmonique non
négligeables. La résonance à deux photons de fréquence ω est donc indissociable d’une
résonance à un photon de fréquence 2ω.

Position du pic rf

Dans ce qui suit, nous nous intéressons uniquement à la résonance impliquant l’émis-
sion d’un photon rf. Nous avons tracé sur la figure 6.3 le paramètre de pertes à deux
corps K1

2(Ω, ǫ0, ω) en fonction de ω, pour trois champs magnétiques statique B diffé-
rents inférieurs à Bres.
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Fig. 6.3 – Paramètre de pertes à deux corps K1
2 associé à la résonance à un photon, en

fonction de la fréquence rf ω, pour différents champ magnétiques statiques inférieurs à
Bres. Triangles rouges : gJµBB/h = 22.11 MHz, cercles bleus : gJµBB/h = 22.25 MHz,
carrés verts : gJµBB/h = 22.39 MHz. Les traits sont des ajustements par l’équation
(6.17).

D’après les équations (6.14) et (6.15) le paramètre de pertes lié à cette résonance
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vaut :

K1
2(Ω, ǫ0, ω) = 6

√
2 Λ3

dB Γ0(ǫ0 + ~ω) exp

[

−ǫ0 + ~ω

kBT

]

× J2
1

(

Ω

ω

)

(6.17)

Chacune des trois courbes présente un pic de pertes dont la position dépend de B
par l’intermédiaire de ǫ0 = gJµB(B −Bres). L’amplitude de ces pics décrôıt quand |ǫ0|
augmente par l’intermédiaire du facteur J2

1 (Ω/ω), Ω étant fixé et ω prenant des valeurs
proches de |ǫ0| (le maximum du pic se trouve en ~ω + ǫ0 = 5

2
kBT ).

Nous avons effectué des ajustements des courbes de la figure 6.3, ainsi que d’autres
courbes similaires prises pour des champs magnétiques B différents, par l’équation
(6.17), en utilisant ǫ0 comme paramètre ajustable. Ainsi nous obtenons la valeur de
ǫ0 pour différents champs magnétiques B. Nous avons tracé |ǫ0| en fonction de B sur
la figure 6.4. La droite |ǫ0(B)| obtenue passe par zéro pour B = Bres. Un ajustement
linéaire de cette droite prédit Bres = 8.149± 0.01 G, ce qui correspond avec une bonne
précision à la mesure de Bres effectuée au chapitre 5 : 8.155± 0.015 G.

La différence d’énergie Zeeman entre les deux états moléculaires est linéaire en B car
la largeur de la résonance (Γ0 ≈ 10 Hz à 7 µK [49]) est très petite devant le désaccord
typique : Γ0/ω ≈ 10−5. Cela correspond à la situation illustrée sur la figure 6.1, où
chaque résonance assistée par la rf est bien séparée des autres.

Ce régime est très différent de celui de [97] par exemple, où la résonance est beau-
coup plus large. Dans ce cas, les résonances impliquant différent nombres de photons
se recouvrent. Par ailleurs, pour des désaccords inférieurs à la largeur de la résonance,
la différence d’énergie Zeeman entre les deux états moléculaires n’est pas linéaire en
champ magnétique à cause du croisement évité [82].

Amplitude du pic rf

Le paramètre de pertes maximal K1,max
2 (Ω, ω) vaut d’après l’équation (6.15) :

K1,max
2 (Ω, ω) = K0,max

2 × J2
1

(

Ω

ω

)

(6.18)

où K0,max
2 = 4 × 10−20 m3s−1 est le paramètre de pertes maximal de la résonance

de Feshbach sans rf.

Nous avons mesuré K1,max
2 en fonction du rapport Ω/ω, pour différentes valeurs de

ω. Pour cela, nous appliquons un champ magnétique B inférieur à Bres, nous ajustons
ω de façon à ce que les pertes soient maximales (nous nous plaçons au sommet d’un
pic du type de ceux de la figure 6.3), puis nous enregistrons K1,max

2 en fonction de
Ω. Nous avons répété l’opération pour 6 valeurs de B (et donc de ω). Le résultat est
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Fig. 6.4 – Triangles rouges : Position du pic de pertes rf à un photon K1
2(ω), dé-

terminée par un ajustement utilisant l’équation (6.17), en fonction du champ ma-
gnétique. L’ajustement linéaire de la droite obtenue croise l’axe des abscisses en
B = Bres = 8.149 ± 0.01. Losanges bleus : Paramètre de pertes K0

2(B) en fonction
du champ magnétique, sans rf (il s’agit de la même courbe que sur la figure 6.2).
Bres, position de la résonance, n’est pas le champ magnétique où K0

2 est maximal mais
celui où les pertes commencent à apparâıtre (voir chapitre 5 sur la résonance de Fe-
shbach en onde d). Le trait plein est un ajustement par l’équation (6.14) donnant
Bres = 8.155± 0.015

tracé sur la figure 6.5. Il cöıncide avec l’équation (6.18) sans paramètres ajustables : Ω
est déterminé indépendament par des oscillations de Rabi (voir méthode détaillée au
paragraphe 4.2.1).
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Fig. 6.5 – Amplitude du pic rf à un photon, divisée par l’amplitude du pic sans rf, en
fonction du paramètre Ω/ω, pour différentes valeurs de ω. Le trait plein est (J1(Ω/ω))2.

Conclusion

Nous avons démontré une formule simple pour la force du couplage entre un état
moléculaire lié et une paire d’atomes en collision quand un champ rf est à résonance
avec la différence d’énergie entre ces deux états. Cette formule est valable arbitraire-
ment loin de la résonance de Feshbach, tant que la fréquence rf est plus grande que
la largeur de la résonance. En particulier, nous montrons qu’il est possible d’associer
efficacement des molécules loin de la résonance si la puissance rf disponible est suffi-
sante. Le calcul effectué reste valable en présence d’une structure hyperfine à condition
que l’effet Zeeman reste linéaire sur un intervalle de champ magnétique de l’ordre de
l’amplitude de modulation de la rf.

Nous avons confronté notre modèle théorique à la résonance de Feshbach en onde
d étudiée au chapitre 5. Cette résonance est très fine et nous nous savons mesurer le
taux de couplage Feshbach associé, ce qui la rend idéale pour cette étude. La formule
cöıncide avec les mesures sans paramètres ajustables (figure 6.5) pour une fréquence rf
allant jusqu’à 105 fois la largeur de cette résonance.
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C H A P I T R E 7

Développements récents et perspectives

Dans ce chapitre je présente les derniers développements de l’expérience ayant eu
lieu à la fin de ma thèse concernant le développement d’un réseau optique que j’ai
personellement mis en place. La seconde partie présente les derniers développements
de l’expérience ainsi qu’une description succinte des derniers résultats expérimentaux
obtenus par l’équipe. Enfin, dans la troisième partie je présente quelques-unes des
perspectives ouvertes à l’équipe.

7.1 Chargement du condensat dans un réseau op-

tique

En faisant interférer des faisceaux laser, il est possible de créér des potentiels pério-
diques, communément appelés réseaux optiques, constitués de centaines de milliers de
pièges optiques de taille microscopique. Le fort confinement selon l’axe de propagation
des faisceaux permet également de réaliser des pièges très anisotropes dans lesquels la
dimensionalité du mouvement des atomes est réduite.

Le chargement de condensats de Bose-Einstein dans un potentiel périodique a des
applications dans de nombreux domaines tels que la modélisation de systèmes à l’état
solide [110, 109], l’interférométrie atomique [114, 115], l’information quantique [116] et
la métrologie [117]. Les réseaux optiques ont également permis l’étude de gaz quan-
tiques en dimension réduite [111, 113].

L’influence des interactions dipôle-dipôle sur les propriétés d’un condensat chargé
dans un potentiel périodique a fait l’objet de plusieurs études théoriques mais à ce jour,
aucune réalisation expérimentale d’un gaz dipolaire dégénéré dans un réseau optique
n’a été rapportée. Parmis les effets d’intérêt attendus dans un tel système, on peut citer
l’apparition de nouvelles phases quantiques [118, 120], la stabilite des solitons brillants
[119], ou encore la modification des modes d’excitations collectives d’un condensat dans
un piège 1D [112].

Une confusion sur la terminologie peut exister entre la dimensionalité de la pério-
dicité du potentiel du réseau, et celle du mouvement des atomes dans les pièges formés
par ce réseau. En me basant sur [108], j’appelle réseau 1D un réseau créé par une
paire de faisceaux rétroréfléchis formant une onde stationnaire. Les pièges de ce réseau
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ont la forme de disques et le mouvement des atomes y est réduit à deux dimensions.
Deux paires de faisceaux rétro-réfléchis perpendiculaires entre elles forment un réseau
2D dont les pièges sont des tubes dans lesquels le mouvement des atomes est réduit à
une dimension. Enfin, un réseau 3D formé par trois ondes stationnaires mutuellement
orthogonales est constitué de pièges isotropes très confinants.

Nous avons débuté la mise en place d’un réseau 3D afin d’y charger un condensat de
52Cr. Les fortes interactions dipôle-dipôle dans le chrome en font un bon candidat pour
l’étude des effets cités ci-dessus. Ces interactions sont anisotropes, ce qui implique
une forte influence de la dimensionalité du piège sur leurs propriétés. De plus elles
ont une portée plus longue que les interaction de contact et peuvent jouer un rôle
important dans les interactions entre atomes situés dans des sites voisins du réseau.
Nous prévoyons la possibilité de charger le condensat dans un réseau 1D, 2D ou 3D.

Dans cette partie je décris la mise en place du réseau 1D et sa caractérisation. Les
réseaux 2D et 3D sont en cours de développement et ne seront pas décrits dans ce
manuscrit.

7.1.1 Mise en place du réseau 1D

Le faisceau utilisé pour le réseau est prélevé sur le laser Verdi utilisé pour pomper
le laser titane-saphir qui fournit le faisceau bleu principal (voir chapitre 1). Le laser
Verdi délivre une puissance maximale de 18 W à λ = 532 nm, nous utilisons 13,5 W
pour pomper le laser titane-saphire et nous prélevons 1,5W juste avant l’injection dans
celui-ci.

Le faisceau passe par un isolateur optique (transmission 89%) afin de protéger le
laser Verdi des réflexions puis dans un AOM (efficacité de diffraction dans l’ordre 1 de
86%) qui est utilisé pour la coupure rapide du réseau. Il est ensuite injecté dans une fibre
optique monomode à maintien de polarisation (efficacité de l’injection 80%). Il n’était
a priori pas évident que la fibre puisse supporter une telle puissance laser. Les tests
effectués ont cependant révélé une bonne tenue au flux. En sortie de fibre le faisceau
est focalisé sur les atomes par une lentille de focale f = 25 cm et rétro-réfléchi par un
miroir diélectrique (voir figure 7.1). Afin que la taille du faisceau réflechi corresponde
à celle du faisceau incident, une lentille de focale f = 40 cm est placée à mi-chemin
entre les atomes et le miroir de rétro-réflexion, avec une distance de 40 cm de part et
d’autre. Les différents miroirs de renvoi pour lesquels la polarisation du faisceau n’est
pas dans le plan d’incidence sont métalliques, afin que celle-ci soit conservée.

Le waist du faisceau mesuré à l’aide d’une caméra CCD vaut w0 = 40 µm et sa
longueur de Rayleigh vaut zR = 13 mm.

La polarisation du faisceau est linéaire. La fibre à maintien de polarisation induit
des fluctuations de la polarisation de ∼ 5%. Ces fluctuations sont des variations de la
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Fig. 7.1 – Schema de l’installation du réseau 1D. En haut : vue selon l’axe du jet
atomique. En bas, vue de dessus de l’installation optique au niveau de la table.
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différence de phase entre la lumière injectée selon le grand axe (la grande majorité de
la puissance) et selon le petit axe (une faible part) de la fibre. Cela se traduit par une
polarisation en sortie qui oscille entre linéaire et elliptique, la puissance selon chaque
axe restant constante. Nous avons placé un cube polariseur en sortie de la fibre afin de
ne laisser passer que la partie polarisée selon le grand axe, de cette façon les fluctuations
sont supprimées.

Le faisceau rétro-réfléchi est réinjecté dans la fibre en sens inverse (efficacité ∼ 70%)
afin de récupérer l’essentiel de la puissance laser (∼ 500 mW après les pertes) sur un
mesureur de puissance. Celle-ci est en effet essentiellement réfléchie par le second cube
de l’isolateur optique. La puissance ainsi mesurée nous sert de référence d’alignement
du faisceau rétro-réfléchi.

Lors des premiers essais d’alignement, nous nous sommes aperçu que l’interface
de sortie de la fibre et le miroir de rétroréflection formaient une cavité résonnante
Fabry-Pérot, ce qui induisait de fortes fluctuations de l’intensité liées aux mouvements
du miroir de renvoi. En effet le faisceau rétro-réfléchi est réinjecté dans la fibre et une
partie de celui-ci est réfléchie. Nous avons remplacé la fibre dont l’interface était coupée
perpendiculairement à son axe (connecteur de marque Thorlabs, modèle FC/PC) par
une fibre dont le connecteur est coupé avec un angle de 8◦ (modèle FC/APC) afin que
cette réfléxion ne soit pas renvoyée dans l’axe du réseau.

7.1.2 Caractérisation du réseau

Forme du potentiel

Les atomes placés dans l’onde stationaire formée par le faisceau rétro-réfléchi su-
bissent un potentiel dipolaire U(r =

√

x2 + y2, z) proportionnel à l’intensité laser (voir
paragraphe (2.2.1)), où l’axe Oz est l’axe de propagation du faisceau. Leur énergie étant
bien plus faible que la profondeur du piège formé par cette onde, ils n’explorent que la
partie harmonique et on peut écrire :

U(r, z) ≃ −U0 cos2(kz)

(

1− 2

(

r

w0

)2

−
(

z

zR

)2
)

(7.1)

où w0 est le waist du faisceau, zR sa longueur de Rayleigh et k = 2π/λ le vecteur
d’onde. U0 est la profondeur et vaut quatre fois la profondeur associée à un seul faisceau

non rétro-réfléchi. En pratique on peut négliger le terme
(

z
zR

)2

car la taille typique du

nuage vaut quelques micromètres et zR = 13 mm. On peut réécrire le potentiel :

U(r, z) ≃ −U0 cos2(kz) +
1

2
mω2

⊥r
2 (7.2)

où m est la masse de l’atome et
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ω⊥ =
2

w0

√

U0

m
(7.3)

est la fréquence transverse du piège.

Ce potentiel est donc périodique dans le direction longitudinale et confinant dans
les directions transverses. Le calcul théorique de U0 se fait à partir des transitions ato-
miques connues du chrome (voir paragraphe 2.1.2). Nous estimons pour une puissance
laser de 1 W :

U0/kB ≃ 50 µK (7.4)

Soit environ 75 fois l’énergie de recul ER = ~2k2/2m.
La longueur d’onde du laser étant λ = 532 nm, la période du potentiel vaut :

u = π/k = λ/2 = 266 nm.

Diffraction du condensat par le réseau

Si on se limite à un traitement à une dimension le longe de l’axe z, l’Hamiltonien
d’un atome dans le réseau s’écrit :

H =
p2

z

2m
− U0 cos2(kz) =

p2
z

2m
− U0

2
− U0

2
cos(2kz) (7.5)

L’état de l’atome d’impulsion initiale p0 évolue en présence de cet hamiltonien
indépendant du temps :

|ψ(t)〉 = e−iHt/~ |p0〉 (7.6)

Si on applique le potentiel pendant un temps T très court devant le temps caracté-
ristique d’oscillation d’une particule dans le réseau (le long de z), alors on peut négliger
le mouvement des atomes pendant ce temps, ce qui revient à négliger le terme d’énergie
cinétique dans l’hamiltonien. Ce régime est appelé régime de Kapitza-Dirac [121] et est
l’analogue de la limite de réseau mince en optique. On peut alors écrire l’état atomique
au bout de T (à une phase près) :

|ψ(T )〉 = exp

[

iU0T cos (2kz)

2~

]

|p0〉 (7.7)

=

(

+∞
∑

n=−∞
(i)nJn

(

U0T

2~

)

e−2inkz

)

|p0〉 (7.8)

=
+∞
∑

n=−∞
(i)nJn

(

U0T

2~

)

|p0 − 2n~k〉 (7.9)
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où Jn est la fonction de Bessel d’orde n.

L’atome se trouve donc dans une superposition d’états d’impulsions séparées de
2~k. L’intensité de chaque ordre n diffracté par le réseau est donnée par le carré de la
fonction de Bessel : J2

n

(

U0T
2~

)

.

Appliquer ce résultat à un condensat permet de mesurer sa profondeur. Nous pro-
duisons un condensat dans le piège optique croisé puis nous éteignons brusquement
celui-ci. Les atomes se déplacent alors sous l’action de la gravité. Quelques microse-
condes après avoir éteint le piège croisé, nous appliquons le réseau en un pulse carré de
durée variable T (temps de montée et descente de la puissance laser ∼ 200 ns). Juste
après ce pulse, les atomes sont tous dans l’état |ψ(T )〉 de l’équation (7.9). Nous laissons
alors le condensat tomber en temps de vol pendant 5 ms puis nous prenons une image
par absorption.

Une image correspondant à une durée T = 2 µs est présentée sur la figure 7.2.
L’image fournit une mesure de l’amplitude de probabilité de présence de l’atome à une
position donnée, correspondant à une impulsion p0 − 2n~k au début du temps de vol.
Sur la figure 7.2 on observe des atomes dans les ordres allant de −3 à +3. La distance
entre les différents nuages mesurée sur l’image vaut ∆z ≃ 142, 8µm, la résolution de
notre système d’imagerie et l’incertitude sur son grandissement étant les principales
sources d’erreur. La distance théorique entre les pics vaut ∆z = 2~kTtof/m = 144 µm
où Ttof = 5 ms est le temps de vol.

Ordre 0

200 μm

Fig. 7.2 – Image par absorption du condensat après diffraction par le réseau. Le réseau
est appliqué pendant 2 µs puis le condensat tombe en chute libre pendant 5 ms.

La population dans chaque ordre est égale, dans le régime de Kapitza-Dirac, à
J2

n

(

U0T
2~

)

. Ce régime est valable si on néglige l’évolution de l’état atomique due au
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terme d’énergie cinétique du Hamiltonien par rapport à celle due au terme de l’ordre
de U0. Cette condition s’écrit :

|p2
0 − (p0 + 2n~k)2|

2m
≪ U0 (7.10)

La fonctions de Bessel Jn(x) ne prend une valeur non négligeable que pour n ≤ x,
ce qui nous permet de nous restreindre aux ordres n ∼ U0T/2~. De plus, on remarque
sur la figure 7.2 que p0 est bien plus petit que ~k. Si on néglige p0 on peut donc réécrire
l’inégalité (7.10) :

4

(

U0T

2~

)2

ER ≪ U0 (7.11)

où ER est l’énergie de recul, soit :

T 2U0ER/~
2 ≪ 1 (7.12)

pour notre système ER/kB = 0, 65 µK. L’experience a été effectuée pour une puis-
sance laser de ∼ 0, 5 W soit une profondeur théorique U0/kB ≃ 28 µK. L’approxi-
mation est donc valable pour un temps T ≪ 2 µs. On peut remarquer que ce régime
signifie également que le déplacement des atomes dû à la force créée par le réseau
est très petit devant la période du potentiel : le pulse n’a pas le temps de modifier
considérablement la densité atomique, il ne fait qu’imposer une phase aux atomes.
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Fig. 7.3 – Population dans l’ordre 0 (triangles rouges), dans l’ordre 1 (cercles noirs)
et dans l’ordre 2 (croix) en fonction de la durée du pulse T . Les traits pleins sont des
ajustements par le carré de la fonction de Bessel d’ordre correspondant.

Nous avons mesuré les populations dans les différents ordres pour un temps T
variable (voir figure 7.3). Les courbes ont été ajustées par les fonctions de Bessel (au
carré) correspondantes en prenant la profondeur comme paramètre ajustable, pour des
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temps inférieurs à 2 µs. La profondeur déduite de ces ajustements vaut U0/kB ≃ 23 µK
soit ∼ 35ER. La profondeur mesurée est plus faible que celle estimée en fonction de la
puissance. Cette différence peut provenir de pertes de puissance laser à la traversée des
hublots, d’un mauvais positionnement du waist, ainsi qu’à d’éventuelles modifications
de la polarisation entre le faisceau incident et le faisceau rétro-réfléchi.

7.2 Résultats récents

Les résultats décrits succintement dans ce paragraphe ont été obtenus pendant la
rédaction de ce manuscrit.

7.2.1 Relaxation dipolaire dans un gaz 2D

Nous avons mesuré le taux de relaxation dipolaire entre atomes dans l’état |7S3,mS = +3〉
dans un condensat 2D chargé dans le réseau 1D, et observé une réduction de ce taux
quand l’énergie Zeeman est inférieure à l’énergie vibrationelle du réseau.

Le temps pour un atome de passer d’un site du réseau à l’autre par effet tun-
nel (∼ 400 ms) étant très long devant l’échelle de temps caractéristique des expe-
riences effectuées pour observer la relaxation dipolaire (∼ 100 ms), on peut considérer
le condensat chargé dans le réseau comme un ensemble de condensats 2D indépendants.
La fréquence des pièges 2D selon l’axe de fort confinement (l’axe de la périodicité du
réseau) vaut ωL ∼ 100 kHz, ce qui est bien supérieur à toutes les autres échelles
d’énergie du système (kBT , potentiel chimique du condensat). Nous avons mesuré le
paramètre de pertes à deux corps associé à la relaxation dipolaire entre atomes dans
l’état |7S3,mS = +3〉, en fonction de la fréquence de Larmor associée au champ ma-
gnétique statique. Nous avons observé une forte diminution de ce paramètre quand la
fréquence de Larmor deviens inférieure à la fréquence du piège ωL. Le fort confinement
le long de l’axe du réseau crée un gap dans le spectre d’énergie qui réduit la densité
d’états dans le canal de sortie, quand l’énergie Zeeman libérée lors de la relaxation
dipolaire est suffisament faible.

7.2.2 Mise en place de repompeurs pour les états métastables
5D2 et 5D3

Le chargement du piège optique repose sur la fuite des atomes du MOT vers des états
métastables. En présence du faisceau dépompeur (voir paragraphe (2.3.2), les atomes
s’accumulent dans les états 5S2 (via 7P3),

5D2 (via 7P3),
5D3 (via 7P3 et 7P4) et 5D4

(via 7P3 et 7P4). L’obtention d’un condensat de Bose-Einstein et toutes les expériences
décrites dans ce manuscript ont été réalisés en repompant vers l’état fondamental à
la fin du chargement uniquement les atomes dans les états 5S2 et 5D4. Les états 5D2
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et 5D3 n’étaient pas repompés car nous n’avons pas les lasers nécessaires. La présence
d’atomes dans ces deux états dans le piège optique au début de l’évaporation, bien que
minoritaires, peut induire des collisions inélastiques avec les atomes repompés dans
l’état fondamental, ce qui rend le processus moins efficace.

Nous avons mis en place deux diodes laser à résonance avec la transition 5D2 →7 P3

à 646, 877 nm et la transition 5D3 →7 P3 à 653, 973 nm afin de repomper les états
métastables vers l’état fondamental au début de l’évaporation. les deux diodes sont as-
servies à une cavité Fabry-Pérot passive ultrastable. Cette cavité en verre ULE (ultra
low expansion) est stabilisée en température afin de maintenir sa longueur constante.
Sa stabilité à long terme est meilleure que 1 MHz.

L’effet du repompage de ces deux états vers l’état fondamental est en cours d’étude.
Nous avons déjà observé une augmentation du nombre d’atomes condensés, allant jus-
qu’à 30 000 atomes.

7.3 Perspectives

Etude du condensat dans un réseau 2D et 3D

Les perspectives d’études fondamentales concernant un condensat dipolaire dans
un réseau sont nombreuses. Le caractère anisotrope de l’interaction dipôle-dipôle laisse
attendre de nombreux effets intéressants liés à la géométrie du piègé. Dans un piège
2D, la répulsion à longue portée due à l’interaction dipolaire peut induire une forte
diminution du taux de recombinaison à trois corps. Dans un piège 1D, la présence de
forces attractives peut mener à l’apparition de solitons. L’équipe travaille actuellement
à la mise en place de réseaux 2D et 3D.

Chargement du fermion 53Cr dans le piège optique et refroidissement sym-
pathique

L’équipe a déjà rapporté le piégeage magnéto-optique simultané de l’isotope boso-
nique 52Cr et de l’isotope fermionique 53Cr du chrome [46]. La prochaine étape consiste
à charger le fermion dans le piège optique. Ensuite, le refroidissement sympathique
par le boson sera expérimenté en vue d’obtenir la première mer de Fermi, ainsi que le
premier mélange bosons-fermions dégénéré, avec de fortes interactions dipolaires.

Avant ce résultat, l’interaction dipôle-dipôle pourrait mener à l’observation de ther-
malisation dans un gaz de fermions polarisés.
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Conclusion





L’obtention en novembre 2007 d’un condensat de Bose-Einstein de 52Cr constitue le
résultat principal de cette thèse. Refroidir le 52Cr jusqu’à la dégénérescence quantique
pose de nombreuses difficultés techniques. Nombre d’entre elles (mise en place d’un
four à 1500◦C, montage d’une chaine laser à 425 nm) ont été résolues au cours des
thèses de mes prédécesseurs Radu Chicireanu [53] et Arnaud Pouderous [52], ce qui a
permis d’obtenir un MOT.

La forte limitation en nombre d’atomes d’un piège magnéto-optique, due principa-
lement aux collisions inélastiques assistées par la lumière, a nécessité de développer une
stratégie originale, consistant à charger continuement des atomes métastables de 52Cr
issus du MOT dans un piège optique. Nous avons démontré le piégeage d’atomes méta-
stables dans un piège optique (première année de thèse), puis optimisé ce chargement
en utilisant une technique de dépompage vers l’état métastable 5S2. Cette technique,
associée au moyennage à zéro des forces magnétiques sur les atomes métastables par
des rampes de champ rf pendant le chargement, nous permet d’accumuler jusqu’à 4,5
millions d’atomes à une température de 100 µK dans un piège optique constitué d’un
seul faisceau rétroréfléchi, en un temps particulièrement court (temps à 1/e ∼ 100 ms).
Le nombre d’atomes dans le piège optique est supérieur à celui dans le MOT, et les taux
de chargement sont du même ordre de grandeur. La mise en place de cette technique
de chargement particulièrement originale a été un pas essentiel vers la condensation.

La phase suivante consistant à forcer l’évaporation en diminuant la profondeur du
piège optique est plus classique. Après avoir été repompés dans l’état fondamental 7S3,
les atomes sont polarisés dans le sous-état Zeeman de plus basse énergie afin d’empêcher
la relaxation dipolaire. La densité dans l’espace des phases à l’issue du chargement a une
valeur relativement basse à cause des fortes collisions entre atomes métastables, c’est
pourquoi la rampe d’évaporation est plus lente que pour la pluspart des experiences
utilisant un piège optique. Durant cette étape, l’échantillon passe d’un gaz thermique
contenant 4, 5 millions d’atomes à une température de 100 µK et dont la densité dans
l’espace des phases vaut ∼ 5× 10−6, à un condensat de Bose-Einstein contenant typi-
quement 10 000 atomes. La transition de phase est observée à une température typique
d’environ 450 nK (voir figure 7.4). Les fortes interaction dipôle-dipôle dans un conden-
sat de chrome sont à l’origine des phénomèns décrits ci-dessous.

L’étude de l’effet d’un champ magnétique radiofréquence intense sur un condensat
de chrome nous a permis de montrer qu’il était possible de modifier de manière ré-
versible la sensibilité magnétique des atomes. Un condensat habillé par un champ rf
perpendiculaire au champ statique et de fréquence ω bien supérieur à la fréquence de
Larmor ω0 voit en effet son facteur de Landé modifié selon l’équation :

gJ(Ω) = gJJ0

(

Ω

ω

)

(7.13)

où Ω est la pulsation de Rabi associée au champ rf et J0 la fonction de Bessel d’ordre
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Fig. 7.4 – Observation de la transition de phase d’un gaz thermique à un condensat
de Bose-Einstein. Profondeur optique intégrée selon x (l’axe horizontal de l’image par
absorption) après un temps de vol de 5 ms du nuage pour différentes profondeurs finales
de la rampe d’évaporation (trait plein rouge). Les profils sont ajustés par la somme d’un
profil gaussien et d’un profil de Thomas Fermi intégrés selon deux dimensions (traits
discontinus noirs). La température indiquée provient de ces ajustements.

0. Nous avons démontré expérimentalement la possibilité d’amener adiabatiquement les
sous-états Zeeman des atomes condensés proches de dégénérescence malgré la présence
d’un champ magnétique statique de ∼ 100 mG (voir figure 7.5). Cette pourrait être
utilisée en vue d’étudier les propriétés spinorielles d’un condensat de chrome multicom-
posantes. S’affranchir de l’effet Zeeman permettrait en effet de modifier l’état fonda-
mental du système, qui en présence d’un champ magnétique non nul est un condensat
polarisé dans |mS = −3〉. Le chrome est un élément particulièrement intéressant pour
la physique des spinors car il possède un spin S = 3 dans l’état fondamental, et parce
que l’interaction dipôle-dipôle couple les degrés de liberté de spin au moment cinétique
orbital.

Nous avons également mesuré le temps de vie du condensat dans ces conditions
(fort champ rf hors résonance) et identifié un processus de relaxation dipolaire assistée
par la rf. Les atomes sont initialement dans le sous-état Zeeman de plus basse énergie
|mS = −3〉 pour lequel la relaxation dipolaire est interdite énergétiquement. Quand ils
sont habillés par la rf, ils peuvent cependant subir des collisions inélastiques pendant
lesquelles la paire d’atomes change de multiplicité (c’est-à-dire absorbent un ou plu-
sieurs photons rf). Dans ces collisions la totalité de l’énergie des photons absorbés est
convertie en énergie Zeeman et en énergie cinétique atomiques. Ce type de collisions
n’avait jamais été observées, notre système nous permet de les étudier grâce aux fortes
interactions dipôle-dipôle.

Nous avons étudié une résonance de Feshbach du chrome due aux interactions
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Fig. 7.5 – Déplacement du condensat ∆(Ω/ω) sous l’effet d’un gradient de champ ma-
gnétique linéaire, en présence d’un champ rf, en fonction du rapport Ωrf/ω. Ce déplace-
ment est proportionnel au facteur de Landé des atomes. Trait plein : ∆(0) |J0(Ωrf/ω)|

dipôle-dipôle et impliquant un canal de collision en onde d. Du fait de son caractère
anisotrope, l’interaction dipolaire couple ce canal à un état moléculaire lié de moment
cinétique orbital l = 0. Lorsque l’énergie de ce niveau lié est égale à l’énergie de collision,
la probabilité de traverser par effet tunnel la barrière de potentiel l = 2 est augmentée
de façon résonante. Ceci augmente la probabilité de présence à courte distance de la
paire d’atomes en collision, il se produit donc des pertes à trois corps.

Nous avons observé que la largeur du couplage Feshbach est très petite devant le
taux de relaxation moléculaire. Par conséquent les molécules de Cr2 produites ont une
durée de vie trop courte pour être observées. De plus le taux de pertes à trois corps est
proportionnel au carré de la densité. La largeur de la résonance et son amplitude sont
proportionelles à la température. Toutes ces observations sont originales par rapport
aux résonances larges en onde s. Nos mesures nous ont permis d’améliorer la précision
de la détermination de la position de la résonance de Feshbach d’un facteur 6. Nous
avons interprété les résultats expérimentaux par un modèle théorique. Celui-ci repro-
duit nos résultats sans paramètres ajustables.

Nous avons également développé un modèle théorique décrivant le couplage en pré-
sence d’un champ rf entre une paire d’atomes en collision et une molécule de Feshbach
quand le champ magnétique statique est arbitrairement loin de la résonance de Fe-
shbach. En utilisant le formalisme de l’atome habillé, nous montrons que la force du
couplage en présence de rf est égale à la force du couplage Feshbach sans rf multipliée
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par le carré d’une fonction de Bessel. Ce résultat est valable quand la fréquence rf
est supérieure à la largeur de la résonance de Feshbach. Nous avons confronté ce mo-
dèle à la résonance de Feshbach en onde d étudiée au chapitre 5 et observé un accord
sans paramètres ajustables. Ces résultats permettent une réinterprétation du phéno-
mène d’association rf de molécules en terme de résonance de Feshbach habillée par la rf.

Enfin, ce manuscrit décrit la mise en place d’un réseau optique 1D. Une étude de
la diffraction du condensat par ce réseau nous a permis d’estimer sa profondeur à ∼ 35
fois l’énergie de recul. Ce résultat est un pas vers l’étude d’un condensat dipolaire en
dimension réduite, ainsi que vers l’observation d’effets de l’interaction dipôle-dipôle
entre les sites du réseau.
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- (2007)

[54] Robert deCarvalho and John Doyle - Evaporative cooling at low trap depth PHYS
REV A 70, 053409 (2004)
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lasergekühlten Chromatoment - Universität Konstanz - (2001)

[57] K. M. O’Hara, M. E. Gehm, S. R. Granade, and J. E. Thomas - Scaling laws for
evaporative cooling in time-dependent optical traps - Phys. Rev. A 64, 051403(R)
(2001)
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CONDENSATION DE BOSE-EINSTEIN DU CHROME
et étude de collisions inélastiques dues aux interactions dipolaires

Résumé : A cause de son fort moment magnétique dans l’état fondamental, le chrome est un
bon candidat pour l’étude des interactions dipolaires dans un gaz dégénéré. Nous avons mis en place
un dispositif expérimental afin de piéger et de refroidir des atomes de 52Cr jusqu’à la condensation
de Bose-Einstein. Le refroidissement évaporatif a lieu dans un piège optique, dont le chargement à
partir du piège magnéto-optique est réalisé grâce à une méthode originale d’accumulation en continu
d’atomes dans des états métastables. Nous produisons un condensat contenant typiquement 15 000
atomes en 15 s au total.

Nous avons étudié la possibilité d’amener les sous-états Zeeman du chrome condensé à dégénéres-
cence dans un champ magnétique statique non nul, en utilisant un champ magnétique radiofréquence
(rf). Cela nous a conduit à mettre en évidence un processus de relaxation dipolaire assistée par la
rf. Nous avons également étudié une résonance de Feshbach induite par l’interaction dipolaire, qui a
la particularité d’impliquer un canal de collisions en onde d. Nous avons analysé cette résonance en
présence de champs rf, et réinterprété l’association rf de molécules comme une simple résonance de
Feshbach entre états habillés. Enfin, nous avons mis en place un réseau optique dans la perspective
d’étudier l’effet des interactions dipôle-dipôle en dimension réduite.

Mots clés : chrome, condensation de Bose-Einstein, interactions dipolaires, résonances de Fesh-
bach, relaxation dipolaire

———————————————————————————————————————————

BOSE-EINSTEIN CONDENSATION OF CHROMIUM
and study of inelastic collisions due to dipolar interactions

Abstract :

Its large magnetic moment in the ground state makes chromium a good candidate for the study
of dipolar interactions in a degenerate gas. We have built an experimental setup for trapping and
cooling atoms of 52Cr down to Bose-Einstein condensation (BEC). Evaporative cooling takes place in
a purely optical trap, which is loaded from the magneto-optical trap using a novel process of continuous
accumulation of metastable states. We produce a condensate of typically 15 000 atoms in a time of 15
s.

We studied the possibility to bring all the Zeeman substates of a chromium BEC to degeneracy
in a non-zero static magnetic field, using a radiofrequency (rf) magnetic field, and demonstrated a
new process of rf-assisted dipolar relaxation. We also studied a narrow Feshbach resonance induced
by dipolar interaction, which implies a d-wave collisional chanel. We analyzed this resonance in the
presence of a rf magnetic field and we reinterpreted rf association of molecules as a mere Feshbach
resonance between rf dressed states. Finally, we have set up an optical lattice in the perspective of
studying the effects of dipole-dipole interactions in reduced dimension.

Keywords : Chromium, Bose-Einstein condensation, dipolar interactions, Feshbach resonances,
dipolar relaxation


