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Et ben dis donc je pensais pas que c’était aussi difficile d’écrire des remer-
ciements. Donc bon je me lance on verra bien ce que ça donne. Le plus simple
à l’air d’être de remonter le temps petit à petit. Sauf qu’en fait, Je ne peux pas
vraiment définir des époques différentes car elles sont toutes imbriquées, un peu
comme ça 1 :

Du coup, je vais commencer par le jour de ma soutenance.

Je remercie donc tout d’abords tous les membres de mon jury, Caroline Cham-
penois, Florian Schreck, J. Gonzalo Muga et Florence Pettinari, pour avoir ac-
cepté de vous intéresser à mon travail ainsi que pour les questions et remarques
que vous avez soulevées durant la soutenance.

On continue de remonter dans le temps, il est alors temps de penser
à tous les gens que j’ai pu côtoyer pendant ces 3 années de thèses.

Ma gratitude va à mon directeur de thèse, David Guéry-Odelin, pour m’avoir
accueillie dans ton équipe ; ton enthousiasme pour la physique et les atomes froids

1. À première vue ça ressemble à rien mais en fait ça a du sens !
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m’a poussé à m’investir entièrement dans cette thèse et ainsi accomplir un travail
dont je suis fière. Je remercie aussi très chaleureusement Juliette Billy. Travailler
avec toi a toujours été un grand plaisir. Tu as toujours été de très bon conseils et
je te souhaite beaucoup de bonheur !

Ya teeeeeellement de gens formidables que j’ai rencontré au cours de ces 3 ans !
je vais essayer de n’oublier personne. Je pense d’abord aux autres membres de
l’équipe atomes froids : Gabriel Hétet, tu m’as appris ce doux mélange entre un
travail efficace et complètement à l’arrache ! Gabriel Condon, cette expérience de
condensation est notre œuvre d’art à tous les deux ; on a fait une bonne équipe ! Et
puis ya aussi François Damon, pauvre François que David oubliait tout le temps
de prévenir pour les réunions ! J’ai appris plein de choses avec toi ! ta culture
scientifique et ton perfectionisme feront de toi un prof exceptionnel. Petit Éric 2,
je compte sur toi pour mettre de la bonne musique en salle de manip ! Ma Lulu
j’ai passé d’excellents moments avec toi, que ce soit au boulot ou en dehors, et
tu me manques énormément depuis que tu es à Lyon ! Antonine, je te souhaite
de passer de très bon moment en thèse et une très belle carrière !

L’IRSAMC est rempli de gens que je n’oublierai jamais.
Mes co-bureau tout d’abord : Isabelle, tes jolies tenues colorées me mettaient

de bonne humeur dès le matin ! Julien, j’espère que tu auras un condensat très
bientôt ! je reviendrais sur Toulouse pour fêter ça avec toi quand tu en auras un !
Et enfin Boris, je te remercie pour apporter au labo une touche de sophistication
tranquille et sereine.

Et puis tous les autres thésard : Étienne pour ta théâtralité, Lionel pour
ton attitude bucolique, Guillaume pour tous tes plans machiavéliques desquels je
me suis rendue complice avec grand plaisir (bon courage pour l’agreg !), Medha,
Muammar, Claudia, Mina, j’espère te rendre visite au canada et je te souhaite
plein de bonheur avec Luke !, Avijit, Charlotte, Annaël grâce a toi je sais com-
ment faire fusionner deux allumettes ensemble et ça ... ça vaut de l’or ! Simon, tu
étais le doyen des thésard quand je suis arrivée et tu m’as appris les astuces pour
survivre dans le monde étrange de la recherche, je te remercie pour ça et pour
tout le reste ( :-) ), et bien sur tous les autres que j’oublie mais qui ne comptent
pas moins !

Mais heureusement la thèse ne se résume pas au labo ! je remercie aussi Camille
(#kiss flex love ! ! ! !), Flo(rian) et tes gaffes d’anthologie, Flo(rence), j’espère ap-
prendre à mieux te connaitre, Vivi, ta façon de rendre toutes les histoires épiques
est absolument génialissime, Aymeric, grâce à toi j’ai découvert l’univers des jeux
de rôle et je te remercie pour les débat toujours ardus avec toi ! Je remercie aussi
Bernard, c’est grâce à ta gentillesse que le Dub est si agréable !

Arf j’oublie surement des gens, si c’est le cas, vous êtes autorisés à m’envoyer
un message d’insulte !

2. Oui je sais tu n’aimes pas que je t’appelle comme ça mais ce te va bien !
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Introduction générale

‘When the first announcement of BEC came out, it hit the newspapers, eve-
rywhere on the front page news, it was tremendous excitement. I think the reason
of course was that the name Einstein was involved, if it has been called as it really
is, the observation of a quantum degenerate Bose gas, it might not have been in
the front page ...’

Dan Kleppner, Table ronde ICAP 2012

Il est vrai que le nom d’Albert Einstein est un ambassadeur efficace pour de
nombreuses causes scientifiques, y compris pour le condensat de Bose-Einstein
et donc le domaine des atomes froids. Étant donné l’envergure que ce domaine a
pris ces vingt dernières années et les avancées fondamentales qu’il a permis sur de
nombreux sujets, nous pouvons aujourd’hui dire que l’enthousiasme suscité par
la première observation d’un condensat de Bose-Einstein dans un gaz dilué en
1995 [1, 2] était tout à fait justifié. Pour nous en convaincre, resituons dans son
contexte l’apparition du domaine des atomes ultra-froids et détaillons quelques
uns des faits majeurs qui ont marqué l’histoire de ce jeune domaine de la physique.

Nous pourrions bien sûr remonter jusqu’aux premières heures de la physique
et commencer avec la philosophie atomistique que Leucippe et Démocrite défen-
daient déjà il y a vingt-cinq siècles [3]. Mais ce serait aller trop loin en arrière.
Je choisis de commencer bien plus tard avec l’apparition du concept d’onde de
matière introduit par Louis de Broglie en 1923 [4]. Dans son traité, Louis de Bro-
glie étend le concept d’onde, introduit par Christian Huyghens pour la lumière
en 1690 [5], à des particules massives. Ainsi, à chaque particule de masse m et de
vitesse v, est associée une longueur d’onde de de Broglie λdB définie par :

λdB = h

mv
,

avec h la constante de Planck.
Après que Louis de Broglie a introduit ce concept, le caractère ondulatoire

de la matière a rapidement été démontré expérimentalement : tout d’abord par
Clinton Davisson et Lester Germer ainsi que George Thomson en 1927 par la
diffraction d’électrons par des cristaux [6, 7], puis par Otto Stern en 1930 pour

1
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l’hélium [8] ou encore par Enrico Fermi pour les neutrons en 1947 [9].
La rapidité à laquelle ces expériences ont été réalisées ne signifie pas qu’elles

sont simples. En effet, pour révéler la nature ondulatoire d’un ensemble de parti-
cules massives, il faut le faire interagir avec un dispositif dont la longueur carac-
téristique est du même ordre de grandeur que la longueur d’onde de de Broglie
de ces particules. Pour un gaz de particules non interagissantes entre elles, la
longueur d’onde de de Broglie thermique s’exprime en fonction de la température
T du gaz :

λT = h√
2πmkBT

avec kB la constante de Boltzmann.
À température ambiante, cette longueur d’onde est de l’ordre de l’angström,

d’où l’utilisation de réseaux cristallins par C. Davisson et L. Germer pour obser-
ver la diffraction d’un faisceau d’électrons [6].

Refroidir les atomes permet a priori d’exalter la nature ondulatoire de la ma-
tière , et amener ce comportement à une échelle macroscopique, ou du moins
mésoscopique. Dans leur article en 1991 [10], O. Carnal et J. Mlynek décrivent
la réalisation de l’expérience des fentes de Young avec des atomes d’hélium. Ils
suggèrent dans leur conclusion que le rapport signal à bruit d’une telle expérience
serait grandement augmenté par le refroidissement transverse et longitudinal du
jet d’hélium. En effet, la longueur d’onde de de Broglie serait augmentée ce qui
permettrait une observation bien plus aisée de la figure d’interférence issue d’une
telle expérience. À cette époque, de grands progrès en terme de refroidissement et
de piégeage d’atomes ont déjà été faits. En effet, les techniques de refroidissement
laser et de piégeage dans un piège magnéto-optique, que nous discuterons dans
le corps de ce manuscrit de thèse, avaient déjà été développées [11, 12]. Le prix
Nobel de physique attribué en 1997 à S. Chu, C. Cohen-Tannoudji et W. Phillips
atteste de la naissance d’un nouveau domaine de la physique : les atomes froids.

L’utilisation des atomes froids comme sonde pour étudier une grande variété
de phénomènes physiques s’est révélée très féconde. Ainsi, l’interférométrie ato-
mique utilisant des atomes froids s’est développée [13–15]. Encore aujourd’hui, le
piège magnéto-optique reste un moyen couramment utilisé pour créer la source
d’atomes froids qui alimente les interféromètres atomiques [16].

Après l’utilisation de la nature ondulatoire d’un atome, il est rapidement
apparu qu’un grand nombre d’atomes partageant le même état quantique (c’est-
à-dire un condensat de Bose-Einstein) constituait un outil de choix pour l’in-
terférométrie atomique et la simulation quantique. Cet état de la matière a été
prédit par Albert Einstein en 1925 [17], comme généralisation à un gaz d’atomes
parfaits des travaux de Satyendra Nath Bose à propos des photons [18]. Il a été
identifié pour la première fois avec de l’hélium liquide, dans un contexte très éloi-
gné du calcul d’A. Einstein du fait des fortes interactions entre atomes [19, 20].
La fraction d’atomes condensés dans ce système est faible (de l’ordre de 10%).
C’est donc vers les systèmes dilués que s’est dirigée la communauté scientifique.
L’équipe de D. Kleppner et T. Graytak et celle de I. Silvera et J. Walraven ont
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alors cherché à obtenir un condensat de Bose-Einstein d’atomes d’hydrogène. À
cause de la faible longueur de diffusion de l’hydrogène et de processus de recom-
binaison à trois corps, ils ont été devancés par les équipes qui avaient choisi de
se tourner vers les atomes alcalins. La première observation d’un condensat de
Bose-Einstein dans un gaz dilué a alors été obtenue en 1995 par E. Cornel, C.
Wieman et W. Ketterle pour le rubidium et le sodium [1,2]. Cet accomplissement
a été récompensé par le prix Nobel de physique en 2001. C’est également en 1995
que l’équipe de R. Hulet a atteint le régime de dégénérescence quantique pour
l’atome de lithium [21]. Seulement trois ans plus tard, l’équipe de D. Kleppner
et T. Greytak a aussi atteint le régime de dégénérescence quantique avec un gaz
d’hydrogène en dépit des problèmes mentionnés ci-dessus [22].

Grâce à ces accomplissements, le domaine des atomes ultra froids a com-
mencé à prendre un essor remarquable et les vingt dernières années ont été ponc-
tuées de grandes avancées techniques et expérimentales. Citons pour exemple
l’interférométrie atomique permettant la mesure précise de grandeurs physiques
comme l’accélération de pesanteur terrestre [23, 24], ou encore permettant de
tester des principes fondamentaux comme le principe d’équivalence [25]. L’infor-
mation quantique est aussi un domaine pour lequel le condensat de Bose-Einstein
apporte des pistes de réflexion [26,27].

Nous pouvons enfin citer la simulation quantique dont le principe est d’utili-
ser les atomes froids pour simuler d’autres systèmes tels que ceux de la matière
condensée. Par exemple, l’utilisation de réseaux optiques a permis de simuler la
transition entre un état superfluide et un isolant de Mott. Cette transition a été
observée pour la première fois en 2002 par l’équipe de I. Bloch [28]. Les techniques
d’imagerie par fluorescence ont permis d’observer cette même transition in-situ
avec une résolution allant jusqu’à l’atome unique [29, 30]. L’utilisation d’un po-
tentiel désordonné a permis de mettre en évidence le phénomène de localisation
d’Anderson avec des atomes froids, d’abord à une dimension en 2008 [31, 32],
puis à trois dimensions en 2011 [33]. Le caractère superfluide du condensat de
Bose-Einstein a été mis en évidence grâce à l’étude des vortex qui peuvent se
former lorsqu’un le condensat est soumis à une rotation [34–36]. Il est possible
de simuler un champ magnétique artificiel afin d’étudier des phénomènes de type
effet de Hall quantique avec des atomes neutres [37,38]. Les bosons ne sont pas les
seules particules susceptibles d’atteindre le régime de dégénérescence quantique.
En effet, à très basse température, les fermions peuvent former un condensat
de molécules bosoniques dans le cas d’interactions répulsives, ou un état super-
fluide BCS de paires de Cooper dans le cas d’interactions attractives [39,40]. Par
ailleurs, et pour revenir au cas d’un gaz de bosons, l’étude de systèmes chaotiques
a mené à l’observation d’effet tunnel dynamique [41, 42] et à l’introduction de la
notion de l’effet tunnel assisté par le chaos [43].

C’est ce dernier sujet d’étude qui marque le point de départ de ma thèse. En
effet, l’équipe Atomes Froids du Laboratoire Collisions Agrégats Réactivité au
sein de laquelle j’ai effectué ces trois ans de thèse est en étroite collaboration avec
Bertrand Georgeot et Gabriel Lemarié de l’équipe Cohérence Quantique du La-
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boratoire de Physique Théorique. Le chaos quantique et la dynamique chaotique
sont des axes de recherche de cette équipe [44–47]. Nos deux équipes ont comme
projet l’étude de systèmes mixtes (voir ci-dessous) afin de mettre en évidence le
transport quantique dans ces systèmes et notamment la présence d’effet tunnel
assisté par le chaos. De plus, lors de mon arrivée en thèse, le dispositif expérimen-
tal alors en place ne permettait plus d’atteindre la condensation de Bose-Einstein
et de fortes fluctuations du nombre d’atomes rendaient difficile toute optimisa-
tion. Nous avons donc décidé de construire une nouvelle expérience, en profitant
des nouveaux développements technologiques de ces dernières années. L’objectif
de mon travail a été de développer le dispositif expérimental et les outils per-
mettant in fine d’étudier l’effet tunnel assisté par le chaos. Pour comprendre les
choix expérimentaux qui ont été faits, intéressons nous donc à l’expérience qui
constitue l’objectif de notre équipe ainsi que le fil directeur de ces trois années de
travail : l’expérience du double puits dynamique [47].

L’expérience du double puits dynamique

Espace des phases d’un système mixte
L’espace des phases permet la représentation graphique des trajectoires clas-

siques associées au système considéré. Nous nous intéressons dans cette expérience
à un système qui présente un espace des phases mixtes. L’espace des phases pré-
sente alors des zones intégrables, pour lesquelles les trajectoires sont confinées à
des surfaces de dimensions plus faibles que la dimension de l’espace des phases,
ainsi que des zones chaotiques (ou mer chaotique) pour lesquelles les trajectoires
classiques présentent une dynamique chaotique. Un exemple typique de ce sys-
tème est représenté figure 1.

Figure 1 – Espace des phases
stroboscopique pour

(ε, γ) = (0.29, 0.29) (voir l’équation
(4)). Les zones intégrables sont

caractérisées par des lignes tandis que
les zones chaotiques sont représentées
par des surfaces. Figure tirée de [47].

Il correspond à l’espace des phases
que nous considèrerons pour l’expé-
rience du double puits dynamique. Nous
expliciterons par la suite à quel système
physique il correspond. Dans ce cas, l’es-
pace des phases est de dimension deux,
c’est-à-dire que le mouvement de la par-
ticule considérée se fait sur une seule
dimension x. Un système à une dimen-
sion, indépendant du temps ne peut pas
présenter de comportement chaotique.
En revanche, nous considérons ici un
système à une dimension dépendant du
temps. Dans ce cas, un comportement
chaotique peut émerger. Les zones in-
tégrables sont alors des lignes représen-
tant la trajectoire de la particule tandis
que la mer chaotique se présente sous la
forme d’une surface. Nous voyons notamment apparaitre quatre îlots de stabilité,
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ici en (p = 0, x = ±1.2) et (p ' ±1, x = 0). Au sein de ces îlots de stabilité, les
trajectoires sont fermées, ce qui est analogue au cas du pendule classique [48]. La
mer chaotique, elle, présente un caractère ergodique.

Hamiltonien d’intérêt
Afin d’obtenir un espace des phases mixte, nous considérons le cas du pen-

dule modulé. Nous réalisons cela en considérant un atome de masse m placé dans
un potentiel périodique dont la profondeur est modulée périodiquement dans le
temps à la pulsation ω. Le potentiel périodique est réalisé par l’interférence de
deux faisceaux lasers contrapropageants selon l’axe X . En modulant l’intensité
des lasers, nous pouvons moduler la profondeur V0 du potentiel ainsi créé. Chaque
puits du réseau sera alors associé à un espace des phases similaire à celui repré-
senté figure 1. Le hamiltonien représentant le système s’écrit :

H(X ,P , T ) = P
2

2m −
V0

2 (1 + ε cos(ωT )) cos
(2πX

d

)
, (1)

où d est le pas du réseau considéré et ε l’amplitude de modulation.
Nous introduisons les variables adimensionnées suivantes :

x = 2πX
d

, p = 2πP
mωd

et t = ωT , (2)

ainsi que le paramètre adimensionné :

γ =
(
EL
~ω

)2 V0

EL
, avec EL = h2

2md2 . (3)

Dans ce cas, le hamiltonien adimensionné s’écrit :

H(x, p, t) = p2

2 − γ(1 + ε cos(t)) cos(x). (4)

La dynamique associée à cet hamiltonien est gouvernée par les paramètres
ε et γ qui peuvent être modifiés via la profondeur du réseau et l’amplitude de
la modulation. L’espace des phases représenté figure 1 est obtenu pour (ε, γ) =
(0.29, 0.29). Il s’agit d’un espace des phases stroboscopique c’est-à-dire que la
position x et l’impulsion p de la particule sont représentées pour chaque temps t
multiple de la période du hamiltonien, c’est-à-dire pour chaque valeur de t entière.

À l’aide des variables adimensionnées x et p, nous pouvons également définir
une constante de Planck effective ~eff de la façon suivante :

~eff = −i[x, p] = 2EL
~ω

. (5)

En faisant varier ~eff via la fréquence de modulation, nous pouvons passer conti-
nument d’un régime classique à un régime quantique.

Nous souhaitons étudier le transport classique et quantique entre les deux
îlots de stabilité d’impulsion nulle en p = 0, x = ±1.2.
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(a) (b)

(c)

Figure 2 – Transport classique dans le système du double puits. (a) : espace
des phases mixte considéré. (b) : densité d’un paquet d’onde initialement loca-
lisé sur l’îlot de droite pour les instants t = 1, 2, 3, 4. Figure tirée de [47] (c)
Représentation schématique de l’oscillation classique dans le réseau.

Transport classique
Pour le choix de paramètres de la figure 1, moduler la profondeur du réseau

rend la position au fond des puits instable. Les deux positions correspondants
aux îlots de stabilité, sur les bords des puits, sont stabilisées dynamiquement.

D’après [47], classiquement, un atome initialement localisé sur l’îlot de stabi-
lité de droite, à x(t = 0) = 1.2 (voir figure 2.(a)), sera localisé sur l’îlot symétrique
après une période de modulation, c’est-à-dire au temps t = 1. Après une deuxième
période de modulation, au temps t = 2, l’atome sera de retour sur l’îlot de droite.
Il y a donc un transport classique entre les deux îlots de stabilité, de sorte que
l’atome sera localisé sur l’îlot de gauche à chaque multiple impair de la période
de modulation et sur l’îlot de droite à chaque multiple pair. C’est ce qu’on voit
sur la figure 2.(b). Ainsi, si nous observons la position de l’atome à chaque temps
t pair, l’atome doit classiquement se trouver sur l’îlot de droite.

Transport quantique : effet tunnel assisté par le chaos
En mécanique quantique, il est possible de passer d’un îlot à l’autre par effet

tunnel et donc de lever la contrainte de trouver l’atome sur l’îlot de droite pour
chaque temps t pair. La présence de la mer chaotique rend le phénomène d’effet
tunnel plus subtil que le cas d’école d’oscillation entre deux puits symétriques.
C’est ce qui est appelé l’effet tunnel assisté par le chaos [49]. La signature de
l’effet tunnel assisté par le chaos est la forte variation du taux tunnel entre deux
îlots de stabilité avec les paramètres du système [50]. La différence d’énergie
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δ entre les états symétriques et antisymétriques, définissant l’effet tunnel dans
ce système, varie fortement avec les paramètres caractéristiques de l’expérience.
Cela entraine une variation non monotone du taux tunnel de plusieurs ordres de
grandeur, contrairement au cas d’école qui correspond à une variation monotone
exponentielle du taux tunnel avec les paramètres du système. C’est ce qui est
représenté sur la figure 3.

Figure 3 – Variation de la différence d’énergie δ en fonction de l’inverse de la
constante de Planck effective ~eff pour ε = 0.29 et différentes valeurs de γ. Pour
γ = 0.29 (voir figure 1), la signature de l’effet tunnel assisté par le chaos est
clairement visible.

L’effet tunnel assisté par le chaos a été observé expérimentalement à l’aide de
cavités micro-ondes [51–53]. Dans le domaine des atomes froids, plusieurs propo-
sitions de protocoles expérimentaux ont été faites [47,50,54,55]. Deux expériences
phares sur ce sujet [42,56] ont permis de mettre en évidence un effet de la présence
de chaos mais la signature claire de l’effet tunnel assisté par le chaos, c’est-à-dire
la variation par plusieurs ordres de grandeurs du taux tunnel, n’a pas encore été
observée avec des atomes froids. Dans ces deux expériences, contrairement à ce
que nous présentons dans cette introduction, D. Steck et al et W. K. Hensinger et
al considèrent le transport entre les deux îlots centrés sur les impulsions p ' ±1
(voir figure 1). La dispersion en impulsion du condensat est alors un paramètre
extrêmement critique et limitant dans leurs expériences et il est expérimentale-
ment difficile de donner une impulsion non nulle au condensat tout en gardant une
dispersion en impulsion faible. Ce point est moins critique pour le cas du double
puits dynamique que nous envisageons. De plus, les faisceaux laser utilisés étaient
proche de résonance et la gravité n’était pas compensée ce qui limitait le temps
d’interaction entre les atomes et le potentiel périodique modulé. Ces deux points
limitent le temps d’interaction accessible entre le réseau modulé en amplitude et
le condensat de Bose-Einstein. Nous devrons prendre ces limitations en compte
pour pouvoir aller plus loin dans l’observation de l’effet tunnel assisté par le chaos.

Dans le cadre du double puits dynamique que nous présentons ici, l’observation
de la variation du taux tunnel peut se faire de la manière suivante : initialement
(t = 0), nous plaçons un paquet d’ondes sur l’îlot de stabilité de droite (voir
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figure 2). Nous observons ensuite la position du paquet d’ondes à chaque temps
t pair. Comme nous l’avons vu, classiquement, nous devrions toujours voir le
paquet d’ondes sur l’îlot de droite. Par contre, du fait de l’oscillation quantique
par effet tunnel entre les deux puits, la probabilité de trouver le paquet d’ondes
sur l’îlot de droite oscillera également. En mesurant cette période d’oscillation due
à l’effet tunnel assisté par le chaos entre les deux îlots, nous pouvons déduire la
différence d’énergie δ, et donc le taux tunnel. Les simulation numériques réalisées
par l’équipe théorique du LPT, présentées dans [47], montrent que les paramètres
(ε, γ) = (0.29, 0.29), qui définissent l’espace des phases représentés sur la figure 1,
permettent de mettre en évidence cette variation de plusieurs ordres de grandeur
du taux tunnel.

Cahier des charges
Pour pouvoir réaliser l’expérience du double puits dynamique que nous venons

de décrire, certaines conditions sur les performances de l’expérience d’atomes
froids doivent être respectées.

— Tout d’abord nous devons être capable de mettre en place un potentiel
périodique, avec la possibilité de moduler sa profondeur V0, et dont les
caractéristiques sont en accord avec les simulations réalisées dans [47], i.e.
γ ∈ [0, 1.1], ε ∈ [0, 1] et ~eff ∈ [0.1, 0.3]. Cela correspond à une fréquence
de modulation de quelques dizaines de kHz et une profondeur de réseau
comprise entre 10EL et 50EL.

— Afin de maximiser le temps d’interaction entre le condensat et le potentiel
optique modulé en amplitude, nous devons utiliser des faisceaux lasers
dont la longueur d’onde est suffisamment éloignée de résonance. De plus,
nos expériences seront réalisées au sein d’un guide optique unidimensionnel
qui nous permet de nous affranchir de la gravité.

— La préparation de l’état initial est importante. En effet, si le paquet d’ondes
considéré a une dispersion en impulsion trop importante, des effets de
moyennage peuvent nous empêcher d’observer les variations importantes
du taux tunnel. Pour cela, le condensat de Bose-Einstein est donc un can-
didat idéal. En effet sa dispersion en impulsion est faible et peut être en-
core réduite par des techniques de manipulation dans l’espace des phases
comme le delta-kick cooling [57,58].

— De même, l’extension spatiale du paquet d’ondes doit être suffisamment
faible pour que les deux îlots de stabilité soient bien distincts.

— Enfin, l’observation du transport classique et quantique dans le cadre du
double puits dynamique que nous avons présenté présuppose que nous
sommes capables, expérimentalement, de distinguer spatialement deux pa-
quets d’ondes localisés sur chacun des îlots de stabilité. Cela n’est pas tri-
vial. En effet, la distance entre deux îlots de stabilité est inférieure à la
longueur d’onde du laser que nous utilisons pour imager les atomes. Une
observation in-situ n’est donc pas appropriée. Nous avons mis au point
un système de microscope par rotation dans l’espace des phases [47] qui
permet de transférer l’information relative à l’espace des positions dans
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l’espace des impulsions. Nous pouvons alors accéder aux informations per-
tinentes grâce à la technique du temps de vol. Cette méthode sur laquelle
nous reviendrons dans le corps du manuscrit nous permettra d’obtenir la
résolution nécessaire à cette observation. L’élément essentiel de ce dispo-
sitif est la possibilité de contrôler la phase ∆θ du potentiel périodique.

Nous nous efforcerons, dans ce manuscrit, de montrer que ce cahier des charges
a été respecté. L’expérience du double puits dynamique n’a pas été réalisée durant
ma thèse. Nous avons choisi de nous concentrer sur des résultats expérimentaux
intéressants qui ont émergé dans la phase de mise au point des outils que nous
avons présentés plus haut. Nous aborderons trois thématiques : une nouvelle
méthode de calibration de la profondeur d’un réseau optique, la notion et la
mesure d’un temps de traversée tunnel et la dynamique d’un condensat de Bose-
Einstein dans un réseau modulé en phase.

Plan de la thèse
— Dans le premier chapitre, nous présenterons le nouveau dispositif expéri-

mental de production de condensats de Bose-Einstein. La méthode choisie
repose sur un piège hybride qui combine un piège magnétique et un piège
optique. Nous détaillerons les techniques de piégeage et de refroidissement
mises en œuvre pour atteindre le régime de dégénérescence quantique pour
l’isotope 87 de l’atome de rubidium.

— Dans le deuxième chapitre, nous verrons quelques aspects théoriques du
comportement d’un condensat de Bose-Einstein dans un réseau. Nous ver-
rons également les détails du réseau optique mis en place sur notre expé-
rience ainsi que l’adéquation de ce réseau avec le cahier des charges imposé
par l’expérience du double puits dynamique.

— Dans le troisième chapitre, nous présenterons trois méthodes de calibra-
tion de la profondeur du réseau optique. Les deux premières méthodes que
nous présenterons sont des méthodes déjà existantes et qui sont largement
utilisées dans les expériences d’atomes froids mettant en jeu un réseau op-
tique. La troisième est une nouvelle méthode de calibration d’un potentiel
périodique que nous avons développée. Cette méthode repose sur l’étude
de la micro-oscillation d’une chaine de condensats dans le réseau optique
suite au décalage spatial de ce dernier. Ce décalage est réalisé grâce au
contrôle de la phase relative ∆θ entre les deux faisceaux laser qui créent le
potentiel périodique. Nous comparerons également cette nouvelle méthode
et les méthodes de calibration déjà existantes.

— Le quatrième chapitre sera consacré à la mesure du temps de traversée tun-
nel à travers les barrières de potentiel du réseau optique. Nous commen-
cerons par rendre compte du contexte scientifique entourant la question
ouverte du temps nécessaire pour qu’une particule traverse une barrière de
potentiel. Nous montrerons ensuite comment l’étude de la micro-oscillation
d’un condensat de Bose-Einstein dans un réseau optique permet une me-
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sure directe du temps de traversée de la barrière de potentiel qui sépare
deux puits adjacents. Nous développerons ensuite les effets du déphasage
∆θ sur ce temps de traversée ainsi que les limites de notre méthode de me-
sure. La présence d’effet tunnel aux points de rebroussement de la micro-
oscillation dans le réseau nous permet également de réaliser expérimentale-
ment une chaine d’interféromètres de Mach-Zehnder couplés. Enfin, l’effet
tunnel durant la micro-oscillation de la chaine de condensats nous donne
également l’occasion de tester le microscope par rotation dans l’espace des
phases qui est un ingrédient essentiel pour la réalisation de l’expérience
de double puits dynamique. Nous démontrerons alors que cette méthode
est efficace, validant ainsi le dernier point du cahier des charges que nous
avons présenté plus haut.

— Enfin, le dernier chapitre sera consacré à l’étude de la dynamique d’un
condensat de Bose-Einstein dans un réseau modulé en phase. Nous ver-
rons dans un premier temps que si la fréquence de modulation de la phase
est suffisamment grande, nous pouvons décrire le système en terme de
potentiel moyenné dans le temps. Cela donne lieu à une renormalisation
de la profondeur du potentiel. Nous étudierons ensuite le régime de faible
fréquence de modulation. Dans ce cas, une instabilité dynamique entraine
la formation d’un nouvel état d’équilibre, le staggered state, dont nous
souhaitons étudier la dynamique de formation. Nous présenterons dans ce
chapitre les résultats préliminaires de cette étude qui est en cours actuel-
lement sur notre dispositif.
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Introduction
L’équipe Atomes Froids du laboratoire CAR existe depuis décembre 2007. Le

dispositif expérimental de condensation tout optique, initialement développé à
Paris [59] et déménagé à Toulouse en 2009 [60], a permis à l’équipe de développer
un nouvel axe de recherche centré sur l’utilisation de réseaux optiques [61–63].
Néanmoins, en 2013, ce dispositif ne permettait plus d’atteindre la condensation
du fait du vieillissement des lasers de puissance et d’une détérioration de la qualité
du vide. La dernière décennie ayant, de plus, été riche en développement techno-
logique, l’équipe a décidé de changer le dispositif et la méthode de condensation.
Les deux premières années de ma thèse ont donc majoritairement consisté en la
construction de ce nouveau dispositif expérimental qui nous a permis d’atteindre
la condensation de Bose-Einstein en mai 2015.

Je présente dans ce chapitre l’ensemble du dispositif ainsi que les méthodes
de piégeage et de refroidissement nous permettant de produire un condensat de
Bose-Einstein. Gabriel Condon, en fin de première année de thèse au moment du
début de la reconstruction de l’expérience, a décrit le dispositif de façon détaillée
dans sa thèse [58]. Nous ferons plusieurs fois référence à ce manuscrit tout au
long de ce chapitre.

Vue générale du dispositif

Détaillons d’ores et déjà le squelette du système : la chambre à vide. Celle-ci
est représentée figure I.1.

La source d’atomes froids est constituée d’un four à atomes de rubidium 87,
chauffé à environ 100˚, et d’un piège magnéto-optique bidimensionnel (PMO
2D) construit par le SYRTE. Au sein du MOT 2D, la pression est maintenue
aux alentours de 10−8 mbar par une pompe ionique (PI0 sur la figure I.1). Nous
ne détaillons pas ici le fonctionnement du PMO 2D 1. Notons simplement que le
flux d’atomes en sortie est de l’ordre de 1010 atomes/s, ce qui est conforme aux
performances annoncées par le SYRTE. Deux croix (C1 et C2), connectées entre
elles via deux tubes de pression différentielle, relient le PMO 2D à la cellule en
verre dans laquelle une partie des atomes provenant de la source sera refroidie
jusqu’à condensation et où toutes les expériences seront menées. La cellule en
verre est maintenue sous ultra vide 2 (P < 10−10 mbar) par deux pompes ionique-
getter PI1 et PI2 3.

La cellule en verre, fabriquée par Hellma, fait 10 cm de long et 3 cm de coté
extérieur. L’épaisseur du verre est de 5 mm. Afin de pouvoir utiliser des lasers
de différentes longueurs d’onde (typiquement 780 nm et 1064 nm comme nous le
verrons par la suite), le verre n’a pas subi de traitement anti-reflet. Il faut donc
garder à l’esprit que chaque interface entrainera environ 4% de perte de puissance.

1. Pour plus de détails, voir [58].
2. La pression au sein de la cellule en verre est inférieure à la limite de mesure des pompes

ioniques. La temps de vie des atomes dans le piège magnétique quadrupolaire est de plusieurs
minutes ce qui nous indique un vide de très bonne qualité.

3. NEXTorr 200 5 (200L/s) et NEXTorr 100 5 (100L/s).
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Figure I.1 – Vue générale de la chambre à vide. La source d’atomes froids (PMO
2D) est connectée à la cellule en verre via les croix C1 et C2. Trois pompes ioniques
(PI0, P I1, P I2), chacune séparée par un étage de vide différentiel, assurent la
qualité du vide. Les différentes vannes (V0, V1, V2), utilisées lors de la mise sous
vide, sont maintenant inutilisées.

La chambre à vide ayant été brièvement présentée, détaillons les différentes
étapes de refroidissement que nous allons aborder dans la suite de ce chapitre :

— le flux d’atomes en sortie du PMO 2D nous permet de charger un piège
magnéto-optique 3D (PMO 3D) dans la cellule en verre contenant 2.5 ×
109 atomes. Ces atomes sont alors refroidis plus avant par une mélasse à
désaccord dynamique puis dépompés dans l’état hyperfin F = 1.

— Ils sont ensuite transférés dans un piège magnétique quadrupolaire dans
lequel nous procédons à une première étape de refroidissement par évapo-
ration micro-onde.

— Enfin, les atomes sont transférés dans un piège hybride (constitué d’un
piège magnétique compensant la gravité et d’un piège dipolaire croisé). La
seconde étape de refroidissement par évaporation est alors mise en œuvre
et conduit à l’obtention d’un condensat de Bose-Einstein.

Nous consacrerons également une section à la présentation du système d’ima-
gerie par absorption.
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I.1 Piège magnéto-optique 3D
Le piège magnéto-optique est un outil incontournable du domaine des atomes

froids qui a été proposé par J. Dalibard au milieu des années 1980. Le but de
cet outil est double : refroidir et piéger spatialement les atomes. Pour cela, J.
Dalibard a proposé d’utiliser les techniques de refroidissement laser en créant une
mélasse optique et d’exploiter l’effet Zeeman pour rendre la force ressentie par les
atomes dépendante de la position, ce qui rend possible le piégeage. La première
réalisation expérimentale d’un PMO a été faite en 1987 par E. L. Raad, S. Chu
et D. Pritchard pour des atomes de sodium [12]. Depuis, de nombreux autres élé-
ments ont été piégés et ralentis de cette manière comme par exemple le rubidium,
le césium, le calcium, l’ytterbium ainsi que, plus récemment, certaines molécules
diatomiques tel que le strontium monofluoride [64].

I.1.a Principe du piège magnéto-optique
L’atome qui nous intéresse ici est l’isotope 87 du rubidium : 87Rb. Le principe

du PMO 3D qui le piège est le suivant :

Mélasse optique

Le refroidissement laser est assuré par la force de pression de radiation exercée
par des faisceaux laser dit refroidisseurs, de pulsation ωL, désaccordés de δL vers
le rouge par rapport à la transition F = 2→ F ′ = 3 de la ligne D2 du rubidium
(voir figure I.4).

ωL ωL

ωL + kLvωL − kLv
~v

Figure I.2 – Principe de la mélasse optique. Les atomes se déplaçant avec une
vitesse ~v absorbent préférentiellement les photons contrapropageants du fait de
l’effet Doppler. La combinaison de deux faisceaux contrapropageants entraine le
ralentissement des atomes quelle que soit leur direction de propagation. Figure
tirée de [58]

Commençons par un raisonnement à une dimension : considérons un tel fais-
ceau laser, de vecteur d’onde kL. Du fait de l’effet Doppler, les atomes se dé-
plaçant avec une vitesse v dans le sens opposé au vecteur d’onde kL du faisceau
laser voient une fréquence augmentée de δDoppler

L = kLv. Le faisceau laser étant
désaccordé vers le rouge, ces atomes voient alors une fréquence plus proche de
résonance. Au contraire, les atomes se déplaçant dans le même sens que le vec-
teur d’onde voient, eux, une fréquence diminuée de la même quantité δDoppler

L .
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Les atomes absorberont donc préférentiellement un photon qui, par conserva-
tion de l’impulsion, s’oppose à leur mouvement. Après absorption 4, les atomes se
désexcitent par émission d’un photon. Cette émission spontanée se fait de façon
équiprobable dans les deux directions opposées. Son effet sur la vitesse des atomes
est donc en moyenne nul. Au cours des cycles d’absorption/émission spontanée de
photons, l’effet prédominant de la pression de radiation sera alors de ralentir les
atomes contrapropageants au laser. Ajoutons à cela un deuxième faisceau contra-
propageant au premier et le tour est joué ! Nous obtenons une mélasse optique
qui a pour effet de piéger les atomes dans l’espace des impulsions. C’est ce qui
est schématisé figure I.2. Ce raisonnement est généralisable à trois dimensions en
considérant 3 paires de faisceaux contrapropageants, une dans chaque direction
de l’espace.

Confinement magnétique

Néanmoins, cette concentration autour de la vitesse nulle est indépendante de
la position des atomes. Afin de réellement les piéger au centre de la cellule en verre,
nous avons besoin d’un degré de liberté supplémentaire et d’un point de l’espace.
Le degré de liberté supplémentaire est la polarisation des faisceaux laser. Pour
sélectionner un point de l’espace, nous ajoutons un confinement magnétique. Cela
est réalisé en ajoutant une paire de bobines en configuration anti-Helmholtz. Cela
lève la dégénérescence des sous-niveaux Zeeman et définit un point de l’espace
pour lequel le champ magnétique est nul (voir figure I.3). Le désaccord δ′L perçu
par un atome se trouvant à la position x, avec une vitesse v, est désormais :

δ′L = δL ±
(
kLv + geµBb

′

~
x

)
, (I.1)

avec ge le facteur de Landé de l’état excité, µB = 9.27× 10−24 J.T−1 le magnéton
de Bohr et b′ le gradient de champ magnétique.

En utilisant un laser polarisé circulaire gauche se propageant vers les x > 0
et un laser polarisé circulaire droit se propageant vers les x < 0, on obtient un
déséquilibre des forces de pression de radiation qui tend à ramener les atomes au
centre du piège. La résultante des forces s’exprime alors comme la somme d’une
force de freinage et d’une force de rappel vers le centre :

F = −αv − κx,

avec α = ~k2
L

−Ω2δLΓ
(Γ2/4 + Ω2/2 + δL)2 et κ = ~kL

geµBb′
α.

(I.2)

kL, comme nous l’avons dit plus tôt, est le vecteur d’onde du faisceau laser. Ω est
la pulsation de Rabi et Γ est la largeur naturelle de l’état excité.

Le repompage

Le principe du piège magnéto-optique présenté plus haut suppose que tous
les atomes sont dans l’état hyperfin 52S1/2, F = 2. Mais le faisceau laser peut

4. La durée de vie de l’état excité F ′ = 3 est Γ−1 = 27 ns.
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Figure I.3 – Principe du piège magnéto-optique (1D). La force de pression de
radiation est dépendante de la position du fait de la levée de dégénérescence des
sous-niveaux Zeeman par la présence d’un gradient de champ magnétique b′. La
résultante des forces de pression de radiation créées par les deux faisceaux laser
contrapropageants est une force de rappel vers le point de champ magnétique nul
au centre de la cellule en verre.

également provoquer la transition F = 2 → F ′ = 2 (voir figure I.4). L’atome
peut alors se désexciter dans l’état F = 1, auquel cas le faisceau refroidisseur
ne peut plus jouer son rôle. Afin de savoir à quel point ce phénomène peut être
gênant pour la réalisation du PMO 3D, intéressons nous à quelques ordres de
grandeurs : supposons que le désaccord du faisceau refroidisseur par rapport à
la transition F = 2 → F ′ = 3 est : δ2→3 = 3Γ. Dans ce cas, compte tenu de la
différence d’énergie entre les états F ′ = 3 et F ′ = 2, le désaccord de ce même
laser avec la transition F = 2 → F ′ = 2 est : δ2→2 = 40Γ. La probabilité de
transition est proportionnelle à 1/δ2. Comme (3/40)2 ' 1/200, il y aura 1 chance
sur 200 de réaliser la transition F = 2 → F ′ = 2. Considérons alors que la
probabilité pour l’atome de se désexciter dans l’état F = 1 est de 1 sur 2, il y a
donc 1 chance sur 400 que l’atome se retrouve dans l’état F = 1. La durée typique
d’un cycle d’absorption/émission spontanée est Γ−1 = 27 ns. Le chargement du
piège magnéto optique , lui, dure typiquement quelques secondes. Le nombre
de cycle d’absorption/émission est donc bien supérieur à 400 ce qui montre que
cette possibilité pour les atomes de se retrouver dans l’état F = 1 est un réel
problème pour le bon fonctionnement du PMO 3D. Afin d’éviter ce phénomène,
nous ajoutons donc un second faisceau, dit repompeur, résonant avec la transition
F = 1 → F ′ = 2. Les éventuels atomes présents dans l’état F = 1 sont excités
par le faisceau repompeur et ont alors 1 chance sur 2 de se désexciter dans l’état
F = 2.
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: faisceau refroidisseur PMO 3D

: faisceau repompeur PMO 3D

: faisceau imageur

ωL

δL

ωR ω0

Figure I.4 – Raie D2 du 87Rb et fréquences des laser utilisés pour réaliser le PMO
3D [65]. ω0 est la pulsation de résonance de la transition F = 2 → F ′ = 3. La
pulsation du faisceau refroidisseur est ωL, avec ωL + δL = ω0. ωR est la pulsation
du faisceau repompeur, résonant avec la transition F = 1 → F ′ = 2. Le faisceau
imageur est résonant avec la transition F = 2→ F ′ = 3.
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I.1.b Réalisation expérimentale du PMO 3D
Dans cette section, nous présentons la réalisation expérimentale du piège

magnéto-optique présenté dans la section précédente. Nous détaillons également
la séquence de chargement du piège qui est suivi d’une phase sombre qui nous per-
met d’augmenter la densité du PMO [66]. Nous procédons ensuite à une mélasse
à désaccord dynamique [67] et à une étape de dépompage en vue du chargement
dans le piège magnétique. Nous produisons ainsi un nuage de 2.5 × 109 atomes
dans l’état F = 1 à une température de 50 µK.

Préparation des lasers résonants

Les faisceaux laser refroidisseur et repompeur sont préparés séparément à
partir de deux diodes laser : Une diode sur réseau DL Pro Toptica pour le laser
refroidisseur et une diode libre artisanale pour le laser repompeur. Une description
détaillée de la préparation des faisceaux est donnée dans [58]. Nous ne présentons
ici que les grandes lignes du dispositif et les schémas des tables optiques sont
donnés dans l’annexe A.

La fréquence du laser refroidisseur est stabilisée par un asservissement par
modulation de phase à 5 MHz [68] sur la transition hyperfine F = 2→ F ′ = 2. Sa
fréquence est ensuite ajustée à l’aide de modulateurs acousto-optique La fréquence
du laser repompeur est elle asservie par modulation de courant sur la transition
F = 1→ F ′ = 2.

Configuration géométrique du PMO 3D

La configuration géométrique du piège magnéto-optique que nous avons mis
en place est représentée figure I.5. Comme nous l’avons vu, le PMO 3D requiert 3
paires de faisceaux refroidisseur contrapropageants. Afin de conserver libre l’axe
vertical z pour de futures expériences, nous avons opté pour une géométrie non
orthogonale : 2 des 3 paires de faisceaux sont inclinées de 30˚par rapport à l’axe z.
La dernière paire de faisceaux est horizontale. Les faisceaux ont tous un diamètre
de deux centimètres, de sorte à utiliser l’ensemble de la cellule en verre, et une
intensité I0 ∼ 4Isat ∼ 10 mW/cm2. Le faisceau repompeur, lui, est superposé avec
les faisceaux refroidisseurs horizontaux. Les puissances des faisceaux refroidisseur
et repompeur sont asservies afin de minimiser les fluctuations du nombre d’atomes
dans le PMO 3D.

À cette étape, nous obtenons 2.5 × 109 atomes à 120 µK en 8 secondes de
chargement.

Phase sombre

L’étape de phase sombre, démontrée par W. Ketterle [66] a pour but d’aug-
menter la densité d’atomes dans le PMO en réduisant sa taille. En effet, les
cycles d’absorption/émission se traduisent, au sein du PMO 3D, par une force
d’interaction effective répulsive, limitant la densité atomique atteignable. Après le
chargement du piège magnéto-optique, les atomes sont suffisamment ralentis pour
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Figure I.5 – Configuration géométrique du PMO 3D. Le gradient de champ
magnétique est produit par une paire de bobines de 15 tours et de rayon moyen
2 cm, placées au plus proche de la cellule en y± = ±2.5 cm. Une des 3 paires
de faisceaux est horizontale et les 2 autres sont inclinées de 30˚par rapport à la
verticale

que la force nécessaire à leur piégeage soit faible. Nous pouvons donc diminuer la
puissance du repompeur d’un facteur 1000 pendant 50 ms afin de concentrer les
atomes au centre du piège.

Mélasse à désaccord dynamique

Le principe du PMO présenté plus haut contient une limite intrinsèque de
température due à l’émission spontanée. Cette température limite est appelée
température Doppler : TDoppler ∝ I

|δL|
, avec I l’intensité des faisceaux refroidis-

seurs. Afin de diminuer cette température limite, nous augmentons linéairement
le désaccord de −3Γ jusque −7.5Γ en 15 ms, tout en diminuant l’intensité des
faisceaux refroidisseur d’un facteur 10. Au terme de cette étape, nous obtenons
2.5× 109 atomes à 50 µK.

Phase de dépompage

Comme nous l’avons vu dans l’introduction de ce chapitre, nous souhaitons
transférer les atomes dans un piège magnétique après chargement du PMO 3D.
Pour cela, nous devons préparer les atomes dans un certain sous-état magnétique.
Les états piégeants pour le rubidium sont (F = 1,mF = −1) et (F = 2,mF =
+1,mF = +2). Nous avons choisi l’état hyperfin F = 1. Nous procédons donc à
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une phase de dépompage dans laquelle nous coupons complètement le faisceau re-
pompeur pendant 5 ms. Les atomes s’accumulent alors dans l’état hyperfin F = 1
grâce aux faisceaux refroidisseurs.

L’ensemble de la séquence de chargement du PMO 3D est résumé figure I.6.

Chargement du PMO 3D
8 secondes

Phase sombre
50 millisecondes

Mélasse à désaccord
dynamique

15 millisecondes

Dépompage
5 millisecondes

Refroidisseur

Repompeur

Gradient dechampmagnétique

Figure I.6 – Séquence de chargement du PMO 3D : Représentation de l’inten-
sité des faisceaux repompeurs et refroidisseurs ainsi que du gradient de champ
magnétique en fonction du temps. Nous procédons à 8 secondes de chargement à
partir du flux provenant de la source d’atomes froids. Une étape de phase sombre
vient ensuite augmenter la densité atomique au sein du PMO 3D. La tempéra-
ture des atomes est ensuite diminuée à l’aide d’une phase de mélasse à désaccord
dynamique. Enfin, le chargement du piège magnétique est préparé par l’étape de
dépompage dans l’état hyperfin F = 1.

I.2 Système d’imagerie

I.2.a Imagerie par absorption
Il est toujours difficile de trouver une place à la description du système d’ima-

gerie. Celui-ci est pourtant crucial à toute optimisation du dispositif et, bien sur,
à toute interprétation des expériences physique auxquelles il est destiné. Nous
utilisons pour ce faire un système d’imagerie par absorption : nous éclairons les
atomes avec un laser résonant avec la transition F = 2 → F ′ = 3 pendant 80
µs en présence du faisceau repompeur. Nous imageons ainsi l’ombre du nuage
d’atomes sur une caméra CCD 5, ce qui nous donne accès à la densité intégrée
selon l’axe du faisceau imageur. Si nous notons z cette direction, nous obtenons
l’expression de la densité colonne nc :

5. Basler A100f Series de 1392× 1040 pixels carrés de coté 6.45 µm.
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nc(x, y) =
∫
n(x, y, z)dz. (I.3)

Si l’intensité du faisceau imageur est faible devant l’intensité de saturation
de la transition (et c’est le régime dans lequel nous nous plaçons), c’est la loi de
Beer-Lambert qui s’applique pour déterminer l’intensité Iout après traversée du
nuage d’atomes en fonction de l’intensité incidente Iin.

Iout = Iin(x, y)e−σ0nc(x,y), (I.4)
avec σ0 la section efficace d’absorption. Nous définissons alors la densité optique
(OD pour Optical Density) par :

OD(x, y) = ln
(
Iin(x, y)
Iout(x, y)

)
. (I.5)

Pour être dans le régime de faible saturation, nous nous assurons d’avoir une
densité optique de l’ordre de 2 ou 3 au maximum. Une description détaillée de
ce régime, ainsi que du régime de forte saturation peut être trouvée dans [69].
Afin d’avoir accès à la répartition d’intensité avant et après absorption, en tenant
compte d’un éventuel bruit de fond, nous prenons trois images successives, à 127
ms d’intervalle 6 : l’intensité en présence du nuage d’atomes Iat, l’intensité sans
les atomes mais en présence des faisceaux imageur et repompeurs Inoat et enfin
l’intensité en l’absence de faisceau Ibkg.

Nous obtenons alors la densité colonne :

nc(x, y) = 1
σ0

ln
(
Inoat(x, y)− Ibkg(x, y)
Iat(x, y)− Ibkg(x, y)

)
. (I.6)

À partir de la densité colonne, nous procédons à un ajustement 2D gaussien,
de type Thomas-Fermi, ou encore bi-modal, qui nous permet de déduire le nombre
d’atomes ainsi que la taille du nuage. Si le temps de vol est suffisamment grand
pour pouvoir négliger la taille initiale, la mesure de la taille du nuage d’atomes
après temps de vol nous donne directement accès à la température :

T = m∆x∆y
kBt2TOF

. (I.7)

I.2.b Mise en place expérimentale
Nous avons mis en place deux systèmes d’imagerie par absorption afin de

pouvoir imager d’une part le PMO 3D dont la taille typique est de quelques
millimètres et d’autre part le condensat dont la taille typique est de quelques
centaines de micromètres. Afin d’avoir, in fine des images de qualité équivalente,
nous avons donc fixé un facteur 10 entre le grandissement du système d’imagerie
du PMO 3D et le système d’imagerie du condensat de Bose-Einstein (CBE).

Les dispositifs optiques permettant de mettre en place ces deux systèmes
d’imagerie sont représentés figure I.7.

6. 127 ms correspond au taux de répétition de la caméra CCD.
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Figure I.7 – Schéma des deux systèmes d’imagerie de grandissement respectif
GPMO = 0.23 et GCBE = 2.5. Le faisceau imageur PMO mesure 25 mm de dia-
mètre et arrive sur la cellule avec un angle de 5˚tandis que le faisceau imageur
CBE mesure 3 mm de diamètre et arrive sur la cellule avec un angle de 60˚,
le plus orthogonalement possible à l’axe dans lequel nous prévoyons de faire les
expériences que nous présenterons dans les chapitres suivants.

L’imagerie PMO se fait quasiment dans l’axe des faisceaux refroidisseurs ho-
rizontaux (le faisceau imageur fait un angle de 5˚avec cet axe). Un système de
deux lentilles L1 et L2 nous permet de faire l’image du PMO sur la caméra CCD
avec un grandissement 7 GPMO = 0.23.

L’imagerie CBE, quant à elle, est réalisée de telle sorte que le grandissement est
GCBE = 2.5, avec un angle de 60˚par rapport à l’axe des faisceaux refroidisseurs
horizontaux. Nous obtenons avec ce système d’imagerie une résolution spatiale
de 8 µm.

Grâce à ces systèmes d’imagerie, nous pouvons optimiser chaque étape de la
création d’un condensat de Bose-Einstein. C’est ce que nous allons décrire dans
les sections suivantes.

I.3 Vers la condensation de Bose-Einstein
Nous avons donc à présent un piège magnéto-optique contenant 2.5 × 109

atomes à 50 µK. Nous souhaitons obtenir un condensat de Bose-Einstein, i.e. un
système quantique macroscopique qui apparaît lorsque la longueur d’onde de de
Broglie λDB devient comparable à la distance interatomique d ∼ n1/3, où n est

7. Le grandissement est calibré grâce à la chute libre du nuage d’atomes. Nous déduisons la
taille réelle d’un pixel de l’accélération de la gravité g = 9.81 m.s−2.
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ici la densité spatiale du nuage d’atomes.
Cette condition n’est pas remplie dans le piège magnéto-optique pour des

raisons intrinsèques (typiquement nλ3
DB ∼ 10−7). Nous devons donc changer de

méthode de piégeage et de refroidissement pour pouvoir aller plus loin. Avant de
préciser le dispositif expérimental retenu à cette fin, nous rappelons ici quelques
éléments théoriques de la transition de Bose-Einstein dans un piège harmonique.
Nous présentons ensuite brièvement le principe du refroidissement par évapora-
tion qui est aujourd’hui la seule technique permettant d’atteindre le régime de
dégénérescence quantique et qui consiste en l’augmentation, au prix d’une perte
d’atomes et grâce aux collisions élastiques au sein du nuage, de la densité dans
l’espace des phases ϕ = nλ3

DB.

I.3.a Considérations théoriques sur la condensation de Bose-
Einstein

Considérons un gaz parfait de N bosons indiscernables de masse m, à la
température T , dans un piège harmonique 3D, isotrope et de pulsation ω. Nous
souhaitons mettre en évidence l’existence d’une signature de la condensation de
Bose-Einstein en dessous d’une température critique TC . L’ensemble statistique
approprié est l’ensemble micro-canonique. Néanmoins, à la limite thermodyna-
mique, les ensembles de description statistique sont équivalents [70] et nous pou-
vons donc choisir l’ensemble grand-canonique pour lequel le système est en contact
avec un réservoir d’énergie et de particules. Cet ensemble nous permet de traiter
simplement l’indiscernabilité et d’alléger les calculs.

Fonction de partition

Cette description impose deux contraintes 〈N̂〉 = N et 〈Ĥ〉 = E. Le hamil-
tonien Ĥ décrivant le système peut s’écrire, du fait de l’absence d’interaction,
Ĥ = ĥ1 + ĥ2 + . . . + ĥN , où ĥi est le hamiltonien à un corps. Le formalisme
des multiplicateurs de Lagrange permet alors d’exprimer la fonction de partition
grand canonique :

Ξ = Tr
[
e−βĤ−αN̂

]
, (I.8)

où α et β sont les multiplicateurs de Lagrange associés aux contraintes sur 〈N̂〉
et 〈Ĥ〉. β est relié à la température T par β = (kBT )−1 et α est relié au potentiel
chimique µ par α = −βµ. Nous introduisons également la fugacité z = eβµ.

L’hypothèse du gaz parfait nous permet alors de factoriser la fonction de parti-
tion sur la base {|λ〉} des vecteurs propres du hamiltonien à un corps ĥ. Chacun
de ces vecteurs propres est associé à une énergie propre ελ et nous définissons
Nλ, le nombre d’atomes occupant l’état |λ〉. La fonction de partition peut alors
s’écrire sous la forme :

Ξ =
∏

λ

ζλ avec ζλ =
∑

Nλ

e−βNλ(ελ−µ). (I.9)

Dans le cas des bosons, le calcul de (I.9) se ramène à une suite géométrique :
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ζλ = 1
1− ze−βελ . (I.10)

Signature de la condensation de Bose-Einstein

Nous pouvons déduire le nombre moyen d’atomes à partir de la fonction de
partition et nous obtenons :

N =
∑

λ

Nλ avec Nλ = 1
eβ(ελ−µ) − 1 . (I.11)

La première chose à remarquer est que l’équation (I.11) redonne bien la distri-
bution classique de Maxwell-Boltzmann à haute température : Nλ ' e−β(ελ−µ). La
seconde concerne le potentiel chimique µ. En effet, afin que le nombre d’atomes
dans l’état quantique individuel |λ〉 soit positif, le potentiel chimique doit appar-
tenir à l’intervalle [−∞, ε0], où ε0 est l’énergie associée au niveau fondamental de
ĥ. Si T → 0, alors ∀λ 6= 0, Nλ → 0. D’autre part, si µ→ ε0, le nombre d’atomes
dans l’état fondamental du système diverge : N0 → ∞. Dans ce cas, à trois di-
mensions, même lorsque kBT � ∆ε, avec ∆ε la différence entre deux états, il est
possible d’avoir un nombre macroscopique d’atomes dans l’état fondamental |0〉.
Il s’agit ici de la signature de la condensation de Bose-Einstein.

Afin de traiter cela de façon plus quantitative, considérons le nombre d’atomes
N ′ dans les niveaux excités de ĥ :

N = N0 +N ′

avec N ′ =
∑

λ 6=0

1
eβ(ελ−µ) − 1 .

(I.12)

L’équation (I.12) montre que le nombre d’atomes dans les états excités est
borné supérieurement par le nombre de saturation N ′max(T ), défini comme suit :

N ′ < N ′max(T ) =
∑

λ 6=0

1
eβ(ελ−ε0) − 1 . (I.13)

L’existence de cette borne supérieure signifie qu’à température T fixée, si
nous plaçons dans le piège un nombre de particules N supérieur à N ′max, alors au
moins N − N ′max atomes peupleront le niveau fondamental. C’est le phénomène
de saturation des niveaux excités. L’accumulation macroscopique d’atomes dans
l’état fondamental correspond alors à la condensation de Bose-Einstein.

Cas du piège harmonique isotrope

Considérons à présent le cas particulier d’un piège harmonique isotrope de
fréquence ω. Dans ce cas, les niveaux d’énergie de ĥ sont caractérisés par les trois
nombres quantiques (nx, ny, nz), ou plus simplement par le nombre quantique
n = nx + ny + nz du fait des symétries du piège.
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L’énergie associée à l’état propre |λ〉 s’écrit alors

εnλ = ~ω
(
nλ + 3

2

)
,

avec en particulier : ε0 = 3
2~ω.

(I.14)

Chacun de ces niveaux d’énergie a une dégénérescence gn donnée par :

gn = (n+ 1)(n+ 2)
2 . (I.15)

Le nombre de saturation peut alors s’écrire :

N ′max =
∞∑

n=1

gn
en~ω/kBT − 1 . (I.16)

Dans la limite semi-classique, kBT � ~ω, dans laquelle nous nous plaçons,
cette somme discrète peut être remplacée par une intégrale et nous obtenons le
résultat suivant :

N ′max(T ) ' 1.202
(
kBT

~ω

)3

. (I.17)

Une température critique TC émerge alors et est définie comme la température
pour laquelle N = N ′max. Nous pouvons également estimer la fraction condensée
en fonction de la température [71] :

N0

N
= 1−

(
T

TC

)3
avec TC = 0.94~ω

kB
N1/3. (I.18)

Notons que nous obtenons ici une température critique finie lors du passage à
la limite semi-classique. Ceci est le cas à trois dimensions mais un calcul similaire
à une ou deux dimensions mène à une température critique nulle [70]. Donnons
quelques ordres de grandeurs : au seuil de condensation, nous avons typiquement
105 atomes et les fréquences de piégeage sont de l’ordre de 100 Hz. Dans ce cas, la
température critique que l’on souhaite atteindre est de l’ordre de 200 nK. Notons
également que ~ω/kB ∼ 5 nK ; l’hypothèse semi-classique est donc vérifiée.

Nous connaissons à présent l’objectif à atteindre en terme de température ;
il nous reste donc à envisager les différentes options expérimentales qui s’offrent
à nous pour remplir ce cahier des charges. Comme nous l’avons vu, le piège
magnéto-optique comporte des limitations intrinsèques dues aux cycles d’absorp-
tion/émission spontanée. Ces cycles limitent la température ainsi que la densité
spatiale accessible et ne permettent pas d’atteindre la condensation malgré les
techniques de refroidissement sub-recul qui ont été développées [58]. Nous de-
vons donc envisager une autre méthode de refroidissement : le refroidissement
par évaporation.
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I.3.b Refroidissement par évaporation
La méthode de refroidissement par évaporation a été proposée en 1986 par H.

Hess [72]. C’est cette méthode qui a permis l’observation des premiers condensats
de Bose-Einstein et elle reste, à ce jour, une étape nécessaire dans tout dispositif
de condensation.

Le principe de cette technique est qualitativement simple et est résumé sur la
figure I.8.

E, N, T

dE,dN ,dT< 0

E ′, N ′, T ′

Figure I.8 – Principe qualitatif du refroidissement par évaporation. Le point de
départ est un gaz de N particules piégées, à l’équilibre, d’énergie E et de tempé-
rature T . Lors de la diminution de la profondeur du piège, les particules les plus
énergétiques peuvent s’échapper du piège et la thermalisation par collisions élas-
tiques des particules restantes conduit à un nouvel état d’équilibre à N ′ particules,
d’énergie E ′ et de température T ′, plus faibles.

Une approche plus quantitative peut être développée grâce à un modèle très
simple en lois d’échelle [73]. Les quantités dont nous avons besoin pour décrire le
système sont les suivantes :

— E l’énergie totale.
— N le nombre de particules.
— n la densité spatiale du nuage.
— T la température d’équilibre du système.
— ϕ la densité dans l’espace des phases.
— γ le taux de collisions élastiques.
Les atomes sont piégés à l’aide d’un potentiel de la forme U(r) = Cr3/δ,

infiniment profond, où C est une constante et δ détermine la forme du piège.
δ = 3 correspond à un piège linéaire (piège magnétique quadrupolaire) tandis
que δ = 3/2 correspond à un piège harmonique (piège dipolaire optique 8).

Afin d’atteindre la condensation de Bose-Einstein, nous voulons effectuer le
chemin suivant :

ϕ ∼ 10−9 −−−−−−−−−−−→
refroidissement laser

ϕ ∼ 10−7 −−−−−−−−−−−−−−→
refroidissement évaporatif

ϕ ∼ 1

La première partie de ce chemin est effectuée par le refroidissement laser décrit
dans la première section de ce chapitre. Le refroidissement par évaporation aura

8. En réalité, pour un piège optique, il faut prendre en compte la modification de la pulsation
de piégeage au cours de la diminution de la profondeur du potentiel. Un modèle adapté à ce
phénomène est détaillé dans [73]. Nous prendrons ce fait en considération dans la comparaison
des performances du refroidissement par évaporation dans un piège magnétique ou optique.
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donc pour but d’augmenter la densité dans l’espace des phases de typiquement 7
ordres de grandeur. Nous considérons dans ce modèle que la distribution classique
de Maxwel-Boltzmann reste vraie. Elle ne sera en pratique mise en défaut qu’aux
tous derniers moments de l’évaporation. Dans ce cas, nous pouvons écrire l’énergie
totale :

E = 3
2NkBT + δNkBT, (I.19)

où le premier terme rend compte de l’énergie cinétique et le second de l’énergie
potentiel des particules. Nous pouvons alors exprimer la dépendance de la densité
dans l’espace des phases ϕ et du taux de collision γ avec le nombre de particule
et la température :

ϕ = nλ3
DB ∝

N

T δ+3/2

γ = nσv̄ ∝ N

T δ−1/2 ,

(I.20)

avec σ la section efficace de collision et v̄ ∝ T 1/2 la vitesse moyenne des particules.
Considérons à présent que pendant un petit intervalle de temps t, le poten-

tiel piégeant a une profondeur U finie. La profondeur est ensuite augmentée à
nouveau pour permettre la thermalisation du système. Les différentes quantités
caractérisant l’état d’équilibre s’en trouvent modifiées :

N ′ = N + dN
T ′ = T + dT

E ′ = E + dE ; dE =
(3

2 + δ
)
NkBdT +

(3
2 + δ

)
dNkBT.

(I.21)

La diminution du nombre de particules dN correspond alors simplement à la
perte des atomes ayant une énergie supérieure à la profondeur U du potentiel, ce
qui entraine une diminution de l’énergie moyenne du système :

dE = dN (U + κkBT )

= dN (η + κ) kBT avec η = U

kBT
.

(I.22)

L’équation (I.22) rend compte de la diminution d’énergie due à la perte de par-
ticule d’énergie légèrement supérieure à U (supérieure de l’ordre de kBT comme
en rend compte le facteur numérique κ qui est typiquement compris entre 0 et 1).
Cette équation est justifiée par le fait que l’on choisit le paramètre de troncature
η de sorte que les atomes d’énergie supérieure soient suffisamment peu nombreux
pour ne pas contribuer significativement à cette diminution d’énergie. Nous pou-
vons alors déduire la variation de température en fonction de la diminution du
nombre de particules ainsi que la variation de densité dans l’espace des phases :

dT
T

= η + κ− δ − 3/2
δ + 3/2

dN
N
,

dϕ
ϕ

= (1− η − κ+ δ + 3/2) dN
N
.

(I.23)



I.4. Piége magnétique 29

Ces deux équations nous permettent de discuter des performances du refroidis-
sement par évaporation. Tout d’abord, nous avons souligné que cela doit être une
méthode de refroidissement ; la variation dT de température doit donc être néga-
tive. Cela implique une condition sur le paramètre de troncature : η > δ−κ+3/2.
Nous voulons également augmenter la densité dans l’espace des phases afin de
nous rapprocher de la condensation de Bose-Einstein. Cela implique une condi-
tion plus contraignante sur le paramètre de troncature η > δ − κ + 5/2. Afin de
discuter de cette contrainte, nous prendrons par la suite κ = 1.Pour un piège
linéaire, cette condition se traduit par η > 4.5, une contrainte plus importante
que pour un piège harmonique qui nécessite uniquement η > 3.

Ce modèle de comporte pas de considérations cinétiques. Une autre discussion
importante concerne la valeur et l’évolution du taux de collision γ. En effet, c’est le
taux de collision qui détermine la durée de l’évaporation car chaque étape comme
celle décrite par ce modèle simple nécessite d’atteindre le nouvel état d’équilibre
du système et doit donc durer quelques γ−1. Le taux de collision étant en général
plus élevé dans un piège optique que dans un piège magnétique, l’évaporation op-
tique sera plus rapide que l’évaporation magnétique. Ce résultat est à nuancer en
ajoutant le fait que, lors d’une évaporation dans un piège magnétique, la forme
du potentiel ne change pas. Si nous contraignons un peu plus le paramètre de
troncature (η > 6), nous pouvons même atteindre le régime d’emballement cor-
respondant à une augmentation du taux de collision au cours de l’évaporation.
Celle-ci est donc de plus en plus rapide. En revanche, dans un piège optique, la
diminution de la profondeur du potentiel entraine une décompression du piège et
donc un effondrement du taux de collision en fin d’évaporation. De ce fait, il n’est
en général pas possible d’atteindre le régime d’emballement dans un piège optique.

En conclusion, les deux types de pièges que nous envisageons semblent adaptés
à la méthode de refroidissement par évaporation. Il faut néanmoins garder à
l’esprit qu’une attention particulière doit être accordée à la valeur initiale du
taux de collision dans le cas d’un potentiel optique afin que la décompression
du piège n’empêche pas d’atteindre la condensation de Bose-Einstein. Dans les
deux sections suivantes, nous présentons la réalisation expérimentale du piège
magnétique et du piège hybride constitué d’un piège magnétique et d’un piège
dipolaire croisé. Nous présenterons également les résultats du refroidissement par
évaporation effectué dans chacun d’eux.

I.4 Piége magnétique
Après chargement du piège magnéto-optique 3D, nous transférons les atomes

dans un piège magnétique quadrupolaire créé par deux jeux de trois bobines
constituées d’un tube de cuivre refroidi à l’eau et placées symétriquement au
dessus et en dessous de la cellule en verre, tel que représenté sur la figure I.9. Nous
avons choisi d’utiliser 6 bobines séparées afin de diminuer le temps de réponse
du système lors du transfert des atomes dans le piège magnétique. De plus, le
diamètre interne de ces bobines est adapté pour pouvoir laisser passer les faisceaux



30 Chapitre I. Production de condensats de Bose-Einstein

refroidisseurs du PMO 3D, ce qui est rendu possible grâce à la séparation en 3
bobines séparées.

z

yx

Iquad

Iquad

∆z,quad = 4 cm

Figure I.9 – Configuration des bobines du piège quadrupolaire. Les deux jeux de
trois bobines sont placés symétriquement par rapport à la cellule en verre et leur
diamètre est adapté afin de laisser passer les faisceaux refroidisseurs du PMO 3D.

Les bobines de cuivre sont en configuration anti-Helmholtz, le champ magné-
tique créé au voisinage du zéro de champ magnétique est alors de la forme :

~B(x, y, z) ' b′




x/2

y/2

z



, (I.24)

avec b′ le gradient de champ magnétique. Le gradient maximal accessible sur
notre dispositif est b′max = 300 G/cm pour un courant de 160 A. Les atomes de
rubidium présentent l’avantage de posséder, dans leur état fondamental, des sous
niveaux de moment magnétique non nul. Ils peuvent alors interagir avec le champ
magnétique. Des atomes polarisés dans l’état F,mF voient le potentiel suivant :

V (r) = µ| ~B| = µb′
√
x2 + y2

4 + z2, (I.25)

avec µ = mFgFµB le moment magnétique d’un atome dans le sous-niveau Zeeman
F,mF . gF est le facteur de Landé et µB le magnéton de Bohr.
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I.4.a Chargement du piège magnétique
Nous voulons piéger les atomes de rubidium au voisinage du minimum de

champ magnétique (pour r = 0). Le moment magnétique du sous-niveau Zeeman
considéré doit donc être positif. Rappelons qu’à la fin de la séquence de char-
gement du PMO 3D, une étape de dépompage transfère tous les atomes dans le
niveau hyperfin F = 1. Parmi les sous-niveaux Zeeman accessibles, seul mF = −1
permet d’avoir un moment magnétique positif. Seuls les atomes se trouvant dans
ce sous-niveau, soit environ un tiers des atomes, seront donc piégés. Pour effec-
tuer le transfert, nous alimentons les deux bobines les plus proches de la cellule
avec un courant de 60 A, produisant ainsi un gradient de champ magnétique de
62 G/cm, i.e. deux fois plus grand que le gradient de champ nécessaire pour com-
penser la gravité. Simultanément, l’ensemble des lasers résonants est coupé afin
d’éviter tout changement d’état. L’avantage d’utiliser un piège magnétique qua-
drupolaire dès la fin du chargement du PMO 3D est le grand volume de capture
de ce type de potentiel. Ainsi, nous obtenons 109 atomes piégés magnétiquement
à la température de 130 µK. Notons que pour limiter le chauffage des atomes lors
du transfert, il faut adapter la position du zéro de champ magnétique à la position
du PMO 3D. Cela est rendu possible grâce à l’ajout d’une bobine supplémentaire
dans l’axe x de la cellule.

I.4.b Compression adiabatique
Comme nous l’avons vu précédemment, le taux de collision est un élément

essentiel de la méthode de refroidissement par évaporation. Afin de l’augmenter,
nous procédons donc à une compression adiabatique [58]. Nous passons alors
d’un gradient de champ magnétique de 62 G/cm à un gradient de 250 G/cm
en augmentant adiabatiquement le courant dans les quatre bobines de cuivre
restantes en 100 ms (nous avons vérifié expérimentalement qu’un gradient de
champ magnétique plus élevé s’avère inutile). La température augmente jusqu’à
Tcomp = 350 µK, à densité dans l’espace des phases constante. Suite à cette
compression, le taux de collision est multiplié par 6.4.

I.4.c Évaporation dans le piège quadrupolaire
Après compression, nous avons typiquement 109 atomes à 350 µK dans l’état

F = 1,mF = −1. Les conditions sont alors réunies pour commencer le refroidis-
sement par évaporation. Comme nous l’avons vu dans la sous-section I.3.b, nous
devons pour cela diminuer progressivement la profondeur du piège quadrupolaire.
Pour ce faire, nous utilisons une transition micro-onde entre deux états hyperfins
de l’atome de rubidium : F = 1,mF = −1 → F = 2,mF = −1. Ce dernier
est un état anti-piégeant. Le principe de l’évaporation micro-onde est résumé sur
la figure I.10. Du fait de la présence d’un champ magnétique dépendant de la
position, la fréquence de résonance de la transition hyperfine νres est également
dépendante de la position :

hνres(r) = hν0 − µBb′r, (I.26)
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avec r la distance par rapport au centre du piège et ν0 = 6.8347 GHz la fré-
quence de la transition en champ nul. Nous définissons ainsi le rayon d’évaporation
comme la distance au centre Révap pour laquelle la micro-onde de fréquence ν est
résonante avec la transition hyperfine (F = 1,mF = −1)→ (F = 2,mF = −1).

E

r

0

F = 2, mF = −1

F = 1, mF = −1

hν

Figure I.10 – Principe de l’évaporation micro-onde dans le piège quadrupolaire.
Une radiation micro-onde permet d’induire une transition entre les niveaux hy-
perfins (F = 1,mF = −1) et (F = 2,mF = −1). L’état (F = 2,mF = −1) étant
anti-confinant, les atomes résonants avec la micro-onde sont éjectés du piège.
Du fait de la dépendance des niveaux d’énergie avec la position, nous affectons
des atomes de moins en moins énergétiques en augmentant progressivement la
fréquence de la radiation micro-onde.

En augmentant progressivement la fréquence micro-onde, nous diminuons le
rayon d’évaporation. Ajoutons à cela que les atomes périphériques sont les plus
énergétiques. Au cours de l’évaporation, nous retirons donc les atomes de plus
haute énergie tandis que les atomes restants, grâce aux collisions, atteignent un
nouvel état d’équilibre à une température plus basse.

La chaine de production des micro-ondes est décrite dans [58]. Nous choisissons
la fréquence micro-onde initiale de sorte à ce que le paramètre de troncature
soit suffisamment grand (η = 7.5) : νi = 6.65 GHz. Nous augmentons alors la
fréquence jusque νf = 6.82 GHz en 15 secondes. Au terme de ce refroidissement
par évaporation forcée, nous obtenons 8× 107 atomes à 30 µK.
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I.4.d Pertes Majorana
Lorsque nous arrivons à ce point de l’évaporation micro-onde, le phénomène

de chauffage par retournement de spin [74] , ou pertes Majorana, devient trop
important pour poursuivre. En effet, lorsqu’un atome se déplace au voisinage du
zéro de champ magnétique, la rotation de la direction du champ magnétique est
trop rapide pour qu’il puisse la suivre adiabatiquement. Le spin de l’atome peut
alors se retrouver dans le sens opposé au champ magnétique et il ressent dans
ce cas une force qui l’éjecte du piège quadrupolaire. Ce phénomène est amplifié
à basse température car la taille du nuage diminue au cours de l’évaporation et
les atomes passent donc un temps plus long aux alentours du zéro de champ
magnétique, augmentant ainsi la probabilité de retournement de spin.

De ce fait, nous devons changer de stratégie pour la fin du refroidissement par
évaporation. Plusieurs techniques sont possibles, nous avons opté pour le piège
hybride [75] constitué d’un piège magnétique et d’un piège dipolaire. Le piège
dipolaire est situé, comme nous le verrons dans la section suivante, légèrement
sous le zéro de champ magnétique, créant un nouveau minimum de potentiel qui
correspond à un champ magnétique non nul, limitant ainsi les pertes Majorana.

I.5 Condensation de Bose-Einstein dans un piège
hybride

Les premiers condensats de Bose-Einstein, obtenus en 1995 [1,2] ont été réali-
sés dans des pièges purement magnétiques. Depuis, des pièges purement optiques
ont été réalisés et ont également permis d’atteindre la condensation de Bose-
Einstein [76]. Ces deux types de potentiel ont chacun leurs avantages et leurs
inconvénients, il était donc naturel de proposer des méthodes permettant d’allier
les deux. C’est ce qui a été fait ces dernières années et qui a permis l’émergence
de pièges hybrides [75,77,78]. Cette méthode de piégeage consiste à compenser la
gravité à l’aide d’un piège magnétique et d’ajouter un piège dipolaire optique afin
de piéger les atomes. La fin du refroidissement par évaporation se fait donc en
diminuant la profondeur du piège dipolaire. Dans ce chapitre nous présenterons
le principe d’un piège dipolaire optique et sa réalisation expérimentale. Nous ver-
rons également les caractéristiques du piège hybride ainsi réalisé et le déroulement
de l’évaporation à laquelle nous procédons jusqu’à l’obtention d’un condensat de
Bose-Einstein quasi pur de 2× 105 atomes.

I.5.a Interaction dipolaire
Nous avons vu en début de chapitre comment un atome interagit avec un

faisceau laser dont la longueur d’onde est proche d’une résonance atomique (I.1).
Les cycles d’absorption/émission spontanée nous permettent alors de refroidir les
atomes. En revanche, lorsque la longueur d’onde λ du laser est loin de résonance,
la force prédominante ressentie par les atomes est très différente. Il s’agit de
la force dipolaire. Elle est due à l’interaction entre le champ électrique ~E et le
dipôle électrique induit dans l’atome par ce même champ. La force ainsi créée
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est conservative et se nomme l’effet Stark dynamique [79]. Un calcul quantitatif
du potentiel ainsi créé est fait dans [69] par la méthode de l’atome habillé. Dans
le cas du 87Rb, pour un faisceau laser d’intensité I, de pulsation ωL et polarisé
linéairement, ce potentiel s’écrit :

Udip = χI

avec

χ = Γλ3

16π2c

[( 1
∆1

+ 1
∆1 + 2ωL

)
+ 2

( 1
∆2

+ 1
∆2 + 2ωL

)]
.

(I.27)

∆i = ωL − ωDi est le désaccord avec les raies D1 et D2 du 87Rb, Γ−1 est la durée
de vie de l’état excité 52P3/2 de la raie D2 et λ la longueur d’onde correspondant
à cette transition. Dans le cas d’un faisceau laser avec λL = 1064 nm, le facteur
de proportionnalité entre le potentiel dipolaire et l’intensité du faisceau est χ =
−2.10× 10−36 J/(W/m2).

Le potentiel dipolaire devient intéressant pour piéger les atomes lorsque l’in-
tensité I varie spatialement. Le potentiel engendré dépend alors de la position et
nous parlons dans ce cas de piège dipolaire. Dans le cas d’un faisceau gaussien se
propageant selon l’axe y, le profil d’intensité est de la forme :

I(r) = 2P
πw2(y)exp

(
−2(x2 + z2)

w2(y)

)
, (I.28)

où P est la puissance du faisceau laser et où

w(y) = w0

√
1 + y2

z2
R

. (I.29)

w0 est le waist du faisceau et zR = πw2
0/λL la longueur de Rayleigh. Les atomes

seront donc piégés dans la zone d’intensité maximale, c’est-à-dire au centre du
faisceau dans les directions x et z et au niveau du waist pour la direction y.

Taux de chauffage

La force dipolaire que nous venons de décrire est la force prédominante lorsque
l’atome interagit avec un faisceau laser hors résonance. Cette force tire son ori-
gine des cycles d’absorption/émission induite. Néanmoins, la force de pression
de radiation (cycles d’absorption/émission spontanée) n’est pas nulle et peut,
sur des temps longs, induire du chauffage. Dans notre cas, le taux de chauffage
s’exprime [58] :

dT
dt = T

τ
avec τ = 42 s. (I.30)

Sur des durées de l’ordre de quelques secondes, cet échauffement peut être négligé.

I.5.b Réalisation expérimentale d’un piège dipolaire croisé
Le piège dipolaire de notre dispositif expérimental est assuré par un laser

fibré, monomode spatialement et de largeur spectrale ∼ 100 kHz. La puissance
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maximale en sortie est de 5 W et la longueur d’onde est de λL = 1064 nm 9.
Nous avons opté pour une configuration croisée 10 afin d’augmenter le confinement
dans la direction longitudinale y et donc augmenter la pulsation moyenne du
piège harmonique, qui entre en considération dans la définition de la température
critique de condensation TC (I.18).

La configuration du piège hybride est représenté figure I.11.

z

y
x

θ

Figure I.11 – Configuration du piège hybride. Les deux bobines les plus proches
de la cellule en verre produisent un champ magnétique légèrement inférieur à la
compensation de la gravité. Le piège dipolaire croisé est constitué d’un faisceau
horizontal qui est recyclé en sortie pour créer un faisceau avec un angle θ de
30˚par rapport à la verticale.

Les deux bobines les plus proches de la cellule en verre permettent de créer
un gradient de champ magnétique qui compense presque la gravité. Ce champ
magnétique ne doit pas exactement compenser la gravité pour permettre aux
atomes de se localiser au niveau du piège dipolaire comme nous le verrons dans la
partie qui détaille le protocole de chargement du piège hybride. Le piège dipolaire
croisé est créé à partir d’un seul faisceau. Celui-ci passe une première fois dans
la chambre d’expérience avec un waist wh = 65 µm, décalé d’environ un waist
en dessous du zéro de champ magnétique pour limiter les pertes Majorana. La

9. Azur Light System IR-1064-5P.
10. Nous avons en premier lieu utilisé un piège hybride avec un seul faisceau dipolaire hori-

zontal, comme ce qui est réalisé dans l’article [75] mais le refroidissement par évaporation dans
ce piège n’était pas efficace.
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puissance maximale utilisable au niveau des atomes est Ph = 3.3 W. De plus, ce
faisceau horizontal est légèrement incliné (∼ 1˚) par rapport à l’axe de la cellule
en verre pour éviter que les réflexions du faisceau laser à l’intérieur de la cellule
interfèrent, créant ainsi un potentiel périodique supplémentaire gênant pour les
expériences que nous envisageons. En sortie de la cellule, nous récupérons le
faisceau afin de le faire passer une seconde fois au niveau des atomes. Le faisceau
vertical ainsi créé fait un angle de 30˚par rapport à la verticale et son waist est
wv = 45 µm. La puissance maximale utilisable est Pv = 2.2 W. Pour les deux
faisceaux, les waists choisis sont tels que la longueur de Rayleigh nous permet
de considérer que l’intensité laser le long des axes des faisceaux est constante à
l’échelle de la taille du nuage d’atomes (zRh = 1.25 cm et zRv = 0.6 cm). La
puissance totale du faisceau est asservie afin de contrôler finement la profondeur
du potentiel au cours de l’évaporation. Le montage optique réalisé pour mettre
en forme les faisceaux dipolaires est représenté sur la figure I.12

Le potentiel hybride s’écrit alors :

Uhyb(r) = µb′g

√
x2 + y2

4 + z2 + Udip(r) +mgz, (I.31)

avec b′g ' 27.5 G/cm, le gradient de champ magnétique qui compense presque la
gravité.
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Figure I.12 – Montage optique des faisceaux dipolaires. Le faisceau horizontal
(respectivement vertical) est focalisé à l’aide d’une lentille de focale 800 mm (res-
pectivement 500 mm). Dans les deux cas, la position du waist du faisceau est
ajustée grâce à une platine de translation.
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I.5.c Évaporation dans le piège hybride
Rappelons qu’après l’évaporation micro-onde dans le piège magnétique, nous

avons 8 × 107 atomes à 30 µK et le gradient de champ magnétique est de 250
G/cm. Nous devons donc à présent transférer les atomes dans le piège hybride
puis procéder au refroidissement par évaporation afin d’atteindre la condensation
de Bose-Einstein. Le protocole que nous utilisons est représenté figure I.13. Nous
allons par la suite détailler chacune des étapes.

t

b′

νMO

Ph/v

évaporation MO
( 15 s)

décompression
(1 s)

transfert (1 s) évaporation
hybride (5 s)(15s)

Figure I.13 – Séquence de production d’un condensat de Bose-Einstein. Ph,v
est la puissance dans les faisceaux dipolaires, νMO la fréquence du rayonnement
micro-onde et b′ le gradient de champ magnétique

Transfert dans le piège hybride

Le transfert dans le piège hybride se fait en deux étapes. Nous procédons
d’abord à une décompression adiabatique du piège en abaissant linéairement le
gradient de champ magnétique jusqu’à b′décomp = 60 G/cm en une seconde. Cette
étape permet de refroidir le nuage d’atomes, adaptant ainsi leur température à la
profondeur du piège hybride (Uhyb/kB ' 50 µK au moment du chargement 11.).
Nous effectuons ensuite une seconde décompression qui amène le gradient de
champ magnétique légèrement sous le gradient nécessaire à la compensation de
la gravité (µb′g ' 0.9×mg). Durant cette décompression, les atomes se localisent
dans le piège dipolaire croisé. Nous capturons 20% des atomes et nous avons après
ces deux décompressions, environ 1.5 × 107 atomes à T = 12 µK dans le piège
hybride.

Évaporation forcée

Le refroidissement par évaporation dans le piège dipolaire se fait en abaissant
progressivement la puissance des faisceaux laser en 15 secondes (voir figure I.13).
La profondeur du potentiel hybride est alors diminuée de Uhyb,i/kB ' 50 µK à
Uhyb,f/kB ' 1 µK. Au cours de l’évaporation, nous passons sous la température

11. Les calculs de profondeur du piège hybride et des fréquences propres associées sont donnés
dans [58].
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(a) T > Tc (b) T ∼ Tc (c) T < Tc

Figure I.14 – En haut : densité atomique du nuage après 25 ms de temps de
vol à différentes étapes de l’évaporation. En bas : profil de densité intégré suivant
l’axe z. La ligne pointillée rouge correspond à un ajustement gaussien de la partie
thermique.

critique que nous estimons, d’après nos observations, à 200 nK (la température
critique est évaluée par l’apparition d’un profil de densité bi-modal typique de
la condensation représenté figure I.14). Nous produisons ainsi un condensat de
Bose-Einstein quasi pur de 2× 105 atomes.

Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons décrit le dispositif expérimental que nous avons

mis en place au cours des deux premières années de ma thèse. Ce dispositif nous
permet de produire de façon répétable un condensat de Bose-Einstein quasi pur
avec 2− 2.5× 105 atomes. Nous utilisons pour cela un PMO 3D chargé à partir
d’un PMO 2D construit par le SYRTE. Les atomes sont ensuite transférés dans
un piège magnétique et refroidis par évaporation micro-onde jusqu’au point où
les pertes Majorana deviennent trop importantes. Nous transférons alors le nuage
dans un piège hybride et continuons l’évaporation jusqu’à l’obtention du conden-
sat. La séquence totale dure environ 40 secondes ce qui est relativement long,
mais le système est robuste et répétable, ce qui nous permettra tout de même de
réaliser des expériences avec une bonne statistique.

Le condensat de Bose-Einstein est un objet intéressant en soit mais c’est
également un outil puissant pour l’étude de différents phénomènes physiques.
Comme nous l’avons vu dans l’introduction générale, notre but est d’étudier le
transport classique et quantique dans un réseau modulé en amplitude ainsi que
l’impact de la présence du chaos à la limite classique sur le transport quantique.
Du fait de sa très faible dispersion de vitesse, le condensat est un élément essentiel
de ce projet et le dispositif que nous avons réalisé répond tout à fait au cahier
des charges que nous nous étions fixé. Il nous faut à présent mettre en place et
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décrire le second élément crucial à la réalisation de l’expérience du double puits
dynamique : le potentiel périodique. C’est ce que nous verrons dans le chapitre
suivant.
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Introduction
Comme nous l’avons vu dans l’introduction de cette thèse, le système auquel

nous nous intéressons est le double puits dynamique. Le hamiltonien adimmen-
sionalisé que nous considérons est :

H(x, p, t) = p2

2 − γ(1 + ε cos(t)) cos(x). (II.1)

Expérimentalement, nous souhaitons réaliser ce hamiltonien en plaçant un conden-
sat de Bose-Einstein dans un potentiel périodique de profondeur V0 créé par l’in-
terférence entre deux faisceaux laser dont la puissance est modulée à la fréquence
ω avec une amplitude de modulation ε. Le paramètre γ est défini dans l’introduc-
tion générale de ce manuscrit (voir l’équation (3) de l’introduction générale).

Ce système est très riche du fait de la possibilité de modeler l’espace des
phase en contrôlant la mer chaotique ainsi que la position et la taille des îlots de
stabilité via les paramètres γ et ε. À ce stade, nous devons préciser les contraintes
expérimentales auxquelles nous devons répondre.

Figure II.1 – Espace des
phases pour

(γ, ε) = (0.29, 0.29). Figure
tirée de [47].

L’espace des phases représenté figure II.1
est tracé pour un couple de valeur (ε, γ) =
(0.29, 0.29). Le paramètre ε fixe directement
l’amplitude de modulation. En revanche, γ est
proportionnel à V0/ω

2, avec V0 la profondeur du
potentiel périodique et ω la fréquence de modula-
tion. ε,V0 et ω sont les trois paramètres que nous
contrôlons expérimentalement. Cela nous laisse
a priori une liberté sur le choix de V0 et ω car
seul le rapport V0/ω

2 est fixé. En réalité, il faut
ajouter à cela une contrainte supplémentaire :
pour pouvoir réellement peupler un îlot de stabi-
lité, l’extension spatiale du paquet d’onde dans
le potentiel périodique doit être inférieure à la
taille dudit îlot. Nous verrons dans ce chapitre
que cela impose une condition supplémentaire sur la profondeur V0 du réseau.

Le deuxième ingrédient clé réside dans notre capacité à implémenter un pro-
tocole d’imagerie qui nous permette de résoudre un paquet d’ondes localisé sur
l’un ou l’autre des îlots. Comme nous le verrons, le potentiel périodique que nous
avons mis en place a un pas d = 532 nm. Cela signifie que le système d’imagerie
doit avoir une résolution de quelques centaines de nanomètres ! Rappelons que
l’imagerie standard de notre expérience a une résolution de 8µm (voir le chapitre
I.2.b). Ces dernières années, de grandes performances, concernant l’imagerie haute
résolution ont été atteintes dans le domaine des atomes froids, permettant notam-
ment l’observation in situ de la densité d’un nuage d’atomes avec une résolution
allant de quelques µm à quelques centaines de nm [80–83], et même de résoudre
l’atome unique [30, 84–86]. Ces performances sont atteintes grâce à l’alliance de
dispositifs optiques de grande ouverture numérique et d’algorithmes de déconvo-
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lution. Dans notre cas, la géométrie du dispositif expérimental nous empêche a
priori d’atteindre de telles performances du fait de l’impossibilité d’approcher un
objectif de microscope suffisamment près du centre de la chambre d’expérience.
Nous avons donc imaginé un protocole alternatif qui repose sur le travail théo-
rique de notre équipe sur les manipulations dans l’espace des phases [57] ainsi
que sur les caractéristiques spécifiques du problème du double puits dynamique :
un microscope par rotation dans l’espace des phases.

(a) : A et B localisés sur chaque pente du potentiel.

t = 0− A B

P

XA B

(c) : Évolution libre dans le puit pendant
1/4 de période d’oscillation

t = T
4

AB
pmax

P

X

A

B

(b) : Décalage du potentiel de ϕ : B → fond du puit
A → pente.

t = 0+

ϕ
A

B

P

XA B

(d) : Coupure du potentiel puis imagerie par
absorption après un temps de vol

t = T
4 + tTOF

AB
pmax

AB
pmax

Figure II.2 – Représentation schématique des étapes du protocole de microscopie
par rotation dans l’espace des phases. Nous représentons ici l’évolution des paquets
d’ondes A et B dans un potentiel harmonique ainsi que l’espace des phases corres-
pondant à chaque étape : (a) : A et B sont localisés sur chaque pente du potentiel
harmonique, à vitesse nulle. Le cercle rouge dans l’espace des phases schématise
la trajectoire iso-énergétique attendue dans cette situation (b) : Déplacement du
potentiel harmonique de ϕ : B se retrouve au fond du puits harmonique, à vitesse
nulle. A, quant à lui, reste sur la pente. (c) : A et B évoluent dans ce potentiel
pendant 1/4 de la période associée au piège harmonique. A se retrouve au fond
du puits avec une vitesse maximale tandis que B reste au fond du puits à vitesse
nulle. (d) : Coupure du confinement harmonique et chute libre de A et B (temps
de vol). A ayant une vitesse non nulle, les deux paquets se séparent durant leur
chute.

Le principe de ce protocole est schématisé figure II.2 : considérons pour le
moment un simple puits harmonique et deux paquets d’ondes A et B localisés
respectivement sur les pentes gauche et droite du potentiel, à vitesse nulle (figure
II.2.a). Nous déplaçons alors brusquement le potentiel harmonique d’une quantité
ϕ de sorte à ce que le paquet d’ondes B se retrouve au fond du puits à vitesse
nulle. Le paquet d’ondes A, lui, se retrouve à une énergie potentielle plus impor-
tante mais toujours à vitesse nulle si le décalage est opéré plus rapidement que
le temps caractéristique d’oscillation dans le potentiel harmonique (figure II.2.b).
Nous laissons ensuite A et B évoluer librement dans le potentiel décalé : B reste
immobile tandis que A oscille (figure II.2.c). Après un temps d’évolution t = T/4,
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les deux paquets d’ondes sont superposés au fond du puits mais ont des vitesses
différentes : B a toujours une vitesse nulle et A a converti toute son énergie po-
tentielle en énergie cinétique, acquérant ainsi sa vitesse maximale. L’espace des
phases à cette étape correspond alors à l’espace des phases initial ayant subi une
rotation de π/2 et une translation de ϕ. Nous avons donc transposé le problème
de l’espace réel vers l’espace des impulsions, qui lui est accessible via une imagerie
après temps de vol. La dernière étape de ce protocole consiste donc à couper le
confinement et à imager les atomes par absorption après un temps de vol suffisant
pour séparer les paquets d’ondes A et B (voir figure II.2.d).

Des simulations numériques, réalisées par G. Lemarié [47], ont montré que
ce protocole était efficace pour distinguer des nuages atomiques piégés sur les
deux îlots de stabilité présents dans l’expérience du double puits dynamique. En
faisant varier l’angle de déphasage ϕ, nous obtenons la distribution en impulsion
pour l’un ou l’autre des paquets d’ondes. Cette distribution en impulsion est très
proche de leur distribution en position initiale, ce qui en fait un protocole efficace
pour étudier les deux îlots de stabilité séparés de quelques centaines de nano-
mètres. C’est de plus un protocole simple à implémenter qui requiert uniquement
de pouvoir décaler brusquement le réseau et une bonne connaissance de la période
d’oscillation T .

Nous présenterons dans ce chapitre quelques points théoriques sur la descrip-
tion d’une particule dans un potentiel périodique. Nous présenterons ensuite le
dispositif expérimental mis en place pour créer le réseau avec tous les degrés de
liberté nécessaires.
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II.1 Particule quantique dans un potentiel
périodique : quelques rappels théoriques

Dans cette section, nous nous intéressons à la description théorique d’une par-
ticule quantique dans un potentiel périodique [87–91]. Nous verrons notamment
comment le théorème de Bloch nous permet de calculer les niveaux d’énergies
accessibles et nous détaillerons deux bases de fonctions utiles pour décrire un
paquet d’ondes évoluant dans ce réseau : la base d’ondes de Bloch construite une
superposition d’ondes planes et la base des fonctions de Wannier qui permet une
description plus intuitive en terme de fonctions localisées dans chaque puits du
réseau.

II.1.a Structure de bande

d

V
0

Figure II.3 – Potentiel
périodique de profondeur V0

et de période d.

Considérons un potentiel périodique à une di-
mension V (x) de la forme

V (x) = −V0 cos2
(
πx

d

)
, (II.2)

avec V0 sa profondeur et d sa période spatiale,
tel que représenté sur la figure II.3. Nous pouvons
alors introduire une vitesse vL = h/md et une éner-
gie EL = mv2

L/2 = ~2k2
L/2m caractéristiques du ré-

seau 1. La profondeur du potentiel sera par la suite
exprimée en unité de EL : s = V0/EL.

Théorème de Bloch

La description d’une particule quantique au sein d’un tel potentiel passe par
la résolution de l’équation de Schrödinger à une dimension :

Hψ =
(
p2

2m − V0 cos2
(
πx

d

))
ψ = Eψ. (II.3)

Félix Bloch a proposé en 1928 [92], pour ce type de problème, une méthode
de résolution basée sur l’exploitation de la propriété de périodicité du potentiel
V (x). Cette symétrie discrète impose aux fonctions propres du hamiltonien H de
s’écrire sous la forme d’une onde de Bloch :

ψn,k(x) = eikxun,k(x), avec un,k(x+ d) = un,k(x). (II.4)

La constante k introduite est homogène à un vecteur d’onde et la fonction un,k

1. Il est important de préciser que l’énergie caractéristique du réseau est parfois définie par
ER = ~2k2

R/2m, avec kR = π/d. On a alors EL = 4ER, ER correspondant à l’énergie de recul
transférée à un atome lors de l’absorption d’un photon de vecteur d’onde kR.
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rend compte de la symétrie imposée par le potentiel. Notons que si nous dé-
veloppons la fonction un,k(x) en série de Fourier, et que nous introduisons ce
développement dans (II.4), nous avons :

ψn,k(x) =
∑

`∈Z
vk,`ei(k+`kL)x. (II.5)

La relation (II.5) montre qu’une onde de Bloch est un peigne d’ondes planes
de moments p` = k + `kL, avec ` un entier. Cette relation met également en
lumière l’invariance des ondes de Bloch par la translation k → k+ kL ; nous pou-
vons donc nous limiter à un intervalle de largeur kL = 2π/d, correspondant à la
largeur du réseau réciproque. Par convention, l’intervalle choisi est la première
zone de Brillouin : k ∈ [−kL/2, kL/2]

En injectant (II.4) dans l’équation de Schrödinger (II.3), nous obtenons une
équation portant uniquement sur la partie périodique un,k(x) :

Hkun,k(x) = En(k)un,k(x), où Hk = (p+ ~k)2

2m − V0 cos2
(
πx

d

)
. (II.6)

Du fait de sa périodicité, nous pouvons également décomposer en série de Fou-
rier le potentiel V (x). Dans le cas d’un potentiel sinusoïdal, cette décomposition
est très simple et s’exprime :

V (x) = −V0

2 − V0
eikLx + e−ikLx

4 . (II.7)

Le premier terme V0/2 entraine uniquement un décalage global des énergies que
nous intègrerons directement dans notre définition de l’énergie par la suite. En
remplaçant ψn,k(x) et V (x) par leur expression dans l’espace réciproque, nous
nous ramenons à un système d’équations dites équations centrales portant sur
les coefficients de Fourier vk,l associés à la partie périodique un,k de la fonction
d’onde : (

k

kR
+ `

)2

vk,` −
V0

4EL
(vk,`−1 + vk,`+1) = En(k)

EL
vk,l. (II.8)

Ce système d’équations peut se résoudre sous forme matricielle pour un couple
(k/kL, V0/EL) donné. Les solutions obtenues sont rangées par énergies croissantes
à l’aide de l’indice entier n. Nous obtenons alors les bandes d’énergie autorisées
En(k) qui sont représentées figure II.4 pour une profondeur de réseau V0 = 2EL.

Dans le cadre de l’étude du double puits dynamique et de l’effet tunnel assisté
par le chaos, nous avons besoin d’aller vers des profondeurs de réseau relativement
importantes (typiquement V0 ∼ 10EL). Nous verrons dans la section II.1.c le
formalisme et les approximations appropriées dans ce régime. Néanmoins, il est
instructif de se pencher sur le cas des réseaux de faible profondeur car l’approche
perturbative de ce système permet une description intuitive des deux premières
bandes d’énergie permises.
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Figure II.4 – Structure de bande
dans la 1ère zone de Brillouin
pour V0 = 2EL. Les éner-
gies En(k) déterminent les bandes
d’énergie autorisées et les éner-
gies interdites que l’on appelle les

gaps.

Cas du potentiel nul

Dans le cas du potentiel nul, les solutions de l’équation de Schrödinger sont
les ondes planes. Nous pouvons écrire une onde plane de vecteur d’onde q sous
forme d’une onde de Bloch en considérant l’entier `0 le plus proche de q/kL, ce qui
donne q = `0kL+k, avec k dans la première zone de Brillouin. Tous les coefficients
de Fourier vk,` sont alors nuls excepté celui pour lequel ` = `0 :

ψn,k(x) = ei(k+`0kL)x. (II.9)

L’énergie associée à cette onde plane est :

E(q) = ~2q2

2m . (II.10)

En repliant le spectre d’énergie dans la première zone de Brillouin afin de faire
le parallèle avec la description que nous avons donnée plus tôt, nous obtenons un
diagramme de bande sans gap représenté sur la figure II.5.
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Figure II.5 – Représentation en
structure de bande dans la 1ère

zone de Brillouin de l’énergie
d’une onde plane en espace libre

E = ~2k2

2m .
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Cas des réseaux de faible profondeur

Revenons maintenant à un potentiel non nul, de profondeur faible, telle que
V0 ≤ EL/4. Nous pouvons adopter une approche perturbative :

H = H0 +Hpert avec Hpert = −V0

4
(
eikLx + e−ikLx

)
. (II.11)

Les états propres de H0 correspondent aux ondes planes décrites plus haut
(II.9). Nous voyons alors que l’effet du réseau est de coupler l’onde plane de
moment q à celles de moment q ± kL.

De la même façon que précédemment, une équation centrale est associée à
chacun de ces coefficients et nous avons donc un système de trois équations cou-
plées :

(
k

kL

)2

vk,0 −
s

4 (vk,−1 + vk,+1) = En(k)
EL

vk,0 (II.12a)
(
k

kL
+ 1

)2

vk,+1 −
s

4 (vk,0 + vk,+2) = En(k)
EL

vk,+1 (II.12b)
(
k

kL
− 1

)2

vk,−1 −
s

4 (vk,−2 + vk,0) = En(k)
EL

vk,−1. (II.12c)

Comme nous l’avons vu un peu plus tôt, nous nous plaçons dans la limite V0 →
0 et nous cherchons à priori les solutions telles que vk, 6̀=0 → 0, car les solutions
du hamiltonien non perturbé sont supposées peu modifiées par la présence du
réseau. Dans ce cas, nous pouvons exprimer les coefficients vk,±1 des équations
(II.12b) et (II.12c) à l’ordre 1 en V0 en négligeant les termes en vk,±2. Nous
remplaçons également, dans l’expression des vk,±1, l’énergie En(k) par l’énergie
associée à l’onde plane initiale non perturbée. En faisant ces approximations et
en remplaçant vk,±1 par leur expression en fonction de vk,0 dans (II.12a), nous
déduisons le décalage en énergie dû à la présence du réseau dans la théorie des
perturbations :

En(k)
EL

=
(
k

kL

)2

− s2

16
∑

ε={−1,+1}

1
(
k
kL

+ ε
)2 −

(
k
kL

)2 . (II.13)

L’expression (II.13) montre directement que l’hypothèse vk, 6̀=0 →
V0→0

0 n’est
plus valable dans le cas où l’énergie associée à l’onde plane de vecteur d’onde
k ± kL est de l’ordre de l’énergie associée à l’onde plane de vecteur d’onde k.
Cela ne se produit que lorsque k ∼ ±kL/2, c’est-à-dire lorsque k se trouve sur les
bords de la première zone de Brillouin.
Considérons le cas k = kL/2 ; il faut alors isoler le terme vk,`−1. En faisant le même
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type de développement que précédemment, nous obtenons une autre expression
pour le décalage en énergie :

En,k
EL

vk,0 =
(
k

kL

)2

vk,0 −
s

4vk,−1 avec k = kL
2 . (II.14)

En diagonalisant le hamiltonien dans la base des deux états (vk,0, vk,−1), nous
obtenons l’expression des énergies au bord de la première zone de Brillouin pour
les deux premières bandes d’énergie :

E0(kL/2) = EL
4 −

V0

4 (II.15a)

E1(kL/2) = EL
4 + V0

4 . (II.15b)

Un raisonnement identique en considérant k = −kL/2 et en isolant le terme vk,+1
conduit au même résultat.

Nous voyons ainsi que l’effet du potentiel périodique est d’ouvrir une bande
interdite de largeur V0/2.

II.1.b Notion de masse effective
Nous avons décrit les niveaux d’énergie accessibles dans le potentiel pério-

dique, c’est-à-dire que nous avons maintenant accès à la relation de dispersion
E(k). Cette relation de dispersion va nous permettre, dans cette section, de dé-
finir deux quantités importantes : la vitesse de groupe et la masse effective. Une
description détaillée de ces deux quantitées est donnée dans [91]. Considérons un
paquet d’onde se propageant dans le réseau et ayant une distribution en moment
f(k), centrée autour de k0 et étroite devant la largeur kL de la première zone
de Brillouin. La fonction d’onde initiale sera alors en première approximation
ψn,k(x, t = 0) ∼ f(k)un,k0(x)eik0x. La fonction d’onde à un instant t est ensuite
déterminée à l’aide de l’opérateur d’évolution :

ψ(x, t) =
∫
f(k)un,k0(x)eik0xe−iE(k)t/~dk. (II.16)

Dans ce cas, nous pouvons faire une extension de Taylor à l’ordre 2 pour l’énergie :

E(k) = E(k0) + (k − k0)~vg(k0) + (k − k0)2

2
~2

meff (k0) , (II.17)

où nous avons introduit deux grandeurs importantes :

la vitesse de groupe : vg(k0) = 1
~
∂E

∂k

∣∣∣∣∣
k0

, (II.18a)

et la masse effective : meff (k0) = ~2
(
∂2E

∂k2

∣∣∣∣∣
k0

)−1

. (II.18b)
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En remplaçant la relation de dispersion par son développement (II.17) dans
l’opérateur d’évolution, ces deux grandeurs prennent tout leur sens. En effet, la
vitesse de groupe vg(k0) peut bel et bien être interprétée comme la vitesse de
propagation du centre de masse de l’onde de Bloch. Elle est également directe-
ment proportionnelle à la pente du diagramme de bande En(k). La masse effective
meff , elle, traduit une phase quadratique. Elle est donc liée à l’étalement du pa-
quet d’onde au cours de sa propagation, de la même façon qu’un paquet d’onde
s’étale dans l’espace libre sous l’effet de la relation de dispersion E(k) = ~2k2/2m.
Cette analogie est d’autant plus adaptée dans les cas où k0 = 0 et k0 = kL/2 car
la vitesse de groupe s’annule en ces points (voir figure II.4). L’énergie associée au
paquet d’onde se résume alors à E(k) = cste + ~2k2/2meff ; le paquet d’ondes
s’étale donc sous l’effet d’une relation de dispersion identique à (II.10) mais mo-
difiée par la masse effective 2.
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Figure II.6 – Évolution du rapport meff/m en fonction de la profondeur nor-
malisée s du réseau. Ici, la masse effective est calculée pour k0 = 0 sans tenir
compte des interaction ni d’un éventuel potentiel externe.

Ce n’est néanmoins pas le seul effet de la renormalisation de la masse. En effet,
S. Burger et al. ont étudié dans [94] l’effet de la présence d’un potentiel périodique
sur le mouvement oscillatoire d’un condensat de Bose-Einstein dans un potentiel
harmonique externe de fréquence ωext. Leur expérience consiste à déplacer macro-
scopiquement le minimum du potentiel harmonique. Le déplacement peut aller
jusqu’à 300µm, c’est à dire 6 fois la taille initiale du condensat de Bose-Einstein.
Dans le régime étudié, le pas du réseau est très inférieur à la longueur harmonique
du potentiel externe, leur permettant ainsi d’étudier la réponse macroscopique du
système en remplaçant le formalisme discret que nous avons utilisé jusqu’à pré-
sent par un formalisme continu. Ils ont notamment obtenu le résultat intéressant
que la fréquence d’oscillation dans ce piège est renormalisé par la présence du ré-
seau. En appliquant un modèle hydrodynamique à ce système, M. Kramer et al.
ont montré que le paramètre de renormalisation est directement relié à la masse
effective [95] : ωext →

√
m

meff
ωext. La figure II.6, qui représente le rapport meff/m

2. Pour une profondeur donnée, la masse effective peut prendre des valeurs positives, né-
gatives ou nulle, c’est à dire que l’étalement du paquet peut être normal, anormal ou encore
solitonique [93].



52 Chapitre II. Mise en place d’un réseau optique

en fonction de s, montre que l’influence du réseau sera d’autant plus importante
que sa profondeur est grande ; le mouvement macroscopique du paquet d’onde est
donc d’autant plus entravé par la présence du réseau que celui-ci est profond.

La masse effective est donc une grandeur cruciale dans l’étude du mouvement
d’un paquet d’onde au sein d’un potentiel périodique.

II.1.c Description par les fonctions de Wannier
La base des fonctions de Wannier

Comme nous l’avons vu précédemment, à mesure que la profondeur du réseau
augmente, le mouvement d’un paquet d’ondes est de plus en plus perturbé par le
confinement créé par le potentiel périodique. Si le réseau est suffisamment pro-
fond, nous pouvons considérer que le paquet d’ondes initial est séparé en plusieurs
paquets d’ondes localisés à chaque minimum du potentiel que l’on appellera sites
du réseau par la suite. Nous pouvons alors adopter une approche plus intuitive
en utilisant la base des fonctions de Wannier [96]. Pour la nème bande d’énergie,
la fonction de Wannier wn,m(x) décrit un paquet d’ondes localisé dans le mème

site du réseau et s’exprime comme une superposition d’ondes de Bloch :

wn,m(x) =
√
d

2π

∫
e−imdψn,k(x)dk. (II.19)

L’expression (II.19) entraîne directement

wn,m(x) = wn,0(x−md). (II.20)

Toutes les fonctions de Wannier se déduisent donc par une translation de la
fonction de Wannier localisée sur le site m = 0. Par la suite, nous utiliserons cette
propriété et, afin d’éviter des notations trop lourdes, nous noterons wn,0(x) =
wn(x).

Ici encore, c’est la description de la fonction d’onde dans l’espace de Fourier
qui donne l’interprétation la plus intuitive des fonctions de Wannier. En effet, si
nous exprimons l’onde de Bloch ψn,k(x) en fonction de la transformée de Fourier
w̃n(k) de la fonction de Wannier wn(x), nous obtenons l’expression :

ψn,k(x) = 1√
d

∑

m∈Z
w̃n(k +mkL)ei(k+mkL)x. (II.21)

Nous retrouvons ici que l’onde de Bloch est une superposition d’ondes planes
de vecteur d’onde k + mkL. Le poids de chacune de ces composantes est donné
par la transformée de Fourier de la fonction de Wannier correspondante.

Utilisons à présent cette nouvelle base de fonctions pour exprimer le hamil-
tionien Ĥ. Pour cela, définissons b̂n,m et b̂†n,m, respectivement les opérateurs de
destruction et de création d’une particule dans la fonction de Wannier wn,m. Le
hamiltonien s’écrit alors :
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Ĥ =
∑

n

∑

m,m′
Jn(m−m′)b̂†n,mb̂n,m′ , (II.22)

avec
Jn(m) =

∫
wn(x−md)

(
p̂2

2m + V (x̂)
)
wn(x)dx. (II.23)

Ce hamiltonien décrit donc le saut d’une particule, depuis le site m jusqu’au
site m′ avec une amplitude de probabilité Jn(m−m′).

Régime des liaisons fortes

Considérons à présent un réseau très profond (V0 � EL), encore appelé régime
des liaisons fortes. À ces profondeurs, les fonctions de Wanniers deviennent de
plus en plus localisées sur chaque site. Le terme de couplage Jn(m−m′) s’annule
donc de plus en plus rapidement avec la distance (m −m′) entre les deux sites
considérés. Dans la limite des liaisons fortes, on pourra considérer uniquement le
terme de saut entre deux sites voisins Jn(1) que nous noterons Jn par la suite.
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Figure II.7 – Structure de bande dans la 1ère zone de Brillouin pour s = 9.

De plus, comme le montre la figure II.7, les bandes d’énergie permises de-
viennent de plus en plus étroites, rappelant les niveaux d’énergie discrets d’un
puits harmonique si nous nous plaçons dans l’approximation E � V0. Nous ten-
dons donc vers une description atomistique très intuitive d’un réseau de puits
harmoniques couplés deux à deux par effet tunnel. Le potentiel périodique au
voisinage du minimum de chaque puits peut être approximé par le développe-
ment limité de V (x) :

V (x) ∼ −V0 + V0π
2

d2 x2. (II.24)

Nous en déduisons donc la pulsation harmonique ωharm de chaque puits :

ωharm =
√

2π2V0

md2 . (II.25)
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Dans ce régime, nous approximons également la fonction de Wannier localisée
dans le puits à une fonction gaussienne [88]. L’extension de la fonction d’onde,
dans l’état fondamental, sera alors de l’ordre de la longueur harmonique a0 =√
~/mωharm.
Cette description intuitive est appropriée si le réseau est suffisamment profond

pour que le régime des liaisons fortes soit pertinent mais que le couplage tunnel J0
ne soit pas encore totalement éteint. En effet, si nous chargeons un condensat de
Bose-Einstein dans le réseau et que le couplage tunnel est suffisamment important,
la cohérence entre les paquets d’ondes sera maintenue. Si J0 devient trop faible, il
faut prendre en compte la différence de potentiel chimique des condensats piégés
dans chacun des puits pour décrire séparément leur évolution. Nous supposerons
dans la suite que nous ne sommes pas dans ce cas de figure et que chaque puits
est équivalent.

La forme de la bande fondamentale E(k) dans l’espace des quasi-impulsions
k peut alors être directement reliée au taux tunnel J0 par la relation :

E(k) = −2J0 cos (kd) . (II.26)

Revenons à présent au problème du double puits dynamique. Rappelons que
nous cherchons à peupler l’un des îlots de stabilité afin d’étudier le transport
entre ces deux îlots. Pour cela, l’extension spatiale de la fonction d’onde que
nous considérons doit être bien inférieur au pas du réseau. Cela correspond bien
au régime des liaisons fortes décrit dans cette section. En effet, le rapport a0/d
s’exprime de la façon suivante :

a0

d
= 1√

2π2
s−1/4. (II.27)

Il faut donc augmenter la profondeur du réseau afin de diminuer la taille de la
fonction d’onde. Pour avoir a0/d < 0.13, il faut s > 10. Ceci constitue donc
une contrainte importante sur la profondeur du potentiel que nous devons être
capable de réaliser. Connaissant le paramètre γ, cela fixe également un ordre de
grandeur de la fréquence de modulation d’amplitude du potentiel périodique :
ωm ∼ 2π × 50kHz.

Nous avons à présent tous les ingrédients théoriques nécessaires pour concevoir
et réaliser expérimentalement le potentiel périodique adapté à l’expérience du
double puits dynamique.

II.2 Réalisation expérimentale d’un réseau op-
tique

L’utilisation d’un réseau optique pour créer un potentiel périodique est lar-
gement répandue dans le domaine des atomes froids. Nous verrons dans cette
section comment l’interaction dipolaire et l’interférence entre deux faisceaux de
même longueur d’onde λ nous permettent de créer un potentiel périodique et
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comment celui-ci est réalisé expérimentalement. Nous détaillerons notamment
comment nous contrôlons les degrés de liberté nécessaires à la réalisation de l’ex-
périence du double puits dynamique.

II.2.a Création du potentiel périodique
Notre réseau optique résulte de l’interférence de deux faisceaux lasers contra-

propageants de même longueur d’onde λ = 1064nm et de même puissance P0.
L’intensité lumineuse au niveau des atomes s’écrit :

I(x) = 4I0 cos2
(2πx
λ

+ ∆θ
)
, (II.28)

où I0 = 2P0/πw
2
0, avec P0 la puissance et w0 le waist des deux faisceaux contra-

propageants. Dans notre cas, w0 = 150µm; ∆θ est ici la phase relative entre les
deux ondes planes qui interfèrent.

Comme nous l’avons vu dans le chapitre I, le couplage dipolaire entre l’in-
tensité lumineuse et le dipôle atomique nous permet de définir un coefficient de
proportionnalité χ entre l’intensité et le potentiel vu par les atomes (équation
(I.27)). Le potentiel ainsi créé s’écrit :

V (x) = −V0 cos2
(2πx
λ

+ ∆θ
)
, avec V0 = −4χI0. (II.29)

La période spatiale du réseau est alors d = λ/2 et sa profondeur est directement
contrôlable via l’intensité des faisceaux laser. Le contrôle de ∆θ nous permet de
plus de déplacer spatialement le réseau.

λ λ, ∆θ

V (x)d

Figure II.8 – Potentiel périodique créé par l’interférence entre deux faisceaux
contra-propageants de longueur d’onde λ.

Le potentiel V (x) décrit par l’equation (II.29) correspond à un réseau op-
tique infini. Néanmoins, expérimentalement, l’extension longitudinale du réseau
est limitée par la divergence gaussienne des faisceaux. On pourra typiquement
considérer que le réseau est uniforme à l’échelle de la longueur de Rayleigh
zR = πw2

0/λ ∼ 6 cm pour notre expérience. La taille de notre condensat étant
typiquement de 20µm, notre réseau peut être considéré comme infini.

Dans la suite de cette section, nous décrivons le dispositif expérimental mis
en place pour réaliser notre réseau optique.

II.2.b Dispositif expérimental
Le dispositif expérimental est représenté Figure II.9. Nous présentons d’abord

une vue d’ensemble du montage optique réalisé, puis nous nous intéressons au
contrôle électronique de la puissance I0 et de la phase relative ∆θ.
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Figure II.9 – Montage optique réalisé pour créer le réseau optique. En bas : la
création et la mise en forme des faisceaux. En haut : l’acheminement des deux
faisceaux contrapropageants jusqu’au centre de la cellule en verre où est produit
le condensat de Bose-Einstein.
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Vue d’ensemble du dispositif

Le laser utilisé provient de la société IPG Photonics 3. C’est un laser fibré, de
puissance maximum 15W, polarisé linéairement et de largeur spectrale ∼ 100kHz.
Afin de prévenir d’éventuels dégâts provoqués par une rétro-réflexion, la sortie de
fibre du laser est directement suivie d’un isolateur de Faraday.
Le faisceau passe ensuite à travers un modulateur acousto-optique (AOM A 4)
nous permettant un contrôle de sa puissance, avant d’être séparé en deux bras
par un cube polariseur. La lame demi-onde avant le cube est réglée de manière à
avoir la même puissance dans chaque bras au niveau de leur entrée dans la cellule
en verre. Nous verrons dans le paragraphe suivant comment le contrôle de l’AOM
A nous permet à la fois de choisir la profondeur du réseau et de moduler cette
profondeur dans l’optique de l’expérience du double puits dynamique.
Chacun des bras du réseau passe ensuite au travers d’un autre modulateur acousto-
optique (AOM B1 et B2 5) ce qui nous permet un contrôle de la phase relative
entre les deux faisceaux.
Enfin, les bras 1 et 2 sont mis en forme à l’aide d’un télescope de grandissement
G = −4 et focalisés au centre de la cellule avec un waist w0 = 150µm. Leur
polarisation est ajustée par un cube polariseur juste avant la cellule en verre afin
qu’ils puissent interférer et ainsi créer le potentiel périodique.
L’alignement du réseau est crucial afin de bien contrôler la profondeur du poten-
tiel périodique. Il faut que les deux faisceaux contrapropageants soient superposés
et que leurs positions coincïdent avec la position du condensat de Bose-Einstein.
Pour augmenter notre précision lors du réglage, nous avons donc installé une lame
de verre épaisse sur chacun des bras. Ces lames de verre sont montées sur une
monture de miroir ; en changeant l’inclinaison de celle-ci, nous déplaçons la po-
sition du faisceau laser avec une précision de 40µm/tour de vis. Une description
détaillée du gain en précision grâce à cette méthode est donnée dans la thèse de
C. M. Fabre [60].

À l’aide de ce dispositif, nous créons un réseau dont la profondeur peut aller
jusqu’à s = 56. Nous verrons dans le prochain chapitre différentes méthodes de
calibration de cette profondeur dont une nouvelle méthode développée dans notre
équipe.

Contrôle de la puissance

La puissance globale du faisceau laser est contrôlée par l’AOM A. Le dispositif
électronique qui génère le signal radio-fréquence alimentant le cristal de silice est
représenté figure II.10. Un signal radio fréquence à 80MHz est produit par un
oscillateur contrôlé en tension 6. L’amplitude de ce signal est ensuite contrôlée
analogiquement par le programme LabView de l’expérience via un atténuateur 7.

3. Y LR− 15− 1064− LP − SF .
4. MQ80−A0.3− L1064Z20−WLg de AA Optoeletronics.
5. M200−A0.5− L1064− 2001/320507 de AA Optoeletronics.
6. Mini circuit POS3.
7. Mini circuit PAS1.
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TTL
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TTL

Amplificateur
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Figure II.10 – Dispositif de contrôle électronique del’AOM A. L’Oscillateur
Contrôlé en Tension (OCT) génère un signal à 80 MHz qui est ensuite multiplié
par un signal modulant généré par un Générateur de Basse Fréquence (GBF).

La réponse de l’atténuateur est trop lente pour pouvoir moduler l’amplitude du si-
gnal radio-fréquence et/ou pour générer un pulse d’une durée inférieure à quelques
centaines de microsecondes ; l’onde radio-fréquence est donc multipliée au signal
délivré par un générateur basse fréquence qui nous servira à moduler ou à pulser
le signal électronique, et donc le réseau optique. En revanche, c’est le contrôle
analogique de l’atténuateur qui nous permet d’augmenter adiabatiquement la
profondeur du réseau. Un interrupteur 8 est présent afin de pouvoir rapidement
couper le signal radio fréquence qui alimente l’AOM A. Enfin, le signal radiofré-
quence est amplifié avant d’être acheminé jusque l’AOM.
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Sur la figure II.11, nous voyons que la réponse optique de l’AOM A en fonction

8. Mini circuit ZSDR− 230+.
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de la tension continue délivrée par le GBF est non linéaire. Pour que la modulation
de l’amplitude du signal radio-fréquence soit propre, nous devrons donc nous
limiter à la plage [80 mV,220 mV] dans laquelle la réponse de l’AOM est linéaire.
Par la suite, nous choisissons une valeur centrale VGBF = 160 mV. La réponse
fréquentielle de l’AOM A est également importante. Nous voyons sur la figure
II.12 que l’AOM agit comme un filtre passe bas avec une fréquence de coupure
de 16 kHz. Or, pour l’expérience du double puits dynamique, les fréquences de
modulation dont nous avons besoin afin de façonner l’espace des phases sont
assez importantes (de l’ordre 50 kHz). Il faudra donc adapter l’amplitude du
signal modulant pour compenser l’atténuation due à l’AOM A.
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Figure II.13 – Dispositif de contrôle électronique des AOMs B1 et B2. Les si-
gnaux radio-fréquences sont générés par des GBFs suivis d’un doubleur de fré-
quence. L’AOM B1 est choisi comme référence. Les GBFs alimentant l’AOM B2
sont donc synchronisés sur l’horloge de l’AOM B1. Nous disposons pour l’AOM
B2 de 3 GBFs, chacun réglé sur la phase relative ∆θ désirée. Grâce à deux in-
terrupteurs contrôlés par le programme LabView de l’expérience, nous choisissons
quel signal est envoyé à l’AOM. Enfin, chacun des signaux radio fréquence est
amplifié par un amplificateur 1W et un amplificateur 2W.

Un des éléments clés dans l’expérience du double puits dynamique est d’avoir
la possibilité de distinguer deux paquets d’ondes localisés sur les bords de chaque
puits du potentiel périodique. Pour cela, le protocole de rotation dans l’espace
des phases que nous proposons requiert une bonne maitrise de la phase relative
entre les deux bras du réseau. Nous ajoutons donc un AOM sur chacun des bras
1 et 2 (AOM B1 et AOM B2). Le dispositif électronique de contrôle de ces deux
AOMs est représenté figure II.13 9. Ce dispositif nous permet de déplacer le réseau
de quelques centaines de nanomètres en quelques nanosecondes. Cette échelle
de temps étant bien plus rapide que toutes les autres durées caractéristiques
du système, nous pouvons considérer le déplacement comme instantané. Nous

9. Doubleur de fréquence : FD2+. Interrupteurs : ZSDR− 230+.
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estimons que nous avons une précision de ±4◦ sur la différence de phase que nous
fixons. Nous verrons dans le chapitre suivant comment cette dernière est évaluée.

Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons donné tous les ingrédients théoriques nécessaires

à l’étude de la dynamique d’un condensat de Bose-Einstein dans un potentiel
périodique. Nous avons vu que la masse effective et le taux tunnel entre deux puits
adjacents sont des éléments cruciaux que nous avons vu émerger naturellement
dans deux régimes très différents : le régime de faible profondeur et le régime de
liaison forte. Bien que nous travaillons avec des profondeurs importantes pour
lesquelles la description adaptée est le régime de liaison forte, il sera intéressant
de garder ces deux grandeurs à l’esprit pour l’ interprétation des expériences que
nous présenterons dans les chapitres suivants.

Nous avons également présenté le dispositif expérimental créant le réseau op-
tique et les outils de contrôle mis en place. Nous avons veillé à ce que les para-
mètres requis par l’expérience du double puits dynamique soient accessibles et
bien maîtrisés. Il reste néanmoins une incertitude sur la profondeur du potentiel
effectivement vue par les atomes. Connaissant la puissance laser présente dans
chaque bras du réseau, nous pouvons calculer la profondeur attendue mais la pro-
fondeur effective dépendra des ajustements expérimentaux tels que l’alignement,
la perte de puissance lors de la traversée de la cellule en verre ou encore la diffé-
rence de waist entre les deux faisceaux. Afin de lever cette incertitude, nous nous
sommes intéressé à différentes méthodes de calibration in-situ de la profondeur.
Nous verrons dans le chapitre suivant une nouvelle méthode de calibration que
nous avons pu mettre en œuvre grâce au contrôle du déphasage ∆θ entre chaque
bras du réseau et nous la comparerons avec deux autres méthodes.







CHAPITRE III

Étude de trois méthodes de
calibration d’un réseau optique
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Introduction
Dans ce chapitre, nous discutons et comparons trois méthodes de calibration

de la profondeur d’un réseau optique. Nous faisons le choix de nous intéresser à
la calibration car la connaissance précise de la profondeur V0 est essentielle dans
l’ensemble des expériences de simulation quantique que nous planifions de faire.
Dans notre cas, nous voulons modeler l’espace des phases du système mixte du
double puits dynamique ; cela passe par le choix du paramètre γ ∝ V0. Nous
souhaitons de plus mettre en œuvre le microscope par rotation dans l’espace des
phases. Celui-ci requiert une bonne connaissance de la période d’oscillation d’un
paquet d’atomes au sein de chaque puits du potentiel périodique, ce qui nécessite
également une bonne connaissance de V0.

La première méthode que nous présentons dans la première section de ce
chapitre est la méthode de diffraction de Kapitza-Dirac d’un condensat sur le
potentiel périodique [97]. Cette technique est très largement utilisée dans le do-
maine des atomes froids et a déjà prouvé son efficacité. Nous décrirons le principe
de la méthode ainsi que son utilisation dans l’approximation de Raman-Nath, qui
correspond à la limite des temps d’interaction courts, et dans le cas plus général
des temps longs où l’énergie cinétique des atomes doit être prise en compte.

Dans la seconde section, nous décrivons une méthode, basée sur l’interférence
d’une chaine de condensats pendant le temps de vol qui précède l’imagerie par ab-
sorption. Elle consiste, comme nous le verrons, à exploiter l’évolution du nombre
d’atomes dans les ordres d’interférence ±1 en fonction de la profondeur du réseau
optique. L’approximation de chaque puits du réseau par un potentiel harmonique
permet d’aboutir à une expression analytique pour la profondeur normalisée s du
réseau. Il est possible de corriger cette expression dans le cas d’un réseau trop peu
profond pour lesquels l’approximation gaussienne n’est plus valable, grâce à un
traitement numérique de la fonction d’onde décrivant un paquet d’atomes localisé
à un minimum du potentiel périodique ; traitement qui permet in fine d’aboutir
à une expression analytique corrigée pour exprimer la profondeur en fonction du
nombre d’atomes dans les ordres d’interférence ±1 [98,99].

Enfin, nous verrons une nouvelle méthode de calibration, développée par notre
équipe, qui repose sur l’étude du micro-mouvement des condensats au sein de
chaque puits du réseau optique [100]. L’étude du micro-mouvement émerge na-
turellement lors de la mise en œuvre du microscope par rotation dans l’espace
des phases mais est, au final, beaucoup plus riche que ce qu’un raisonnement naïf
peut laisser croire. Nous verrons notamment que la période de la micro-oscillation
de la chaine de condensats nous permet, via une comparaison entre expérience et
simulation, de remonter à la profondeur du réseau. De plus, cette calibration est
robuste vis-à-vis de l’amplitude des oscillations, des interactions ou encore de la
présence d’un potentiel extérieur qui s’ajoute au potentiel périodique.
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III.1 Calibration par diffraction Kapitza-Dirac
En 1933, Piotr Kapitza et Paul Dirac ont prédit la diffraction d’un faisceau

d’électrons par une onde lumineuse stationnaire [101]. Il faudra attendre 69 ans
pour que cet effet soit observé pour les électrons [102], mais la physique atomique
et la physique des atomes ultra-froids s’en sont, elles, emparées bien plus tôt. En
effet, P. L. Gould et al. ont montré dès 1983 la diffraction d’un faisceau d’atomes
de sodium [103, 104]. Par la suite, les avancées expérimentales sur la condensa-
tion de Bose-Einstein ont permis d’étudier plus avant ce phénomène [97] qui est
aujourd’hui très largement utilisé, notamment pour calibrer in situ la profondeur
du réseau optique.

La méthode de calibration par diffraction consiste à appliquer le réseau sur
le condensat pendant une durée τ et à observer l’impact de l’interaction entre
le réseau et le condensat de Bose-Einstein sur la distribution en impulsion de
ce dernier, grâce à une imagerie par temps de vol. En effet, par analogie avec
l’optique, une onde de matière cohérente comme le condensat de Bose-Einstein
subit, lors de son interaction avec un réseau de pas d, un phénomène de diffraction.
Toujours par analogie avec l’optique, nous nous attendons donc à voir des pics
de diffraction équidistants dans l’espace des impulsions, séparés de h/d = ~kL.
Pendant un temps de vol tTOF , ces différents ordres de diffractions vont se séparer,
révélant la figure de diffraction.

Dans cette partie, nous donnons quelques éléments théoriques de description
de la diffraction d’un condensat de Bose-Einstein par un réseau optique en dis-
tinguant deux régimes : le régime de Raman-Nath correspondant aux temps d’in-
teraction courts et le régime correspondant au temps d’interaction longs. Nous
présentons également nos résultats expérimentaux.

III.1.a Diffraction Raman-Nath
Nous nous plaçons donc pour commencer dans le régime des temps d’interac-

tion courts.

Développement théorique

Considérons un condensat de Bose-Einstein, décrit par sa fonction d’onde
ψ(x, t = 0). Afin de connaitre l’évolution de la fonction d’onde après l’interaction
avec le réseau pendant une durée τ , nous devons résoudre l’équation de Schrö-
dinger dépendante du temps :

i~
∂ψ(x, t)
∂t

= − ~2

2m
∂2ψ(x, t)
∂x2 − V (x, t)ψ(x, t), (III.1)

avec V (x, t) = V (x) = V0 cos2(πx/d) pendant toute la durée τ du pulse et
V (x, t) = 0 sinon. L’approximation de Raman-Nath, dont nous discuterons la
validité plus loin, consiste à négliger le terme d’énergie cinétique dans l’équation
(III.1). Grâce à cette approximation, l’opérateur d’évolution s’intègre aisément
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sur la durée du pulse. L’interaction avec le potentiel périodique s’exprime alors
comme une phase spatialement périodique. La fonction d’onde après le pulse
s’écrit :

ψ(x, τ) = e−iV (x)τ/~ψ(x, 0). (III.2)
L’opérateur d’évolution peut être développé sur les fonctions de Bessel. La

fonction d’onde après interaction avec le réseau s’écrit alors de la façon suivante :

ψ(x, τ) = e−iV0/2~
+∞∑

n=−∞
(−i)nJn

(
V0τ

2~

)
einkLxψ(x, 0). (III.3)

L’expression (III.3) montre que l’interaction avec le réseau projette effective-
ment la fonction d’onde sur une grille de pas ~kL dans l’espace des impulsions.
Chaque ordre de diffraction est repéré par l’indice n. Le point intéressant ici est
que la population dans l’ordre n est proportionnelle à |Jn(V0τ/2~)|2 et dépend
donc uniquement du produit V0τ . En analysant la population dans chaque ordre
de diffraction en fonction du temps d’interaction τ , nous pourrons déduire la
profondeur V0 et ainsi calibrer la profondeur du potentiel.

Pour réaliser cette analyse, nous faisons une imagerie après temps de vol.
Chaque composante de la fonction d’onde ayant une impulsion moyenne ~kn =
n~kL, elles se séparent durant le temps de vol d’une quantité égale à

∆x = ~kL
m

tTOF . (III.4)

En choisissant le temps de vol adéquat, les différentes composantes sont bien
séparées 1 et nous pouvons analyser l’évolution temporelle du nombre d’atomes
dans chacun des ordres de diffraction.

Résultats expérimentaux

Le protocole de l’expérience de diffraction que nous avons réalisé est schéma-
tisé figure III.1

 

 

Pr
of

on
de

ur
du

ré
se

au

temps

V0
τ

production du
condensat

pulse
du réseau

temps de vol

Figure III.1 – Protocole expérimental de l’expérience de diffraction.

Nous produisons un condensat quasi-pur dans le piège hybride puis nous ap-
pliquons le réseau sur le condensat pendant un temps τ (typiquement quelques

1. Nous utilisons typiquement un temps de vol de 25 ms ce qui entraine ∆x ∼ 200 µm
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Figure III.2 – Profil de diffraction en fonction de la durée du pulse τ pour une
puissance par faisceau de 2W.

microsecondes). Le condensat entre ensuite en chute libre pendant un temps tTOF ,
révélant dans l’espace des x sa distribution en impulsion. Nous faisons ensuite une
image par absorption de la figure de diffraction.

La figure III.2 montre un exemple de profil de diffraction en fonction de la
durée du pulse τ pour une puissance dans chaque bras du réseau de 2 W.

Le régime de Raman-Nath correspond aux temps d’interaction courts. Pour
déterminer la profondeur de notre potentiel périodique, nous nous limitons donc à
des temps d’interaction de quelques µs (ici τ ≤ 5µs ; dans la sous-section suivante,
nous discutons précisément du critère de validité de cette approximation). Pour
chaque profil de diffraction n, les données expérimentales sont ajustées par le
carré de la fonction de Bessel correspondante 2. Nous obtenons alors les résultats
présentés figure III.3. Nous obtenons ici une profondeur normalisée 3 s = 46.5 ±
2.5.

Validité de l’approximation de Raman-Nath

L’approximation Raman-Nath consiste à négliger le terme d’énergie cinétique
du hamiltonien ; elle est donc valable si le temps d’interaction τ est faible devant
la période d’oscillation du réseau. En effet, si τ � Tharm, nous pouvons considérer
que le condensat est immobile durant toute la durée de son interaction avec le
réseau. Comme nous l’avons vu dans le chapitre II.1.c, la pulsation harmonique
de chaque puits s’exprime :

ωharm = 2π
Tharm

=
√

2π2V0

md2 = EL
~
√
s. (III.5)

Dans le cas d’un réseau de profondeur s = 46.5, ce critère impose τ � 18µs.
Lorsque la durée de l’interaction avec le réseau se rapproche de cette limite, la po-
pulation dans les différents ordres de diffraction diffère notablement de l’évolution
prédite par l’approximation de Raman-Nath (voir figure III.4).

2. Nous traitons nos données sous MATLAB, le protocole de traitement est donné dans
l’annexe B.

3. Rappelons que s = V0/EL.
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Figure III.4 – Évolution de la population dans l’ordre 0 et dans les 6 ordres
de diffraction sur des temps longs. Les points bleus correspondent aux données
expérimentales et les courbes pointillées rouges sont les fonctions de Bessel cor-
respondantes (approximation de Raman-Nath).

Ce critère est d’autant plus contraignant que la profondeur du réseau est faible.
Nous voyons sur la figure III.5 le profil de diffraction obtenu pour un réseau de
profondeur s = 2.8. Sur ce profil nous voyons notamment, après un pulse de 60 µs,
l’annulation de tous les ordres de diffraction excepté l’ordre 0 (revival). Ce revival
n’est clairement pas prédit par l’approximation de Raman-Nath (voir figure III.6)
et montre la nécessité de faire un développement plus poussé pour cette gamme
de profondeurs. C’est ce que nous décrivons dans la section suivante.
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Figure III.5 – Profil de diffraction pour un réseau de profondeur ∼ 3EL.

III.1.b Au-delà de l’approximation Raman-Nath
Les résultats précédents montrent que l’approximation Raman-Nath ne per-

met pas une calibration précise de la profondeur du potentiel périodique lorsque
celle-ci est faible. Pour ces profondeurs, la dynamique d’évolution des popula-
tions de chaque ordre de diffraction est trop lente pour pouvoir se restreindre
à τ � Tharm, nous devons donc prendre en compte l’énergie cinétique dans le
hamiltonien. M. Horne et al. ont montré dans [105] que ce problème peut être
traité dans le formalisme de Mathieu [106]. Nous présentons ici les étapes clés du
développement théorique qui permet d’exprimer la population dans chaque ordre
de diffraction grâce aux fonctions de Mathieu.

Revenons à l’équation de Schrödinger dépendante du temps en présence du
potentiel périodique correspondant à notre expérience de diffraction :

i~
∂ψ(x, t)
∂t

= − ~2

2m
∂2ψ(x, t)
∂x2 − V0 cos2

(
πx

d

)
ψ(x, t). (III.6)

Nous cherchons une solution de la forme :

ψ(x, t) = Φ(x)e−iEt/~. (III.7)

En injectant (III.7) dans (III.6) et en faisant le changement de variable x̃ =
πx/d, l’équation peut se mettre sous la forme d’une équation de Mathieu :

d2Φ
dx̃2 + [a+ 2q cos(2x̃)]Φ = 0, (III.8)

où a = 4E/EL + 2s et q = s.
Émile Mathieu a introduit cette équation et en a proposé une méthode de

résolution en 1868, dans le cadre de son étude des modes de vibration de mem-
branes elliptiques [107]. Aujourd’hui, elle est utilisée dans de nombreux domaines
de la physique du fait de sa forme très générale. Les solutions de cette équation
sont les fonctions de Mathieu M(a, q, x̃).

Utilisons à présent la symétrie du potentiel afin d’ajouter quelques contraintes
sur ces fonctions de Mathieu. Tout d’abord, le théorème de Floquet stipule que les
solutions d’une équation du type (III.8) peuvent toujours s’écrire sous la forme :

M(a, q, x̃) = eirx̃f(a, q, x̃), (III.9)
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où r est appelé exposant caractéristique et où la fonction f(a, q, x̃) exhibe la même
périodicité que le réseau. Le théorème de Bloch impose de plus que l’exposant
caractéristique r soit un entier. Pour un couple de valeurs (q, r) donné, il n’existe
qu’une valeur de a qui permette de résoudre l’équation (III.8). Cette valeur est
notée ar et appelée valeur caractéristique. Il est également établi [106] que les
fonctions de Mathieu associées à un exposant caractéristique pair sont paires et
celles associées à un exposant caractéristique impair sont impaires.

Nous allumons le réseau optique au temps t = 0. Cet allumage étant rapide,
nous pouvons considérer ψ(x̃, 0−) = ψ(x̃, 0+). Le condensat s’étend sur plusieurs
sites du réseau (typiquement ∼ 20−30 sites) ; nous pouvons donc supposer que la
fonction d’onde initiale est constante et nous choisissons la normalisation [108] :

Φ(x̃, 0+) = 1√
2π
. (III.10)

Afin de décrire son évolution, nous projetons la fonction d’onde initiale sur la
base des fonctions de Mathieu :

Φ(x̃) =
∞∑

r=0
|M(ar, q, x̃)〉 〈M(ar, q, x̃)|Φ(x̃)〉

=
∞∑

r=0

1√
π
cr |M(ar, q, x̃)〉 ,

(III.11)

avec

cr =
π∫

−π

1√
π
M(ar, q, x̃) 1√

2π
dx̃. (III.12)

L’expression (III.12) ajoute une nouvelle contrainte sur les fonctions de Ma-
thieu que nous devons considérer. Rappelons en effet que si l’exposant caractéris-
tique r est impair, les fonctions de Mathieu associées sont symétriques par rapport
à l’origine. Le coefficient de projection cr sera alors nul suite à l’intégration de
la fonction qui lui est associée. Introduisons donc le nombre j défini par r = 2j
de sorte à ne considérer que les exposants critiques pairs. La fonction d’onde à
t = 0+ s’écrit alors :

Φ(x̃) =
∞∑

j=0

1√
π
c2jM(a2j, q, x̃),

avec c2j =
√

2
π

π∫

0

M(a2j, q, x̃)dx̃.
(III.13)

Durant l’interaction du condensat avec le réseau, chaque composante j va
évoluer sous l’action de l’opérateur d’évolution correspondant à l’énergie E =
EL(a2j/4− q/2). La fonction d’onde à t = τ s’écrit alors :

ψ(x̃, τ) =
∞∑

j=0

1√
π
c2jM(a2j, q, x̃)e−i(

a2j
4 −

q
2 )ELτ~

= e−iq
ELτ

2~

∞∑

j=0

1√
π
c2jM(a2j, q, x̃)e−ia2j

ELτ

4~ .

(III.14)
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Nous pouvons finalement obtenir la population dans l’ordre de diffraction n
en prenant le module au carré de la transformée de Fourier de ψ(x̃, τ) :

Pn(q, τ) =
∣∣∣∣∣∣

2π∫

0

1√
2π
ψ(x̃, τ)e−2inx̃dx̃

∣∣∣∣∣∣

2

. (III.15)

Nous devons à présent ajouter quelques ingrédients numériques afin d’évaluer
correctement le nombre d’atomes dans chaque ordre de diffraction :

— N.W. McLachlan a décrit en détail dans [106] les techniques de calcul de
la valeur caractéristique a2j et des fonctions de Mathieu M(a2j, q, x̃). Ces
méthodes de calcul sont maintenant disponibles sur le logiciel de calcul
Mathematica.

— Nous devons également tronquer la somme
∞∑
j=0

. Pour cela, S. Müller a

montré dans [108] qu’un critère suffisant est jmax = nmax + 1, où nmax est
le nombre d’ordre de diffraction visible sur la figure de diffraction.

Nous avons écrit un programme Mathematica nous permettant d’évaluer l’évo-
lution du nombre d’atomes dans chaque ordre de diffraction. Pour déterminer la
profondeur du potentiel périodique, nous calculons ensuite la déviation standard
entre nos données expérimentales et chacune des courbes calculées par Mathe-
matica. La profondeur pour laquelle la déviation standard est minimale est celle
que nous retenons pour la calibration 4.
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Figure III.6 – Population dans les ordres de diffraction pour une puissance dans
chaque bras du réseau de 203 mW. Les points bleus correspondent aux données ex-
périmentales. La ligne pleine rouge correspond à la fonction Pn optimale calculée
à partir des fonctions de Mathieu. La ligne pointillée verte correspond à l’ajuste-
ment dans le cadre de l’approximation Raman-Nath. La profondeur calculée est
s = 6.1± 0.1.

4. Le protocole de traitement est donné dans l’annexe B.
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Un résultat typique est donné figure III.6. Cette figure montre que les données
calculées à partir des fonctions de Mathieu sont en bien meilleur accord avec les
données expérimentales que celles obtenues dans le cadre de l’approximation de
Raman-Nath, ce qui valide le développement fait plus haut.

III.1.c Calibration de la profondeur du réseau
En appliquant le protocole expliqué figure III.1 pour différentes profondeurs

et en traitant les données ainsi obtenues dans l’approximation de Raman-Nath
et par les fonctions de Mathieu, nous obtenons la courbe de calibration présentée
figure III.7 qui représente la profondeur normalisée s obtenue en fonction de la
puissance dans chacun des bras du réseau. Ces résultats nous donnent l’expression
de la profondeur du réseau en fonction de la puissance : s = 0.03P [mW]. Afin
de juger de la qualité de cette calibration, nous comparons ces résultats avec la
profondeur scalc obtenue par le calcul à partir de la puissance dans chacun des
bras du réseau (en violet sur la figure III.7). Nous avons une erreur relative de
16% entre ces deux valeurs ce qui est tout à fait convenable et qui valide donc
l’alignement des bras du réseau optique.
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Figure III.7 – Résultats du traitement des expériences de diffraction dans l’ap-
proximation de Raman-Nath ( H ) et par les fonctions de Mathieu ( � ) en
fonction de la puissance dans chaque bras du réseau à l’entrée de la cellule en
verre. La courbe en pointillé rouge correspond à un ajustement linéaire des résul-
tats obtenus dans le cadre du traitement par les fonctions de Mathieu. La ligne
pleine violette correspond à la profondeur scalc, calculée à partir de la puissance
dans chaque bras du réseau, en prenant en compte les pertes dues à la cellule en
verre (8%).

La méthode de calibration par diffraction d’un condensat de Bose-Einstein
sur le réseau optique semble donc précise une fois que nous avons pris en compte
l’énergie cinétique des atomes durant leur interaction avec le réseau. Néanmoins,
l’inconvénient conceptuel de cette méthode est que la calibration ne se fait pas
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dans les mêmes conditions que les expériences que nous envisageons plus tard, no-
tamment l’expérience du double puits dynamique. En effet, dans cette expérience,
nous voulons que les atomes se répartissent majoritairement dans la bande fonda-
mentale du réseau ; il faut donc pour cela charger adiabatiquement le condensat de
Bose-Einstein en augmentant progressivement (typiquement en quelques dizaines
de ms) la profondeur du réseau. Cela ne correspond pas du tout à l’expérience de
diffraction qui nécessite que le réseau optique soit appliqué brutalement, pendant
quelques dizaines de µs, sur les atomes.

III.2 Calibration par interférence entre paquets
d’ondes cohérents

Afin de nous rapprocher des conditions de l’expérience du double puits dy-
namique, nous étudions dans cette section une autre méthode de calibration qui
repose sur la figure d’interférence qui apparait lors de l’expansion du condensat
de Bose-Einstein depuis le réseau. Nous commençons donc, dans cette section,
par étudier le comportement après temps de vol d’un condensat dans un réseau
optique. Le protocole expérimental permettant cette étude est schématisé figure
III.8. Nous présentons ensuite les résultats obtenus sur notre dispositif.

 

 

Pr
of

on
de

ur
du

ré
se

au

tempsproduction du
condensat

chargement
adiabatique
du réseau

temps de vol

Figure III.8 – Protocole expérimental réalisé pour étudier la structure du conden-
sat de Bose-Einstein en présence du réseau dans l’espace des impulsions (i.e. après
temps de vol).

III.2.a Expansion d’un condensat depuis le réseau
Nous avons vu dans le chapitre II que, dans un potentiel périodique relative-

ment profond tels que ceux que nous considérons, la fonction d’onde décrivant
le condensat se localise à chaque minimum du potentiel. La description la plus
intuitive dans ce cas est la description par les fonctions de Wannier (cf. équa-
tion II.19). Cette description permet en effet de décrire le système comme une
chaine de condensats de Bose-Einstein. Si Ns puits 5 sont peuplés de façon égale,

5. En pratique, Ns ∼ 30.
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la fonction d’onde peut alors s’écrire :

ψ(x) =
√
d

2π

Ns∑

m=1
w(x−md). (III.16)

L’expression (III.16) suppose néanmoins une parfaite cohérence entre chacun
des puits. Considérons donc une expression plus générale qui s’inspire de (III.16) :

ψ(x) =
Ns∑

m=1
f0(x−md)eiϕm , (III.17)

où ϕm est un facteur de phase qui permet, dans notre cas, de tenir compte de
l’éventuelle différence de potentiel chimique dans chaque puits et donc de décrire
séparément leur évolution. f0(x) est ici le profil de densité in situ d’un condensat
localisé à un minimum du potentiel périodique.

L’analyse de la fonction d’onde par temps de vol nous donne accès à sa trans-
formée de Fourier ou, plus exactement, à son module au carré :

∣∣∣ψ̃(p)
∣∣∣
2

=
∣∣∣∣∣

1√
2π~

∫
ψ(x)e−ipxdx

∣∣∣∣∣

2

=
∣∣∣f̃0(p)

∣∣∣
2
∣∣∣∣∣
Ns∑

m=1
eiϕme−ipmd/~

∣∣∣∣∣

2

,

(III.18)

où f̃0(p) est la transformée de Fourier de la fonction f0(x). Le second terme, lui,
est périodique, de période ~kL, et rend donc compte de la structure du réseau.

Nous devons résoudre la question de la phase ϕm pour pouvoir aller plus loin
dans notre raisonnement. Intéressons nous tout d’abord au cas le plus simple pour
lequel la phase ϕm est constante sur l’ensemble des sites peuplés. Cette situation
est valable dans le cas où le taux tunnel J (voir II.23) est suffisamment grand
pour que le profil de densité f0(x) et celui de son voisin f0(x− d) présentent un
recouvrement non négligeable. Cela fixe alors la phase ϕm = ϕ0. Il est difficile de
définir une transition nette entre le régime dans lequel J est “suffisamment gran-
d” ou non. Nous pouvons néanmoins comparer la durée typique d’une séquence
expérimentale et le temps caractéristique h/J lié au taux tunnel. Expérimenta-
lement, nous procédons au chargement adiabatique du réseau en τadiab ∼ 10− 30
ms. Ceci est donc à comparer avec h/J ∼ 50 ms pour s = 3 et h/J ∼ 7 s pour
s = 10. Nous nous plaçons donc, dans ce manuscrit de thèse, à cheval entre les
deux régimes : le taux tunnel entre deux puits est clairement négligeable pour les
réseaux profonds, tels que ceux que nous utiliserons pour l’expérience du double
puits dynamique 6, mais il est du même ordre de grandeur que la durée de l’expé-
rience dans le cas des faibles profondeur que nous considérons ici dans l’optique
d’étudier les différentes méthodes de calibration.

6. Cette affirmation n’est valable que dans le cas où le taux tunnel J n’est pas affecté par le
caractère chaotique du système étudié dans l’expérience du double puits dynamique. Cela sera
une question intéressante à étudier le cas échéant.
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Nous considèrerons néanmoins que la phase reste homogène sur la durée des
expériences que nous présentons dans ce manuscrit ϕm = ϕ0.

Si la phase ϕm = ϕ0 est constante, nous obtenons
∣∣∣ψ̃(p)

∣∣∣
2

=
∣∣∣f̃0(p)

∣∣∣
2 sin2

(
Nspd

2~

)

sin2
(
pd
2~

) . (III.19)

L’expression (III.19) nous apprend que, dans le cas d’une chaine de condensats
avec une phase homogène, la distribution en impulsion de la fonction d’onde
totale est constituée de pics également espacés de h/d = ~kL. Ce résultat est très
similaire à celui que nous avons observé pour la diffraction du condensat sur le
réseau. De la même façon que précédemment, une analyse par temps de vol nous
donne accès à l’espace des impulsions car chaque composante de vitesse moyenne
vn = n~kL/m, sera centrée, au bout d’un temps de vol tTOF , sur la position 7 :
xn = vntTOF .

La figure III.9 montre un exemple typique de profil d’interférence après un
temps de vol tTOF = 25 ms. Trois ordres d’interférence apparaissent clairement
et deux ordres supplémentaires émergent légèrement du bruit de fond. La position
des pics est déterminée par le pas du réseau et la population dans chaque ordre
est, elle, imposée par la valeur de la fonction f̃0(p) pour l’impulsion considérée.
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Figure III.9 – Profil de densité typique après expansion d’une chaine de conden-
sats après un temps de vol tTOF = 25 ms.

Nous souhaitons à présent savoir s’il est possible d’utiliser quantitativement
un profil de diffraction de ce type afin de remonter à la profondeur du potentiel
périodique. Pour cela, nous devons traiter quantitativement le profil in situ de
chaque condensat f0(x) et sa transformée de Fourier f̃0(p). Comme nous l’avons
déjà vu, si le réseau est suffisamment profond, les fonctions de Wannier localisées
dans chaque puits du potentiel périodique peuvent être approximées par des gaus-
siennes. Nous retrouvons alors le cas d’école d’un réseau de puits harmoniques de
pulsation ωharm = (2π2V0/md

2)1/2. La transformée de Fourier d’une gaussienne
étant une gaussienne, la fonction f̃(p) peut alors être exprimée :

f̃0(p) ∝ e−p2a2
0/2~2

,

avec a0 =
√

~
mωharm

.
(III.20)

7. Typiquement, nous avons tT OF = 25 ms ce qui entraine x1 ∼ 200 µm.
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Nous pouvons exprimer la population dans l’ordre d’interférence n comme
étant le module au carré de l’expression (III.20). Afin d’éviter tout facteur nu-
mérique supplémentaire, nous normalisons chaque population dans l’ordre n par
la population dans l’ordre central et obtenons les populations normalisées 8 Pn.
Connaissant l’expression de la pulsation propre de l’oscillateur harmonique en
fonction de la profondeur du potentiel périodique, nous obtenons une expression
simple pour la population dans l’ordre n :

Pn = e−(2πna0/d)2

= e−2n2/s1/2
.

(III.21)

En inversant cette relation, nous trouvons l’expression de la profondeur du
potentiel périodique en fonction de la population normalisée dans l’ordre n :

sgauss =
(

2n2

ln(Pn)

)2

. (III.22)

L’expression (III.22) peut donc a priori être utilisée pour calibrer la profondeur
du potentiel. Rappelons que trois hypothèses doivent être vérifiées afin que cette
expression soit pertinente :

— Le réseau doit être suffisamment profond pour que l’approximation des
fonctions de Wanier par des gaussiennes soit appropriée.

— La phase de la chaine de condensats doit être homogène.
— Le chargement du réseau doit être parfaitement adiabatique.
En ce qui concerne la première hypothèse, P. Pedri et al. ont montré dans [99]

qu’il est possible de traiter numériquement ce problème dans le régime des réseaux
peu profonds, pour lesquels l’approximation gaussienne est trop peu précise. Une
nouvelle expression analytique peut alors être obtenue [98] :

scorr =
(

2n2

ln(Pn)

)2

P 1/4
n . (III.23)

Les deux autres hypothèses seront discutées dans le dernier paragraphe de
cette section. Nous y verrons la comparaison entre cette théorie et nos résultats
expérimentaux.

III.2.b Résultats expérimentaux
Dans cette section nous présentons les résultats expérimentaux obtenus en

appliquant le protocole schématisé figure III.8. Le point de départ de l’expérience
est, à nouveau, la production d’un condensat constitué de ∼ 2.5 × 105 atomes.
Ce condensat est alors chargé adiabatiquement dans le réseau de sorte à peupler
majoritairement la bande fondamentale du réseau 9. Le réseau est alors maintenu
pendant quelques ms avant que tout confinement soit coupé ; le condensat entre
ensuite en chute libre pendant 25 ms et nous en prenons une image par absorption.

8. Attention, suite à cette renormalisation, nous avons
∑
n
Pn 6= 1. En particulier, P0 = 1.

9. Pour charger adiabatiquement le condensat dans le réseau, nous augmentons la puissance
dans chacun des bras du réseau selon la formule P (t) = Pmax((k + 1)(t/τ)k − k(t/τ)k+1), avec
k = 11 et τ = 10 à 30 ms
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Résultats

Les profils de densité ainsi obtenus sont représentés figure III.10.
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Figure III.10 – Profils d’interférence après 25 ms de temps de vol en fonction
de la puissance dans chaque bras du réseau.

Rappelons que l’imagerie par temps de vol nous donne accès à la distribution
en impulsion initiale du condensat ; ainsi, l’ordre d’interférence +1 correspond
aux atomes ayant initialement une impulsion ~kL. Nous voyons sur cette figure
que, conformément à ce qui est prédit par l’expression (III.21), plus la puissance
augmente, plus la profondeur s du réseau augmente et donc plus la population
dans les ordres d’interférence élevés augmente également.

Afin d’appliquer les modèles définis dans la section précédente (III.2), nous
ajustons chacun des ordres d’interférence par une gaussienne et mesurons ainsi
les quantités Pn 10. À partir des populations dans chacun des ordres, nous pou-
vons alors déduire la profondeur du potentiel. Ces résultats sont résumés dans le
tableau ci-dessous. Les résultats de la calibration par diffraction Kapitza-Dirac
sKD y sont aussi consignés afin de pouvoir comparer les deux méthodes :

Puissance (mW) scorr sordre1gauss sordre2gauss sKD

95 1.21± 0.5 1.76± 0.6 − 2.8± 0.3

125 1.73± 0.6 2.40± 0.7 − 3.7± 0.3

160 3.71± 0.4 4.67± 0.3 6.17± 1 5± 0.2

203 5.71± 0.5 6.91± 0.6 7.89± 1 6.1± 0.2

235 8.24± 0.7 9.68± 0.8 11.08± 1 7.7± 0.2

450 251± 93 244± 91 35± 3.4 14± 0.2

10. Du fait du nombre d’ordre d’interférence et donc du grand nombre de paramètres d’ajus-
tement, nous avons décidé de traiter ces données à l’aide du logiciel WaveMetrics Igor Pro.
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Discussion

Les résultats obtenus par cette méthode diffèrent notablement des résultats
obtenus par diffraction Kapitza-Dirac. Ceci doit a priori être expliqué par le non
respect d’une des hypothèses précisées dans le paragraphe précédent. L’hypothèse
d’une phase inhomogène aléatoire, due au faible taux tunnel J est un candidat
a priori intéressant pour expliquer ces divergences. Néanmoins, comme il a été
montré dans [109], l’interférence d’une chaine de condensats incohérents entraine,
certes, une répartition différente des atomes dans les ordres d’interférence, mais
surtout un déplacement aléatoire de la figure d’interférence (dû à l’ajout d’une
phase aléatoire sur chacun des sites du réseau) qui mène, après moyennage, à un
profil d’interférence plat. Nous n’observons pas ce genre de phénomène sur notre
dispositif ce qui montre que le taux tunnel est encore suffisant pour homogénéiser
la phase sur les durées typiques de nos expériences.

La dernière hypothèse en cause est donc celle du chargement adiabatique.
Cette constatation nous a conduite à découvrir l’existence d’un bruit électrique
sur (tous) nos appareils branchés sur le secteur. Ce bruit comporte plusieurs
composantes de fréquences allant de 60 à 90 kHz, ce qui est typique de l’ordre
de grandeur des fréquences de piégeage dans chaque puits du réseau et peut
donc entrainer des excitations paramétriques lors du chargement si la profondeur
du réseau est grande. De même, un maintien long des atomes dans le réseau
peut entrainer du chauffage. Notre équipe est actuellement en train de régler ce
problème ce qui devrait permettre à l’avenir de s’affranchir de ce chauffage qui
nous empêche actuellement d’utiliser la méthode d’interférence pour calibrer la
profondeur de notre réseau.
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Figure III.11 – Pseudo-calibration. À chaque valeur de profondeur normalisée s,
déterminée par diffraction Kapitza-Dirac, nous associons une population Pn dans
l’ordre d’interférence 1 (+) et 2 ( �) La ligne pointillée bleue (respectivement
rouge) correspond à l’ajustement des données pour l’ordre d’interférence 1 (respec-
tivement 2). L’ajustement obtenu est P1 = 0.074s (respectivement P2 = 0.010s).
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Néanmoins, les figures d’interférence sont stables et répétables. De plus, à
faible profondeur, nous avons vérifié que le chargement est bien adiabatique et
que ce bruit ne pose pas de problème pour des maintiens dans le réseau de quelques
millisecondes. Nous pouvons donc associer à chaque puissance dans les bras du
réseau une valeur de population Pn dans chacun des ordres d’interférence et une
profondeur s déterminée, elle, par la diffraction Kapitza-Dirac (voir figure III.11).
Cette pseudo-calibration sera utile dans le dernier chapitre de ce manuscrit V.

III.3 Micro-oscillations d’une chaine de conden-
sats : application à la calibration

Comme nous l’avons vu dans le chapitre II, nous avons porté une attention
toute particulière à garder les degrés de liberté nécessaires à l’application du
microscope par rotation dans l’espace des phases. Cela requiert notamment la
possibilité de décaler spatialement le réseau optique de quelques centaines de
nanomètres afin d’entrainer l’oscillation microscopique de chaque condensat ini-
tialement localisé à un minimum du potentiel périodique. Ce décalage est réalisé
en introduisant un déphasage θ0 sur l’un des bras du réseau optique. Le potentiel
alors créé est :

V (x) = V0 cos2
(
πx

d
+ θ0

)
. (III.24)

Un déphasage de 90˚correspond donc à un décalage d’une demi-période.
Ce degré de liberté ouvre de fait la perspective d’une nouvelle méthode de

calibration dont nous présentons dans cette partie le principe initial ainsi que les
résultats (parfois surprenants) que nous avons obtenus.

III.3.a Principe de la calibration par oscillation de la chaine
de condensats

Nous présentons dans cette sous-section l’idée à la base de notre calibration
par la micro-oscillation de la chaine de condensats au sein du potentiel périodique.

Le principe est en réalité très simple et est représenté figure III.12 : nous
chargeons adiabatiquement un condensat dans le réseau optique. Après ce char-
gement, nous décalons brusquement le réseau puis nous le maintenons en place
pendant un temps tmaintien afin d’observer la dynamique de micro-oscillation en-
gendrée par la nouvelle condition initiale.

Interférence entre paquets d’ondes en mouvement

Considérons, pour commencer, une particule dans un potentiel harmonique
de pulsation ωharm, Vharm(x) = 1

2mω
2
harmx

2. Si les conditions initiales sont x(t =
0) = x0 et v(t = 0) = 0, alors la particule oscille dans le potentiel harmonique
avec une pulsation ωharm et une amplitude de mouvement x0. La vitesse maximale
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Figure III.12 – Protocole expérimental réalisé pour étudier les micro-oscillations
d’une chaine de condensats.

acquise par la particule lorsqu’elle est localisée au fond du puits harmonique en
x = 0 est alors vmax = x0ωharm. Posons ici quelques ordres de grandeurs propres
au dispositif expérimental que nous considérons. Le pas du réseau optique est
d = 532 nm, l’amplitude du mouvement sera donc typiquement x0 ∼ 100 nm. La
fréquence de piégeage au sein de chaque puits est elle de l’ordre de ωharm = 2π×8
kHz. Cela nous donne une vitesse maximale de l’ordre de vmax ∼ 5 mm.s−1.

Passons à présent au cas d’un réseau de puits harmoniques. Dans chacun de
ces puits, nous considérons un condensat avec x̄(t = 0) = x0 (suite au décalage
du réseau) et v̄(t = 0) = 0. Dans ce modèle simple, de la même façon que
précédemment, chaque particule oscille dans son puits.

Nous procédons ensuite à une imagerie par temps de vol. Lors de leur ex-
pansion, les paquets d’ondes interfèrent entre eux et cela donne lieu à une figure
d’interférence, comme nous l’avons vu dans la section précédente. La différence,
ici, est que les condensats ne sont initialement pas au repos. Ajoutons également
l’hypothèse d’une parfaite cohérence entre chacun des condensats. Nous avons
alors vu précédemment que la densité atomique après temps de vol s’écrit :

∣∣∣ψ̃(p)
∣∣∣
2

=
∣∣∣f̃(p)

∣∣∣
2 sin2

(
Nspd

2~

)

sin2
(
pd
2~

) , (III.25)

où f̃(p) est la transformée de Fourier de la distribution atomique in situ dans
chaque puits du réseau.

Durant leur oscillation, le centre de masse de chaque condensat oscille. Nous
introduisons donc le paramètre de loi d’échelle η, qui correspondent au mouve-
ment du centre de masse en fonction du temps. Nous pouvons alors écrire la
fonction d’onde de chaque condensat sous la forme :
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f(x, t) =
√
n(x, t)eiS(x,t),

avec n(x, t) = n0 (x− η) ,

S(x, t) = m

~
(η̇(x− η)) ,

et η̈ + ω2η = 0.

(III.26)

En prenant la transformée de Fourier de cette fonction, nous obtenons l’ex-
pression de densité atomique dans l’espace des impulsions :

∣∣∣ψ̃(p)
∣∣∣
2

=
∣∣∣f̃0(p−mη̇)

∣∣∣
2 sin2

(
Nspd

2~

)

sin2
(
pd
2~

) avec f̃0(p) = a0

π1/4~
e−p2a2

0/2~2
.

(III.27)
La densité atomique après temps de vol est donc, comme précédemment,

constituée de pics également espacés de ~kL, convolués avec une gaussienne dont
le centre oscille de la même façon que chacun des condensats localisés à chaque
minimum du potentiel périodique. Nous avons ainsi une empreinte de la micro-
oscillation des condensats. En effet, bien que l’amplitude réelle des oscillations
soit très faible, l’analyse par temps de vol nous permet de distinguer les atomes
ayant une vitesse nulle de ceux ayant une vitesse maximale vmax ; nous pouvons
ainsi observer la dynamique des condensats.
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Figure III.13 – Densité atomique après temps de vol en fonction de la position
et du temps de maintien du réseau après un décalage θ0 = 45˚. Chaque ligne
correspond à un temps de maintien différent et est moyennée sur deux images.

Nous pouvons voir sur la figure III.13 un résultat typique d’oscillation d’une
chaine de condensats. Ces données représentent la densité atomique décrite par
l’expression (III.27) en fonction du temps de maintien du condensat dans le po-
tentiel périodique après avoir introduit un déphasage de 45˚sur l’un de bras du
réseau. Chaque ligne correspond à un temps de maintien différent dans le réseau
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décalé 11. Le réseau optique utilisé est obtenu par l’interférence de deux faisceaux
de puissance 160 mW, ce qui, d’après les calibrations réalisées précédemment,
correspond à une profondeur s = 5, et donc à une pulsation harmonique au fond
des puits ωharm = 2π× 18 kHz. Nous allons maintenant analyser cette image afin
de savoir si une étude quantitative de l’oscillation nous permet de remonter à la
profondeur du réseau.

Rappelons que l’image que nous observons figure III.13 est représentative
de l’espace des impulsions. La figure III.14 explicite la correspondance entre la
densité atomique après temps de vol et l’oscillation in situ des condensats dans
chaque puits de potentiel. Lorsque la figure d’interférence est centrée sur l’ordre
0, les condensats se trouvent sur les pentes des puits à vitesse nulle, et lorsque
la figure d’interférence est décalée, les condensats se trouvent dans le fond des
puits, à vitesse maximale.
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Figure III.14 – Correspondance entre l’image par absorption obtenue après temps
de vol et l’oscillation in situ de la chaine de condensat.

Nous avons estimé la fiabilité du déphasage initial en reproduisant la même
expérience que précédemment, en maintenant les atomes dans le réseau décalé
pendant un temps tmaintien = Toscil/4, de sorte à transférer aux atomes la vitesse
maximale vmax, pour différents déphasages initiaux variant de 0 à 180˚. Les ré-

11. Comme nous ne nous intéressons qu’à la distribution de vitesse dans l’axe du réseau,
chaque image à été intégrée selon la verticale, donnant un profil de densité dans l’axe du
réseau.
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sultats de cette expérience sont représentés sur les figures III.15 et III.16.
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Figure III.15 – Densité atomique après un maintien de tmaintien = Toscil/4 en
fonction de la position et du déphasage initial θ0. Un déphasage de 90˚correspond
à un décalage initial d’une demi-période du réseau.
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Figure III.16 – Détermination de la précision du décalage initial du réseau : com-
paraison, après un quart de période d’oscillation, du nombre d’atomes ayant une
vitesse positive avec le nombre d’atomes ayant une vitesse négative en fonction
de θ0.

Sur la première figure, nous voyons que, comme attendu, la figure d’interfé-
rence devient symétrique aux alentours de θ0 = 90˚. En effet, dans ce cas, nous
déplaçons le réseau d’une demi-période, de sorte que les atomes se retrouvent non
plus aux minima du potentiel périodique mais aux maxima. Chacun des conden-
sats se sépare alors en deux parties qui oscillent dans deux puits voisins avec une
vitesse à tout moment opposée. Pour évaluer la précision de notre déphasage,
nous comparons sur la figure III.16 le nombre d’atomes ayant une vitesse positive
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après tmaintien = Toscil/4 au nombre d’atomes ayant un vitesse négative. Autour
de θ0 ∼ 90˚, ces deux quantités sont bel et bien égales et nous pouvons estimer
la précision sur le déphasage initial à ±4˚.

Étude de l’amplitude de l’oscillation

Concentrons nous tout d’abord sur l’amplitude de l’oscillation que nous ob-
servons. Lorsque nous décalons le réseau optique, les atomes se retrouvent sur le
bord des puits harmoniques à vitesse nulle (voir figure III.14). Par simple conser-
vation d’énergie nous obtenons alors la vitesse maximale acquise par les atomes
après 1/4 de période d’oscillation qui s’exprime de la façon suivante :

vmax = sin(θ0)
√

2EL
m

s. (III.28)

L’expression (III.28) établi une relation entre vmax et s ce qui nous permet a
priori de calibrer le réseau. L’avantage conceptuel de cette méthode est qu’elle ne
repose sur aucun modèle : le principe de conservation de l’énergie et la connais-
sance de la forme du réseau optique suffisent.

Afin d’extraire cette information, nous procédons à un ajustement des données
en considérant que chaque ordre d’interférence est assimilable à une gaussienne
d’amplitude fixée à 1 et que l’enveloppe, qui décrit l’oscillation, est assimilable
à une ou deux gaussiennes (plus de détails sur le traitement sont donnés dans
l’annexe B).
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Figure III.17 – Évolution de la vitesse maximale transférée aux atomes en fonc-
tion de l’angle de déphasage initial. La ligne rouge pointillée correspond à l’ex-
pression (III.28) (la profondeur s a été déterminée via la méthode de diffraction
Kapitza-Dirac). Les points en bleu correspondent aux mesures expérimentales.

Afin vérifier la validité de l’expression (III.28), nous mesurons l’évolution de
la vitesse vmax en fonction du déphasage initial θ0. Ces mesures sont représentées
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figure III.17. La puissance laser dans chacun des bras créant le réseau optique est
P = 125 mW, ce qui correspond, d’après la calibration par diffraction Kapitza-
Dirac, à un réseau optique de profondeur s = 3.7.

Les mesures réalisées reflètent correctement l’évolution attendue. Les barres
d’erreur importantes proviennent de deux contributions : d’une part de l’incerti-
tude sur l’angle θ0 et d’autre part de la difficulté de l’ajustement réalisé : chaque
ordre d’interférence est ajusté par une gaussienne. Chaque gaussienne a la même
amplitude et la même largeur. Chaque centre de gaussienne est également une
variable. Nous ajoutons à cela une ou deux gaussiennes pour ajuster l’enveloppe
avec l’amplitude, le centre et la largeur variable. Nous avons donc au final entre
7 et 14 variables d’ajustement, toutes inter-dépendantes, ce qui fragilise considé-
rablement la qualité de l’ajustement.

Utilisons à présent l’expression (III.28) afin de calibrer la profondeur du po-
tentiel périodique. Nous fixons le déphasage initial à θ0 = 45˚et déduisons la
profondeur s de la mesure de vmax pour différentes puissance laser dans les bras
créant le réseau optique. Les résultats sont représentés figure III.18. Sur cette
même figure avons représenté les résultats obtenus à partir de la méthode de dif-
fraction que nous avons présenté précédemment (III.1) Ces deux méthodes sont
en très bon accord. L’ajustement linéaire obtenu à partir de la méthode présentée
ici donne exactement le même résultat s = 0.03P [mW]. Les barres d’erreur sont
néanmoins beaucoup plus importantes du fait de la difficulté des ajustements de
la densité atomique de chaque image.
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Figure III.18 – Les croix bleues correspondent à la profondeur normalisée s
déduite de la mesure de vmax. La ligne bleue correspond à l’ajustement linéaire de
ces données. Les points rouges correspondent aux résultats obtenus par la méthode
de diffraction Kapitza-Dirac.

Nous voyons sur ces données que l’étude du micro-mouvement des atomes au
sein de chaque puits du réseau a le potentiel d’être une méthode de calibration
efficace mais est entachée par la dépendance de la grandeur mesurée (ici vmax) avec
l’angle θ0 du déphasage initial ainsi que la nécessité de procéder à un ajustement
difficile qui requiert un grand nombre de variables d’ajustements. Dans la suite
de cette section, nous nous intéressons à un autre angle d’attaque pour utiliser
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la micro-oscillation comme calibration de la profondeur du réseau : la période
d’oscillation.

Étude de la période d’oscillation

Revenons à la correspondance entre l’oscillation dans l’espace des impulsions
et l’oscillation dans l’espace réel (figure III.14). Nous voyons tout d’abord que,
si les condensats oscillent avec une période Toscil, la densité dans l’ordre d’inter-
férence central évolue de façon périodique, avec Tcentral = Toscil/2. L’analyse de
l’évolution temporelle de l’ordre d’interférence central nous permet donc d’avoir
directement accès à la période d’oscillation des condensats. Nous obtenons, dans
le cas particulier représenté figure III.13, Toscil = 76.6 µs ±1.6 µs. Nous pou-
vons commencer par développer un raisonnement naïf en considérant que les
condensats sont indépendants les uns des autres et oscillent dans le potentiel non
harmonique :

V (x) = −sEL cos2
(
πx

d

)
. (III.29)

La conservation d’énergie nous permet alors de déduire la période d’oscillation
en fonction de la profondeur normalisée s :

Tthéo(s) = Tharm(1)√
s

f(θ0), (III.30)

où Tharm(1) = 123, 285 µs est la période d’oscillation pour un potentiel de profon-
deur s = 1 en ayant négligé toute influence des non harmonicités. f(θ0) contient
justement l’effet des non harmonicités du potentiel sur la période d’oscillation et
dépend évidemment du déphasage initial θ0 que nous avons imprimé au réseau.
Cette fonction a pour expression :

f(θ0) = 2
π

θ0∫

0

dθ√
cos2 θ − cos2 θ0

. (III.31)

L’expression (III.30) nous permet a priori de calibrer la profondeur du po-
tentiel périodique par la simple mesure de l’évolution du nombre d’atome dans
l’ordre d’interférence 0.

Pour θ0 = 45˚, f(θ0) = 1.178. Connaissant de plus la profondeur donnée
par la calibration par diffraction pour le cas représenté figure III.13, nous pou-
vons en déduire que la période d’oscillation attendue est Tthéo(s = 5) = 64.9
µs. Ce résultat est significativement différent de la période d’oscillation mesurée
expérimentalement qui est, rappelons le, Toscil = 76.6 µs ±1.6 µs.

Comme nous l’avons vu, nous avons une incertitude sur θ0 de ±4˚. Néan-
moins, cela ne justifie pas la différence entre la période d’oscillation mesurée
et celle obtenue par le raisonnement classique naïf d’oscillation d’une particule
dans un potentiel anharmonique. Nous devons donc réfléchir à un modèle plus
poussé pour expliquer ces micro-oscillations ! Pour cela, étudions plus avant la
dépendance expérimentale de la période avec le déphasage θ0. Cette dépendance
est représentée figure III.19 où nous comparons la période d’oscillation mesurée
expérimentalement à la période d’oscillation calculée à partir de (III.30).
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Figure III.19 – Période d’oscillation des condensats dans un réseau optique de
profondeur s = 3.21 ± 0.12 en fonction du déphasage initial. En bleu : période
mesurée expérimentalement. En rouge : période classique attendue.

Cette figure nous montre non seulement que, à faible déphasage, l’oscillation
observée expérimentalement ne correspond pas à l’oscillation classique harmo-
nique attendue mais aussi que les non linéarités du potentiel n’ont aucun effet
sur la période d’oscillation. Celle-ci est en effet constante aux barres d’erreur près.

Ce résultat contre-intuitif tend à prouver que la micro-oscillation de la chaine
de condensats est un phénomène gouverné par le comportement ondulatoire et
collectif de la chaine de condensats. Le potentiel périodique renormalise la période
d’oscillation, agissant, en regard de la période harmonique du fond de chaque puits
de potentiel, comme un frein au mouvement de la chaine de condensats.

Ce phénomène est très similaire aux résultats obtenus par S. Burger et al. [94]
que nous avons présenté dans le chapitre précédent (voir II.1.b et figure III.20).
L’expérience menée dans ce groupe est relativement différente de celle que nous
présentons ici car le déplacement initial pour leur expérience est de l’ordre de la
taille du condensat (soit ∼ 10 µm) tandis que nous considérons ici un déplacement
initial de l’ordre du pas du réseau (∼ 100 nm, soit ∼ 1/10ème de la taille du
condenat). Ils ont montré que l’oscillation macroscopique ainsi provoquée se fait
à la fréquence de piégeage du potentiel harmonique extérieur à ceci près que la
masse des atomes est renormalisée par la présence du potentiel périodique qui
agit, là aussi, comme un frein au mouvement du condensat. Dans l’expérience
présentée par S. Burger et al., la fréquence d’oscillation s’exprime alors comme :√

m
meff

fext.
Dans notre cas, le condensat est piégé dans un guide de pulsation longitudinale

ωext = 2π× 25 Hz. Pour un réseau optique de profondeur s = 5, cela entrainerait
alors une oscillation de période 313 ms, ce qui est 3 ordres de grandeur plus grand
que la période que nous mesurons expérimentalement ! Là encore, cette théorie
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ne permet pas d’expliquer nos observations expérimentales.

(a)

(b)

: potentiel extérieur
: potentiel total

Figure III.20 – Différence entre la condition initiale de (a) notre expérience
d’étude de la micro-oscillation et de (b) l’expérience de S. Burger et al.

Dans l’optique de mieux comprendre ce phénomène qui est au cœur du mi-
croscope par rotation dans l’espace des phases qui doit nous permettre, à terme,
d’analyser le transport classique et quantique dans un système mixte grâce à l’ex-
périence du double puits dynamique, nous nous sommes tournés vers la simulation
numérique.

III.3.b Simulation numérique
Pour simuler numériquement l’expérience de micro-oscillation, nous devons

résoudre l’équation de Gross-Pitaevskii [70,110]. Elle a été développée, par Eugene
Gross et Lev Pitaevskii, indépendamment l’un de l’autre, en 1961 et prend la
forme suivante :

i~
∂ψ

∂t
=
(
− ~2

2m∆ + V + gN |ψ|2
)
ψ, (III.32)

où, dans notre cas, V (x, y, z) = −sEL cos2(πx/d) + Vext(x, y, z), avec Vext(x, y, z)
le potentiel extérieur créé par le piège hybride que l’on considèrera harmonique, de
pulsation ωext dans la direction longitudinale du réseau, et où g est la constante de
couplage rendant compte des collisions à deux corps à basse énergie. g s’exprime
en fonction de la longueur a de diffusion en onde-s :

g = 4π~2a

m
. (III.33)

L’équation (III.32) rend donc compte de la dynamique d’un condensat de
Bose-Einstein en présence d’interaction. Nous avons procédé à la résolution de
cette équation en utilisant la toolbox Matlab développée et distribuée gratuite-
ment par R. Duboscq et X. Antoine : GPELab [111,112]. La résolution passe par
les étapes suivantes :
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Principe du programme de résolution

L’équation (III.32) est tout d’abord adimensionnée de la manière suivante :

Nous définissons ωm = 16~
md2 et am =

√
~

mωm
. (III.34)

Ce qui donne l’adimensionnement :

x = amx̃,

t = t̃

ωm
,

ψ = ψ̃

a
3/2
m

.

(III.35)

L’équation (III.32) devient alors :

i
∂ψ̃

∂t̃
=
(
−∆̃ + (ωext/ωm)2

2 − γ cos2
(
πx̃

4

)
+ β3|ψ̃|2

)
ψ̃, (III.36)

avec γ = V0/~ωm = π2s/8 et β3 = 4πaN/am. Comme nous nous intéressons à
la physique 1D de notre système (dans la direction x du réseau), nous souhai-
tons décomposer la fonction d’onde ψ pour isoler la composante longitudinale des
composantes transverses [113]. Étant donné que nous utilisons des réseaux rela-
tivement profonds, nous pouvons faire l’approximation que chacun des paquets
d’atomes composant la chaine de condensats sont indépendants les uns des autres
et que la fonction d’onde ψj décrivant le condensat localisé dans le jème puits du
réseau peut se décomposer sous la forme :

ψj(~r) = ψj⊥( ~r⊥)ϕjx(x, t). (III.37)

Par la suite, nous ne notons plus l’indice j pour alléger les notations. Dans chaque
puits du réseau, la fonction d’onde est alors décrite par l’action classique pour un
gaz de bosons :

S = −
∫ (

i~
2

(
ψ∗
∂ψ

∂t
− ψ∂ψ

∂t

)
+ ~2

2m |∇ψ|
2 + β3

2 |ψ|
4 + V |ψ|2

)
d~rdt. (III.38)

En utilisant (III.37) pour ψ, nous pouvons réécrire l’équation (III.38) et mi-
nimiser l’action par rapport à ϕ∗x. En faisant de plus l’hypothèse que le potentiel
dans le jème puits, V (~r), est séparable, nous obtenons, après adimensionalisation,
l’équation suivante :

i
∂ϕ̃x
∂t̃

=
(
−1

2∆̃x + β1 |ϕ̃x|2 + Ṽx + α
)
ϕ̃x,

avec α =
∫ [
−1

2
(
∆̃⊥ψ̃⊥

)
ψ̃∗⊥ + Ṽ⊥

∣∣∣ψ̃⊥
∣∣∣
2
]
d ~̃r⊥,

et β1 = β3

∫ ∣∣∣ψ̃⊥
∣∣∣
4
d ~̃r⊥.

(III.39)
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Ajoutons à présent l’hypothèse que le profil de densité transverse est de type
Thomas-Fermi : ∣∣∣ψ̃⊥

∣∣∣
2

= 2a2
m

πR2

(
1− r̃⊥2a

2
m

R2

)
, (III.40)

où R est la rayon de Thomas-Fermi 2D. Nous en déduisons alors l’expression pour
la constante d’interaction à une dimension β1 :

β1 = 4
3
ad

R2Nj, (III.41)

avec N j le nombre d’atomes dans le jème puits du réseau. Pour notre dispositif,
nous avons typiquement 0.1 < β1 < 1.

À partir de l’équation (III.39), le programme Matlab GPELab utilise un al-
gorithme de Split Step Fourier pour déterminer la dynamique du système.

Un second élément clé de la résolution numérique du problème est la définition
de l’état initial ϕx(t = 0), avant l’introduction d’un déphasage sur le réseau.
Pour cela, nous cherchons à connaitre l’état fondamental du système considéré
en présence d’interaction ce qui est a priori non trivial. Cet état est obtenu par
la méthode de propagation en temps imaginaire : une astuce mathématique qui
consiste à faire le changement de variable t = iτ/~. L’équation (III.39) devient
alors de la forme :

− ∂ϕ̃x
∂τ

= Ĥϕ̃x, (III.42)

avec Ĥ le hamiltonien du système, et les solutions s’écrivent de la façon suivante :

ϕ̃x(τ) = e−τĤϕ̃x(0). (III.43)

Nous reconnaissons ici l’opérateur densité (non normalisé) qui décrit l’état
d’équilibre statistique dans l’ensemble canonique à la température 1/kBτ . La
propagation en temps imaginaire est donc analogue à une propagation en tem-
pérature : au temps imaginaire τ = 0 (et donc à une température élevée), nous
devons choisir un état initial qui ne soit pas orthogonal aux états propres de Ĥ
(typiquement, une superposition des états propres du système sans interaction
est un bon point de départ). Au fur et à mesure que τ augmente (et donc que la
température diminue), le système converge vers l’état d’énergie minimum. Nous
pouvons montrer cela en considérant chacun des états propres Ψn de Ĥ, qui est
associé à une énergie propre En. Le système évoluera en temps imaginaire (i.e.
en température) selon :

ϕ̃x(τ) =
∑

n

Cne−EnτΨn, (III.44)

où Cn est le recouvrement entre l’état initial et l’état propre Ψn. Isolons alors
l’état fondamental Ψ0, d’énergie propre E0 (qui est donc celui que l’on recherche)
du reste :

ϕ̃x(τ) = e−E0τ


C0Ψ0 +

∑

n6=0
Cne−(En−E0)τΨn


 . (III.45)
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L’équation (III.45) montre que la contribution de tous les vecteurs propres
Ψn6=0 s’annule pour τ → ∞ (i.e. T → 0). La résolution en temps imaginaire de
l’équation (III.42) permet donc bien de converger vers l’état fondamental du sys-
tème avec interaction et ainsi de définir l’état initial ϕ̃x(t = 0).

Nous avons alors tout le nécessaire pour simuler numériquement nos expé-
riences.
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Figure III.21 – Densité atomique après temps de vol en fonction de la position
et du temps de maintien dans le réseau après un décalage θ0 = 45˚.À gauche :
résultats expérimentaux. À droite : résultats des simulations numériques.

Résultats des simulations numériques

En nous basant sur la calibration réalisée par diffraction Kapitza-Dirac, nous
avons reproduit l’expérience représentée figure III.13. Le résultat, ainsi que la
comparaison avec nos données expérimentales, sont représentés figure III.21. Nous
voyons sur cette figure la très bonne adéquation entre l’expérience et la simulation.
Ces simulations nous permettent tout d’abord d’étudier le quasi-isochronisme des
oscillations observé expérimentalement (i.e. le fait que la période d’oscillation
ne dépende pas du déphasage initial, voir figure III.19). Nous étudions donc la
période d’oscillation de la chaine de condensats, pour deux angles de déphasage
initial (θ0 = 20˚et θ0 = 70˚) en fonction du nombre de puits de potentiel peuplés.
Les résultats de cette étude sont présentés figure III.22. Nous voyons sur cette
figure que le quasi-isochronisme de l’oscillation se met en place dès que le potentiel
contient 2 puits. Lorsque l’on considère le réseau entier, les oscillations sont bien
synchronisées sur environ 5 périodes mais nous remarquons tout de même que
l’isochronisme n’est pas parfait et que les trajectoires se déphasent au bout d’un
certain temps. Nous sommes donc dans une configuration où nous pouvons utiliser
le quasi-isochronisme sur des temps d’oscillation courts, de quelques périodes.
De plus, les données figure III.22 sont réalisées avec une enveloppe carrée ; le
phénomène de quasi-isochronisme ne dépend donc pas de la forme exacte du
potentiel périodique.
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Figure III.22 – Étude numérique de la quasi-synchronisation. La densité ato-
mique sur la ligne centrale p = 0 est représentée en fonction du temps renormalisé
pour différentes conditions. (a) : déphasage initial θ = 20˚pour 1, 2 et 4 puits
(lignes pleines), pour le réseau (tiret) et pour le puits harmonique associé au fond
des puits du réseau (ligne pointillée). (b), (c), (d) et (e) : Comparaison de la den-
sité atomique sur la ligne centrale (p=0) pour θ0 = 20˚(tirets) et θ0 = 70˚(ligne
pleine) pour 2, 4, 8 puits et pour le réseau [100].
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Nous avons alors procédé à une étude numérique systématique de la période
d’oscillation en fonction de la profondeur pour différentes conditions d’interac-
tions au sein du condensat et différents potentiels de confinement extérieur. L’en-
semble de ces résultats est représenté sur la figure III.23.a. Cette courbe montre
une propriété remarquable de la micro-oscillation : dans la gamme de profondeur
à laquelle nous nous intéressons (typiquement 2 < s < 10), la période d’oscilla-
tion est quasi indépendante des interactions et du confinement extérieur. Cela en
fait un phénomène robuste qui ne dépend que de la profondeur et qui sera donc
un bon outil de calibration.
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Figure III.23 – (a) : Simulations : période d’oscillation normalisée en fonction
de la profondeur normalisée du réseau pour différentes valeurs de confinement
externe et d’interaction : ω̃ext = 1/50 (triangles), ω̃ext = 1/262 (carrés), β1 = 0.1
(symboles vides), β1 = 1 (symboles pleins). Les tirets et la flèche illustrent le prin-
cipe de calibration : à partir d’une valeur expérimentale de période d’oscillation,
la courbe numérique nous permet d’extraire une profondeur associée. La courbe
pointillée correspond à la prédiction classique. (b) : Période d’oscillation en fonc-
tion du déphasage initial θ0 pour un réseau de profondeur normalisée s = 3.21EL :
points expérimentaux (carrés pleins), simulation numérique (carrés vides), pré-
diction classique (ligne pointillée) [100].
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III.3.c Calibration
Le protocole de calibration est le suivant : Les simulations numériques nous

ont permis de définir une correspondance entre la profondeur du potentiel définie
dans le programme de résolution de l’équation de Gross-Pitaevskii et la période
d’oscillation mesurée numériquement. Une courbe de calibration a ainsi été obte-
nue. Cet ajustement, en excellent accord avec les données numérique nous fourni
la relation suivante entre la période d’oscillation T et la profondeur normalisée s
du réseau :

ωmT (s) = (a+ bs+ cs2)eds, (III.46)

avec ωm = 16~/(md2) = 24.3 µs, a = 11.975, b = −1.54017, c = 0.2583 et
d = −0.2502.

Nous mesurons expérimentalement une période d’oscillation puis nous iden-
tifions numériquement quelle profondeur de réseau nous permet de reproduire
cette même période à l’aide de la relation (III.46). Afin de valider cette méthode,
nous comparons les résultats obtenus numériquement aux résultats donnés par
la diffraction Kapitza-Dirac. À chaque mesure de la période d’oscillation nous
associons donc une expérience de diffraction Kapitza-Dirac qui nous donne une
valeur pour la profondeur normalisée s.
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Figure III.24 – Comparaison entre la méthode de calibration par diffraction
Kapitza-Dirac et celle par étude de la micro-oscillation de la chaine de de conden-
sats. Les carrés pleins correspondent aux données expérimentales : à chaque pé-
riode d’oscillation mesurée nous avons associé une profondeur normalisée s obte-
nue par diffraction Kapitza-Dirac. La courbe en trait plein correspond à un ajus-
tement des résultats numériques. Le bon accord entre les deux types de données
valide notre méthode de calibration.

La figure III.24 représente la période d’oscillation T en fonction de la pro-
fondeur s. Nous y voyons, en carré noir, les résultats expérimentaux (c’est-à-dire
chaque couple (Toscil, sKD) obtenus en faisant, pour chaque puissance dans les bras
du réseau, deux expériences : une expérience d’oscillation de la chaine de conden-
sats et une expérience de diffraction). Les résultats des simulations numériques
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correspondent à la courbe en trait plein. Cette figure montre un très bon accord
entre la méthode de calibration par diffraction et la méthode de calibration de la
profondeur à partir de la période d’oscillation que nous proposons.

Nous pouvons à présent calibrer la profondeur de notre réseau à partir de
l’oscillation de la chaine de condensats. Cette méthode de calibration présente
plusieurs avantages. Tout d’abord, elle est robuste vis-à-vis des interactions et du
potentiel de confinement extérieur. Deuxièmement, l’expérience du double puits
dynamique que nous projetons de réaliser nécessite que nous fassions osciller la
chaine de condensats. ; nous aurons donc une expérience auto-calibrée, qui ne
nécessite pas de faire une seconde prise de donnée pour déterminer la profondeur
exacte du potentiel.

Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons présenté trois méthodes de calibration de la pro-

fondeur normalisée s du potentiel périodique. La première méthode consiste en la
diffraction du condensat de Bose-Einstein par le réseau optique. Nous avons vu
que cette méthode donne des résultats très satisfaisants à partir du moment où
l’on prend en compte l’énergie cinétique des atomes durant le temps d’interaction
avec le potentiel. Néanmoins, nous souhaitons avoir une méthode de calibration
qui se fasse dans les conditions des expériences, c’est à dire après chargement
adiabatique du condensat dans le réseau. Pour cela, nous avons détaillé le prin-
cipe d’une calibration qui repose sur l’étude de la figure d’interférence obtenue
après temps de vol. Cette étude est particulièrement sensible au bruit résiduel et
nous a permis de mettre en évidence un problème technique de chauffage sur notre
dispositif. Ce problème est en cours de résolution mais rend pour le moment im-
possible l’exploitation quantitative du nombre absolu d’atomes dans les différents
ordres d’interférence. Cependant, nous pouvons étudier une variation temporelle
du nombre d’atomes sur des temps courts. Nous avons également proposé une
nouvelle méthode de calibration basée sur l’étude de la micro-oscillation d’une
chaine de condensats. L’étude de l’amplitude des oscillations, bien que cohérente
avec le modèle classique de l’oscillation d’une particule dans un potentiel non
harmonique, n’est pas suffisamment précise du fait de sa dépendance envers le
déphasage initial θ0. L’étude de la période d’oscillation a, elle, conduit à des résul-
tats montrant que l’oscillation est gouvernée par le comportement ondulatoire du
condensat de Bose-Einstein. Nous avons procédé à des simulations numériques
afin de pouvoir associer à chaque profondeur s une période d’oscillation T , ce
qui nous permet de calibrer précisément la profondeur du réseau optique. Cette
méthode de calibration est en très bon accord avec la méthode de diffraction
Kapitza-Dirac et a l’avantage d’être robuste aux interactions, au confinement ex-
térieur et au déphasage initial et de se faire exactement dans les conditions des
expériences que nous projetons.

La période d’oscillation n’est pas le seul élément qui vient confirmer que l’os-
cillation d’une chaine de condensats est un phénomène ondulatoire et ne peut pas
être prédit par des raisonnements classiques. En effet, ces expériences ont égale-
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ment fait apparaitre que l’oscillation est ponctuée d’effet tunnel qui se produit
aux points de rebroussement de l’oscillation. Nous présentons dans le prochain
chapitre l’étude de la dynamique de cet effet tunnel.









CHAPITRE IV

Mesure du temps de traversée
tunnel
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Introduction
Le temps est, en mécanique quantique, une question épineuse qui a été sou-

levée dès les balbutiements de ce domaine et dans de nombreux cas tels que les
sauts quantiques, l’effet Zénon quantique, le temps d’arrivée etc. [114]. Parmi les
nombreux phénomènes qui soulèvent la question de la définition du temps en mé-
canique quantique, le temps nécessaire à une particule pour traverser une barrière
de potentiel compte parmi les plus prolifiques en terme de nombre d’articles et de
théories différentes. Cela reste à l’heure actuelle une question ouverte à laquelle
de plus en plus de mesures expérimentales viennent apporter des éléments de
réflexion.

De façon assez surprenante, nous avons eu à nous poser cette question au cours
de l’expérience d’oscillation d’une chaine de condensats que nous avons présentée
dans le chapitre précédent. Nous avons vu que le comportement des atomes durant
leur oscillation est très éloigné de la prédiction classique, notamment en ce qui
concerne la période d’oscillation. De la même façon que nous ne nous attendions
pas à observer ce comportement, nous ne nous attendions pas à observer ce qui fait
aujourd’hui l’objet de ce chapitre. Je propose donc d’introduire le phénomène que
nous avons observé en présentant les résultats bruts de l’expérience en question
sur la figure IV.1.
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Figure IV.1 – Densité atomique en fonction de la position et du temps de main-
tien dans un réseau décalé de 45˚et de profondeur normalisée s = 3.21. Chaque
ligne correspond à un temps de maintien différent, et deux lignes successives cor-
respondent à un intervalle de temps de 5 µs. Chaque ligne est moyennée sur deux
images.

Le protocole utilisé pour produire ces résultats est exactement le même que
celui que nous avons présenté au chapitre précédent III.3 mais nous y voyons
apparaître un nouvel élément. Comme nous le verrons pas la suite, les paquets
d’atomesD1 etD2 correspondent respectivement à une partie du paquet d’atomes
initial qui continue son oscillation normalement, et une autre partie qui, au point
de rebroussement C, a traversé la barrière de potentiel qui le séparait du puits
adjacent par effet tunnel. Nous voyons également sur cette image que les deux
paquets D1 et D2 sont nettement décalés temporellement, ce que nous attribuons
à un temps de traversée tunnel supplémentaire pour le paquetD2. Dans le chapitre
précédent, j’ai pris soin, par souci de lisibilité, d’utiliser des images ne faisant pas
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figurer ce phénomène qui, pourtant, était déjà présent, mais se produisait plus
tard dans l’oscillation.

Dans ce chapitre, nous présentons brièvement la question du temps de traver-
sée tunnel ainsi que quelques éléments des théories et expériences qui s’attaquent
à ce problème. Nous présentons ensuite nos résultats expérimentaux et numé-
riques de mesure du temps de traversée tunnel. Nous verrons également que la
succession de deux lames séparatrice C et E mène à une interférence construc-
tive en E, créant ainsi un interféromètre de Mach-Zehnder micrométrique. Enfin,
l’effet tunnel qui se produit au point C nous donne une excellente opportunité
de tester le protocole de microscope par rotation dans l’espace des phases. Nous
présentons donc les résultats de ce test dans la dernière partie du ce chapitre.
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IV.1 Le temps de traversée tunnel : une ques-
tion ouverte

A B

A B

Figure IV.2 – Deux particules partent du point A et arrivent au point B. L’une
se déplace dans l’espace libre et l’autre au travers d’une barrière de potentiel.

La question que nous nous posons est la suivante : deux particules partent d’un
même point A et atteignent un point B, distants d’une longueur d. La première
parcours ce chemin dans l’espace libre et la seconde doit traverser une barrière
de potentiel (voir figure IV.2).

Ce problème a été soulevé pour la première fois par MacColl en 1932 [115] qui
a fait remarquer que l’effet tunnel à travers une barrière ne doit pas juste être ca-
ractérisé par le taux de transmission mais aussi par le temps passé à l’intérieur de
la barrière tunnel. Depuis, de nombreux physiciens ont développé des théories afin
de prédire le temps tunnel. Dans le cas de l’optique, ces développements ont mené
à l’introduction de vitesses tantôt supérieures tantôt inférieures à la vitesse de la
lumière. Il est donc apparu que l’expérience était nécessaire pour trancher cette
question. Mais ces expériences ont elles aussi mené à des résultats extrêmement
divers. Aujourd’hui, le consensus est donc qu’il n’existe pas une unique définition
contenant l’ensemble de la question du temps de traversée tunnel. Chaque dis-
positif expérimental, chaque méthode de mesure, correspond à un modèle bien
précis. Cette diversité vient du fait que le temps n’est en général pas associé à une
unique observable en mécanique quantique [114,116]. Dans cette section, nous ne
prétendons pas donner une liste exhaustive des points de vue sur ce problème.
Néanmoins, afin de dépeindre l’état actuel des réflexions dans la communauté
scientifique, nous présenterons trois des principaux modèles différents [114,116] :

— Le temps semi-classique.
— Le temps de Wigner.
— Le temps de Larmor.

Nous verrons également quelques unes des expériences, dans différents domaines
de la physique, qui mènent à la mesure d’un temps de traversée tunnel.
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IV.1.a Théorie semi-classique
Considérons la particule traversant la barrière de potentiel. Le temps de tra-

versée semi-classique est donné par [117,118] :

τt =
B∫

A

√
m

2(V (x)− E)dx, (IV.1)

avec V (x) la barrière de potentiel et E l’énergie de la particule avec V (x) > E.
Afin de pouvoir mesurer ce temps semi-classique, M. Büttiker et R. Landauer

[118] proposent d’utiliser la particule elle-même comme horloge en considérant
une barrière dépendante du temps de la forme :

V (x, t) = V0(x) + V1(x) cos(ωt), (IV.2)

avec V1 une faible perturbation sinusoïdale de la barrière statique V0(x), et ω la
pulsation de modulation.

Ce système présente deux régimes :
— Si la période de modulation est grande devant le temps de traversée tun-

nel, la particule ressentira durant sa traversée un potentiel indépendant
du temps et la probabilité de transmission suivra donc la modulation de
hauteur de barrière.

— En revanche, si la période de modulation est faible devant le temps de tra-
versée tunnel, la particule verra une barrière effective moyennée, de hau-
teur V0. La probabilité de transmission ne suivra donc plus la modulation
de hauteur de la barrière.

La transition entre ces deux régimes se fera lorsque ωτt ' 1, ce qui entraine
l’expression semi classique (IV.1) pour le temps de traversée tunnel.

Le protocole proposé pour mesurer le temps tunnel est le suivant :
Une particule d’énergie E se trouvant à l’intérieur de la barrière modulée peut, du
fait de la modulation à la pulsation ω, absorber ou émettre un quantum d’énergie
~ω. La modulation crée donc dans le spectre d’énergie de la particule des bandes
latérales d’énergie : E ± ~ω. Or la traversée de la barrière sera plus facile pour
une particule d’énergie E + ~ω que pour une particule d’énergie E − ~ω. Plus le
temps passé à l’intérieur de la barrière est grand, plus la probabilité d’absorption
ou d’émission du quantum ~ω est importante. La mesure des taux de transmission
T+ et T− correspondant à ces deux énergies permet alors de remonter au temps
de traversée tunnel.

IV.1.b Le temps de Wigner
Eugène Wigner a formulé et résolu le problème de la diffusion d’un paquet

d’ondes sur une barrière de potentiel à 3 dimensions en 1955 [119]. Dans son
modèle, E. Wigner modélise un paquet d’ondes par la superposition de deux
ondes sphériques monochromatiques. Nous présentons ici un modèle similaire à
1 dimension tiré de [117]. Nous considérons ici deux ondes planes d’énergie ~ω
et ~(ω + ∆ω). Leurs vecteurs d’onde sont respectivement k et k + ∆k. ∆k et
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∆ω sont considérés infiniment petits. La fonction d’onde incidente sur la barrière
s’écrit alors :

ψinc = e−i
(
kx−ωt

)
+ e−i

(
(k+∆k)x−(ω+∆ω)t

)
(IV.3)

E. Wigner utilise le centre du paquet d’ondes comme critère pour déterminer
l’instant auquel le paquet d’ondes entre ou sort de la barrière de potentiel. Ce
centre est le point auquel les deux ondes planes sont en phase.

Pour l’onde incidente, cela se traduit par :

∆kx−∆ωt = 0. (IV.4)
Cette condition reflète bien le fait que la particule incidente se déplace à la

vitesse de groupe v =dω/dk = ∆ω/∆k.
Les deux ondes vont respectivement accumuler une phase correspondant à leur

énergie lors de la traversée de la barrière de potentiel : η(ω) = η et η(ω + ∆ω).
∆ω étant petit, nous pouvons développer au premier ordre la seconde phase
accumulée :

η(ω + ∆ω) = η + dη
dω∆ω. (IV.5)

L’onde transmise par la barrière de potentiel s’écrit alors :

ψout = e−i
(
kx−ωt+η

)
+ e−i

(
(k+∆k)x−(ω+∆ω)t+(η+ dη

dω∆ω)
)
. (IV.6)

Le centre de ce paquet d’ondes est donc déterminé par :

∆kx−∆ωt+ dη
dω∆ω = 0. (IV.7)

Si nous revenons au cas d’une particule parcourant le chemin de A à B dans
l’espace libre ou en présence d’une barrière de potentiel, nous avons alors direc-
tement accès à la différence de durée du parcours, appelé temps de Wigner :

∆t = dη
dω = ~

dη
dE . (IV.8)

Thomas Hartman a repris en main ce sujet en 1962 [120]. Il l’a appliqué au
cas de l’optique et a montré que, dans le cas d’une barrière opaque, le temps de
Wigner devient indépendant de la largeur de la barrière ce qui conduit à définir,
dans le cas de l’optique, une vitesse de groupe pour un photon supérieure à celle
de la lumière. Il s’agit de l’effet Hartman.

Cet effet est particulièrement perturbant car il semble en contradiction avec
la relativité qui stipule qu’aucune particule ne peut se propager plus vite que la
vitesse de la lumière. J.C. Garrison et al montrent dans [121] qu’une vitesse de
groupe supérieure à la vitesse de la lumière n’est pas en contradiction avec la
relativité. En effet, lors de l’interaction entre la barrière de potentiel et le paquet
d’ondes, ce dernier est déformé. La vitesse de groupe n’est alors plus la vitesse la
plus adaptée pour décrire le système. Une vitesse plus adaptée est la vitesse de
front introduite par Arnold Sommerfeld [122]. La vitesse de front correspond à la
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vitesse du point qui délimite la zone dans laquelle le signal s’annule de celle où le
signal est non nul. Cette vitesse de front est, elle, toujours bornée supérieurement
par la vitesse de la lumière. Néanmoins, elle n’est pas appropriée à une mesure
expérimentale. En effet, au sens strict, elle ne peut pas être mesurée par un
détecteur ayant un seuil de détection fini. Expérimentalement, il est donc logique
de choisir la vitesse de groupe comme observable, même si celle-ci autorise des
vitesses supérieures à la vitesse de la lumière.

IV.1.c Le temps de Larmor
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Figure IV.3 – Schématisation de la définition du temps de Larmor. Le spin ~S
de la particule subit une rotation lors de son passage dans la barrière du fait de
l’existence d’un champ magnétique ~B.

La troisième définition du temps de traversée tunnel que nous présentons dans
cette section est le temps de Larmor [116]. De la même façon que le temps de M.
Büttiker et R. Landauer, elle repose sur l’utilisation d’une horloge.

Supposons que la particule que l’on considère a un moment de spin non nul
et qu’elle interagit avec un champ magnétique faible selon l’axe z, uniquement
lorsqu’elle se trouve à l’intérieur de la barrière de potentiel (voir figure IV.3).

Considérons que le spin est initialement suivant la direction x, orthogonal au
champ magnétique ~B et à la direction de propagation y. Lorsque la particule est
à l’intérieur de la barrière de potentiel, son spin acquiert des composantes non
nulles selon les directions y et z. Le mesure de l’angle de rotation du spin permet
de remonter au temps de traversée tunnel.

IV.1.d Quelques expériences de mesure de temps tunnel
Le temps de traversée tunnel (quelque soit sa définition) a été mesuré dans

différents domaines de la physique : l’optique, la physique attoseconde et la phy-
sique de la matière condensée. Nous détaillons ici trois expériences correspondant
chacune à l’un de ces domaines.
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Domaine de l’optique : expérience de A. M. Steinberg et al

Dans leur article Measurement of the Single-Photon Tunneling Time [123], A.
M. Steinberg et al rendent compte de la mesure du temps de traversée tunnel d’un
photon au travers d’un miroir diélectrique. Le matériau utilisé possède un gap
qui s’étend de 600 nm à 800 nm, ce qui rend le photon un objet idéal pour sonder
la barrière de potentiel qui résulte de ce gap. La barrière qu’ils considèrent est
d’épaisseur 1.1 µm; le temps de parcours dans le vide pour la lumière est alors de
3.6 fs. C’est également l’ordre de grandeur du temps de traversée tunnel attendu
pour leur expérience en présence de la barrière. De fait, ils ont besoin d’une très
grande résolution temporelle, ce qu’ils atteignent en utilisant une interférence à
deux photons. Pour cela, ils disposent d’une source de photons jumeaux. Chacun
des photons emprunte un chemin différent sur l’un desquels la barrière tunnel est
ajoutée. Ils sont ensuite recombinés sur une lame séparatrice placée juste avant
un détecteur de coïncidence. Du fait de leur nature bosonique, lorsque les deux
paquets d’ondes se recouvrent temporellement, la probabilité de coïncidence de
détection sur les deux voies de sorties de la lame séparatrice chute du fait d’une
interférence destructive. Cela leur permet de mesurer des retards temporels avec
une incertitude de 0.2 fs. Le résultat obtenu est le suivant : ∆t = −1.47± 0.2 fs
où ∆t est la différence entre le temps de parcours au travers de la barrière tunnel
et le temps de parcours dans le vide. Le fait que ce retard soit négatif indique
une vitesse de groupe supérieure à celle de la lumière dans le vide c (la vitesse
de groupe du photon à l’intérieur de la barrière de potentiel est 1.7c ± 0.2c).
Dans le cadre de cette expérience, les trois définitions du temps de traversée
tunnel présentées ci-dessus mènent à une vitesse supérieure à celle de la lumière.
Néanmoins, le temps semi-classique de M. Büttiker et R. Landauer n’est pas
en accord quantitatif avec leur résultat. L’expérience réalisée ne permettait en
revanche pas de distinguer clairement le temps de Wigner et le temps de Larmor
qui restent donc deux définitions plausibles pour expliquer leurs résultats.

Domaine de la matière condensée : expérience de P. Guéret et al

Nous passons maintenant au domaine de la matière condensée et la particule
que nous allons considérer est un électron. Dans l’article Effect of a Transverse
Magnetic Field on the Tunnel Current through Thick ans Low Semiconductor
Barriers de P. Guéret et al [124], les auteurs considèrent deux hétérostructures
générant donc deux barrières de potentiel différentes de largeur respective l = 430
Å et l = 250 Å. La variable mesurée dans cet article est le courant tunnel I (l’effet
tunnel étant dans leur cas le mécanisme prédominant de conduction). L’ordre de
grandeur du temps de traversée τt attendu est inférieur à la pico-seconde ce qui
rend la mesure difficile. Néanmoins, l’électron étant une particule dotée d’un spin,
l’application d’un champ magnétique à l’intérieur de la barrière de potentiel a une
influence sur sa traversée. Les auteurs montrent notamment que la dépendance
du courant tunnel I avec le champ magnétique B peut être expliqués par une
largeur de barrière effective l′ proportionnelle au produit (Bτt)2. Connaissant le
champ magnétique ressenti par les électrons, les auteurs en déduisent un temps
de traversée tunnel τt ∼ 0.1ps qu’ils associent à la définition semi-classique de M.
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Büttiker et R. Landauer.

Domaine de la physique attoseconde : expérience de A. S. Landsman
et al

La dernière expérience que nous abordons est plus récente, elle relève du do-
maine de la physique attoseconde et est présentée dans l’article Ultrafast resolu-
tion of tunneling delay time de A. S. Landsman et al. [125]. Les auteurs étudient
expérimentalement l’ionisation tunnel d’un atome d’hélium interagissant avec un
pulse laser femto-seconde intense. La grandeur mesurée ici est la direction d’émis-
sion de l’électron par effet tunnel. Il faut donc rendre l’angle définissant cette
direction dépendant de l’instant d’émission pour déterminer un temps de traver-
sée tunnel. Cela est réalisé en utilisant un faisceau laser de polarisation elliptique
pour générer le pulse. Après la traversée de la barrière de potentiel, l’électron est
accéléré par le champ électrique créé par le laser dans une direction dépendant
de la direction du champ électrique à l’instant d’émission. Cette technique est
connue sous le nom de Attosecond Angular Streaking (AAS) [126], ou stries angu-
laires attosecondes en français. En mesurant l’angle correspondant à la direction
d’émission la plus probable, et en lui retranchant l’angle correspondant au AAS
ainsi qu’une correction prenant en compte le potentiel de Coulomb créant la bar-
rière, les auteurs en déduisent la contribution du temps passé à l’intérieur de la
barrière de potentiel et donc le temps de traversée tunnel qui est typiquement de
l’ordre de 100 as. Afin de comparer leurs résultats avec les théories existantes, A.
S. Landsman et al ont étudié la dépendance de ce temps de traversée tunnel avec
l’intensité maximale du pulse laser. En effet, plus l’intensité maximale est grande,
plus la barrière de potentiel est fine, ce qui influence le temps de traversée tunnel.
Parmi les trois théories que nous avons présentées plus haut, seul le temps de
Larmor est en accord avec leurs résultats.

IV.1.e Condensat de Bose-Einstein dans un réseau
La question du temps de traversée tunnel est donc une question ouverte et ac-

tuelle. Comme nous l’avons vu, plusieurs domaines de la physique sont concernés.
Dans tous les cas que nous avons présentés, la mesure de ce temps est un chal-
lenge expérimental du fait des ordres de grandeurs à considérer, ce qui empêche
le plus souvent une mesure directe. Revenons au sujet central de ce manuscrit de
thèse. Le comportement d’un condensat de Bose-Einstein dans un réseau optique
est fortement influencé par l’effet tunnel. Nous avons notamment vu que le taux
tunnel J est directement lié à la profondeur du réseau. J gouverne également
l’expansion de la fonction d’onde du condensat au sein du réseau [91]. Beaucoup
d’études ont été réalisées sur cette question comme par exemple la possibilité
de renormaliser J en modulant le réseau de façon appropriée [127–129] (ce que
nous aborderons dans le dernier chapitre de ce manuscrit), ou encore l’étude de
la physique à N -corps, qui fait intervenir le taux tunnel J et les interactions entre
atomes [28, 130, 131]. Néanmoins, la question même du temps tunnel à souvent
été éludée. Nous présentons dans la section suivante l’expérience que nous avons
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réalisée sur le sujet et dans laquelle nous réalisons une mesure directe du temps
de traversée tunnel.

IV.2 Observation expérimentale du temps de tra-
versée tunnel
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Figure IV.4 – Protocole expérimental réalisé pour étudier les micro-oscillations
d’une chaine de condensats.

Reprenons l’expérience d’oscillation d’une chaine de condensats dans un ré-
seau optique. Le protocole est exactement le même que celui que nous avons
présenté dans le chapitre III. Il est rappelé sur la figure IV.4.

IV.2.a Mise en évidence de la présence d’effet tunnel
Nous choisissons de travailler avec un réseau optique de profondeur s = 3.21

et un déphasage initial θ0 = 45˚. Comme dans le chapitre précédent, les atomes
oscillent dans le potentiel périodique. Lorsque l’on supprime tout confinement, les
condensats interfèrent et révèlent après temps de vol leur distribution en impul-
sion au sein du réseau optique. L’évolution de la figure d’interférence en fonction
du temps de maintien dans le réseau décalé est représentée figure IV.5.

Nous reconnaissons sur ces données l’oscillation dans l’espace des impulsions
de la chaine de condensats. Suivons pas à pas cette oscillation. À l’instant t = 0,
les atomes se trouvent sur le bord de chaque puits, à vitesse nulle (point A sur la
figure IV.5). Après environ 25 µs d’évolution dans le réseau, les atomes ont atteint
le minimum de chaque puits, acquérant ainsi leur vitesse maximum (point B sur
la figure IV.5). Ils continuent ensuite à osciller jusqu’au point de rebroussement en
C. Un quart de période plus tard, nous observons deux pics (D1 et D2) et non un
seul, révélant dans l’espace des impulsions la séparation du paquet d’ondes qui a
eu lieu en C : une partie du paquet d’ondes (D1) a continué son oscillation tandis
qu’une autre partie (D2) est passée dans le puits adjacent par effet tunnel et a donc
une vitesse contraire à la première partie D1. Au point de rebroussement suivant
(en E), la barrière tunnel agit encore une fois comme une lame séparatrice. Du
fait d’une interférence constructive, un seul paquet d’ondes en ressort, avec une
vitesse opposée à celle qui correspondrait au mouvement d’oscillation ‘normal’.
Nous nous intéresserons plus en détails à ce phénomène dans la prochaine section
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Figure IV.5 – (a) : Densité atomique en fonction de la position et du temps
de maintien dans un réseau décalé de 45˚et de profondeur normalisée s = 3.21.
Chaque ligne correspond à un temps de maintien et deux lignes successives cor-
respondent à un intervalle de 5 µs. (b) : Schéma du mouvement du centre de
masse des paquets d’ondes dans chaque puits du réseau. Les lignes pointillées re-
présentent la séparation d’un paquet d’ondes en deux parties : l’une qui passe dans
le puits voisin par effet tunnel et l’autre qui continue son oscillation dans le puits
initial.

de ce chapitre. D’autre part, nous constatons que les deux paquets D1 et D2 ne
coïncident pas dans le temps, ce qui révèle que le fait de traverser la barrière
tunnel a ‘pris du temps’ au paquet d’ondes D2 qui est donc en retard par rapport
au paquet D1. Rappelons que le pas temporel entre chaque ligne est de 5 µs. Le
temps de traversée tunnel est donc ici de l’ordre de la micro-seconde. Cela nous
permet de faire une mesure directe du temps de traversée tunnel.

IV.2.b Description de l’expérience en terme de bandes de
Bloch

Afin d’être bien certain que le phénomène que nous observons est un effet
tunnel, nous devons nous assurer que, lors du décalage du réseau optique, les
atomes restent majoritairement dans les états liés du réseau que nous considérons
et que les états non liés ne contribuent pas significativement à la dynamique du
système. Le diagramme de bande correspondant au réseau de profondeur s = 3.21
que nous considérons est représenté figure IV.6. Nous y voyons qu’il existe deux
états liés (le bas de la troisième bande d’énergie est légèrement négatif également).
Comme nous l’avons vu, nous préparons l’état initial du système en faisant un
brusque déplacement du réseau d’une quantité ∆θ(0+) = θ0. Il est instructif de
déterminer quelles sont les populations πn(θ0) de l’état initial projeté sur les états
de Bloch |n, q = 0〉 pour différents déphasages initiaux θ0. Ces populations sont
données sur les histogrammes de la figure IV.7.
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Figure IV.6 – Diagramme de bande pour un potentiel périodique de profondeur
normalisée s = 3.21. Les lignes pointillées vertes correspondent aux 2 états liés
existants et les lignes rouges correspondent aux états non liés.
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Figure IV.7 – Probabilité pour l’état initial de se trouver dans l’état de Bloch
|n, q = 0〉 pour les 6 premières bandes n = 1, ..., 6, pour différents angles de dé-
phasage initial.
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Pour les deux déphasages initiaux les plus faibles, θ0 = 20˚et θ0 = 30˚, les
populations dans les états liés sont respectivement 98.3% et 93%. La dynamique
est donc complètement dominée par les deux états liés du système. Lorsque l’angle
de déphasage initial augmente, la contribution des états non liés augmente. Elle
atteint 35% pour θ0 = 50˚. Ce résultat nous permet d’affirmer que le phénomène
que nous observons est bien un effet tunnel qui, pour les angles faibles, n’est que
faiblement perturbé par les états du continuum.

IV.2.c Dépendance du temps de traversée tunnel avec
l’angle de déphasage initial

Forts de cette confirmation, nous étudions à présent le temps de traversée tun-
nel en fonction de l’angle de déphasage initial. Cette étude est rendue pertinente
par le quasi-isochronisme de l’oscillation au sein du réseau optique que nous avons
démontré au chapitre précédent (voir III.3). En effet, la période d’oscillation ne
dépend pas de l’angle de déphasage initial, ce qui nous permet de comparer les
mesures du temps de traversée tunnel à différents angles de déphasage initiaux.

Les temps de traversée tunnel représentés sur la figure IV.8 ont été extraits
en procédant à un ajustement gaussien de chacun des paquets d’ondes D1 et D2
(voir l’encadré de la figure IV.8.c) ; le décalage temporel entre les centres des
deux gaussiennes correspond au temps de traversée tunnel. En cela, notre mesure
s’apparente au temps de Wigner.

Le paquet D1, qui n’a pas traversé la barrière tunnel, nous sert de référence.
Afin de bien résoudre le décalage temporel entre les deux paquets d’atomes, nous
avons acquis une série de données, centrées sur les paquets C, D1 et D2, avec
cette fois un intervalle de 1 µs entre deux images successives. Nous avons éga-
lement produit ce même jeu de données par simulations numériques afin de les
comparer à nos résultats. Pour les simulations, nous avons calibré la profondeur
du potentiel à l’aide de la méthode de calibration par oscillation d’une chaine
de condensats que nous avons présentée dans le chapitre précédent (voir III.3).
L’incertitude présente lors de cette calibration entraine de fait une barre d’erreur
sur les résultats des simulations numériques. Une fois cette calibration réalisée,
les simulations ne présentent aucune variable d’ajustement. Les résultats de cette
étude sont représentés figure IV.8 et sont en très bon accord avec nos données
expérimentales.

Nous observons que, lorsque l’angle de déphasage initial augmente, le temps
de traversée tunnel diminue. C’est ce à quoi nous pouvons nous attendre intuiti-
vement dans une approche semi-classique du problème car la largeur, ainsi que la
hauteur, de la barrière de potentiel, diminuent lorsque θ0 augmente (voir figure
IV.8.b). Nous avons cherché à mesurer un temps de traversée pour la gamme
θ0 ∈ [20˚, 80˚]. Néanmoins, pour θ0 ≥ 60˚, il n’était pas possible d’extraire
une mesure précise du fait du recouvrement entre les paquets B et D2. De plus,
la contribution des états non liés pour ces déphasages devient importante. Les
simulations numériques sont en très bon accord avec les résultats expérimentaux
et montrent également que le temps de traversée tunnel est indépendant des in-
teractions.
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Figure IV.8 – (a) : images expérimentales : zoom sur les points C, D1 et D2 pour
différents déphasages initiaux θ0. (b) : représentation schématique de l’effet tunnel
qui a lieu au point C montrant l’évolution de la largeur de la barrière de potentiel
au premier point de rebroussement C. (c) : évolution du temps de traversée tunnel
en fonction du déphasage initial θ0 obtenu à partir des données expérimentales
(points noirs) et à partir des résultats des simulations numériques sans paramètre
ajustable mais incluant les barres d’erreur issues de la méthode de calibration
(zone grise). L’encadré montre le profil de densité du paquet d’onde réfléchi par
la barrière de potentiel (D1) et de celui transmis (D2) pour θ0 = 40˚ [100].

IV.2.d Comparaison avec la prédiction semi-classique
Comparons quantitativement nos résultats expérimentaux avec le temps semi-

classique τt que nous avons introduit dans la section précédente. Dans notre cas,
ce temps s’exprime de la façon suivante :

τt =
b∫

a

√
m

2(V (x)− E)dE. (IV.9)

Nous prenons en compte les conditions aux limites pour l’intégration V (a) =
V (b) = E et la forme de la barrière de potentiel ce qui donne :

τt(θ0) = Tc(0) 1
2π

ua∫

−ua

du√
cos2 u− a, (IV.10)
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avec Tc(0) = (2md2/h)s1/2 = 69 µs la période d’oscillation classique harmonique
et ua = cos−1

(√
1− cos2(θ0)

)
.

Nous résumons la comparaisons entre cette prédiction semi-classique et nos
résultats expérimentaux dans le tableau ci-dessous.

θ0[deg] 20 30 40 50 60 70 80

τt(θ0)[µs] 54 47 42 39 37 35.6 34.7

τexp(θ0)[µs] 27.5± 2.2 11.9± 2 9.5± 1.6 4.4± 2.4 − − −

Nous observons que la théorie semi-classique n’est pas en accord avec nos don-
nées expérimentales et numériques. Pour θ0 = 20˚, le temps de traversée tunnel
prédit est deux fois plus grand que celui que nous mesurons. De plus, nous obte-
nons expérimentalement une décroissance du temps de traversée beaucoup plus
rapide que ce qui ressort de la théorie semi-classique. Cette différence entre nos
résultats expérimentaux et la prédiction semi-classique peut s’expliquer : d’une
part, nous avons vu au chapitre III.3 que la période d’oscillation expérimentale-
ment observée est très différente de la période semi-classique attendue. Ici encore,
nous retrouvons le fait que le réseau entraine un comportement ondulatoire qui
n’est pas retranscrit par la théorie semi-classique. De plus, au fur et à mesure que
nous augmentons l’angle de déphasage initial θ, la contribution des états non liés
augmente. Il faut donc prendre en compte ces états non liés pour pouvoir décrire
quantitativement l’évolution du temps de traversée tunnel.

Il serait intéressant de comparer nos résultats aux autres théories comme celle
du temps de Wigner et du temps de Larmor. Malheureusement, ce travail n’a pas
pu être fait dans le cadre de cette thèse. Les résultats que nous présentons ici
appellent donc à un travail théorique plus poussé.

IV.2.e Limites de cette méthode de mesure
Nous avons choisi de nous placer à la profondeur s = 3.21 pour étudier le

temps de traversée tunnel. Ce choix n’est pas anodin car il nous permet d’être
dans les conditions idéales pour cette mesure. En effet, la barrière de potentiel
se comporte quasi idéalement comme une lame séparatrice 50-50 (les paquets
D1 et D2 sont très proches en terme de nombre d’atomes), cela nous permet
d’utiliser le paquet D1 comme référence claire pour mesurer le décalage entre
la partie réfléchie par la barrière de potentiel et la partie transmise. De plus,
sur l’ensemble des déphasages initiaux étudiés, la contribution des états non-liés
est relativement faible ce qui nous autorise à interpréter l’effet tunnel de façon
simple. Enfin, la séparation du paquet d’ondes initial en deux parties se produit
dès le premier point de rebroussement ; nous sommes donc proches du cas d’école
consistant à considérer une onde incidente sur une barrière de potentiel.

Ces différentes conditions ne sont pas remplies pour toutes les profondeurs
ni pour tous les déphasages initiaux. Concernant la question du déphasage ini-



IV.2. Observation expérimentale du temps de traversée tunnel 113

tial, nous avons vu à l’aide de la théorie de Bloch, que la contribution des états
non-liés atteint 35% pour un déphasage de 50˚, la limite de validité de notre
interprétation ‘simple’ du passage de la barrière de potentiel par effet tunnel est
donc relativement claire : la contribution des états non liés doit rester minoritaire.
Concernant la profondeur du potentiel périodique, il est nécessaire d’étudier plus
avant la question. Nous avons pour cela étudié la micro-oscillation de la chaine de
condensats pour différentes profondeurs et pour un déphasage initial θ0 = 30˚.
Les résultats de cette étude sont résumés figure IV.9.

Nous avons également indiqué sur cette figure les seuils de profondeur sn
en dessous desquels la structure de bande présente n états entièrement liés :
s1 = 0.89, s2 = 3.04, s2 = 6.43, s4 = 11.05.

Deux expériences ((a) et (b)) ont été réalisées pour la région s < s2. Dans
ce cas, un seul état lié est présent, la contribution des états non liés est donc
importante et il est difficile d’identifier clairement la part due à l’effet tunnel et
celle due à la contribution des états non liés. Cet effet est visible sur la figure
IV.9.(b) (s = 2.4) : les états non liés engendrent l’existence d’un paquet d’ondes
avec une vitesse vers la droite avant même le premier point de rebroussement.

La région s1 < s < s2 est illustrée par trois expériences : celle présentée plus
haut (s = 3.21, figure IV.5) et deux expériences supplémentaires à s = 4.16
(c) et s = 4.6 (d). Nous voyons sur ces données supplémentaires que lorsque la
profondeur augmente, les paquets d’ondes transmis et réfléchis par la barrière
de potentiel sont très déformés. Ce problème, que nous avons soulevé dans la
première section de ce chapitre, impose un traitement théorique plus poussé de la
forme du paquet d’atomes après le point de rebroussement pour définir clairement
le temps de traversée mesuré. Nous voyons également pour s = 4.6 (d) que le
passage de la barrière tunnel s’opère au deuxième point de rebroussement et non
au premier comme pour les données à s = 3.21. La donnée supplémentaire (e)
s = 15 confirme que le moment auquel le paquets d’atomes est séparé en deux
parties dépend de la profondeur du réseau. Sur ces données nous voyons que le
passage de la barrière se fait au quatrième point de rebroussement. De ce fait,
la dynamique d’oscillation de la chaine de condensats dans le réseau influence
le phénomène d’effet tunnel et il faut, là encore, un traitement théorique plus
poussé pour traiter la question qui nous intéresse, à savoir extraire un temps de
traversée tunnel.

Le choix que nous avons fait de nous placer à s = 3.21 correspond à la situation
la plus claire pour laquelle l’effet tunnel est aisément observé et se produit au
premier point de rebroussement.

La dynamique de micro-oscillation est donc complexe ; elle fait apparaitre des
situations et comportements riches qui requièrent un traitement spécifique à ce
cas précis pour être modélisé. Nous nous sommes intéressé dans cette section aux
points D1 et D2 de la figure IV.5 et en avons extrait une mesure directe du temps
de traversée tunnel. Dans la section suivante, nous nous intéresserons à la suite
de l’oscillation de cette même figure.
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Figure IV.9 – Dépendance de la micro-oscillation d’une chaine de condensats
avec la profondeur du potentiel périodique. En haut : données expérimentales pour
différentes profondeurs normalisées : (a) : s = 1.5, (b) : s = 2.4, (c) : s = 4.16,
(d) : s = 4.6, (e) : s = 15. En bas : les lignes pointillées correspondent au nombre
d’états liés. Les points (a), (b), (c), (d) et (e) y sont représentés. Le point rouge
correspond aux données présentées figure IV.8 et utilisées pour étudier le temps
de traversée tunnel visible sur la figure IV.5.
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IV.3 Interféromètre de Mach-Zehnder micromé-
trique

Dans cette section, nous nous intéressons à la dernière partie de l’oscillation
représentée figure IV.5. Nous remarquons en effet deux choses : d’une part, après le
second point de rebroussement E, il n’y a plus deux oscillations distinctes (celle du
paquet d’atomes D1 et celle de D2) mais une seule. D’autre part, le paquet d’onde
F a une vitesse opposée à celle de B, c’est-à-dire à celle attendue par l’oscillation
classique d’un paquet d’atomes dans un des puits du réseau. Ce comportement
contre-intuitif provient en fait d’un résultat très connu d’interférence dans un
interféromètre de Mach-Zehnder (IMZ) avec deux chemins symétriques et une
lame séparatrice 50-50. Dans ce cas, la voie de sortie est la voie opposée à la voie
d’entrée (voir figure IV.10).
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Figure IV.10 – Schéma de l’interféromètre de Mach-Zehnder réalisé. Chaque
point de rebroussement agit comme une lame séparatrice. L’état |p0〉 (respective-
ment |−p0〉) est défini comme l’état de vitesse positive (respectivement négative)

Pour illustrer cet effet, définissons l’état |p0〉 correspondant au point B : les
atomes ont une vitesse positive (vers la droite sur la figure IV.10). La barrière de
potentiel en C agit comme une lame séparatrice : les atomes transmis conservent
une vitesse positive en atteignent donc le point D2 dans l’état |p0〉 tandis que
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les atomes réfléchis voient leur vitesse changer de signe et atteignent donc D1
avec une vitesse opposée |−p0〉 . Nous pouvons alors en déduire l’état au point
D = D1 +D2 :

|D〉 = cosϕ |p0〉+ i sinϕ |−p0〉 , (IV.11)

où ϕ = π/4 dans le cas où le coefficient de transmission de la lame séparatrice
est exactement 50%.

Le point de rebroussement suivant (E) agit lui aussi comme une lame sépara-
trice sur laquelle les deux paquets se recombinent. Le résultat de cette recombi-
naison s’écrit en F de la façon suivante :

|F 〉 = cosϕ
(

cosϕ |p0〉+ i sinϕ |−p0〉
)

+ i sinϕ
(

cosϕ |−p0〉+ i sinϕ |p0〉
)

= cos(2ϕ) |p0〉+ i sin(2ϕ) |−p0〉 .
(IV.12)

Nous retrouvons bien dans l’équation (IV.12) que dans le cas d’une lame 50-50
(ϕ = π/4), l’état d’impulsion en F est i |−p0〉, exactement opposé à celui de B.

Dans notre configuration expérimentale, nous avons en réalité une chaine d’in-
terféromètres de Mach-Zehnder croisés travaillant de concert. En effet, le paquet
d’ondes transmis par la lame séparatrice d’un puits de potentiel en C interfère,
en E, avec le paquet d’onde réfléchi, en C, dans le puits adjacent. L’interférence
constructive qui apparait sur la figure IV.5 résulte donc de la conservation de
la cohérence du condensat de Bose-Einstein à l’échelle d’une période de micro-
oscillation. Nous avons vérifié numériquement que cet effet d’interférence ne dé-
pend pas des interactions. Néanmoins, il est sensible à la profondeur du potentiel
qui affecte le ratio entre la partie transmise et la partie réfléchie, modifiant ainsi ϕ.
Dans le cas présenté figure IV.5, nous mesurons en F : Π−p/(Π−p + Π+p) = 91%,
ce qui correspond à ϕ ' π/5. Les lames séparatrices C et E sont donc proches
de lames 50-50.

IV.4 Microscope par rotation dans l’espace des
phases

Nous avons présenté dans le chapitre II un protocole de microscope par rota-
tion dans l’espace des phases, nécessaire pour résoudre les deux îlots de stabilité
de l’expérience du double puits dynamique. Ce protocole est rappelé figure IV.11.

Lorsque les atomes traversent la barrière de potentiel en C (voir figure IV.5),
nous sommes exactement dans la même situation que pour le double puits dy-
namique : deux paquets d’ondes sont localisés sur chacune des pentes du puits.
Après temps de vol, ils sont confondus car tous deux ont une vitesse nulle. Nous
avons donc ici l’occasion de tester le protocole de rotation dans l’espace des phases
avant même de commencer l’expérience du double puits dynamique ! Le principe
est le suivant :

— Le condensat est chargé adiabatiquement dans le réseau de profondeur
normalisée s = 3.21.
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(a) : A et B localisés sur chaque pente du potentiel.
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Figure IV.11 – Protocole de microscope par rotation dans l’espace des phases
permettant de séparer deux paquets d’ondes distants de quelques centaines de
nanomètre après temps de vol : en déphasant de façon appropriée le réseau, l’un
des paquets d’onde acquiert une vitesse maximal tandis que l’autre garde une
vitesse nulle.

— La phase relative est modifiée quasi-instantanément pour déplacer le ré-
seau : θ0 = 0˚→ θ0 = 60˚. La chaine de condensats débute alors son
oscillation.

— Après une demi période (soit 50 µs, au point C), la phase est modifiée une
seconde fois afin de ramener au fond du puits soit le paquet d’onde qui n’a
pas traversé la barrière (D1 : θ0 = 60˚→ θ0 = 120˚), soit le paquet d’onde
qui a traversé la barrière par effet tunnel (D2 : θ0 = 60˚→ θ0 = 0˚).

— Le réseau est ensuite maintenu. Le paquet d’onde qui a été placé au fond
du puits lors du second décalage n’oscille plus tandis que l’autre paquet
continue son oscillation.

Le principe et les résultats de cette expérience sont résumés sur la figure IV.12.
Cette figure comporte trois parties que nous allons décrypter ci-après.

— Rappel du cas sans second décalage : Figure IV.12.a
Une représentation schématique de la position des deux paquets D1 et D2 lors-
qu’ils sont en C est représenté figure i : le paquet d’atomes, après 1/2 période
d’oscillation (donc en C) se sépare en deux parties D1 et D2. Ils sont donc tous
les deux sur le coté de puits de potentiel mais dans des puits adjacents. Si nous
ne faisons pas de deuxième décalage (décalage maintenu à θ0 = 60˚pendant le
maintien dans le réseau (iii)), les deux paquets D1 et D2 oscillent et ont donc
des vitesses opposées après 1/4 de période supplémentaire (à environ 75 µs de
maintien sur la figure (ii)).

— Sélection du paquet D2 : Figure IV.12.b
En C, nous ramenons la phase relative à θ0 = 0˚(iii). De ce fait, comme re-
présenté sur le schéma (i), le paquet D2 se retrouve au fond du puits à vitesse
nulle. Il est alors au repos et restera au fond du puits à vitesse nulle pendant le
reste du maintien. Cela est directement visible sur les données (ii) car l’ordre 0
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d’interférence correspondant à la vitesse nulle n’est jamais entièrement dépeuplé
dans la suite de l’oscillation. Le paquet D1, lui, se retrouve dans le même puits
que D2, mais sur la pente. Il continue donc à osciller, dans le sens inverse par
rapport à la figure (a).

— Sélection du paquet D1 : Figure IV.12.c
De la même façon, nous sélectionnons cette fois le paquet D1 en passant la phase
relative à θ0 = 120˚au moment où les atomes sont en C (iii). Dans ce cas-là, c’est
le paquet D1 qui se retrouve au fond du puits de potentiel à vitesse nulle (voir
le schéma (i)). Comme précédemment, le paquet non sélectionné D2 se retrouve
dans le même puits, sur la pente, et continue donc d’osciller. Nous voyons sur les
données (ii) que là encore le paquet d’atomes D2 oscille dans la direction opposée
au cas (a.ii) car il a changé de puits de potentiel lors du second décalage.

Ces résultats montrent que le protocole de microscope dans l’espace des phases
fonctionne bien et que ce sera donc un outil très intéressant pour la réalisation
du double puits dynamique. Cela confirme également (si un doute subsistait) que
l’effet tunnel a bien lieu au point de rebroussement C.

Conclusion
La micro-oscillation d’une chaine de condensats dans un réseau optique nous

a apporté beaucoup de bonnes surprises grâce à l’émergence de phénomènes com-
plexes et intéressants.

La possibilité pour les paquets d’ondes de traverser la barrière de potentiel
par effet tunnel aux points de rebroussement, conjugué au quasi-isochronisme de
l’oscillation, nous a permis de réaliser une mesure directe du temps de traversée
tunnel. Cette expérience s’inscrit dans le cadre de la question ouverte et très
active du temps en mécanique quantique. Nos résultats permettent l’étude de la
question du temps de traversée tunnel dans une gamme de paramètres qui n’avait
jusqu’alors pas été explorée de façon expérimentale.

Nous avons observé une interférence constructive lors de la recombinaison des
deux paquets d’ondes au second point de rebroussement. L’oscillation de la chaine
de condensats crée ainsi une chaine d’interféromètres de Mach-Zehnder micromé-
triques couplés. Un tel dispositif peut notamment être utile pour la mesure de
forces locales de courte portée à la proximité d’une surface [132–134].

Enfin, ce phénomène d’effet tunnel au point de rebroussement nous a permis
de tester le protocole de microscope par rotation dans l’espace des phases qui
doit nous permettre d’analyser le transport classique et quantique en présence de
chaos. Ce test est concluant et valide le protocole proposé par notre équipe et
celle de Bertrand Georgeot [47] ainsi que notre capacité à le réaliser expérimen-
talement.

Le degré de liberté que nous avons exploité pour faire émerger ces phénomènes
est la phase relative ∆θ entre les deux faisceaux laser créant le réseau optique.
Nous avons étudié l’effet d’un changement quasi-instantané et ponctuel de cette
phase sur le comportement de la chaine de condensats. Dans le dernier chapitre
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Figure IV.12 – Réalisation du microscope par rotation dans l’espace des phases
pour un réseau de profondeur normalisée s = 3.21. À t = 0, le réseau est déphasé
de θ0 = 60˚. Après 1/2 période d’oscillation (50 µs de maintien), la phase relative
entre les deux faisceaux laser est (a) inchangée, (b) remise à 0 et (c) passée à
θ0 = 120˚. Dans chacun des cas nous présentons : i : représentation schématique
de la position des deux paquets D1 et D2 lorsqu’ils sont au point C (à vitesse nulle,
juste après effet tunnel). ii : données expérimentales. iii : évolution de la phase
relative θ0 au cours du maintien.



120 Chapitre IV. Mesure du temps de traversée tunnel

de ce manuscrit, nous continuons d’exploiter ce degré de liberté en considérant
cette fois une variation continue de ∆θ.
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Introduction
Comme nous l’avons vu dans les chapitres précédents, lorsque l’on étudie

le comportement d’un condensat de Bose-Einstein dans un réseau optique, la
profondeur s du potentiel périodique est un paramètre crucial qui fixe notamment
le taux tunnel entre deux puits adjacents, J . Nous avons à notre disposition
un degré de liberté facilement modulable : la phase relative ∆θ entre les deux
faisceaux laser qui interfèrent et créent le potentiel périodique. Nous présentons
dans ce chapitre des résultats préliminaires sur l’étude du comportement d’un
condensat de Bose-Einstein dans un réseau modulé en phase.

Dans l’expérience de micro-oscillations d’un condensat dans un réseau dé-
calé soudainement, nous avions à faire à un oscillateur libre. Nous l’avons vu, la
dynamique de cette micro-oscillation est très riche et subtile et nous a permis
une mesure directe du temps de traversée tunnel. À présent, nous allons nous
intéresser au cas de l’oscillateur forcé.

Pour cela, nous modulons sinusoïdalement la phase relative entre les deux bras
du réseau : ∆θ = θ0 sin(ωmt). Le potentiel ainsi créé est le suivant :

V (x, t) = −sEL cos2
(
πx

d
+ θ0 sin(ωmt)

)
. (V.1)

Comme précédemment, l’amplitude de modulation θ0 = 90˚correspond à un
déplacement maximal du réseau d’une demi-période spatiale.

Par analogie avec un oscillateur forcé, il est naturel de penser que la réponse du
condensat à cette excitation sinusoïdale dépend de la fréquence de modulation ωm.
De même, nous nous attendons à voir une résonance lorsque le quantum d’énergie
~ωm devient proche de la différence d’énergie ~ωr entre les deux premières bandes
d’énergie n = 0 et n = 1 de la structure de bande du réseau. Dans ce cas, l’énergie
apportée par la modulation devient résonante avec cette transition et nous nous
attendons à ce qu’elle entraîne un chauffage non négligeable du condensat. Dans
ce chapitre nous allons étudier deux régimes différents : ωm � ωr et ωm < ωr.
Nous étudierons ces deux régimes à l’aide de protocoles légèrement différents et
qui sont représentés sur la figure V.1.

La première section sera dédiée à l’étude du régime de haute fréquence ωm �
ωr. Comme nous le verrons, les atomes voient dans ce cas un potentiel périodique
moyenné dans le temps dont la profondeur s est renormalisée par la modulation de
phase. La pseudo-calibration que nous avons définie à l’aide de la méthode d’in-
terférence entre paquets d’ondes cohérents, dans le chapitre III.2, nous permettra
d’expliciter quantitativement cette renormalisation.

La seconde section sera, elle, dédiée au régime de fréquence faible ωm < ωr.
Ce régime est connu et il a été montré théoriquement que c’est cette fois le taux
tunnel J qui est renormalisé par la modulation de phase [135–138]. Cela a plus
récemment été observé expérimentalement dans les groupes de S. Chu [139], d’E.
Arimondo [127, 140, 141] ou encore de K. Sengstock [142]. Ce phénomène a éga-
lement été étudié avec un système de double puits vibrants [143]. La possibilité
de pouvoir renormaliser le taux tunnel provoque un certain enthousiasme au sein
de la communauté des atomes froids ainsi que dans celle de la matière condensée.
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Figure V.1 – Protocoles mis en œuvre dans les sections V.1 et V.2 de ce chapitre.
Dans la section V.1, concernant le régime de haute fréquence de modulation, le
condensat est directement chargé dans le réseau modulé. Dans la section V.2, le
condensat est chargé dans un réseau fixe et la modulation de phase ne commence
qu’après.

En effet, pour une assemblée de bosons dans un potentiel périodique, le modèle
de Bose-Hubbard [144] fait apparaître le paramètre U/J , où U est l’énergie d’in-
teraction au sein d’un site du réseau et J le terme de saut entre chaque site,
c’est-à-dire le taux tunnel. Pour un valeur critique de ce paramètre U/J , le sys-
tème subit une transition de phase quantique depuis un état superfluide vers un
isolant de Mott. Cette transition a été étudiée de façon théorique dans les années
1980 pour des bosons dans un réseau cristallin [145] et observée expérimentale-
ment avec des atomes froids dans un réseau optique en 2002 [28]. La modulation
de phase basse fréquence permet de simuler des régimes impossibles à atteindre
avec un réseau statique comme par exemple un taux tunnel nul ou négatif. C’est
ce dernier cas qui nous intéressera dans ce chapitre. Il a été montré que lorsque le
taux tunnel J est négatif, un nouvel état d’équilibre émerge et reflète le fait que
la structure de bande du potentiel périodique est modifiée de façon dramatique.
Cet état, appelé staggered state [140] (en français, état en quinconce), correspond
dans l’espace réel à une alternance du signe de la phase d’un puits de potentiel
à l’autre. Il peut se former grâce à une instabilité dynamique. Nous montrerons
que notre dispositif est approprié pour étudier ce système et notamment la dy-
namique de formation des staggered states. Nous verrons aussi que nous pouvons
étudier le retour à l’équilibre du système après arrêt de la modulation de phase.
À notre connaissance, il n’y a pas, à ce jour, d’étude expérimentale publiée de
ces dynamiques. Les résultats que nous présenterons dans cette section sont une
première étude de la formation de ces états et de leur durée de vie une fois la
modulation arrêtée.
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V.1 Modulation haute fréquence : renormalisa-
tion de la profondeur

Plaçons nous dans le régime de modulation haute fréquence. Le potentiel créé
est :

V (x, t) = −sEL cos2
(
πx

d
+ θ0 sin(ωmt)

)
. (V.2)

Nous faisons varier sinusoïdalement la phase relative ∆θ à la fréquence ωm.
Comme nous l’avons vu dans l’introduction de ce chapitre, dans ce cas la fréquence
de modulation doit être grande devant les fréquences typiques du réseau. Nous
travaillons dans cette section avec un réseau de profondeur normalisée s = 5. Dans
ce cas, la distance entre les deux premières bandes d’énergie n = 0 et n = 1,
exprimée en kHz est comprise entre ωrmin = 2π × 10 kHz et ωrmax = 2π × 17
kHz, où ωrmin est calculée en considérant le bord de la première zone de Brillouin
et ωrmax est calculée en considérant le centre de la zone. De plus, la pulsation
harmonique associée au fond de chaque puits de potentiel est ω0 = 2π × 13 kHz.
Afin de nous placer clairement dans le régime de haute fréquence de modulation,
nous choisissons donc ωm = 2π × 500 kHz 1. Cela nous permet de décrire le
potentiel ressenti par les atomes en terme de potentiel moyenné dans le temps. Les
potentiels moyennés sont très utilisés dans la physique de contrôle du mouvement
atomique car ils permettent de créer de nombreuses formes de pièges à l’aide de
potentiels optiques [146] ou magnétiques [147, 148]. Ils sont également utilisés
pour le piégeage d’ions, nous parlons alors de pièges de Paul [149].

V.1.a Description en terme de potentiel moyen
Dans le cas d’une modulation rapide, le potentiel effectivement ressenti par

les atomes est un potentiel moyen. Nous calculons donc 〈V (x, t)〉, le potentiel
périodique moyenné sur une période de modulation :

〈V (x, t)〉 = 1
Tm

Tm∫

0

−sEL cos2
(
πx

d
+ θ0 sin(ωmt)

)
dt, (V.3)

avec Tm = 2π/ωm. En développant l’expression (V.3) à l’aide des relations trigo-
nométriques et en faisant le changement de variable τ = ωmt, cette intégration
mène à :

〈V (x, t)〉 = −sEL

1 + cos(kLx) 1

π

π∫

0

cos (2θ0 sin(τ)) dτ

 , (V.4)

avec kL = 2π/d. Nous reconnaissons ici la définition de la fonction de Bessel
d’ordre 0 : J0(u).

1. Les modulateurs accousto-optiques que nous utilisons ont une bande passante de 50 MHz,
cela nous permet de moduler la phase du réseau à la pulsation ωm = 2π×500 kHz sans problème
d’atténuation ou de distorsion dus à la réponse du modulateur accousto-optique
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J0(u) = 1
π

π∫

0

cos(u sin(τ))dτ. (V.5)

L’expression du potentiel moyen ressenti par les atomes est donc :

〈V (x, t)〉 = −sEL (1 + J0(2θ0) cos(kLx)) . (V.6)

Nous voyons que l’effet de la modulation de phase est de renormaliser la
profondeur du potentiel périodique. Cette renormalisation dépend de l’amplitude
de modulation et se présente sous la forme d’une fonction de Bessel. Deux points
sont intéressants pour la discussion qui va suivre :

— La fonction de Bessel J0(2θ0) s’annule pour plusieurs valeurs : 2θ0 = 2.40,
2θ0 = 5.52 etc. La modulation de phase nous permet donc a priori de
supprimer totalement l’influence du réseau optique.

— Le deuxième point intéressant est que la fonction de Bessel J0(2θ0) peut
prendre des valeurs négatives pour lesquelles nous obtenons donc une pro-
fondeur effective seff négative ce qui implique que les minima initiaux du
potentiel deviennent des maxima.

V.1.b Résultats expérimentaux
Nous souhaitons observer expérimentalement la renormalisation de la profon-

deur du potentiel périodique par modulation de phase. Le protocole expérimental
que nous utilisons est représenté figure V.2.
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Figure V.2 – Protocole expérimental utilisé pour étudier l’effet d’une modulation
de phase haute fréquence. Le condensat de Bose-Einstein est chargé adiabatique-
ment dans le réseau modulé à la fréquence ωm avec une amplitude θ0.

Après avoir produit un condensat de Bose-Einstein, nous chargeons ce dernier
dans un réseau de profondeur s = 5, dont la phase est modulée à ωm = 2π × 500
kHz, avec une amplitude θ0 fixe. Après le chargement et le maintien dans le
réseau, nous coupons tout confinement et observons la figure d’interférence créée
par l’expansion de la chaine de condensats. Nous répétons cette opération pour
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pour une valeur d’amplitude de modulation θ0 donnée.

différentes amplitudes de modulation θ0. Les résultats de cette expérience sont
représentés figure V.3.

Cette expérience est très similaire dans son principe de détection à l’expé-
rience, présentée dans le chapitre III.2, d’interférence entre paquets d’ondes co-
hérents. Nous avons montré dans ce chapitre que nous pouvons effectuer une
pseudo-calibration de la profondeur en fonction de la population dans les ordres
d’interférence ±1, renormalisée à la population dans l’ordre 0 : P1. Nous avons
obtenu P1 = 0.074 seff, avec seff la profondeur renormalisée du réseau. Cette
pseudo calibration nous permet ici de traduire l’évolution de la population dans
les ordres ±1 en une variation de profondeur effective seff ressentie par les atomes
du fait de la modulation de phase. C’est ce qui est représenté figure V.4.
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Figure V.4 – Évolution de la profondeur effective en fonction de l’amplitude de
modulation de phase θ0. La profondeur effective du réseau est déduite de la popula-
tion dans l’ordre d’interférence P1 grâce à la pseudo calibration P1 = 0.074seff ob-
tenue dans le chapitre III. Points expérimentaux (•). La courbe rouge correspond
à l’ajustement des points expérimentaux par la fonction de Bessel Am×|J0(2θ0)|,
avec Am le seul paramètre d’ajustement.
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Sur la figure V.4, la profondeur effective seff est ajustée par la fonction Am ×
|J0(2θ0)|. En effet, comme nous procédons au chargement adiabatique du réseau
déjà modulé, nous n’avons pas accès ici au signe de la fonction de Bessel. L’ajus-
tement est en très bon accord avec les données expérimentales avec pour seule
variable d’ajustement Am.

Pour valider la description théorique en terme de potentiel moyenné dans le
temps, nous devons donc encore démontrer la signature du changement de signe
de la fonction de Bessel. Pour cela, nous appliquons le protocole suivant :

— Le condensat de Bose-Einstein est chargé adiabatiquement dans un réseau
de profondeur s = 5, modulé avec une amplitude θ0 = 55˚. La profondeur
effective ressentie par les atomes est alors seff = 1.6 (voir figure V.5).

— Après le chargement adiabatique, nous modifions subitement l’amplitude
de modulation θ0 = 55˚→ θ0 = 85˚(voir figure V.5). Pour cette amplitude
de modulation, la profondeur effectivement ressentie par les atomes est la
même en valeur absolue mais est négative selon le modèle théorique de
potentiel moyenné dans le temps. Les atomes ne se retrouvent alors plus
aux minima du potentiel périodique mais aux maxima.

— Nous observons ensuite le comportement du condensat dans ce nouveau
potentiel périodique.
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Figure V.5 – Protocole de mise en évidence du signe de la profondeur effective
seff en fonction de l’amplitude de modulation θ0. La flèche orange représente le
changement d’amplitude de modulation mis en œuvre pour déterminer le signe de
la profondeur effective.

Ce protocole est résumé sur la figure V.5. La flèche orange correspond au
changement d’amplitude de modulation que l’on effectue après le chargement
adiabatique. Les figures V.6.a et V.6.b permettent de comparer l’évolution de la
figure d’interférence en fonction du temps de maintien dans le cas où nous ne
faisons pas ce changement d’amplitude de modulation (a) et dans le cas où nous
le faisons (b). Dans le premier cas, le chargement étant adiabatique, les atomes
sont à l’équilibre, piégés aux minima du potentiel périodique (figure V.6.a). Par
contre, lorsque nous inversons le signe de la profondeur effective (figure V.6.b),
nous voyons apparaitre la signature dans l’espace des impulsions d’une oscillation
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Figure V.6 – (a) : figures d’interférence obtenues après chargement et maintien
dans le réseau modulé avec une amplitude θ0 = 55˚. (b) : figures d’interférence
obtenues suite au chargement dans le réseau modulé avec une amplitude θ0 =
55˚puis à la modification soudaine θ0 = 55˚→ θ0 = 85˚. Le temps de maintien
t = 0 correspond à l’instant où l’amplitude de modulation est modifiée.

quasi-symétrique de la chaine de condensats. En effet, nous mettons le système
hors équilibre de telle sorte que les atomes se retrouvent aux maxima du potentiel
périodique et la chaine de condensats commence alors à osciller. Nous avons ainsi
mis en évidence le signe de la profondeur effective ressentie par les atomes lors
de la modulation de phase rapide du potentiel périodique.

L’ensemble de nos observations expérimentales est donc en accord avec le fait
que, à haute fréquence de modulation de phase, la profondeur du potentiel moyen
ressenti par les atomes est seff = sJ0(2θ0).

V.2 Modulation basse fréquence : renormalisa-
tion du taux tunnel

Étudions à présent la réponse du condensat de Bose-Einstein à une modulation
de phase du réseau à basse fréquence. Rappelons que la forme du potentiel que
nous créons est la suivante :

V (x, t) = −sEL cos2
(
πx

d
+ θ0 sin(ωmt)

)
. (V.7)

Lorsque ωm < (ωr, ω0), La réponse du système est très différente du cas pré-
senté dans la section précédente. En effet, cette fois c’est le taux tunnel J qui est
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renormalisé [141] :
Jeff = J × J0(K0), (V.8)

avec J le taux tunnel en l’absence de modulation de phase, J0(x) la fonction de
Bessel d’ordre 0 et K0 = θ0hωm/EL (où K0 a été ici adaptée à nos notations par
rapport à [141]). Cette relation a été démontrée expérimentalement par la mesure
de la vitesse d’étalement de la fonction d’onde du condensat dans le réseau modulé
[140]. La fonction de Bessel J0(K0) est négative pour 2.4 < K0 < 5.2. Dans cet
intervalle, le taux tunnel effectif Jeff est lui aussi négatif. Cette situation n’est
pas accessible via un potentiel statique et entraine une modification drastique
de la structure de bande associée au potentiel périodique. En effet, la relation
de dispersion de la bande d’énergie fondamentale est liée au taux tunnel Jeff par
(voir chapitre II) :

E0(k) = −2Jeff cos(kd). (V.9)

Un taux tunnel négatif entraine donc l’inversion de la courbure de la bande
fondamentale dans la première zone de Brillouin tel que représenté qualitative-
ment sur la figure V.7.a. Dans l’espace réel, cela se traduit par l’impression d’une
phase alternée d’un puits de potentiel à l’autre (d’où le nom de staggered state,
état en quinconce). Cette inversion de courbure a une influence sur la figure d’in-
terférence issue de l’expansion de la chaine de condensats depuis le réseau.
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Figure V.7 – (a) : Schéma qualitatif de l’influence d’un taux tunnel négatif
sur la forme de la bande fondamentale E0(k). En bleu, la forme de la bande
fondamentale pour un taux tunnel positif. En rouge pointillé, la forme de la bande
fondamentale associée à un taux tunnel négatif. (b) : Figure d’interférence obtenue
après 1 ms de modulation de phase avec K0 = 3.27. (c) : Figure d’interférence
obtenue après 6 ms de modulation de phase avec K0 = 3.27.

Les deux figures V.7.b et V.7.c correspondent à la figure d’interférence obte-
nue après expansion de la chaine de condensats depuis le réseau modulé en phase
avec une pulsation ωm = 2π × 1.5 kHz et une amplitude θ0 = 160˚. Cela corres-
pond à K0 = 3.27. La différence entre ces deux images est qu’elles correspondent
respectivement à un maintien de la modulation de 1 ms (b) et 6 ms (c). Dans les
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deux cas, la fonction de Bessel qui entraine la renormalisation du taux tunnel est
négative, ce qui correspond donc à un taux tunnel effectif Jeff lui aussi négatif.

La figure d’interférence V.7.b est centrée sur le pseudo moment k = 0, cor-
respondant au minimum de la bande d’énergie associée à un taux tunnel positif,
bien que le taux tunnel effectif soit négatif du fait de la modulation de phase.

En revanche, après 6 ms de modulation, la figure d’interférence est modifiée.
Nous voyons sur la figure V.7.c que deux pics de densité apparaissent à k = ±1/2.
C’est l’image d’un staggered state dans l’espace des impulsions. En effet, les
pseudo-moments k = ±1/2 correspondent aux minima de la bande d’énergie
associée à un taux tunnel négatif (voir figure V.7.a).

Cela montre que la formation du nouvel état d’équilibre (le staggered state)
n’est pas instantané. Cela nous a conduit à nous intéresser à la dynamique de
formation de cet état.

Les staggered states ont été observés et étudiés expérimentalement pour la
première fois par l’équipe de S. Chu [139] en 2005. L’équipe de E. Arimondo [127]
s’est également intéressé à ces états et a notamment pu démontrer en 2009 la
réalisation d’une transition superfluide/isolant de Mott induite par la modulation
de phase. Enfin, plus récemment, l’équipe de K. Sengstock [142] a procédé à une
étude systématique des processus d’absorption de photons multiple entrainant
une excitation inter-bande dans ce système. Ces études ont permis une bonne
compréhension des staggered states. Néanmoins, la dynamique de formation de
ces états n’a, à notre connaissance, pas été étudiée. C’est donc dans cette optique
que nous avons entrepris ce travail.

Nous présentons donc dans cette section les résultats préliminaires que nous
avons obtenus. Nous verrons dans un premier temps que nous avons accès à la
dynamique de formation des stagerred states. Nous montrerons ensuite que la
dynamique de retour à l’équilibre depuis un staggered state vers un état ‘normal’
dans un réseau non modulé est différente de la dynamique de mise en place du
staggered state.

V.2.a Formation des staggered states
Afin d’étudier la formation des staggered states, nous appliquons le protocole

représenté figure V.8.
Le condensat est chargé adiabatiquement dans un réseau statique de pro-

fondeur normalisée s = 1.6. Après le chargement adiabatique, nous allumons
la modulation de phase brusquement (nous avons vérifié expérimentalement que
le fait d’augmenter progressivement la modulation de phase ne changeait rien).
Comme nous souhaitons observer l’apparition des staggered states, nous choisis-
sons les paramètres de modulation de sorte à simuler un taux tunnel négatif. Nous
avons pour cela : ωm = 1.5 kHz et θ0 = 160˚, ce qui entraine K0 = 3.27. Nous
sommes bien dans la zone où la fonction de Bessel qui renormalise le taux tunnel
est négative. Nous maintenons ensuite la modulation de phase pendant un temps
variable et observons l’évolution de la figure d’interférence après temps de vol.

Les résultats sont présentés figure V.9. Sur cette figure, nous voyons à gauche
l’évolution du profil d’interférence en fonction du temps de maintien de la mo-
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Figure V.8 – Protocole d’étude de la formation des staggered states. Un conden-
sat de Bose-Einstein est chargé adiabatiquement dans un réseau optique non mo-
dulé de profondeur s = 1.6. La modulation de phase est allumée soudainement
avec ωm = 1.5 kHz et θ0 = 160˚(ce qui donne K0 = 3.27).

dulation de phase et à droite l’évolution de la quantité R que nous avons défini
comme étant le rapport entre la population dans les ordres ±1/2 (correspondants
au staggered state) et la population dans l’ordre zéro. Cette quantité reflète donc
la formation du staggered state. Plusieurs points sont à discuter :

— La première constatation que nous pouvons faire est que la figure d’inter-
férence reflète l’oscillation de la chaine de condensats, comme ce que nous
avons observé dans le chapitre III. Cette oscillation se fait à la pulsation de
modulation ωm = 1.5 kHz. Il s’agit bien là d’une comportement analogue
à celui d’un oscillateur forcé.

— Nous voyons également que, pour un temps de maintien inférieur à 2 ms,
la figure d’interférence est similaire à celle que nous obtiendrions avec un
taux tunnel positif (bien que le taux tunnel effectif soit négatif). Pour un
temps de maintien compris entre 2 ms et 2.5 ms, la figure d’interférence
se brouille et nous ne voyons plus qu’un nuage étendu qui oscille, toujours
à la fréquence de modulation. Le staggered state apparait petit à petit et
semble stable à partir de 6.5 ms (la quantité R continue pourtant d’osciller ;
ceci est un artefact dû à la définition de R et de l’oscillation forcée de la
chaine de condensats. Une analyse plus poussée de ces données permettra
de décrire plus finement cette dynamique de formation). Dans le même
temps, l’ordre d’interférence 0 diminue progressivement jusqu’à s’annuler
lorsque le staggered state est établi.

Nous observons donc sur ces données que l’état centré sur l’impulsion nulle
devient instable dans le cas où le taux tunnel Jeff est négatif. Tandis que le
stagerred state, une fois établi, est stable. La transition entre ces deux états est
accessible expérimentalement avec notre dispositif.



V.2. Modulation basse fréquence : renormalisation du taux tunnel 133

−1 −0.5 0 0.5 1

0

1

2

3

7

8

9
0 1 2 3 4 5 6 7 8 9

0

0.5

1

1.5

2

2.5

3

3.5

4

ordre d’interférence
R

(u
.a

.)

temps de maintien (ms)

te
m

ps
de

m
ai

nt
ien

(m
s)

Figure V.9 – Dynamique de formation des staggered states. À gauche, l’évolu-
tion de la figure d’interférence en fonction du temps de maintien dans le réseau
modulé en phase. À droite, R est le rapport entre la population dans les ordres
d’interférence ±1/2 et la population dans l’ordre zéro.

Pour mieux comprendre cette formation et pour anticiper les données expéri-
mentales pertinentes à produire, nous souhaitons mieux comprendre le processus
de transition entre ces deux états. Cela n’est pas accessible par la résolution de
l’équation de Gross Pitaevski que nous utilisons pour nos simulations numériques
(voir chapitre III.3) car il est nécessaire d’inclure dans la théorie un terme de
dissipation d’énergie. En effet, nous observons sur la figure V.9 que le fond ther-
mique est de plus en plus important après quelques millisecondes de modulation
de phase mais semble aussi se stabiliser une fois le staggered state établi. Cela
semble donc un élément concomitant à la transition entre les deux états que nous
considérons. Ce processus d’établissement d’un nouvel état d’équilibre via une
instabilité dynamique est similaire à la formation de vortex au sein d’un conden-
sat de Bose-Einstein en rotation [150]. Nous avons entamé l’étude du chauffage
induit par la modulation de phase. Cette étude est actuellement en cours sur
notre dispositif expérimental.

V.2.b Retour à l’équilibre dans le réseau non modulé
Comparons à présent la formation du staggered state dont nous avons parlé

dans la section précédente au retour à l’équilibre depuis ce même staggered state
une fois la modulation de phase coupée. C’est ce que nous réalisons à l’aide du
protocole expérimental représenté figure V.10. Comme précédemment, le conden-
sat est chargé adiabatiquement dans un réseau non modulé de profondeur s = 1.6.
La modulation de phase est ensuite allumée soudainement avec ωm = 2π × 1.5
kHz et θ0 = 160˚. Après 8 ms de modulation, une fois le staggered state établi,
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la modulation de phase est coupée. Le condensat est ensuite maintenu dans le
réseau non modulé pendant une durée variable avant de procéder à un temps de
vol. Nous observons alors l’évolution de la figure d’interférence en fonction du
temps de maintien dans le réseau non modulé.

Pr
of

on
de

ur
du

ré
se

au

tempschargement
adiabatique
du réseau

du réseau
modulation maintien

réseau
non modulé

temps de vol

∆θ = 0 ∆θ = θ0 sin(ωmt) ∆θ = 0

Figure V.10 – Protocole d’étude retour à l’équilibre depuis un staggered state
dans un réseau non modulé.

Le résultat de l’application de ce protocole est représenté figure V.11. Rap-
pelons que l’état de départ (temps de maintien nul), est un staggered state. La
modulation de phase est coupée au moment où les paquets d’atomes constituant
la chaine de condensats sont au fond des puits de potentiel, à vitesse maximale.
La figure d’interférence présente un seul pic de densité centré sur l’ordre d’in-
terférence −1/2. Nous observons également une oscillation beaucoup plus rapide
que sur la figure V.9. En effet, le système n’étant plus forcé par la modulation de
phase, la période d’oscillation (de l’ordre de 100 µs) est uniquement dictée par le
réseau statique. Enfin, pour ces paramètres nous observons un temps caractéris-
tique de retour à l’état d’équilibre associé à un taux tunnel positif de l’ordre de
700 µs. C’est beaucoup plus rapide que la durée de formation du staggered state.
Là encore, une étude plus poussée est nécessaire pour interpréter ces résultats.
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Figure V.11 – Résultats expérimentaux concernant le retour à l’équilibre du
condensat de Bose-Einstein depuis le staggered state décrit précédemment après
arrêt de la modulation de phase. La figure d’interférence est représentée en fonc-
tion du temps de maintien dans le réseau non modulé.

V.3 Conclusion
Nous avons montré dans ce chapitre que la phase relative ∆θ entre les deux

faisceaux laser qui créent le potentiel périodique est un outil flexible. Nous avons
utilisé cet outil pour étudier le comportement d’un condensat de Bose-Einstein
dans un réseau dont la phase est modulée sinusoïdalement. Nous avons notam-
ment montré que cette réponse dépend fortement de la valeur de la fréquence de
modulation.

À haute fréquence, la profondeur du réseau est renormalisée par un effet de
moyennage temporel. Il est même possible de supprimer totalement l’influence du
réseau. Le condensat ressent alors un potentiel plat. Nous pouvons, avec cet outil
qu’est la phase relative, aller plus loin dans l’étude de ce régime et considérer
par exemple une modulation en dent de scie. Dans ce cas, le potentiel moyen
ressenti par les atomes devrait, là aussi, être un potentiel périodique de profon-
deur renormalisée, mais dont la phase est également modifiée, ce qui entraine un
déplacement spatial des puits du réseau.

La modulation à basse fréquence est étudiée par plusieurs équipes et suscite
un enthousiasme certain du fait de la possibilité de simuler une transition su-
perfluide/isolant de Mott et d’atteindre des situations inédites pour lesquelles le
taux tunnel est nul ou même négatif. Nous avons montré que l’établissement du
nouvel état stable d’un réseau ayant un taux tunnel négatif entre deux puits ad-
jacents présente une dynamique intéressante et non triviale du fait de la nécessité
de prendre en compte le chauffage induit par la modulation de phase. L’étude de
cette dynamique est accessible grâce à notre dispositif. Une collaboration est en
cours avec Peter Schlagheck de l’Université de Liège. Nous observons sur la figure
V.12 les premières données numériques issues de cette collaboration.

Cette figure représente la densité en impulsion du condensat avant le début
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Figure V.12 – Premiers résultats numériques issus de notre collaboration avec
Peter Schlagheck de l’Université de Liège. Les figures représentent la densité en
impulsion dans quatre conditions différentes : (a) avant le début de la modulation
de phase, par résolution de l’équation de Gross-Pitaevskii. (b) après 10 périodes
de modulation, par résolution de Gross-Pitaevskii. (c) : avant le début de la mo-
dulation de phase, par la méthode de Wigner tronqué. (d) après 10 périodes de
modulation, par la méthode de Wigner tronqué.

de la modulation (figures V.12.a et V.12.c) et après 10 périodes de modulation
de phase du réseau (figures V.12.b et V.12.d). Les paramètres utilisés sont si-
milaires à ceux que nous utilisons dans nos expériences. Les courbes en rouge
(figures V.12.a et V.12.b) sont obtenues grâce à la résolution de l’équation de
Gross-Pitaevskii, qui ne rend pas compte de la présence de chauffage. La densité
en impulsion est alors inchangée au cours de la modulation et nous ne voyons
pas apparaitre les staggered states. Les courbes en bleu (figures V.12.c et V.12.d)
sont calculées à partir de la méthode de Wigner tronqué [151, 152] qui consiste
à résoudre l’équation de Gross-Pitaevskii en ajoutant un terme aléatoire à l’état
initial, rendant compte d’un bruit initial. De façon analogue à la méthode de
Monte-Carlo, il faut bien choisir la distribution de probabilité pour ce bruit ini-
tial aléatoire et reproduire la simulation un nombre suffisant de fois (les courbes
bleu sont obtenues avec 1000 réalisations). Nous voyons sur ces courbes qu’après
10 périodes de modulation, des pics émergent au centre des pics initiaux, ce qui
est analogue à un staggered state pour lequel des pics de densité sont visibles
aux ordres d’interférence ±1/2. Nous voyons également que ces pics sont élargis
ce qui traduit l’existence de chauffage. Ces données sont très prometteuses et
notre collaboration avec Peter Schlagheck nous permettra notamment de définir
les paramètres que nous devons explorer expérimentalement et numériquement.

Évidement, la transition entre les deux régimes de fréquence de modulation
doit être également approfondie. Il s’agit là aussi d’une affaire à suivre ...







Conclusion générale

‘Grâce à une lumière bien choisie, on place une assemblée d’atomes dans un
état peu conventionnel et éloigné de notre intuition habituelle, tout en continuant
à l’observer à l’œil nu et la manipuler à volonté. C’est une des rares situations
où on a un accès direct, visuel, aux lois fondamentales de la Nature dictées par
la mécanique quantique.’

Jean Dalibard, Normal Sup’Info, mai 2009

Ce manuscrit présente le travail réalisé pendant les trois années de thèse que
j’ai effectué au sein de l’équipe Atomes Froids du LCAR. Le fil directeur qui
a guidé les choix expérimentaux que nous avons pris est l’étude du transport
classique et quantique dans un réseau optique modulé en amplitude : le double
puits dynamique. Les paramètres du potentiel dépendant du temps considéré
permettent de façonner l’espace des phases, et notamment de se placer dans un
espace des phases mixte pour lequel des îlots de stabilité sont séparés par une
mer chaotique à la limite semi-classique.

Nous avons commencé par présenter le dispositif expérimental produisant des
condensats de Bose-Einstein de rubidium 87 dans un piège hybride. Ce dispo-
sitif a été entièrement construit durant les deux premières années de ma thèse.
Nous avons notamment détaillé le piège magnéto-optique 3D qui nous permet de
charger un piège magnétique dans lequel nous procédons à une étape de refroidis-
sement par évaporation micro-onde. Les atomes sont ensuite transférés dans un
piège hybride constitué d’un gradient de champ magnétique compensant presque
la gravité et d’un piège dipolaire croisé. Nous poursuivons le refroidissement par
évaporation dans ce piège et obtenons in fine des condensats de Bose-Einstein
quasi purs contenant typiquement 2× 105 atomes.

Nous avons ensuite expliqué la mise en place d’un réseau optique sur le dispo-
sitif expérimental et avons donné quelques éléments théoriques permettant d’étu-
dier le comportement d’un condensat de Bose-Einstein piégé dans un du potentiel
périodique. Nous avons porté une attention toute particulière à ce que tous les
outils expérimentaux nécessaires à la réalisation de l’expérience du double puits
dynamique soient opérationnels. Nous avons notamment montré que le réseau
optique que nous avons mis en place peut être contrôlé dynamiquement via la
puissance et la phase relative des deux faisceaux laser qui interfèrent pour créer
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le potentiel périodique.
La suite de mon travail s’est essentiellement concentrée sur l’exploitation de la

phase relative ∆θ. Celle-ci nous permet d’étudier la micro-oscillation d’une chaine
de condensats de Bose-Einstein suite à un déplacement soudain du réseau. Cette
micro-oscillation s’est avérée beaucoup plus riche que ce que la description semi-
classique d’une chaine d’oscillateurs non harmoniques laissait présager. L’étude
de la période de la micro-oscillation nous a permis de proposer une nouvelle
méthode de calibration de la profondeur du réseau optique. Cette méthode de
calibration est robuste aux interactions, à un éventuel potentiel extérieur et à la
forme exacte du potentiel et est en très bon accord avec la méthode de diffraction
de Kapitza-Dirac qui est usuellement utilisée dans le domaine des atomes froids.

Le micro-mouvement des atomes nous a permis de montrer qu’au point de
rebroussement de leur oscillation, les atomes peuvent traverser la barrière de
potentiel qui les sépare du puits adjacent par effet tunnel. L’observation de la
dynamique d’oscillation après temps de vol nous a permis de faire une mesure
directe du temps de traversée tunnel [100]. Nous avons également montré que les
points de rebroussement agissent comme des lames séparatrices. La succession
de deux lames séparatrices crée une chaine d’interféromètres de Mach-Zehnder
micro-métriques couplés. La présence d’effet tunnel durant la micro-oscillation
nous a également permis de valider le protocole de microscope par rotation dans
l’espace des phases. Ce protocole nous permettra d’analyser le mouvement des
atomes lors de l’expérience du double puits dynamique. En effet, cette nouvelle
méthode nous permettra d’avoir accès à la distribution en position in situ à une
échelle de l’ordre de la centaine de nanomètres.

Enfin, nous nous sommes intéressés à la dynamique d’un condensat de Bose-
Einstein dans un réseau modulé en phase. Le régime de modulation haute fré-
quence nous a permis de montrer que la profondeur du réseau est renormalisée
par la modulation de phase. Le régime basse fréquence met en jeu une instabilité
dynamique dont émerge un nouvel état d’équilibre : le staggered state. Cet état
correspond à la présence d’une phase alternée d’un puits de potentiel à l’autre.
Nous avons démontré que notre dispositif rend possible l’étude de la dynamique
de formation de cet état ainsi que l’étude de retour à l’équilibre dans un réseau
non modulé.

Actuellement, l’étude de la dynamique de formation des staggered states est
au cœur du travail de notre équipe. La collaboration avec Peter Schlagheck de
l’Université de Liège nous a permis de mieux cerner les données expérimentales
qui seront pertinentes pour cette étude qui s’avère riche et intéressante.

Le cahier des charges que nous nous sommes fixé au début de cette thèse a été
respecté. Nous contrôlons complètement la phase relative entre les deux faisceaux
laser créant le potentiel périodique. La modulation d’amplitude est le prochain
point que notre équipe perfectionnera. Il s’agit d’un outils qui a déjà été utilisé
dans notre équipe, avant ma thèse [62, 153]. Il faudra donc adapter l’expertise
que notre équipe a acquis sur ce sujet au cahier des charges de l’expérience du
double puits dynamique. Le travail théorique qui a été réalisé sur la manipulation
dans l’espace des phases d’un nuage en interaction [57] sera également un atout
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important pour l’étude de l’effet tunnel assisté par le chaos. Le développement de
tous ces outils, en vue de la réalisation de l’expérience du double puits dynamique,
sera poursuivi dans la thèse d’Éric Michon.









ANNEXE A

Préparation des faisceaux
résonants

Dans cette annexe nous présentons les montages optiques mis en place pour
préparer les faisceaux utilisés pour le PMO 2D, le PMO 3D et l’imagerie. Une
description détaillée de ces montages est donnée dans [58]
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Figure A.1 – Table optique de la diode Toptica asservie sur la transition F =
2→ F ′ = 2. Les différentes couleurs représentent l’utilisation de chaque branche
dérivée du faisceau principal (marron) : refroidisseur du PMO 3D (rouge), refroi-
disseur du PMO 2D (marron clair), pousseur (violet), imageur (bleu) et dépom-
peur (vert). Actuellement, le dépompeur n’est plus utilisé.
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Figure A.2 – Table optique de la diode artisanale asservie à -70.7 MHz de la
transition F = 1 → F ′ = 2. Les différentes couleurs représentent l’utilisation de
chaque branches dérivées du faisceau principal (marron) : repompeur PMO 3D et
2D (orange) et polariseur (vert). Le polariseur n’est actuellement plus utilisé.









ANNEXE B

Programmes de traitement de
données

Je détaille ici le principe de des programmes de traitement de donnée. Les
logiciels que nous utilisons sont MATLAB R2009a et Wolfram Mathematica 9.
Je ne donne ici que le principe de fonctionnement sous la forme de pseudo code,
mais les programmes complets sont disponibles à l’adresse :
http ://www.quantumengineering-tlse.org.
J’utilise un code couleur pour que la lecture soit plus simple :

— En vert : des commentaires permettant d’apporter certains détails.
— En bleu : le nom des fonctions utilisées.
— En rouge : les variables d’itération dans les boucles for
— Les mots en italique sont les variables utilisées dans le programme.
Dans les différents programmes présentés, certaines zones sont délimités par

_ PAUSE _ et _ REPRISE _. Cela indique que le programme s’arrête dans
l’attente d’une action de l’utilisateur.
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B.1 Programme 1 : mise en forme des données
et traitement du fond thermique

Le premier programme présenté ici nous permet de mettre en forme les don-
nées brutes de l’expérience. Pour cela, nous créons un film de l’expérience en
créant une image globale contenant chacune des images prises les unes après
les autres. Nous étudions majoritairement la physique 1D dans nos expériences,
nous avons donc décidé d’intégrer chacune des images selon la direction verticale
pour ne garder que la dynamique selon l’axe du réseau optique. Nous obtenons
alors l’évolution de la distribution en impulsion au cours de l’expérience, que ce
soit en fonction de la durée du pulse du réseau (expérience de diffraction III.1),
d’un temps de maintien dans le réseau (expérience d’interférence entre paquets
d’ondes cohérents III.2) ou de l’angle de déphasage initial du réseau (étude de
l’oscillation de paquets d’atomes en fonction du déphasage III.3). Ce programme
est donc commun à toutes expériences et reste très général. Le traitement spé-
cifique à chaque problème physique étudié est ensuite détaillé dans les autres
programmes de traitement.
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Programme 1 MATLAB. Mise en formes des données et traitement du fond
thermique

%% Définition des paramètres %%

% Définition des paramètres propres à l’expérience traitée :

imDir : chemin d’accès aux images d’absorption
imNom : nom des images
Ntemps : nombre de temps total à traiter
Dtemps : pas de temps
% RQ : ce ne sont pas forcément des temps, il peut s’agir de n’importe quel
paramètre incrémenté à chaque nouvelle image
→ Tgrid : vecteur allant de 0 à tmax par pas de Dtemps
% RQ : si le pas de temps n’est pas constant, il faut créer la base temporelle
Tgrid à la main
Nmoy : nombre d’images par temps
% Nous faisons une image moyenne sur Nmoy images
Angle : Angle de rotation de chaque image

%% Création du cadre %%

Appel de la fonction Calc_OD pour la Ncadre-ème image choisie par l’utilisa-
teur
% La fonction Calc_OD calcule la densité optique tel qu’expliqué dans la
section I.2
Rotation de l’image de Angle (imrotate)
Affichage de l’image (imagesc)

_ PAUSE _
Définition à la main du cadre de l’image approprié (sur la console MATLAB)

 

Xmin
Y max

Y min

Xmax

_ REPRISE _
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Intégration verticale de la Ncadre-ème image
Affichage de l’image

_ PAUSE _
Définition à la main du Cadre autour de chaque paquet d’atomes (sur la console
MATLAB)
%Cadre servira par exemple à exclure le condensat de l’image pour déterminer
le fond thermique

0 50 100 150 200 250 300 350 400

n=5

_ REPRISE _

%% Boucle sur le temps %%

for j allant de 0 à tmax do
for i allant de 1 à Nmoy do
Appel de l’image i du temps j via la fonction Calc_OD → variable
OptDens
if i= 0 then
Création de l’image : E0 = OptDens

else
Moyennage : E0 = E0 +OptDens

end if
end for
Rotation de l’image moyenne de Angle (imrotate)
Recadrage
Concaténation verticale de l’image moyenne j avec les images précédentes
(vertcat) → globalplot

%% 1D : Intégration %%
Intégration verticale de l’image moyenne j (sum) et normalisation à 1
% Cette étape ramène l’image à un vecteur et nous permet d’étudier la
physique 1D du problème
Concaténation verticale de l’image intégrée j avec les images précédentes
(vertcat) → globalplotinteg

%% 2D : Redimensionnement %%
Redimensionnement de l’image moyennée j en un vecteur selon la méthode
expliquée dans [154] pour être éventuellement traité plus tard par PCA

end for
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Résultats
Exemple de résultat : globalplot Exemple de résultat : globalplotinteg

%% Détermination du fond thermique %%

for j allant de 0 à tmax do
Détermination du nombre de pics (findpeaks) pour la ligne j du film intégré
globalplotinteg
L’initialisation de la largeur de la gaussienne pour l’ajustement du fond ther-
mique est déterminée à partir du nombre de pics
if j= 0 then
Détermination de l’amplitude du pic central pour initialiser l’amplitude
typique du fond thermique
% On initialise l’amplitude du fond thermique avec l’amplitude du pic
central divisé par 10. On ne le fait que pour la première image car, au
cours des expériences, le pic central peut s’annuler

end if
Détermination du centre de la gaussienne par la position du pic central
Définition des données correspondant au fond thermique en retirant tous les
points compris dans Cadre
Définition des paramètres d’ajustement (fittype)
Ajustement du fond thermique par une gaussienne (fit)
% L’algorithme d’ajustement utilisé est l’algorithme Levenberg-Marquardt
Création des données nettoyées→ DataClean(i) = globalplotinteg(i)−Fond

end for

Affichage et sauvegarde des données

film intégré selon la verticale
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B.2 Programme 2 et 3 : traitement de l’expé-
rience de diffraction

B.2.i Programme 2 : diffraction dans le régime de Raman-
Nath

Ce programme est conçu pour traiter les données obtenues dans le cadre de
l’expérience de diffraction d’un condensat de Bose-Einstein sur un réseau op-
tique dans l’approximation Raman-Nath. Le protocole mis en place pour réaliser
cette expérience est présenté dans la section III.1.a. Dans cette approximation,
la population dans l’ordre de diffraction n est donnée par l’expression :

Pn(tpulse) ∝
∣∣∣J|n|(V0tpulse/2~)

∣∣∣
2
, (B.1)

où Jn(x) est la fonction de Bessel d’ordre n, V0 la profondeur du potentiel pério-
dique et tpulse le temps d’interaction entre le condensat et le réseau.

Le programme de traitement réalisé permet d’obtenir en sortie les profondeurs
calculées à partir de chacun des ordres de diffraction et d’avoir ainsi la profondeur
moyenne obtenue ainsi que l’incertitude sur cette profondeur. Nous utilisons pour
cela les données déterminées dans le programme 1 : Cadre et Dataclean.
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Programme 2 MATLAB. Traitement de l’expérience de diffraction dans l’ap-
proximation Raman-Nath

%% Définition des paramètres %%

Dataclean : données intégrées selon l’axe vertical et dont le fond thermique a
été retiré à l’aide du programme 1
Cadre et n : Cadrage de chaque ordre de diffraction défini dans le programme
1 et nombre total d’ordres de diffraction
nmax = (n− 1)/2 : numéro de l’ordre de diffraction maximal visible
% Si n = 5, les ordres de diffraction visibles sont les ordres −2, −1, 0, 1 et 2.
On a donc nmax = 2
estimU0 : estimation de la profondeur du potentiel périodique pour l’initiali-
sation des fits
for m allant de 1 à n do
integordrenorm : matrice dont la colonne m représente l’évolution de la
population dans l’ordre m. Ce vecteur est renormalisé de sorte que sa valeur
maximale soit égale à 1

end for

%% Traitement des données %%

for m allant de 0 à n− 1 do
ordre = m− nmax : numéro de l’ordre de diffraction considéré
fit de l’ordre de diffraction correspondant par la fonction de Bessel adaptée :
AJ 2
|ordre|(Bx)

% L’algorithme utilisé pour l’ajustement est l’algorithme Levenberg-
Marquardt. Nous avons deux paramètres d’ajustement, A et B. Le fond est
fixé à 0 car il a été traité dans le programme 1
Chaque paramètre de l’ajustement ainsi que les intervalles de confiance as-
sociés sont enregistrés dans la variable paramfit
La profondeur obtenue grâce à l’ordre de diffraction m est enregistrée dans
la variable U0

end for
Affichage des données expérimentales et des ajustements obtenus ainsi que des
profondeurs déduites et sauvegarde des données
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B.2.ii Programme 3 : Diffraction Kapitza-Dirac
La théorie développée dans la section III.1.b permet de traiter les mêmes

données que précédemment sans l’approximation Raman-Nath. Pour cela nous
avons 2 étapes :

— Étape 1 : calcul de l’évolution théorique de la population dans chaque
ordre de diffraction pour différentes profondeurs

Pn(q, tpulse) =
∣∣∣∣∣∣

2π∫

0

1√
2π
ψ(x̃, tpulse)e−2nix̃dx̃

∣∣∣∣∣∣

2

,

avec ψ(x̃, tpulse) = e−iq
ELtpulse

2~

jmax∑

j=0

1√
π
c2jM(a2j, q, x̃)e−ia2j

ELtpulse
4~ ,

(B.2)
où M(a, q, x) sont les fonctions de Mathieu et q est la profondeur renor-
malisée du réseau. Un programme Mathematica effectue ce calcul. Ce pro-
gramme très simple n’est pas automatisé et chaque changement de pro-
fondeur et/ou d’ordre de diffraction nécessite de rentrer à la main les nou-
veaux paramètres. Les données que j’ai produites durant ma thèse (au
format .txt) sont les suivantes :
→ q ∈ [0, 7] par pas de 0.2 : n ∈ [0, 2] et t ∈ [0, 70µs] par pas de 5µs
→ q ∈ [7, 9] par pas de 0.2 : n ∈ [0, 3] et t ∈ [0, 70µs] par pas de 5µs
→ q ∈ [9, 15] par pas de 0.2 : n ∈ [0, 4] et t ∈ [0, 20µs] par pas de 1µs
Je ne détaille pas le fonctionnement de ce programme. Notons simplement
que les fonctions Mathematica utilisées sont : MathieuCharacteristicA[j, q]
pour évaluer le paramètre a2j associé à l’indice j et à la profondeur q
et MathieuC[a2j, q, x] pour évaluer la valeur de la fonction de Mathieu
symétrique correspondante.

— Étape 2 : détermination de la profondeur la plus en accord avec nos don-
nées expérimentales et donc de la profondeur V0 associée. Cela est réalisé
par le programme 3 (Matlab). Il utilise notamment les valeurs expéri-
mentales des populations dans chaque ordre de diffraction integordrenorm
calculées dans le programe 2.
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Programme 3 MATLAB. Détermination de la profondeur du réseau par diffrac-
tion kapitza-dirac

%% Définition des paramètres %%

integordrenorm : matrice regroupant l’évolution temporelle de chaque ordre
de diffraction déterminée par le programme 2 (données expérimentales)
% La structure de la matrice integordrenorm est la suivante :

ordre −nmax +nmax0... ...

tpulse = 0

tpulse = Dtemps

tpulse = tmax

.

.

.

P−nmax
(0)

P−nmax
(Dtemps)
.
.
.

P−nmax
(tmax)

...

...

.

.

.

...

P0(0)

P0(Dtemps)
.
.
.

P0(tmax)

...

...

.

.

.

...

Pnmax
(0)

Pnmax
(Dtemps)
.
.
.

Pnmax
(tmax)

n et Ntemps : nombre d’ordres de diffraction total et nombre de temps de
maintien déduits de la taille de la matrice integordrenorm
nmax = (n− 1)/2 : numéro de l’ordre de diffraction maximal visible
smin et smax : borne de l’intervalle de profondeur que l’on souhaite explorer
Nsm : nombre de valeur de s entière différentes
Nsm ne prend pas en compte le pas de 0.2, ce ne sont que les valeurs entières
KapDir : chemin d’accès aux données calculées par le programme Mathematica

%% Chargement des données calculées par le programme Mathematica %%

for j allant de 0 à nmax do
for i allant de 1 à Nsm do
for l allant de 1 à 6 do
il y a 6 valeurs de profondeur par valeur de i : i.0, i.2, i.4, i.5, i.6 et i.8
Chargement des données calculées par le programme Mathematica cor-
respondant à la profondeur i.l et à l’ordre de diffraction j (importdata)
→ création de la matrice datakap
Renormalisation de ces données de telle sorte que la valeur maximale
soit égale à 1
% Comme pour les données integordrenorm

end for
end for

end for
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Sélection des données calculées avec le programme Mathématica et correspon-
dant à un point expérimental → création de datakapres
% On sélectionne pour cela uniquement les temps tpulse effectivement utilisés
dans l’expérience. La structure de cette matrice est la suivante :

ordre 0 +nmax...

profondeur smin ... smax smin ... smax

tpulse = 0

tpulse = tmax

.

.

.

P smin
0 (0)

.

.

.

P smin
0 (tmax)

...

.

.

.

...

P smax
0 (0)

.

.

.

P smax
0 (tmax)

...

...

.

.

.

...

P smin
nmax

(0)

.

.

.

P smin
nmax

(tmax)

...

.

.

.

...

P smax
nmax

(0)

.

.

.

P smax
nmax

(tmax)

%% Calcul du résidu %%

Pour chaque ordre de diffraction, chaque temps, et chaque profondeur, on cal-
cule le résidu des populations r =

(
P exp − P théo

)2

Pour chaque ordre de diffraction et chaque profondeur, on en déduit le Mean
Squared Error ou MSE = ∑

t
r

%% Comparaison des résidus %%

Pour chaque ordre de diffraction, on identifie quelle profondeur donne le MSE
minimal (min)
La moyenne des profondeurs obtenues sur l’ensemble des ordres de diffraction
est sélectionnée comme la profondeur optimale et la dispersion de résultats fixe
l’incertitude sur cette profondeur optimale (mean et var).
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B.3 Programme 4 : Traitement de l’expérience
d’oscillation

Ce programme permet d’extraire l’amplitude d’oscillation xmax dans le cadre
de l’expérience d’oscillation présentée dans la section III.3. Il permet aussi d’en
déduire la vitesse maximale acquise par les atomes au cours de leur mouvement
et la profondeur du réseau dans lequel ils oscillent (pour un déphasage initial
de 45˚). Pour cela, Le programme 4 réutilise les résultats du programme 1
suivants : ‘imNom_DataIntegClean.txt’, ‘imNom_X.txt’, ‘imNom_T.txt’.

Le programme se charge alors d’ajuster chaque image de l’expérience. Les
ordres d’interférences sont approximés par des gaussiennes et l’enveloppe est elle
approximée par 1 ou 2 gaussiennes. En effet, si nous n’utilisons qu’une seule gaus-
sienne, cela ne nous permet pas de traiter les cas où il y a séparation des paquets
d’atomes en deux par effet tunnel. De plus, il reste toujours quelques atomes dans
les classes de vitesses opposées à celles qui décrivent simplement l’oscillation, ce
qui conduit systématiquement à sous-estimer l’amplitude de l’oscillation si nous
nous restreignons à 1 gaussienne.

Il faut donc distinguer deux types d’images :
— Les images pour lesquelles les atomes ont une vitesse moyenne nulle. La

distribution en vitesses est alors centrée sur l’ordre d’interférence 0 et il
ne faut utiliser qu’une seule gaussienne.

— Les images pour lesquelles les atomes ont une vitesse non nulle (qu’il y
ait eu séparation par effet tunnel ou non) pour lesquelles nous utilisons
2 gaussiennes : une pour les vitesses négatives et une pour les vitesses
positives.

Afin d’avoir un critère simple et efficace pour distinguer les deux cas, nous
calculons en amont le barycentre de la distribution de vitesses négatives et le
barycentre de la distribution de vitesses positives. Lorsque l’image est centrée,
ces deux barycentres sont proches. Tandis que dans le second cas, la différence
des deux barycentres est plus grande. La quantité que nous avons retenue est la
suivante :

varbar =
(

2 (Barg −Bard))
Barg +Bard

)2

, (B.3)

où g et d désignent respectivement la gauche et la droite de l’image. Ce critère
simple permet de trouver une valeur pertinente pour le critère de basculement
entre la description à 1 gaussienne et celle à 2 gaussiennes. Le seuil de basculement
est choisi manuellement, de façon interactive avec le programme et est guidé par
la courbe représentant varbar.

Il faut néanmoins noter que cela reste un ajustement avec une dizaine de va-
riables, sur des images parfois relativement bruitées. Il est donc nécessaire d’ajou-
ter un critère de validation. Au final, nous ne retenons que les points pour lesquels
l’ajustement a convergé avec un coefficient de détermination R2 supérieur à 0.9
(R2 est déterminé lors de l’ajustement par MATLAB).
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Programme 4 MATLAB. Traitement de l’expérience d’oscillation d’une chaine
de condensats. Détermination de l’amplitude d’oscillation

%% Définition des paramètres %%

ImNom : nom des images avant le ‘..._0000i_Back/NoAt/With’, où ‘...’ est le
temps de maintien des atomes dans le réseau décalé
Le programme charge alors les données, calculées par le programme 1,
DataClean, Xgrid et Tgrid qui sont respectivement le film de l’expérience
intégré verticalement et dont le fond thermique a été retiré, la base spatiale
horizontale et la base temporelle. calculés par le programme 1
PixelSize : taille réelle d’un pixel

%% Définition du cadre %%

Affichage du film intégré de l’image
_ PAUSE _

Définition à la main de la limite gauche de l’image G, du centre de l’ordre
d’interférence 0 M et de la limite droite D (sur la console MATLAB)
% Il faut choisir G et D de façon à ne pas sur-évaluer l’importance du fond. Il
faut donc rester proche des ordres d’interférence non nuls

_ REPRISE _

%% Détermination du critère de basculement entre 1 et 2 gaussiennes %%

for i allant de 1 à Ntemps do
Barg(i) : barycentre coté gauche de l’image
Bard(i) : barycentre coté droit de l’image
bartot(i) : barycentre total
varbar(i) =

(
2(Barg(i)−Bard(i))
Barg(i)+Bard(i)

)2

% varbar est ce qui va nous servir de critère de basculement. Si varbar est
faible, l’image est centrée sur l’ordre 0→ une seule gaussienne sera nécessaire.
Si varbar est grand, les atomes n’ont pas une vitesse nulle → il faudra 2
gaussiennes pour bien rendre compte de la dynamique

end for
Affichage de varbar en fonction du temps
Choix à la main du critère de basculement Bascul (sur la console MATLAB)
% La courbe affichée doit présenter la même périodicité que l’oscillation. Il faut
choisir une valeur intermédiaire, comme représenté dans l’exemple ci-dessous
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_ PAUSE _

0 5 10 15 20 25 30 35
0.05

0.1

0.15

0.2
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0.3

0.35

0.4

0.45

0.5
Détermination du critère de basculement

2 gaussiennes

1 gaussienne

_ REPRISE _

%% Traitement des données %%

for i allant de 1 à Ntemps do
Détermination du nombre d’ordre d’interférence n à ajuster et de leur posi-
tion (findpeaks)
if varbar(i) > Bascul then

%% Il faut 2 gaussiennes %%
Construction de la fonction qui servira à ajuster l’image i :(
Age−(p−Bg)2/Cg + Ade−(p−Bd)2/Cd

)
×
(
e−(p−B1)2/D + ... + e−(p−Bn)2/D

)

Initialisation des variables d’ajustement
% Les amplitudes sont initialisées empiriquement à 0.01, les centres B1, ...,
Bn sont initialisés avec les positions des ordres déterminées précédemment.
Le centre Bg (resp. Bd) est initialisé avec le barycentre de gauche (resp. de
droite). Les largeurs des gaussiennes sont initialisées de façon empirique
Ajustement des données (fit)
if l’ajustement a convergé et R2 > 0.9 then
Enregistrement des résultats de l’ajustement

else
Le point n’est pas pris en compte

end if
else

%% Il faut 1 gaussienne %%
Construction de la fonction qui servira à ajuster l’image i :
Ae−(p−B)2/C ×

(
e−(p−B1)2/D + ... + e−(p−Bn)2/D

)

Initialisation des variables d’ajustement
Ajustement des données (fit)
if l’ajustement a convergé et R2 > 0.9 then
Enregistrement des résultats de l’ajustement

else
Le point n’est pas pris en compte

end if
end if

end for
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Affichage des résultats des ajustements
% Affichage, sur l’image initiale, du centre des gaussiennes de l’enveloppe en
fonction du temps de maintien
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%% Ajustement de l’oscillation %%

Ajustement par une sinusoïde (fit) des trois variables suivantes :
posd : centre de la gaussienne d’enveloppe de droite
posg : centre de la gaussienne d’enveloppe de gauche
posmax : centre de la gaussienne associée à l’amplitude la plus grande
% Il faut initialiser chacun des ajustements de façon appropriée. Suivant les
données, il faudra choisir l’ajustement le plus pertinent (cela dépend de la
profondeur, d’une éventuelle séparation des paquets d’atomes en deux par effet
tunnel etc ...)
Affichage des résultats et calcul de vmax, et s déterminés par les ajustements
ainsi que les barres d’erreurs associées
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