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avec attention. Je remercie mes rapporteurs, plus précisément Mathilde Hugbart, auprès de qui je
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dernières années ! Merci d’avoir pris le temps de gérer le doctorant parfois un peu trop tumul-
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Merci pour les discussions d’atomes froids qu’on a eu et pour cette superbe session de squash qui
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les pauses-café qu’on a partagées. Je remercie aussi le deuxième Faedi, celui qui met des gants de
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multitude de rencontres qui se sont transformées en de véritables amitiés ? Sans ceux qui m’ont
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2.3.1 Piège magnéto-optique et refroidissement Doppler . . . . . . . . . . . . . . . 46

2.3.1.1 Principe de fonctionnement . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 46

2.3.1.2 Mise en œuvre expérimentale . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 51
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4.3.2 Modélisation théorique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 134
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III Contrôle du réseau en amplitude 205
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atomes. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 44

2.7 Principe du refroidissement Doppler. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 47
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4.4 Potentiel total pour différentes valeurs du moment cinétique. . . . . . . . . . . . . . 125

4.5 Processus de diffusion menant au même état final pour des particules indiscernables.127
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16 Table des figures
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de modulation (γ = 0.348, ε = 0.27). . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 235
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1Introduction générale

If you wish to make an apple pie from scratch, you must first invent the universe.

Carl Sagan (1934 – 1996) - Astronome

En complète rupture avec les théories plus anciennes de la physique classique, la théorie quan-

tique a profondément modifié notre compréhension du monde. Depuis sa première formulation

au début du siècle dernier, elle a entre autres mis en évidence les subtilités du comportement

de la matière, de la lumière ainsi que de leur interaction au niveau fondamental. Des propriétés

et phénomènes contre-intuitifs à notre échelle macroscopique, auparavant inexpliqués et inex-

plicables, ont été compris : on pense par exemple aux sauts quantiques, à l’effet tunnel ou au

spin des particules. Un grand nombre d’applications et d’innovations sont nées à partir de ces

concepts et ont radicalement changé notre vie de tous les jours. Les transistors, et plus tard les

circuits intégrés, ont permis de décupler la puissance de calcul disponible pour traiter et sto-

cker l’information. Les lasers et LEDs ont ensuite permis de transporter cette information à haut

débit par fibre optique à l’échelle planétaire. Sans cette recherche fondamentale pionnière, le

monde de l’information que nous connaissons aujourd’hui n’existerait tout simplement pas. Mais

les découvertes ne se sont pas arrêtées là. L’imagerie par résonance magnétique a permis d’ima-

ger l’intérieur du corps humain de manière non-invasive et a, par conséquent, révolutionné la

médecine. La microscopie électronique et par rayons X a permis de sonder la matière. L’énergie

nucléaire, certes avec toutes les polémiques qui l’accompagnent, a été maı̂trisée et mise à pro-

fit. Ce bouillonnement d’inventions n’a jamais cessé depuis et beaucoup considèrent la physique

quantique comme l’une des théories physiques les plus fécondes de l’histoire autant d’un point

de vue fondamental qu’appliqué. Depuis environ une décennie, plusieurs pays mettent même en

place des plans de développement des technologies quantiques, véritables feuilles de route pour

l’établissement d’une nouvelle ère technologique tentant d’exploiter des phénomènes parmi les

plus complexes de la physique quantique comme la superposition d’états et l’intrication entre

particules. On divise usuellement ces innovations en quatre catégories qui sont la métrologie, les

communications, le calcul et les simulations quantiques. Ces nouvelles technologies quantiques
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sont d’ores et déjà d’actualité et ont commencé à montrer une partie de leur potentiel.

Le travail présenté dans cette thèse porte sur les simulations quantiques. Dans ce champ de re-

cherche, des travaux ont été consacrés à l’ordinateur quantique universel, un dispositif permet-

tant de résoudre des problèmes d’une classe de complexité inatteignable par nos ordinateurs ac-

tuels. Des problèmes de chimie [8], de cryptographie [9], de science des données [10] et plus

généralement d’optimisation [11] peuvent bénéficier des promesses de cette nouvelle avancée.

Plusieurs acteurs de ce domaine ont effectué des avancées considérables ces dernières années

mais il y en a une qui a été particulièrement médiatisée : Google a proclamé en octobre 2019

avoir construit un circuit quantique capable de résoudre en quelques minutes un problème que

le meilleur ordinateur classique résoudrait en des milliers d’années [12] 1. Cet exemple illustre

bien le problème de l’ordinateur quantique universel : comme l’énonce cette célèbre citation de

Richard Feynman du début des années 1980 [15],

Nature isn’t classical, dammit, and if you want to make a simulation of nature, you’d better make it

quantum mechanical, and by golly it’s a wonderful problem, because it doesn’t look so easy,

réaliser un ordinateur quantique s’avère être une tâche incroyablement compliquée [16].

L’objectif actuel est plutôt d’arriver à une version simplifiée de l’ordinateur quantique que l’on

nomme un simulateur quantique [17]. L’idée est de concevoir un système respectant les mêmes

lois physiques qu’un système d’intérêt mais sur lequel le degré de contrôle est meilleur (on parle

également d’approche analogique des simulations). Les équations décrivant l’évolution des deux

systèmes étant les mêmes, les solutions de ces équations le sont également. Par conséquent, il de-

vient possible sur le simulateur d’implémenter proprement les éléments d’un modèle physique,

une version idéalisée du système complexe, et d’en étudier l’évolution. Il existe deux approches

pour réaliser ce type de dispositifs quantiques. L’approche utilisée par Google pour construire son

dispositif est dite bottom-up, c’est-à-dire qu’on essaie de mettre en interaction un nombre croissant

de composants sur lesquels on a un très bon degré de contrôle à l’échelle individuelle (on parle

également d’approche digitale).

L’autre approche, dite top-down, consiste à mettre en interaction un nombre important de parti-

cules et d’essayer de raffiner le degré de contrôle sur l’ensemble. Depuis les années 2000, un fort

axe de recherche s’est développé sur une implémentation de cette approche dans le domaine des

1. Ce résultat fait néanmoins encore débat. Un groupe de recherche d’IBM, principal concurrent de Google, a

montré que le temps de calcul nécessaire pour reproduire les résultats est de quelques jours avec le meilleur super-

ordinateur mondial [13]. Un autre groupe de recherche a montré qu’en optimisant les algorithmes de simulation, le

même résultat pouvait être obtenu sur un ordinateur de bureau en quelques heures [14].
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atomes ultra-froids [18] 2 : des ensembles atomiques portés à très basse température, régime dans

lequel l’aspect ondulatoire de la matière devient dominant. Pour des températures suffisamment

basses, on assiste au phénomène de condensation de Bose-Einstein où toutes les particules du

nuage partagent la même fonction d’onde. Les intérêts de ces gaz quantiques sont multiples :

— L’évolution de ces gaz dans des potentiels conservatifs est pratiquement parfaite : à l’in-

verse d’autres systèmes physiques, il y a peu d’impuretés dans l’environnement proche des

atomes qui peuvent perturber leur dynamique et on a alors accès à un système quasiment

idéal.

— Pour certaines espèces atomiques, il est possible de modifier les interactions entre atomes

par l’application de champs magnétiques. Ce phénomène permet donc d’étudier des phénomènes

de physique àN corps dont certains aspects sont encore aujourd’hui mal compris théoriquement.

— Si un nombre suffisant d’atomes partagent le même état quantique, il suffit d’une seule

mesure pour échantillonner toute la fonction d’onde. Il devient littéralement possible de

photographier des objets du monde quantique afin de les étudier et essayer de les mettre à

profit dans des perspectives de simulations quantiques.

Presque immédiatement après avoir réussi l’exploit d’atteindre la dégénérescence quantique, la

communauté des atomes froids a cherché à façonner de nouveaux potentiels pour contrôler ces

fonctions d’ondes macroscopiques. L’un d’entre eux s’est particulièrement imposé : les réseaux op-

tiques [22]. Il s’agit de l’interférence de plusieurs faisceaux laser formant un potentiel périodique.

L’une des raisons de ce succès tient dans l’analogie qu’il y a entre ce dispositif et un cristal que

l’on pourrait étudier dans le domaine de la matière condensée : le potentiel lumineux joue le rôle

de la structure ionique du cristal alors que les atomes miment le mouvement des électrons. On

appelle communément cristaux de lumière ces systèmes de réseaux optiques.

En d’autres termes, les expérimentateurs ont accès à un grand degré de contrôle sur les fonc-

tions d’onde qu’ils manipulent. De plus, ces réseaux optiques peuvent être agencés en géométrie

complexe comme des réseaux cubiques 1D [23], 2D [24], 3D [25] ou encore en structures de nid-

d’abeilles [26]. Ils peuvent être rendus spin-dépendants [27]. Il est également possible de les

utiliser afin de réaliser des dimensions synthétiques : sur chaque site du réseau se trouve une

échelle de niveaux d’énergie. Les atomes peuvent donc évoluer sur une dimension d’espace et

une dimension d’énergie, réalisant ainsi un système à 1 + 1 dimensions. Ces échelles d’énergies

peuvent être constituées des niveaux de la structure interne des atomes [28] et plus récemment

il a été proposé d’utiliser les niveaux d’énergie externes du réseau [29]. Il est également possible

d’étudier des systèmes analogues à des systèmes magnétiques en effectuant un mouvement de ro-

2. Il faut cependant préciser que l’approche bottom-up est aussi explorée dans le domaine des atomes froids, en

particulier avec des atomes de Rydberg [19, 20, 21]
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tation périodique de ces réseaux [30] ou bien en produisant des champs magnétiques synthétiques

à base de phase de Peierls [31]. En d’autres termes, un grand nombre d’hamiltoniens provenant

de divers champs de la physique peuvent être réalisés grâce à la dynamique d’atomes dans les

potentiels lumineux formés par ces réseaux.

Cependant, à la différence des cristaux réels, des nouvelles possibilités sont envisageables avec

ce type de dispositifs. On peut par exemple éteindre subitement la structure ionique du cristal,

la déplacer, la moduler etc. Il suffit pour cela de changer l’intensité lumineuse des lasers for-

mant le potentiel. La modulation temporelle de paramètres du réseau a récemment connu un fort

intérêt. Il a en effet été démontré qu’une telle modulation peut mener à la réalisation d’hamil-

toniens effectifs pour les atomes [32] : la modulation à haute fréquence permet de façonner des

hamiltoniens de champ moyen. D’autre part, la modulation de forte amplitude permet d’étudier

des systèmes au delà du régime perturbatif par exemple. L’avantage de ce type de méthode est

que l’hamiltonien ainsi réalisé peut être ajusté en modifiant les paramètres de la modulation (la

fréquence, l’amplitude, le nombre d’harmoniques etc), c’est-à-dire facilement et avec une grande

précision. En particulier, l’effet tunnel entre les sites du réseau et les interactions sur site entre

atomes peuvent être modifiés de cette manière [33]. Ainsi, des problèmes de localisation, de to-

pologie, de dynamique chaotique ou encore de magnétisme artificiel peuvent être étudiés avec ce

type de dispositif. La modulation temporelle de paramètres du réseau offre donc de nombreux

nouveaux degrés de liberté pour manipuler ces atomes.

Les gaz quantiques dans des réseaux optiques forment ainsi de véritables simulateurs quantiques

aux capacités étendues 3. Cependant, il existe plusieurs facteurs qui peuvent limiter la qualité des

mesures des systèmes de simulations quantiques. Les principaux sont

— La température trop élevée du nuage d’atomes dans le réseau.

— La préparation de l’état initial du système [34, 35].

— Le micro-mouvement résiduel des atomes dans des réseaux modulés dans le temps.

C’est dans ce contexte que viennent s’insérer les travaux présentés dans cette thèse. L’équipe

Atomes Froids du Laboratoire Collision Agrégats Réactivité (LCAR) a construit un dispositif

expérimental en 2013 permettant de réaliser des simulations quantiques à l’aide de condensats

de Bose-Einstein manipulés par un réseau optique unidimensionnel. Ce réseau optique est formé

par l’interférence de deux faisceaux lasers contra-propageants dont l’amplitude et la phase sont

contrôlés de façon continue et arbitraire au cours du temps. Avec ces deux degrés de liberté fine-

3. Cette année voit d’ailleurs les travaux de deux chercheurs travaillant sur la manipulation d’atomes récompensés :

Jean Dalibard, chercheur au collège de France, récompensé par la médaille d’or du CNRS, et Antoine Browaeys, cher-

cheur à l’université Paris-Saclay, récompensé par la médaille d’argent du CNRS.
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ment contrôlables, un nombre important de problèmes peuvent être traités et je présenterai dans

ce manuscrit ceux auxquels j’ai contribué durant ma thèse.

Ce manuscrit est organisé en trois parties. Dans une première partie, je présente notre dispositif

expérimental, en particulier comment nous produisons des condensats de Bose-Einstein et com-

ment nous les manipulons grâce à un réseau optique. Je présente également les schémas classiques

de contrôle d’un nuage d’atomes dans un réseau optique, à savoir une modulation périodique d’un

paramètre du réseau (sa phase ou son amplitude) et une accélération du réseau. A cette occasion

je présenterai les travaux de spectroscopie de bande que nous avons réalisés et comment ils nous

ont permis de proposer une nouvelle technique de refroidissement d’un nuage d’atomes dans un

réseau optique.

La seconde partie est exclusivement dédiée aux travaux portant sur le contrôle en phase du réseau

optique. Dans cette partie, je présente la démarche scientifique qui nous a permis d’établir un

nouveau type de protocole permettant de transférer complètement le nuage d’atomes dans un

état quantique donné : une étude sur la formation de halo de diffusion durant le temps de vol des

atomes nous a fourni un cadre bien défini afin d’appliquer ensuite la théorie du contrôle optimal

en vue de façonner l’état du condensat dans le réseau. Ce nouveau type de protocole permet donc

de préparer avec une grande précision l’état initial d’un problème de simulation quantique.

La troisième partie porte sur le contrôle combiné de la phase et de l’amplitude du réseau optique.

Dans cette partie, je présente un problème de simulation quantique issue de la théorie du chaos.

Il s’agit de la caractérisation des propriétés d’un effet tunnel, apparaissant dans les systèmes mo-

dulés périodiquement dans le temps au delà du régime perturbatif, nommé l’effet tunnel assisté par

le chaos. De par leur haut degré de contrôle, les atomes froids dans des réseaux optiques offrent

un cadre idéal pour l’étude de ce problème.

Le but des travaux présentés dans cette thèse est donc de proposer des solutions à certains problèmes

connus des simulateurs quantiques utilisant des atomes froids dans des réseaux optiques afin

d’étendre leurs capacités. Le plan de ce manuscrit est le suivant

— Chapitre 2 : Le premier chapitre est dédié au dispositif expérimental permettant de pro-

duire des condensats de Bose-Einstein. Je présente la séquence expérimentale que nous

utilisons pour produire des condensats avec un nombre d’atomes le plus stable possible en

une durée la plus courte possible.

— Chapitre 3 : Je présente ensuite le réseau optique unidimensionnel que nous utilisons pour

manipuler les condensats de Bose-Einstein. Je présente par la suite des travaux que nous

avons effectués sur la spectroscopie des bandes d’énergie du réseau optique afin de mettre
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en évidence des règles de sélection lorsque le réseau est modulé en phase ou en amplitude

[36]. Ces travaux sont indispensables pour les travaux ultérieurs utilisant la modulation

d’un des degrés de liberté du réseau. Ces résultats nous ont notamment permis de mettre

en place une nouvelle technique de refroidissement d’un nuage d’atomes [37].

— Chapitre 4 : Dans le troisième chapitre, nous exploitons le contrôle que nous avons sur

la phase du réseau afin d’étudier les interactions entre atomes durant leur temps de vol

menant à la formation de halo de diffusion [38]. Ce travail a été réalisé en collaboration avec

Peter Schlagheck, chercheur à l’université de Liège. Je présente le protocole très simple que

nous avons établi, basé uniquement sur un décalage abrupt du réseau optique et l’évolution

libre des atomes dans le réseau maintenu ensuite statique. Ce protocole est conçu afin

d’augmenter les évènements de collision dans un mode d’impulsion donné.

— Chapitre 5 : L’étude des halos de diffusion mène assez naturellement à la question sui-

vante : est-il possible de façonner la distribution en impulsion du nuage d’atomes par une

variation adéquate de la phase du réseau optique au cours du temps ? Grâce à une colla-

boration avec Dominique Sugny, professeur à l’université de Dijon, nous avons eu recours

à la théorie du contrôle optimal pour répondre à cette question [39]. Nous montrons que

le contrôle optimal ouvre la possibilité de complètement transférer le condensat dans un

état désiré du réseau optique. Cette technique de manipulation peut servir à préparer de

manière optimale des états initiaux pour les simulations quantiques.

— Chapitre 6 : Dans le dernier chapitre de cette thèse, je présente un de ces phénomènes,

provenant du domaine du chaos quantique : l’observation et la caractérisation de l’effet

tunnel assisté par le chaos [40]. Ce travail a été réalisé en collaboration avec Bertrand

Georgeot, Gabriel Lemarié et Maxime Martinez de l’université de Toulouse ainsi que Denis

Ullmo et Olivier Giraud de l’université de Paris-Saclay. Nous montrons que, par modula-

tion d’amplitude du réseau optique au delà du régime perturbatif, nous pouvons modi-

fier les caractéristiques de cet effet tunnel assisté par le chaos et démontrer l’apparition

de résonances, signature de cet effet tunnel. Ce travail ouvre entre autres la perspective

d’étudier le caractère à longue portée de cet effet tunnel assisté par le chaos.
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2.2.1.1 Description du modèle . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 32
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Rick : We need to find shelter before the sunset, Morty. Venzenulon Nine has a
night temperature of 300 below ! We’ll freeze, Morty ! W-We’ll be dead in seconds !
Morty : I – I think I saw a cave over there.
Rick : You’ve seen too many movies, Morty. A cave isn’t gonna cut it. We’re gonna
have to use Beebo.
Morty : Beebo led us to water ! He’s our friend !
Rick : He won’t even feel it !
Morty : Oh, no, no !
Rick : You wanna die, Morty ? Get in Beebo ! ... Brace for the ice limit. Here it
comes ! ... Wait, are we on Venzenulon Nine or Venzenulon Seven ?

Rick and morty - Morty’s Mind Blowers

2.1 Introduction

Depuis l’établissement de la théorie quantique, de nombreuses applications technologiques ont

été développées et ont eu des impacts considérables sur notre vie de tous les jours. On peut par

exemple citer le transistor qui a permis de développer l’électronique moderne ou encore l’ima-

gerie par résonance magnétique qui a révolutionné la médecine. Mais, l’invention qui va parti-

culièrement nous intéresser ici est celle du laser. Reposant sur le principe de l’émission stimulée,

ce phénomène est théorisé en 1917 par Albert Einstein [41] ouvrant ainsi la voie vers une mise

en œuvre expérimentale. Alfred Kastler, lauréat du prix Nobel de physique en 1966, propose le

procédé de pompage optique en 1950, qu’il démontre expérimentalement deux ans plus tard avec

Jean Brossel. En se basant sur ces travaux, Charles Townes, Nikolaı̈ Bassov et Alexandre Prokho-

rov, tout trois lauréats du prix Nobel de physique de 1964, construisent des oscillateurs et am-

plificateurs exploitant le principe du maser-laser. En 1960, la première émission laser cohérente

est obtenue par Théodore Maiman grâce à un cristal de rubis. Outre ses applications en usinage

industriel ou en télécommunications, le laser a d’abord permis de sonder puis de contrôler les

atomes qui constituent la matière. Il a été montré que les degrés de liberté internes des atomes

pouvaient être modifiés par le champ électrique cohérent d’un laser [42]. Plus tard, cette tech-

nologie s’est tellement perfectionnée qu’il est devenu possible de modifier les degrés de liberté

externes d’ensembles atomiques [43]. Il est devenu possible de ralentir et piéger des atomes pour

pouvoir les étudier et mieux les comprendre. Claude Cohen-Tannoudji, Steven Chu et William

Phillips sont lauréats du Prix Nobel de physique de 1997 � pour le développement de méthodes

servant à refroidir et à confiner des atomes à l’aide de la lumière laser �. Un nouveau domaine de

la physique a alors vu le jour : le domaine de la matière froide. Les premières idées autour de ce
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Figure 2.1 – Photo de notre dispositif expérimental. Entre deux bobines de champs

magnétiques, on aperçoit la cellule à vide dans laquelle on peut voir la lumière émise par fluores-

cence par un gaz d’atomes froids piégé dans le piège magnéto-optique. Photo prise par Maxime

Arnal.

domaine de la physique ont émergées lorsque Satyendra Nath Bose envoya un article qu’il avait

rédigé à Albert Einstein en 1924 [44]. Bose considéra que les photons composant la lumière pou-

vait être modélisées comme un gaz de particules indiscernables. Einstein saisit immédiatement

l’importance de cette nouvelle formulation, aida Bose à publier son article en le traduisant en

Allemand et généralisa ce concept aux particules matérielles [45]. Einstein montra qu’en attei-

gnant des températures toujours plus basses, les ensembles atomiques exhibent des propriétés

quantiques contre-intuitives et inattendues, allant jusqu’à former un nouvel état de la matière, le

condensat de Bose-Einstein. Près de soixante-dix ans plus tard, des techniques de refroidissement

perfectionnées permettent enfin d’observer cet état de la matière pour la première fois en 1995.

Cette découverte a valu à Eric Cornell, Carl Wieman et Wolfgang Ketterle le prix Nobel de phy-

sique de 2001, seulement six ans après leur observation. Ce délai très court entre la découverte

et le prix Nobel témoigne de l’importance qu’attribue la communauté des physiciens aux gaz

quantiques. En effet, ce nouvel état de la matière peut être utilisé entre autres comme un système

modèle permettant de mieux comprendre la théorie quantique : combinés avec des potentiels hau-

tement contrôlables, ces gaz d’atomes peuvent être utilisés comme simulateurs quantiques.

Dans la première partie de ce chapitre nous verrons le formalisme théorique permettant de décrire

le phénomène de condensation de Bose-Einstein. Nous aborderons ensuite l’équation de Gross-
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Pitaevskii, équation pour la fonction d’onde du condensat qui prend en compte les interactions

entre atomes au sein du nuage. Cette description du gaz en interaction est plus réaliste qu’une

description du condensat de Bose-Einstein en terme de gaz idéal et est très répandue dans la com-

munauté des atomes froids lorsque l’on néglige les phénomènes de fluctuations quantiques ou de

corrélations quantiques.

Dans la deuxième partie de ce chapitre, je présenterai notre montage expérimental permettant

de produire des condensats de Bose-Eintein dont une photo est présentée sur la figure 2.1. Pour

cela, nous décrirons deux techniques de refroidissement largement utilisées : le refroidissement

par effet Doppler et le refroidissement par évaporation. Nous décrirons également les différents

pièges qui permettent de mettre en œuvre ces techniques.

2.2 Rappel sur la condensation de Bose-Einstein

Un condensat de Bose-Einstein est un état de la matière dans lequel un nombre macroscopique de

particules bosoniques partagent le même état quantique. Cet état de la matière n’apparait pas na-

turellement : Il n’est observé qu’en laboratoire, où l’environnement du gaz peut être contrôlé avec

une grande précision. Le but de cette partie est de donner un aperçu du formalisme théorique

permettant de décrire ces gaz quantiques.

2.2.1 Description de Bose et Einstein : le gaz idéal

Dans les prochains paragraphes, nous allons introduire un paramètre qui détermine si le gaz

d’atomes que nous considérons doit être décrit par la physique quantique plutôt que par la phy-

sique classique. Il s’agit de la densité dans l’espace des phases D qui compare la distance entre deux

particules avec la longueur d’onde thermique de de Broglie λT .

2.2.1.1 Description du modèle

En 1924, Satyendra Nath Bose propose une nouvelle manière de considérer le rayonnement du

corps noir [44] : il considère ce rayonnement comme un gaz de particules indiscernables. Il envoya

son article à Albert Einstein qui le généralisa à toutes les particules bosoniques, en particulier les

atomes [45]. Les particules sont considérées comme un gaz idéal contenu dans une boite en trois

dimensions de côté L. L’hamiltonien de ce système est donc simplement la somme des énergies

cinétiques de chacune des particules de masse m et du potentiel du piège (la boı̂te de côté L)
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Ĥ =
∑
i

 p̂2
i

2m
+Vext(r̂i)

 . (2.1)

En utilisant les conditions aux limites périodiques, les états propres de l’hamiltonien (2.1), sont

les ondes planes

〈r|ϕk〉 = ϕk(r) =
eik·r

L3/2
avec kx,y,z =

2π
L
nx,y,z, (2.2)

où les ni sont des entiers positifs ou négatifs. L’énergie correspondant à un état est

Ei =
2π2

~
2

mL2 (n2
x +n2

y +n2
z ). (2.3)

Le résultat principal de ce modèle est que, pour des bosons, le nombre de particules moyen Ni
dans un niveau d’énergie Ei est donné par

Ni =
1

eβ(Ei−µ) − 1
, (2.4)

où µ est le potentiel chimique et β = 1/kBT avec kB la constante de Boltzmann et T la température

du gaz. Cette équation est connue sous le nom de statistique de Bose-Einstein.

À partir de cette description du gaz, le nombre total moyen de particules est donc la somme des

particules de tous les niveaux d’énergie i qui peuvent être dégénérés gi fois

Ntot =
∞∑
i=0

giNi =
∞∑
i=0

gi
eβ(Ei−µ) − 1

. (2.5)

Nous allons étudier un chemin qui conduit à la condensation de Bose-Einstein en analysant com-

ment le gaz se comporte lorsque la température T diminue à nombre de particules Ntot et volume

V fixé. C’est un chemin ”proche” de ce qui est réalisé en pratique : expérimentalement, nous

diminuons la température et le nombre de particules mais avec des lois d’échelle différentes, la

température du nuage diminue ”plus rapidement” que le nombre de particules.

Un chemin alternatif vers la condensation serait d’augmenter Ntot à T ,V fixés mais ce procédé

rencontre des limitations expérimentales. D’une part, pour des pressions trop élevées le gaz de-

vient liquide ou solide 1 mais on s’affranchit de ce problème en utilisant des pièges magnétique

et/ou optique avec des parois non matérielles : aucune gouttelette ne peut se former sur celles-ci

ce qui empêche le gaz de devenir liquide puis solide. D’autre part, les volumes de capture de ces

pièges ne sont malheureusement pas assez grands pour envisager d’augmenter suffisamment la

1. Cette remarque est également vraie quand la température diminue.
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densité de particules pour atteindre la condensation de Bose-Einstein.

2.2.1.2 Densité dans l’espace des phases

Nous allons étudier comment les particules qui composent le gaz se répartissent sur les niveaux

d’énergie lorsque la température du nuage diminue. Pour cela, nous allons considérer la contribu-

tion de l’état fondamental séparément des autres niveaux d’énergie. Prenons comme origine des

énergies l’énergie de l’état fondamental E0 = 0, supposé non dégénéré, c’est-à-dire avec g0 = 1. Les

nombres d’atomes dans l’état fondamental et les états excités sont alors respectivement

N0 =
eβµ

1− eβµ
, Ni>0 =

∞∑
i=1

gie
βµ

eβEi − eβµ
. (2.6)

Le nombre de particules total étant fixé, nous avons la relation Ntot =N0 +Ni>0. L’idée du raison-

nement est de déterminer une expression de la population des états excités pour en déduire la

fraction de la population dans l’état fondamental au fur et à mesure que la température du nuage

diminue. Pour cela, évaluons l’équation (2.6) en remplaçant la somme sur les niveaux d’énergie

par une intégrale sur la densité d’états 2 [46]

Ni>0 '
∫ ∞

0
4π2k2ρ(k)

eβµ

eβE(k) − eβµ
dk avec ρ(k) =

( L
2π

)3
. (2.7)

Avec le changement de variable x = βE, la densité d’états est donnée par [46]

ρ(x) =
V

λ3
T

2
√
π

√
x, (2.8)

où on a introduit λT la longueur d’onde thermique de de Broglie

λT =

√
2π~2

mkBT
. (2.9)

C’est une quantité essentielle à la physique des atomes froids : la longueur d’onde thermique est

une grandeur statistique qui représente la longueur d’onde de de Broglie moyenne des particules

qui composent le gaz à une température T . Elle caractérise donc l’étalement spatial moyen d’une

particule 3. Elle est inversement proportionnelle à la racine carré de la température : plus le nuage

2. Remplacer la somme sur les niveaux d’énergie par l’intégrale sur la densité d’état est justifié par le fait que l’écart

entre deux niveaux d’énergie δE = 2π2
~

2/mL2 est très inférieur devant kBTc avec Tc la température crtitique définie à

l’équation (2.14) [46].
3. Pour le voir, on peut utiliser le théorème d’équipartition pour remplacer kBT par l’énergie cinétique des parti-

cules (∆p)2/m et il vient que λT∆p =
√

2π~ : on retrouve alors le principe d’incertitude de Heisenberg à un facteur près.

On identifie alors que la longueur d’onde de de Broglie est proportionnelle à la distribution spatiale du gaz ∆x.
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Figure 2.2 – Contribution des états excités et de l’état fondamental au nombre d’atomes total

pour différents rapports V /λ3
T . Pour un condensat de N = 50 atomes (pointillés noirs), le nombre

d’atomes dans l’état fondamental (orange), le nombre d’atomes dans les états excités (bleu) et

leur somme (vert) sont représentés en fonction de la fugacité z pour trois longueurs d’ondes de

de Broglie (et donc températures) différentes. a : λ3
T = V /40 correspondant au cas T � Tc où Tc

est la température critique définie en (2.14). Le nombre d’atomes total est principalement com-

posé d’atomes dans les états excités. b : λ3
T = V /19.23 correspondant au cas T = Tc. Le nombre

d’atomes dans l’état fondamental n’est plus négligeable. c : λ3
T = V correspondant au cas T � Tc.

Le nombre d’atomes total est principalement composé d’atomes dans l’état fondamental. La fu-

gacité du système (point rouge) est donnée par l’intersection de la somme des atomes dans l’état

fondamental et dans les états excités avec le nombre d’atomes total.

devient froid, plus elle augmente et donc plus l’aspect ondulatoire des particules devient domi-

nant.

Avec cette expression, on arrive alors à l’équation suivante pour la population des états excités

Ni>0 '
V

λ3
T

2
√
π

∫ ∞
0

z
√
xe−x

1− ze−x
dx, (2.10)

où on a introduit la fugacité z = eβµ, quantité bornée entre 0 et 1 : en effet, la population de l’état

fondamental s’écrit comme

N0 =
z

1− z
, (2.11)

et N0 ne peut être négatif. On peut évaluer le terme intégral de l’équation (2.10). Il vient que [46]

Ni>0 =
V

λ3
T

∞∑
n=1

zn

n3/2
. (2.12)
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Figure 2.3 – Fraction d’atomes dans l’état fondamental en fonction du rapport de la

température sur la température critique.

Or, comme Ni>0 atteint son maximum pour z = 1, on peut déterminer le nombre maximal de

particules que les états excités peuvent accueillir

Nmax
i>0 =

V

λ3
T

ζ(3/2), (2.13)

où ζ(x) est la fonction zêta de Riemann 4, dont la valeur en x = 3/2 est ζ(3/2) ' 2.6124. On notera

que la dépendance en énergie de la densité d’état joue un rôle important dans le raisonnement.

Par conséquent, la dimensionalité et le confinement sont susceptibles de changer nos conclusions :

par exemple, il n’existe pas de condensation à une dimension car Ni>0 n’est pas borné dans ce cas.

L’équation (2.13) nous montre que lorsque la température diminue, et donc que la longueur

d’onde de de Broglie augmente, le nombre maximum de particules dans les états excités diminue.

Si Ntot > N
max
i>0 , il y a une saturation des états excités et un nombre macroscopique N0 de parti-

cules dans l’état fondamental : c’est le phénomène de condensation de Bose-Einstein. L’évolution

du nombre de particules dans l’état fondamental et les états excités en fonction de la fugacité

pour différents rapports V /λ3
T est représentée sur la figure 2.2. On observe que lorsque le volume

moyen occupé par une particule, donné par λ3
T , est faible devant le volume du système V , les par-

ticules occupent majoritairement les états excités mais ce comportement s’inverse lorsque la lon-

gueur d’onde de de Broglie augmente. En d’autres termes, tant que la température est supérieure

à une température critique Tc, les états excités contiennent la majorité des particules et la po-

pulation de l’état fondamental est négligeable. En revanche, le nombre de particules dans l’état

fondamental augmente quand la température diminue en dessous d’une température critique

4. ζ(x) =
∑∞
n=1

1
nx
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Tc =
(

N
Vζ(3/2)

)2/3 2π~2

mkB
, (2.14)

jusqu’à contenir la totalité de la population lorsque T = 0. On peut alors obtenir la fraction de

population dans l’état fondamental en fonction de la température du nuage dans une boı̂te en

trois dimensions de côté L

N0

Ntot
=

 1−
(
T
Tc

)3/2
quand T < Tc,

0 sinon,
(2.15)

dont l’évolution en fonction du rapport T /Tc est représentée sur la figure 2.3. Dans la limite ther-

modynamique, le changement abrupt du rapport N0/Ntot au voisinage de T = Tc apparaı̂t comme

une transition de phase.

Il est également plus commode de ré-écrire l’équation (2.13) sous la forme

nλ3
T ' 2.6 quand T = Tc, (2.16)

où n = Ntot/V est la densité de particules. On peut finalement introduire la densité dans l’espace

des phases

D = nλ3
T , (2.17)

qui mesure la compétition entre deux longueurs caractéristiques du système : d’une part la dis-

tance moyenne entre deux particules n−1/3 et d’autre part l’extension du paquet d’onde du gaz λT .

Nous pouvons donc dire que si D � 1, les atomes peuplent les états excités (voir la figure 2.2) et

la physique classique décrira correctement les particules mais que, dans le cas contraire 5 D ' 1,

une fraction macroscopique des atomes est dans l’état fondamental et le système est fortement

quantique : un nouveau formalisme est alors nécessaire. Cette compétition entre distance inter-

particules et longueur d’onde de de Broglie est représentée schématiquement sur la figure 2.4. La

densité dans l’espace des phases est alors le paramètre à faire croı̂tre jusqu’à sa valeur seuil pour

obtenir des condensats de Bose-Einstein.

5. Plus rigoureusement si D = ζ(3/2)
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Figure 2.4 – Illustration du phénomène de condenstation de Bose-Einstein. Pour T � TC, les

particules peuplent tous les états d’énergie du système et leur probabilité de présence peuvent

être considérées comme des delta de Dirac. Pour T ' TC, les particules peuplent des niveaux

d’énergie plus basse et leur longueur d’onde de de Broglie est comparable à la distance entre deux

particules. Pour T � TC, le niveau fondamental est peuplé de façon macroscopique et toutes les

particules partagent la même fonction d’onde.

Récapitulatif

En résumé, nous avons vu que si la température d’un gaz de bosons idéals contenu dans

une boı̂te en trois dimensions diminue sous une température critique à densité constante,

la fraction de particules dans les états excités diminue. On en déduit que les particules s’ac-

cumulent nécessairement dans l’état fondamental qui devient peuplé macroscopiquement :

c’est le phénomène de condensation de Bose-Einstein. Dans ce régime, le gaz ne peut plus

être décrit comme un ensemble de particules ponctuelles.

Néanmoins, considérer un gaz idéal ne reflète pas la réalité pour des particules en interaction. En

effet, les atomes entrent sans arrêt en collision et interagissent les uns avec les autres. Nous allons

voir dans la prochaine partie comment il est possible de prendre en compte les interactions dans

un gaz ultra-froid.

2.2.2 Description de Gross et Pitaevskii : le gaz en interaction

Dans cette partie, nous allons voir comment il est possible de prendre en compte les interac-

tions entre atomes via un potentiel de champ moyen. Cette description décrit bien la plupart

des expériences d’atomes froids, même s’il faut parfois faire appel à des descriptions plus so-
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phistiquées comme cela peut être le cas lorsqu’il devient nécessaire de prendre en compte des

fluctuations quantiques, thermiques ou des corrélations au sein du nuage.

2.2.2.1 Description du modèle

Pour prendre en compte ces interactions, il faut ajouter dans l’hamiltonien (2.1) un terme de

potentiel Vint(r̂i − r̂j ) couplant le mouvement de deux particules i et j

Ĥ =
N∑
i=1

 p̂2
i

2m
+Vext(r̂i)

+
1
2

N∑
i=1

N∑
j=1
j,i

Vint(r̂i − r̂j ). (2.18)

Il est en pratique impossible de résoudre cet hamiltonien tant les équations se compliquent pour

un nombre élevé de particules. Gross et Pitaevskii, de manière indépendante, proposent alors

deux approximations pour simplifier le problème qui s’avèrent être très utiles dans la plupart des

cas.

— Dans un premier temps, ils considèrent que toutes les particules partagent la même fonc-

tion d’onde, approximation communément appelée approximation de Hartree-Fock. Cette

approximation est légitime pour des gaz de bosons dilués : d’après ce que nous venons de

voir sur la description du gaz par Bose et Einstein, on peut en effet considérer que toutes

les particules sont dans le même état fondamental. Formellement, cela revient à dire que

la fonction d’onde du gaz Ψ s’écrit comme le produit tensoriel des fonctions d’onde indivi-

duelles ψ des N atomes qui composent le gaz

|Ψ (r̂1, r̂2, ...r̂N )〉 =
N∏
i=1

|ψ(r̂i)〉. (2.19)

Il s’agit donc d’une théorie de champ moyen.

— Dans un second temps, ils approximent le potentiel d’interaction ressenti par une particule

i produit par les N − 1 autres particules du gaz par un potentiel de contact

Vint(r̂i − r̂j ) ' gδ(r̂i − r̂j ), (2.20)

où g = 4π~2a/m et a est la longueur de diffusion en onde s, quantité qui décrit à elle seule

les processus de collisions dans le domaine des énergies ultra-basses. Nous supposerons

a > 0, ce qui correspond à des interactions répulsives comme dans le cas de notre conden-

sat de rubidium 87, où a = 5.23 nm.
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En utilisant l’ansatzt (2.19) et l’approximation du potentiel de contact, le résultat principal de

la recherche de Gross et Pitaevskii est qu’en minimisant l’énergie du système par une méthode

variationelle [46], la fonction d’onde à une particule doit satisfaire l’équation(
−~2∇2

2m
+Vext(r̂) + g |ψ(r̂)|2

)
ψ(r̂) = µψ(r̂), (2.21)

avec comme condition de normalisation
∫
|ψ|2dV = N . Cette équation est connue sous le nom

d’équation de Gross-Pitaevskii ou encore d’équation de Schrödinger non-linéaire. Elle est valable

sous l’hypothèse d’un gaz dilué na3 � 1. Pour les problèmes dépendant du temps, l’équation

devient (
−~2∇2

2m
+Vext(r̂) + g |ψ(r̂, t)|2

)
ψ(r̂, t) = i~

∂ψ(r̂, t)
∂t

. (2.22)

Ces équations vont nous permettre de modéliser l’état obtenu en fin de séquence expérimentale.

L’équation stationnaire va nous permettre de décrire la distribution spatiale du condensat dans

le piège final de notre dispositif, présenté à la section 2.3.2.2, tandis que l’équation dépendante

du temps va nous permettre de décrire l’évolution de ce dernier lorsqu’il entre en chute libre :

comme nous le verrons à la section 2.3.3.2, pour que le nuage atteigne une taille suffisamment

grande pour être imagé, nous devons le laisser tomber afin qu’il puisse entrer en expansion.

2.2.2.2 Gaz en interaction dans un piège harmonique

Nous allons à présent utiliser le formalisme de Gross-Pitaevskii pour modéliser un condensat

dans un potentiel harmonique. Comme nous le verrons dans la suite de ce chapitre, nous pouvons

approximer le piège tenant le nuage d’atomes en fin de séquence expérimentale par un tel poten-

tiel.

Pour un condensat en interaction dans un potentiel harmonique isotrope de fréquence de piégeage

ω dont la taille du mode fondamental est aoh =
√
~/mω, on peut considérer que l’énergie cinétique

des atomes 6 est négligeable devant le terme d’interaction lorsque

Na� aoh, (2.23)

et lorsque l’on considère une région proche du centre du piège. C’est en effet au centre du piège

que la densité atomique est importante et que, par conséquent, les interactions entre atomes le

sont également. À l’inverse, cette condition n’est plus vérifiée stricto sensu sur les bords du piège,

là où la densité atomique diminue. Lorsque l’on peut négliger l’énergie cinétique des atomes, nous

obtenons une équation algébrique pour la fonction d’onde ψ(r)

6. C’est-à-dire le terme proportionnel au Laplacien dans l’équation (2.21).
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(1
2
mω2r2 + g |ψ(r)|2

)
ψ(r) = µψ(r). (2.24)

Elle se résout facilement et on trouve pour l’expression du profil de la fonction d’onde dans l’ap-

proximation de Thomas-Fermi

⇒ ψ(r) =


√

1
g

(
µ− 1

2mω
2r2

)
si µ > 1

2mω
2r2,

0 sinon.
(2.25)

Cette forme de ψ(r) est ce qu’on appelle le profil de Thomas-Fermi, représenté sur la figure 2.5. Il

s’agit d’une parabole inversée qui atteint son maximum au centre du piège. Le rayon du condensat

R, appelé rayon de Thomas-Fermi, est la distance pour laquelle la densité s’annule n(R) = |ψ(R)|2 =

0 :

R =

√
2µ
mω2 . (2.26)

Pour avoir une meilleure intuition du comportement de ce rayon en fonction des paramètres du

système, on peut trouver une expression du potentiel chimique grâce à la condition de normali-

sation de la fonction d’onde. En intégrant la densité sur tout l’espace, on obtient

∫
|ψ(r)|2d3r =N ⇒ µ =

~ω
2

(
15N

a
aoh

)2/5

, (2.27)

Avec cette expression, le rayon de Thomas-Fermi devient

R = aoh

(
15
Na
aoh

)1/5

. (2.28)

On voit alors que le rayon du condensat est la taille du mode fondamental du piège harmonique

aoh renormalisé par un terme en Na/aoh. C’est en effet ce rapport qui régit l’impact de l’énergie

d’interaction du système, comme présenté au début de cette partie par la condition (2.23). L’effet

des interactions répulsives est donc clair : elles élargissent le rayon du nuage au delà de ce que

prédirait un modèle à un corps. Cela rend la distribution du nuage plus homogène et minimise

l’énergie d’interaction du système.

On peut maintenant s’intéresser au résultat d’une expérience de temps de vol. C’est une méthode

très répandue dans la communauté des atomes froids que nous utilisons sur notre dispositif

pour imager l’état du condensat. Cela revient à éteindre le potentiel harmonique et laisser le

condensat entrer en chute libre. De manière similaire au cas stationnaire, les interactions vont

déterminer la géométrie du condensat au cours de son évolution en espace libre. Pour cela, il
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Figure 2.5 – Profil de Thomas-Fermi. Le potentiel confinant est représenté en bleu et la distribu-

tion spatiale des atomes est représentée en rouge. Tant que le potentiel chimique, représenté en

noir, est supérieur au potentiel harmonique, la densité d’atomes est non nulle et adopte un profil

de parabole inversée. Le rayon R du condensat correspond à l’intersection du potentiel chimique

et du potentiel harmonique.

convient de résoudre l’équation de Gross-Pitaevskii dépendante du temps. Il est possible de

le faire numériquement [47] ou analytiquement [48]. Dans ce cas, on trouve que la densité du

condensat est dilatée au cours de la chute libre [48]

|ψ(r, t)|2 =
1

gλx(t)λy(t)λz(t)

µ− m2 ∑
j=x,y,z

ωj(0)2r2
j

λ2
j (t)

 , (2.29)

où les λj(t) sont des coefficients de dilatation 7 satisfaisant les équations différentielles

d2λj
dt2

=
ω2
j (0)

λjλxλyλz
−ω2

j (t)λj . (2.30)

Le profil parabolique est conservé durant le temps de vol des atomes avec un changement du rap-

port d’aspect du condensat, signature expérimentale caractéristique de ces nuages ultra-froids.

7. On notera que ce résultat est donné pour un piège harmonique anisotrope
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Récapitulatif

Pour récapituler, prendre en compte les interactions entre atomes au sein d’un condensat

est difficile mais il est possible de les modéliser en faisant plusieurs approximations : la

première est que tous les atomes partagent la même fonction d’onde à un corps (valable

dans le cas des gaz dilués qui nous concerne) et la deuxième est qu’ils interagissent via

un potentiel de contact, potentiel le plus simple décrivant asymptotiquement les interac-

tions. En minimisant l’énergie du nuage d’atomes, on aboutit à une équation pour cette

fonction d’onde : l’équation de Gross-Pitaevskii. Cette équation n’est autre qu’une équation

de Schrödinger non linéaire. Pour un condensat dominé par des interactions répulsives

dans un piège harmonique, la densité adopte un profil de parabole inversée, appelé profil

de Thomas-Fermi, caractéristique des gaz ultra-froids et ce profil est conservé lors d’une

expérience de temps de vol.

Cependant, cette modélisation des interactions reste une approximation et il est parfois nécessaire

de se tourner vers des descriptions plus sophistiquées pour comprendre les mécanismes de cer-

tains phénomènes. L’exemple le plus immédiat est la prise en compte du phénomène d’intrication

dans le condensat qui ne peut être décrite par cette théorie (le condensat est décrit comme un

produit tensoriel de fonctions d’onde à un corps, ce qui est exactement l’inverse de l’intrication).

Comme théorie allant au-delà de cette approximation en champ moyen, on peut notamment citer

la description de Bogoliubov-De Gennes [49] qui autorise qu’un ensemble d’atomes, dit atomes

thermiques, quittent l’état fondamental vers des niveaux excités. De manière contre-intuitive, ce

dépeuplement du niveau fondamental prédit par le modèle de Gross-Pitaevskii diminue davan-

tage l’énergie du système et un nouvel état fondamental plus réaliste est obtenu. Cette description

permet notamment d’aborder des effets de superfluidité.

Nous avons maintenant tous les éléments nécessaires pour se faire une intuition du comportement

des condensats de Bose-Einstein et nous allons alors voir comment nous préparons cet état en

pratique.

2.3 Dispositif expérimental

Réussir à produire et observer un condensat de Bose-Einstein représente un défi technique de

taille : comme nous allons le voir, la production, la manipulation et l’observation d’un condensat

requiert un environnement extrêmement contrôlé et implique diverses méthodes expérimentales

non triviales à mettre en place. Dans la suite je présenterai le dispositif expérimental que nous

utilisons permettant de produire des condensats de Bose-Einstein peuplés d’un nombre d’atomes
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t

Figure 2.6 – Illustration des processus de ralentissement, refroidissement et de piégeage des

atomes.

élevé et stable dans le temps avec une cadence respectable [50, 51].

Avant de commencer, il est important de rappeler succinctement ce que l’on entend par refroi-

dir et ralentir un nuage d’atomes. Si la distribution de vitesses p(vx) d’un nuage d’atomes se

déplaçant sur un axe x peut être modélisée par une fonction gaussienne avec une certaine va-

leur moyenne 〈vx〉 et une certaine dispersion ∆vx, ralentir un nuage d’atomes revient à diminuer

la valeur moyenne de cette distribution tandis que le refroidir revient à diminuer sa dispersion.

Ces deux différents processus sont représentés sur les figures 2.6 a ainsi que 2.6 b et leur effet

combiné est représenté sur la figure 2.6 c. Piéger le nuage d’atomes revient à fixer sa position

moyenne et l’effet combiné du ralentissement, du refroidissement et du piégeage sont représentés

sur la figure 2.6 d : il s’agit d’une représentation dans l’espace des phases (x,vx) où la densité

dans l’espace des phases est représentée par le code couleur. L’état initial, en haut à droite, est

étalé dans l’espace des phases et, au fur et à mesure du refroidissement, la densité augmente jus-

qu’à l’état final. Comme nous l’avons vu dans la partie précédente, si cette densité dépasse une

certaine valeur seuil, alors le gaz d’atomes subira la transition de phase de condensation de Bose-

Einstein. Nous allons expliciter ce chemin dans l’espace des phases dans les paragraphes suivants.

Je présenterai deux techniques expérimentales largement utilisées dans la communauté des atomes

froids pour refroidir un nuage d’atomes. La première méthode est le piégeage et refroidissement

d’atomes dans un piège magnéto-optique (PMO). Elle fut proposée originellement par Jean Da-

libard [52] et mise en place pour la première fois par Steven Chu [53]. Il s’agit d’une méthode
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extrêmement efficace qui diminue la dispersion en vitesse d’un nuage d’atomes grâce à de la

lumière quasi-résonante avec une transition atomique tout en permettant de piéger le nuage

d’atomes suivant deux ou trois dimensions d’espace.

La deuxième méthode est le refroidissement par évaporation qui fut proposé par Harald Hess

[54] et mis en place par Eric Cornell et Carl Wieman [55] pour atteindre la condensation de

Bose-Einstein. En effet, le piège magnéto-optique permet de refroidir le nuage en dessous d’une

température limite 8, appelée température Doppler [56], mais pas suffisamment afin d’atteindre

le régime de dégénérescence quantique : la lumière résonante induit une marche aléatoire des

atomes dans l’espace des impulsions qui limite la température minimale atteignable dans ce type

de dispositif. Pour aboutir à des températures suffisamment basses afin de parvenir au régime de

condensation de Bose-Einstein, il convient d’utiliser des pièges conservatifs, c’est-à-dire magnétiques

ou, dans le cas de pièges optiques, utilisant une lumière loin de résonance. La technique de refroi-

dissement par évaporation revient à tronquer les classes de vitesses élevées de la distribution de

vitesses du nuage d’atomes. Ce sont alors les collisions inter-atomiques qui entrainent la therma-

lisation du nuage à une température plus basse et diminue sa dispersion en vitesse.

Je présenterai ces méthodes au fur et à mesure que je décrirai la séquence expérimentale qui nous

permet de produire un condensat de Bose-Einstein. J’ai choisi de la décomposer en trois parties :

— La première partie concerne nos pièges magnéto-optiques. Brièvement, nous transférons

les atomes dans une cellule en verre sous ultra-vide dans laquelle toutes les expériences

présentées dans cette thèse seront effectuées. Ce transfert est réalisé à l’aide d’un piège

magnéto-optique bidimensionel (PMO-2D). Une fois transférés dans la cellule, les atomes

sont piégés et refroidis à l’aide d’un piège magnéto-optique tridimensionel (PMO-3D) jus-

qu’à la température minimale de l’ordre de 50 µK.

— La deuxième partie présente les pièges conservatifs que nous utilisons. Afin de diminuer

encore la température du nuage, les atomes sont chargés dans un piège magnétique. Dans

ce piège, un refroidissement par évaporation à l’aide d’un champ micro-onde est effectué.

La géométrie du piège magnétique permet d’atteindre des températures de l’ordre de 30 µK

avant que la perte d’atomes ne devienne trop importante. La température critique, qui est

de l’ordre de la centaine de nanokelvins, est finalement atteinte en continuant le refroidis-

sement par évaporation dans un piège hybride : il s’agit d’une pince optique superposée au

piège magnétique.

— La troisième partie détaille notre système d’imagerie. Nous terminons la séquence en me-

8. Initialement, il était estimé que la température la plus basse accessible dans un piège magnéto-optique était la

température Doppler [56] mais il fut observé expérimentalement qu’il est était possible d’atteindre des températures

plus basses [57]. Le mécanisme permettant d’atteindre ces températures est connu sous le nom d’effet Sysiphe [58].
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surant l’état obtenu par une technique d’imagerie par absorption après un temps de vol

des atomes.

2.3.1 Piège magnéto-optique et refroidissement Doppler

Je résume ici le principe de fonctionnement du piège magnéto-optique. Dans un premier temps,

je rappelle les mécanismes de refroidissement puis, dans un second temps, je montre comment le

piégeage d’atomes fonctionne au sein d’un PMO.

2.3.1.1 Principe de fonctionnement

Considérons un atome comme un système à deux niveaux dont le niveau excité, possédant un

temps de vie τ = 1/Γ , est séparé du niveau fondamental par une énergie E = hω0. Cet atome est

éclairé par un faisceau laser de fréquence ω tel que ω < ω0. L’interaction lumière-matière peut

être mise sous la forme de deux ”forces lumineuses” qui s’appliquent sur l’atome [59] : une force

dissipative, aussi appelée force de pression de radiation et une force conservative, aussi appelée

force dipolaire. Leur expressions sont données par les équations

Fdissipative =
~Γ

4
Ω2∇φ

δ2 + Γ 2/4 +Ω2/2
, (2.31)

Fdipolaire =
~δ
4

−∇Ω2

δ2 + Γ 2/4 +Ω2/2
, (2.32)

où

— le désaccord par rapport à la transition atomique est δ = ω −ω0. Il est négatif dans notre

cas et on parle alors de laser désaccordé vers le rouge,

— la phase du faisceau laser incident est φ,

— la pulsation de Rabi est Ω = d ·E/~ où d est le dipôle atomique. Elle est proportionnelle à

l’amplitude du champ laser E et donne la force du couplage induit par le champ entre les

deux niveaux de l’atome.

La force dissipative est une interaction avec les atomes via un processus d’absorption-émission

spontanée tandis que la force dipolaire agit par un mécanisme d’absorption-émission stimulée

virtuelle. Il est intéressant de noter que le rapport de ces deux forces varie comme

||Fdissipative||
||Fdipolaire||

∝ Γ

δ
, (2.33)
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Figure 2.7 – Principe du refroidissement Doppler. a : Un photon désaccordé vers le rouge se pro-

pageant dans le même sens que l’atome sera perçu par ce dernier avec une fréquence plus basse et

aura moins de chance d’être absorbé. b : Si l’atome se propage en sens inverse, la fréquence perçue

sera plus élevée et donc plus proche de résonance, ce qui augmente la probabilité d’absorption. c :

Une fois le photon absorbé, l’atome passe dans l’état excité et y reste pendant une durée de l’ordre

du temps de vie τ = 1/Γ . Lors de l’absorption, l’atome perd un quantum d’impulsion ~k dans la

direction de propagation du photon. d : Au bout du temps de vie typiquement, l’atome ré-émet

un photon dans une direction aléatoire et perd un quantum d’impulsion dans cette direction.

ce qui permet de savoir rapidement quelle force domine selon la valeur du désaccord comparée à

la largeur de la transition atomique. Dans le cas du piège magnéto-optique, c’est la force dissipa-

tive qui est utilisée pour ralentir les atomes et c’est sur cette force que nous allons nous concentrer

dans les prochains paragraphes. On parle dans ce cas de refroidissement par effet Doppler. Nous

reviendrons sur la force dipolaire lorsque je présenterai le piège hybride.

Principe du refroidissement : Considérons un atome sur un axe x illuminé par un faisceau laser

de vecteur d’onde k, parallèle à l’axe x, et de fréquence ω. Dans le cas où l’atome est immobile,

la probabilité d’absorption d’un photon est faible à cause du désaccord δ. En revanche, pour un

atome en mouvement avec une vitesse v, un photon d’impulsion ~k aura une fréquence perçue

par l’atome modifiée par effet Dopplerω′ =ω−k·v. Plus précisément, pour un atome se déplaçant

dans le même sens que le photon v ∝ k et doncω′ =ω−kv : la probabilité d’absorption diminue car

la fréquence est encore plus abaissée par rapport à celle de la transition atomique. En revanche,

si l’atome se déplace dans le sens contraire au photon, alors v ∝ −k et la fréquence du photon

sera perçue plus proche de la transition atomique ω′ = ω + kv. On voit alors qu’en choisissant un

désacord négatif, l’atome aura plus de probabilité d’absorber un photon se propageant dans la

direction opposée à sa vitesse qu’un photon se propageant dans la même direction.

Or, lorsqu’il est absorbé, le photon transfère son impulsion ~k à l’atome. En d’autres termes,

l’atome recule très légèrement dans la direction de propagation du photon à chaque absorption.

Après un temps de vie de l’état excité, l’atome peut ré-émettre un photon par émission spontanée.

Cependant, le processus d’émission spontanée est isotrope : la direction de l’émission du photon

peut se faire dans n’importe quelle direction. En moyenne, la désexcitation ne modifie pas l’im-

pulsion de l’atome. Finalement, en faisant un bilan d’impulsion sur un grand nombre de cycles
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d’absorption-émission, l’atome acquiert une vitesse v−~k/m. Ces processus d’absorption-émission

sont résumés sur la figure 2.7.

En considérant à présent une paire de faisceaux lasers contra-propageants, l’atome ressent une

force moyenne qui s’oppose à sa vitesse 9

F = −αv, (2.34)

ou en d’autres termes, une force de frottement visqueux. C’est la raison pour laquelle on parle

de mélasse optique quand on mentionne le refroidissement Doppler. Cette technique diminue la

vitesse des atomes et combine un effet de ralentissement et refroidissement du nuage. Le refroidis-

sement par effet Doppler est très efficace et permet d’amener un ensemble atomique initialement

à température ambiante à une température limite, appelée température Doppler [60]

TDop =
~Γ

2kB
, (2.35)

qui de l’ordre de 150 µK dans le cas du rubidium (sur notre dispositif, c’est par ce mécanisme

que le plus grand saut en ordre de grandeur de température est effectué et il n’y a aucune perte

d’atomes 10). On peut donc déjà imaginer à ce stade une combinaison de six faisceaux permet-

tant de ralentir et refroidir les atomes selon les trois dimensions de l’espace. Néanmoins, la

température minimale atteignable dans un PMO n’est pas assez basse pour atteindre la condensa-

tion de Bose Einstein et il est nécessaire d’utiliser le refroidissement par évaporation pour réduire

la température du nuage sous cette limite.

Le raisonnement que nous venons de faire ne concerne cependant que la vitesse des atomes : les

faisceaux lasers seuls ne permettent pas d’influencer leur position. Pour contourner cette limita-

tion, une description de l’atome par un système à deux niveaux ne suffit plus et il faut considérer

la dégénérescence de l’état excité. Nous allons voir qu’il est possible de contraindre la position

des atomes en ajoutant un gradient de champ magnétique et en exploitant la polarisation de la

lumière.

Principe du piégeage : Nous allons à présent voir comment la position des atomes peut être

contrainte dans une région de l’espace. Pour cela, nous considérerons que l’état excité possède à

présent trois sous-états magnétiques que nous dénommerons par |F = 1,mF = −1,0,1〉.

En ajoutant un champ magnétique B la dégénérescence des sous-niveaux Zeeman de l’atome est

levée. Plus l’intensité du champ est grande, plus la levée de dégénérescence l’est également.

9. α = −~k2
LΩ

2δΓ /(Γ 2/4 +Ω2 + δ2)
10. On vient façonner la distribution en vitesse et non pas filtrer les particules les plus énergétiques comme nous le

ferons quand nous verrons le fonctionnement du prochain piège
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Un gradient de champ de magnétique lève donc la dégénérescence des sous-niveaux Zeeman

linéairement avec la position d’un atome. Pour un champ magnétique quadrupolaire, le champ

s’annule en un point, lequel est considéré comme étant le centre du piège, et l’intensité du champ

croit linéairement avec la distance par rapport à cette origine : dans ce cas, la levée de dégénérescence

des sous-états Zeeman est donc symétrique spatialement par rapport au centre du piège.

Dans le piège magnéto-optique, l’idée du piégeage est de favoriser l’absorption de photons se pro-

pageant à l’encontre du mouvement des atomes de manière à les ramener au centre du piège. Le

choix de cette direction privilégiée s’effectue par le transfert des atomes vers un sous-état Zee-

man choisi en utilisant la polarisation des photons : l’atome est illuminé par deux faisceaux la-

sers contrapropageants et nommons le vecteur d’onde du faisceau laser se propageant vers les

x négatifs k1 et celui se propageant vers les x positifs k2 comme représenté sur la figure 2.8.

Compte tenu du désaccord négatif, le seul sous-niveau de l’état excité accessible est le sous-niveau

|F = 1,mF = −1〉. La projection du moment magnétique de l’atome mF doit donc être anti-alignée

par rapport au champ magnétique B. Pour un atome se déplaçant

— vers les x positifs et illuminé par le laser de vecteur d’onde k1, la polarisation du photon

doit être σ− afin de transférer les atomes vers |F = 1,mF = −1〉 11.

— vers les x négatifs, comme le sens du champ magnétique s’inverse, la polarisation du pho-

ton du laser de vecteur d’onde k2 doit être inversée par rapport au laser de vecteur d’onde

k1 afin de transférer les atomes vers |F = 1,mF = −1〉.

C’est la raison pour laquelle il convient d’utiliser deux polarisations opposées σ− et σ+ pour cha-

cun des faisceaux contra-propageants formant le PMO : un atome se déplaçant vers les x > 0 aura

alors plus de chance d’absorber un photon σ− du laser de vecteur d’onde k1 et vice versa ce qui

tendra à le ramener au point d’équilibre x = 0. Plus formellement, le désaccord δ devient alors

fonction de la position x des atomes et son expression est donnée par [50]

δ(x) = δ(0) +
1
~

gFmFµB|B(r)|+ k · v, (2.36)

où gF est le facteur de Landé de l’état excité |F,mF〉, que nous avons considéré ici positif, et µB
est le magnéton de Bohr. Comme mF = −1, on voit que plus les atomes s’écartent du centre du

piège, plus le désaccord diminue et donc plus il devient probable d’absorber un photon du laser

contrapropageant. En présence du champ magnétique, les atomes ressentent alors une force de

rappel en plus de la force de frottement visqueux 12

11. c’est-à-dire tournant de l’axe z vers l’axe y sur le schéma 2.8 a.
12. κ = ~kLα/gFmFµB∇B
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b

a

Figure 2.8 – Principe du piégeage dans un piège magnéto-optique (PMO). Les atomes sont

immergés dans un champ magnétique quadrupolaire B(x) et soumis à deux ondes lasers de vecteur

d’onde k1 et k2. a : Profil du champ magnétique quadrupolaire. Le sens du champ magnétique et

son intensité sont indiqués par les flèches rouges. La polarisation des photons laser est indiquée

par la flèche en rotation autour de chacun des vecteurs d’onde. b : Levée de dégénérescence des

sous-états Zeeman en présence d’un champ magnétique quadrupolaire. L’absorption d’un photon

est représentée par les transitions rouges.

F = −αv−κx, (2.37)

où, de part la géométrie du champ magnétique, κ est un tenseur de rang 2.
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Récapitulatif

Pour récapituler, lorsqu’un atome en mouvement est soumis à un champ laser, la fréquence

du photon perçue par l’atome est modifiée par effet Doppler. Pour un laser désaccordé

vers le rouge, un photon se propageant à l’encontre de l’atome sera perçu plus proche de

résonance et aura donc une plus grande probabilité d’être absorbé et vice-versa. Dans ce cas,

chaque absorption s’accompagne d’un transfert d’impulsion ~k dans la direction de propa-

gation du photon et il est en de même pour chaque dé-excitation mais dans une direction

aléatoire : en moyenne, l’atome ressent une force de frottement visqueux. En ajoutant un

champ magnétique quadrupolaire, la dégénérescence des sous-niveaux Zeeman est levée

avec la position de l’atome par rapport au centre du piège, favorisant l’absorption de pho-

tons incidents possédant la bonne polarisation. Cela crée alors une force de rappel qui piège

les atomes.

Maintenant que nous avons rappelé le principe du refroidissement Doppler, nous allons voir com-

ment il est mis en place expérimentalement.

2.3.1.2 Mise en œuvre expérimentale

Dans la partie précédente, nous avons considéré un système à deux niveaux d’énergie dont l’état

excité était dégénéré. Cependant, nous avons en réalité affaire à des atomes qui possèdent une

structure de niveaux plus complexe. Nous allons voir comment nous pouvons, en préparant soi-

gneusement la lumière avec laquelle nous allons éclairer les atomes, considérer ces derniers effec-

tivement comme des systèmes à deux niveaux. Pour cela, nous allons succinctement rappeler la

structure de niveaux du rubidium et les règles de sélection qui régissent les différentes transitions.

Le spectre du rubidium 87Rb est donné sur la figure 2.9. Nous utilisons la transition entre les

états 52S1/2 → 52P3/2 de longueur d’onde 780.24 nm pour ralentir, refroidir, piéger et imager les

atomes. On nomme cette transition la raie D2. L’état fondamental possède deux niveaux hyperfins

que je dénommerai par |F = 1〉 et |F = 2〉 alors que l’état excité de la raie D2 en possède quatre

que je nommerai |F′ = 0,1,2,3〉 dans la suite de cette thèse. Plus précisément, nous transférons les

atomes de l’état |F = 2〉 vers l’état |F′ = 3〉 pour le refroidissement Doppler. Cependant, dans ce

système de niveaux, les règles de sélection autorisent les transitions telle que ∆F = 0,+1,−1 et il

existe donc plusieurs voies de désexcitation possibles de l’état excité. Nous allons voir par la suite

comment il est possible de conserver les atomes dans une seule transition cyclante.
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Figure 2.9 – Spectre du rubidium 87Rb. En rouge, la fréquence de transition utilisée pour les

faisceaux refroidisseurs des PMO-2D et 3D, en orange celle du faisceau pousseur et en jaune

celle du faisceau imageur. En bleu, la transition utilisée pour le faisceau repompeur. En vert, la

transition d’évaporation micro-onde.

Les états |F′ = 2〉 et |F′ = 3〉 étant proches en énergie 13, une partie des atomes se retrouve dans

l’état |F′ = 2〉 lors du refroidissement par effet Doppler. Or, d’après les règles de sélection que

nous venons de donner, les atomes peuvent se dé-exciter de |F′ = 2〉 → |F = 1〉, ce qui les sorti-

rait du cycle d’absorption-émission nécessaire au refroidissement. En pratique, ils sont maintenus

dans la transition cyclante par un laser dit ”repompeur” : il s’agit d’un faisceau résonant avec la

transition |F = 1〉 → |F′ = 2〉. Statistiquement, une partie des atomes transférés dans l’état |F′ = 2〉
via cette transition se désexcite à nouveau dans l’état |F = 2〉 et se retrouve donc dans le cycle

d’absorption-émission : en ajoutant le faisceau repompeur, on peut alors approximer les atomes

de rubidium comme des systèmes à deux niveaux |F = 2〉 et |F′ = 3〉.

Nous allons à présent voir comment ces lasers sont utilisés avec le PMO-2D. Le rubidium, initia-

lement stockés dans un queusot, est chauffé afin de produire une vapeur. La fonction du PMO-2D

est de focaliser cette vapeur selon un axe parallèle à la table optique afin de créer un jet atomique

lent et colimaté [62].

13. 267 MHz séparent l’état |F′ = 2〉 de l’état |F′ = 3〉 [61] et nous utilisons un désaccord maximal de |δ| = 7Γ '
42 MHz.
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Figure 2.10 – Schéma de montage du PMO-2D. Les faisceaux refroidisseurs (rouges) sont in-

jectées dans le PMO-2D par fibre optique (les deux entrées sont représentées l’une au dessus

de l’autre). Les faisceaux repompeur 2D (jaune) et pousseur (vert) sont acheminés sur la table

d’expérience par fibre optique, mais injectés dans le PMO-2D en espace libre via un hublot. L’axe

de ces faisceaux est l’axe du jet atomique produit par le PMO-2D.

2.3.1.3 Le piège magnéto-optique 2D

La première étape vers la condensation est d’amener les atomes vers une cellule sous ultra-vide.

Pour cela, nous utilisons un piège magnéto-optique bidimensionnel construit par le laboratoire

du SYRTE à Paris [63]. Ce dispositif produit un jet ralenti et collimaté d’atomes permettant un

chargement rapide du piège magnéto-optique 3D qui sera décrit dans la prochaine partie.

Son fonctionnement est le suivant : une vapeur d’atomes est produite en chauffant du rubidium

contenu dans un queusot, les atomes s’évaporent alors jusqu’à atteindre une enceinte où un

système optique et magnétique permet de les refroidir et de les focaliser pour créer le jet ato-

mique.

Un schéma de montage du PMO-2D est donné sur la figure 2.10. Le PMO-2D dispose de deux

entrées de fibre optique pour des lasers de refroidissement, en rouge sur la figure 2.10, que nous

injectons chacun avec avec une puissance d’environ 45 mW. Il est équipé de deux paires de bo-

bines de champ magnétique qui, combinées aux faisceaux refroidisseurs, permettent de refroidir

les directions transverses à l’axe de focalisation. Il est également équipé d’un hublot qui procure

un accès optique supplémentaire dans la direction longitudinale de focalisation du jet atomique.

Afin de maintenir les atomes dans la transition cyclante |F = 2〉 → |F′ = 3〉, un faisceau repom-

peur, en jaune sur la figure 2.10, d’une puissance de 12 mW est injecté par ce hublot. Les atomes

peuvent alors se propager le long de l’axe sur lequel ils sont focalisés jusqu’à la cellule sous ultra-
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Figure 2.11 – Schéma représentatif du piège magnéto-optique. Six faisceaux à 780 nm et de

rayon d’environ 1 cm sont croisés sur le zéro de champ magnétique créé par deux bobines. Deux

faisceaux repompeurs sont superposés aux faisceaux refroidisseurs horizontaux. Deux faisceaux

contra-propageants ont des polarisations circulaires opposées. Le nuage d’atomes est symbolisé

par le halo bleu au niveau du croisement.

vide dans laquelle ils sont capturés par un PMO-3D. Pour forcer les atomes à se propager dans

cette direction, un autre faisceau résonant d’une puissance d’environ 500 µW, appelé ”pousseur”,

représenté en vert sur la figure 2.9, est superposé au faisceau repompeur. Ce faisceau pousseur

augmente le flux d’atomes d’un facteur 10 environ.

Nous allons à présent voir la mise en œuvre ainsi que la séquence expérimentale du PMO-3D.

2.3.1.4 Le piège magnéto-optique 3D

L’idée du piège magnéto-optique 3D est d’utiliser le refroidissement par effet Doppler non plus

pour focaliser les atomes selon un axe mais pour les piéger en un point. En superposant six fais-

ceaux refroidisseurs d’une puissance de 36 mW contrapropageants deux à deux en un point de

l’espace, les atomes se trouvent comme englués : c’est l’effet de mélasse optique [64] qui refroidit

les atomes. Une paire de bobines de champ magnétique permet alors de créer la force de rappel

qui piège les atomes. Un schéma du piège magnéto-optique est présenté sur la Figure 2.11. Les

schémas des montages optiques permettant de réaliser les faisceaux refroidisseurs et repompeurs

pour les PMO-2D et 3D sont détaillés en annexe A et B.

La séquence expérimentale permettant de refroidir le nuage d’atomes chargé dans le PMO-3D est

présentée sur la figure 2.12.
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Elle débute par le chargement du PMO-3D. Il s’agit simplement d’une durée pendant laquelle les

faisceaux refroidisseurs 2D, repompeur 2D, pousseur et les bobines magnétiques sont allumés.

En environ quatre secondes, nous chargeons typiquement 1.5 · 109 atomes dans le PMO-3D à une

température d’environ 250 µK 14.

À la fin du chargement, une étape de ”phase sombre” est effectuée pour obtenir une meilleure

densité atomique [51]. Elle consiste globalement à diminuer drastiquement la puissance du fais-

ceau repompeur pendant environ 20 ms juste après le chargement du PMO-3D. Cela concentre

les atomes au centre du piège, ce qui facilite le piégeage et augmente la densité atomique.

Ensuite, une première étape de refroidissement, dite de mélasse dynamique [64], est effectuée.

Pour cette étape, nous coupons brutalement le champ magnétique du PMO-3D, diminuons la

puissance des faisceaux refroidisseurs et augmentons linéairement la valeur absolue du désaccord

des faisceaux pendant 15 ms. De cette manière, la température T ∼ P /δ du nuage est diminuée

[50], avec P la puissance des faisceaux de refroidissement. Cela permet d’obtenir un nuage de

1 ·109 atomes à une température d’environ 50 µK. On estime la densité dans l’espace des phases à

la fin de cette étape à D ∼ 10−9.

La température atteinte n’est pas assez basse aux densités maximales atteignables dans ce type de

piège pour atteindre le régime de dégénérescence quantique. On peut se représenter cette limite

de la manière suivante : la mélasse optique est limitée en température du fait qu’elle repose sur

de l’absorption-émission, entraı̂nant nécessairement une diffusion de l’impulsion des atomes qui

garde le nuage ”trop chaud”. Utiliser de la lumière résonante n’est alors plus possible et, pour

poursuivre le refroidissement du nuage, les atomes sont transférés dans un piège magnétique.

Pour effectuer ce transfert, il faut préparer les atomes dans un état piégeant. Le choix de l’état

s’est porté sur le sous-niveau |F = 1,mF = −1〉. Pour préparer les atomes dans cet état, une étape de

dépompage est effectuée. Cela consiste à éteindre le faisceau repompeur pendant 5 ms. Durant ce

laps de temps, les atomes sortent peu à peu de la transition cyclante et sont prêts à être capturés

par le piège magnétique. Malheureusement, une grande partie des atomes sont perdus pendant

cette étape : le niveau |F = 1〉 possède trois sous-niveaux Zeeman mF = −1,0,1 dont seul mF = −1

est piégeant. Or, les atomes se répartissent presque uniformément dans ces trois sous-niveaux

ce qui implique que les atomes des sous-niveaux mF = 0,1 sont perdus, soit environ deux tiers

d’entre eux.

14. Le temps de chargement du PMO-3D est un des moyens que nous utilisons pour ajuster le nombre d’atomes

dans le condensat en fin de séquence expérimentale : en effet, nous verrons qu’il est parfois nécessaire de diminuer le

nombre d’atomes pour limiter les effets des interactions et retrouver une physique à un corps.
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Figure 2.12 – Séquence expérimentale de refroidissement dans le PMO-3D

Une fois le transfert dans le piège magnétique effectué, un refroidissement par évaporation micro-

onde continue d’augmenter la densité dans l’espace des phases. Nous allons présenter cette tech-

nique dans la partie suivante.

2.3.2 Pièges conservatifs et refroidissement par évaporation

Comme dit précédemment, le piège magnéto-optique seul ne permet pas d’atteindre le régime de

condensation de Bose-Einstein [65] et une étape de refroidissement supplémentaire est nécessaire.

La technique de refroidissement par évaporation [53] a été reconnue comme très efficace pour di-

minuer la température en dessous de la température atteignable dans un piège magnéto-optique.

L’idée du refroidissement par évaporation est de tronquer le potentiel ressenti par les atomes

pour laisser les particules les plus énergétiques s’échapper du piège. Le reste des particules se

re-thermalise par collisions élastiques à une température plus basse.

2.3.2.1 Refroidissement par évaporation dans le piège magnétique

Sur notre expérience, le refroidissement par évaporation s’effectue dans deux pièges : un pre-

mier purement magnétique puis dans la superposition de ce piège magnétique et d’une pince

optique que nous nommons un piège hybride. Dans la prochaine partie, nous allons présenter

les mécanismes de l’évaporation dans le piège magnétique puis nous allons expliciter sa mise en
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œuvre expérimentale.

Principe du refroidissement par évaporation dans un piège magnétique : Pour aborder le re-

froidissement par évaporation dans un piège magnétique, considérons un atome dans un état

hyperfin donné |F,mF〉 évoluant dans un champ magnétique quadrupolaire de gradient b′

B(r) =
b′

2


x

y

−2z

 . (2.38)

Le potentiel ressenti par l’atome résultant de l’interaction de son dipôle et du champ magnétique

est représenté pour deux sous-états |F = 1,mF = −1〉 et |F = 2,mF = −1〉 du niveau fondamental sur

la figure 2.13 b. L’expression de ce potentiel est

Vmag(r) = gFmFµB|B(r)|. (2.39)

avec gF le facteur de Landé. Le caractère piégeant ou anti-piégeant de cette interaction dépend

du signe du produit gFmF pour l’état dans lequel se trouve l’atome : l’état sera piégeant pour les

gFmF positif et non piégeant dans le cas contraire. Pour effectuer une étape de refroidissement par

évaporation dans le piège magnétique, l’idée est de transférer les atomes les plus énergétiques

vers un sous-état magnétique non piégeant pour ne conserver dans le piège magnétique que

la population d’atomes la moins énergétique. Une fois ce transfert effectué et après un temps

de thermalisation, la température du nuage est diminuée. La fréquence de transition est choisie

pour que les atomes éjectés du piège soient ceux qui explorent la périphérie du nuage d’atomes,

ceux qui possèdent assez d’énergie pour s’y rendre. On ajuste alors la fréquence de rayonnement

pour transférer les atomes se trouvant à un certain rayon du centre du piège magnétique vers un

état anti-confinant : la fréquence micro-onde est progressivement augmentée pour évaporer des

atomes de plus en plus proches du centre du piège comme représenté sur la figure 2.13 a.

Le refroidissement par évaporation repose donc sur un filtrage de la distribution de vitesses des

particules à l’inverse du PMO-3D où elle était directement façonnée sans aucune perte. La pro-

chaine partie présente comment ce piège est mis en place et utilisé expérimentalement.

Mise en œuvre expérimentale : Le piège quadrupolaire est obtenu à l’aide de trois paires de bo-

bines magnétiques en configuration anti-Helmholtz autour du PMO-3D comme représenté sur la

figure 2.14. Chaque bobine est faite d’un tube de cuivre enroulé et branché à une alimentation

pouvant délivrer un courant allant jusqu’à 160 A. Afin d’éviter que ces bobines ne chauffent trop

lors de leur utilisation, elles sont refroidies par une circulation d’eau dans les tubes de cuivre. le

gradient de champ magnétique ainsi obtenu peut atteindre la valeur maximale de b′ = 300 Gcm−1.
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Figure 2.13 – Principe du refroidissement par évaporation dans un piège magnétique. a :

Représentation spatiale du processus d’évaporation. Uniquement les classes d’atomes à une dis-

tance imposée par la fréquence micro-onde voient leur spin retourné par la fréquence micro-onde.

Ils ne sont alors plus maintenus dans le piège et sont évaporés. b : Représentation énergétique du

processus d’évaporation micro-onde. Les évolutions spatiales des sous-niveaux Zeeman impliqués

lors de l’évaporation sont représentées par les lignes noires.

Le zéro du champ magnétique est environ 75 µm au dessus de celui créé par les bobines du PMO-

3D. La position horizontale du zéro selon l’axe x peut être ajustée à l’aide d’une bobine de com-

pensation (non représentée sur la figure 2.14).

La séquence expérimentale de refroidissement par évaporation dans ce piège est donnée sur la

figure 2.15. Nous commençons par charger les atomes dans le piège magnétique depuis le PMO-

3D : pour cela nous éteignons le PMO-3D et allumons le champ magnétique en 500 millisecondes.

Seuls les atomes dans le bon sous-niveau piégeant sont gardés et le reste du nuage est perdu. On

obtient alors un nuage d’environ 6 · 108 atomes à une température de 140 µK.

Comme le refroidissement par évaporation repose sur la thermalisation du nuage d’atomes, une

compression adiabatique du piège est effectuée pour augmenter le taux de collisions. Cela a pour

effet indésirable d’augmenter la température du nuage à environ 190 µK mais, le taux de collisions

étant élevé, l’évaporation est alors efficace. Le transfert vers un état anti-piégeant est fait via une

transition micro-onde entre les deux niveaux hyperfins de l’état fondamental |F = 1,mF = −1〉 et

|F = 2,mF = −1〉. Les atomes à une certaine distance du centre du piège voient leur spin changer

d’état et sont donc éjectés du piège.
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Figure 2.14 – Schéma représentatif du piège magnétique. Trois paires de bobines de champ

magnétique en configuration anti-Helmholtz sont ajoutées au dessus et en dessous du PM0-3D

(selon l’axe z). Elles forment un champ magnétique quadrupolaire dont le zéro est légèrement

au dessus de celui créé par les bobines du PMO-3D (la paire de bobines selon l’axe y). Le nuage

d’atomes est symbolisé par le halo bleu au niveau du croisement des faisceaux.

L’évaporation est maintenue jusqu’à ce que les pertes Majorana deviennent trop importantes

[50, 51], c’est-à-dire pendant 12 s. Ces pertes désignent la perte du suivi adiabatique de l’orien-

tation du champ magnétique par le moment magnétique atomique à l’endroit où le champ se

retourne. Cela entraı̂ne alors les atomes vers un autre sous-niveau anti-confinant et les éjecte

du piège. Ce retournement de spin concerne les atomes se trouvant proches du zéro de champ

magnétique puisque c’est à cet endroit que le champ magnétique change brutalement de direc-

tion. Il s’agit des atomes les moins énergétiques qu’il est indispensable de conserver dans le piège.

Pour palier à ces pertes qui sont d’autant plus importantes que le nuage est dense et froid, on

arrête dans un premier temps le rayonnement micro-onde. On obtient alors un nuage d’environ

8 · 107 atomes à 55 µK. La densité dans l’espace des phases à la fin de cette étape est estimée à

D ∼ 10−7.

Puis, nous transférons les atomes dans le piège hybride. Pour cela, nous superposons au champ

magnétique un faisceau laser de longueur d’onde de 1064 nm à 3.5 W en entrée de cellule qui

ajoute alors un confinement harmonique au piège quadrupolaire. Le piège magnétique est en-

suite décomprimé en deux étapes d’une seconde chacune pour laisser les atomes passer dans la

pince optique. Le nuage est alors prêt à être refroidi davantage.
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Figure 2.15 – Séquence expérimentale d’évaporation dans le piège magnétique.

2.3.2.2 Refroidissement par évaporation dans le piège hybride

Les atomes se trouvent alors dans une combinaison du piège magnétique et d’une pince op-

tique. On dénomme la superposition de ces deux potentiels le piège hybride. L’interaction lumière-

matière mise en jeu ici est la force dipolaire que nous avons évoquée précédemment. Nous allons

dans un premier temps rappeler les mécanismes de cette interaction avant de présenter comment

nous l’utilisons pour atteindre le régime de dégénérescence quantique.

Principe du refroidissement par évaporation dans un piège optique : Pour présenter le mécanisme

de l’évaporation dipolaire, considérons à nouveau un atome à deux niveaux illuminé par un fais-

ceau laser. D’après l’équation (2.33), la force dipolaire devient l’interaction dominante entre la

lumière et la matière quand le désaccord δ devient grand devant la largeur de l’état excité Γ . Dans

ce cas, le potentiel ressenti par les atomes est [46]

Vdip(r) =
~δ
2

ln
(
1 +

Ω(r)2/2
δ2 + (Γ /2)2

)
. (2.40)

Pour un désaccord négatif, donc pour un laser désaccordé vers le rouge, le potentiel est piégeant 15

et l’atome est attiré vers les régions de haute intensité laser : nous avons vu avec l’équation (2.32)

que la force ressentie par les atomes varie comme Fdip ∼ ∇Ω2 où, pour rappel, la fréquence de

Rabi Ω = d ·E/~ est proportionnelle à l’amplitude du champ laser E (le dipôle atomique est d). La

15. il est anti-piégeant pour des lasers désaccordés vers le bleu
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force dipolaire est donc proportionnelle au gradient de l’intensité laser.

Or, une onde plane possède un gradient d’amplitude nul et mène donc à une force dipolaire nulle.

Il est donc nécessaire de considérer une superposition d’ondes planes pour que la force dipolaire

soit non nulle : nous allons considérer le faisceau laser comme une somme d’ondes planes de

mêmes fréquence ωi mais de vecteur d’onde ki différents. À l’inverse de la force de pression de

radiation basée sur des processus d’absorption-émission spontanée, le piégeage dû à la force di-

polaire se fait via un ensemble de cycles d’absorption-émission stimulée de photons : l’atome peut

absorber un photon dans un mode i et ré-émettre ce photon dans un mode j , i. Comme les

fréquences de deux ondes planes sont les mêmes ωi = ωj , il n’y a pas d’échange d’énergie entre

l’atome et le laser lors d’un cycle d’absorption-émission mais l’impulsion de l’atome change d’une

quantité ~(ki − kj ). La force dipolaire émerge donc lors de la redistribution de photons entre les

différentes ondes planes qui forment le faisceau laser [46].

Pour exploiter la force dipolaire, il convient donc d’utiliser un faisceau laser fortement focalisé

afin d’obtenir un fort gradient d’intensité. Dans notre cas, le faisceau laser adopte un profil de

faisceau gaussien de waist

w(x) = w0

√
1 +

x
xR

2
, (2.41)

où xR = πw2
0/λ est la longueur de Rayleigh w à 1/e2 et l’intensité lumineuse est alors de la forme

I(r) = I0(x)e−2(y2+z2)/w2(x), (2.42)

x étant la direction de propagation. Au voisinage du point de focalisation maximum, le potentiel

ressenti par les atomes peut être approximé par un potentiel harmonique

Vdip(r) ' −V0 +
1
2
mω2

⊥(y2 + z2) +
1
2
mω2

//x
2, (2.43)

de fréquence de piégeage longitudinale ω// et transverse ω⊥. Le piège dipolaire le plus simple à

réaliser est donc constitué d’un laser désaccordé vers le rouge fortement focalisé. On nomme ce

type de piège des pinces optiques [66].

Le principe du refroidissement par évaporation dans un tel piège est donc le suivant : diminuer

la puissance des faisceaux lasers revient à diminuer la profondeur du piège. Les atomes les plus

énergétiques qui peuvent explorer les bords de ce potentiel sont alors perdus. Comme dans le cas

de l’évaporation micro-onde, les collisions élastiques entre les atomes restant se chargent alors de

thermaliser le nuage à une température plus basse.
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Figure 2.16 – Schéma représentatif du piège hybride. Seule la paire de bobines la plus proche

des atomes est utilisée pour créer le potentiel harmonique. Les faisceaux dipolaires sont ajoutés

pour créer un potentiel plus confinant. Le croisement du faisceau horizontal et vertical est utilisé

pour modifier la fréquence de piégeage. Le nuage d’atomes est symbolisé par le halo bleu au

niveau du croisement. Le PMO-3D n’est pas représenté par souci de simplicité.

Mise en œuvre expérimentale : Pour former le piège hybride, le faisceau d’un laser (Azurlight

Systems ALS-IR-1064-20-1-SF) à 1064 nm de puissance maximale 20 W est asservi en puissance

par un modulateur acousto-optique et focalisé à un waist de wh = 75 µm légèrement en dessous

du zéro du piège magnétique, typiquement à un waist de distance. En entrée de cellule, le fais-

ceau laser horizontal a une puissance maximale de 10.3 W. À cette étape, seules les bobines du

piège magnétique les plus proches de la cellule sont allumées et le piège magnétique seul ne

compense pas tout à fait la gravité. Le nuage atomique a une taille d’environ ∆x ' 700 µm se-

lon l’axe horizontal et ∆y ' 300 µm selon l’axe horizontal (quantités issues d’un ajustement de la

densité optique in-situ du nuage). Les atomes tombent alors petit à petit dans le piège hybride.

Afin d’augmenter les fréquences de piégeage pour une évaporation dipolaire plus efficace, le fais-

ceau dipolaire est recyclé une fois qu’il traverse la cellule pour être ré-injecté dans celle-ci. Afin

de gérer la puissance de ce faisceau recyclé, il injecte un modulateur acousto-optique avant de

re-traverser la cellule le plus verticalement possible (l’angle du faisceau avec la verticale est d’en-

viron θ = 30°) comme représenté sur la figure 2.16. Le waist du faisceau vertical est dewv = 45 µm

et sa puissance maximale en entrée de cellule est d’environ 6 W. Le piège ainsi réalisé après croi-

sement a une géométrie dite de dimple [67] 16. De manière plus quantitative, le piège magnétique

et le faisceau horizontal seul appliquent sur les atomes un confinement harmonique de fréquence

16. Nous pouvons ajuster la puissance du faisceau vertical afin de modifier le confinement perçu par les atomes ce

qui modifie leur énergie d’interaction comme nous l’avons vu dans l’introduction théorique de ce chapitre
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Figure 2.17 – Séquence expérimentale du refroidissement par évaporation dans le piège hy-

bride. Le piège magnétique est décomprimé en deux étapes d’une seconde chacune afin de

transférer les atomes dans la pince optique formant le piège hybride. L’intensité lumineuse de

cette pince optique est ensuite diminuée afin de continuer le refroidissement par évaporation. À

la fin de cette étape, nous obtenons un condensat de Bose-Einstein pur d’environ 2 · 105 atomes.

de piégeage d’environ 5 Hz dans la direction longitudinale. En ajoutant le faisceau vertical, cette

fréquence de piégeage passe à environ 50 Hz.

La séquence expérimentale pour finalement atteindre la condensation est présentée sur la fi-

gure 2.17. Pour terminer la première étape de refroidissement par évaporation, le piège magnétique

est décomprimé en deux étapes d’une seconde chacune. Cela permet de transférer les atomes dans

le piège hybride avec une efficacité de transfert d’environ 20%. À la fin de ces deux décompressions

nous obtenons un nuage d’environ 1.5 · 107 atomes à 20 µK. Puis, l’intensité du faisceau dipolaire

est lentement diminuée pour laisser les atomes les plus énergétiques s’échapper du piège. La

puissance des faisceaux horizontal et vertical suit la courbe

P (t) =
Pmax

(1 + t/τ)η
, (2.44)

où τ et η sont deux paramètres qui permettent d’ajuster l’allure de la diminution de puissance.

Actuellement, nous utilisons τ = 3.5 s et η = 4. Cette dernière étape dure 6.1 s. À la fin de cette

évaporation, on compte environ 2 ·105 atomes refroidis à environ 200 nK. Après toutes ces étapes

de préparation, la densité dans l’espace des phases est passée au dessus de D = 1 et un conden-

sat de Bose-Einstein d’atomes de rubidium est finalement produit dans le niveau fondamental
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|F = 1,mF = −1〉 (un récapitulatif de toutes les étapes de production peut être trouvé à l’annexe C).

Récapitulatif

En résumé, le refroidissement par évaporation repose sur des pièges conservatifs dont la

profondeur est adiabatiquement tronquée pour filtrer spatialement les particules les plus

énergétiques. Pour notre expérience, nous utilisons d’abord un piège magnétique quadru-

polaire. La troncature de la profondeur de ce piège est effectuée via excitation des atomes

vers un état non piégeant par un champ micro-onde. Ce piège possède un zéro de champ

magnétique aux alentours duquel un retournement de spin peut entraı̂ner une perte des

atomes. Afin de contourner ce problème, les atomes sont transférés dans un piège hybride,

superposition du piège magnétique et d’une pince optique recyclée en configuration de

dimple. La troncature de la profondeur de ce piège est effectuée en diminuant la puissance

laser de la pince optique, ce qui a pour effet d’ouvrir le potentiel harmonique ressenti par

les atomes. Ces deux étapes combinées durent environ 18 s et permettent d’atteindre le

régime de condensation.

Une fois la séquence expérimentale terminée, il reste à mesurer l’état produit. Pour cela, nous

allons détailler dans la prochaine section notre protocole d’imagerie par absorption.

2.3.3 Système d’imagerie

Une étape cruciale du montage expérimental est l’imagerie du nuage d’atomes. Afin de visualiser

le résultat d’une expérience, nous utilisons l’imagerie par absorption.

2.3.3.1 Principe de l’imagerie par absorption

Pour effectuer une image par absorption, il est nécessaire de laisser le nuage d’atomes entrer en

expansion. Pour cela, le piège qui soutient les atomes est subitement éteint et les atomes entrent

alors en chute libre. Le nuage est ensuite illuminé par un faisceau dit ”imageur” de faible puis-

sance résonant avec une transition atomique. Ces derniers peuvent alors absorber une partie du

rayonnement ce qui laisse une empreinte de la présence du condensat dans le faisceau laser. Le

faisceau laser est ensuite recueilli par une caméra CCD sur laquelle on image l’ombre des atomes.

Le principe d’imagerie par absorption est présenté sur le schéma de la figure 2.18. Avec cette

technique d’imagerie par absorption, l’expérimentateur a alors accès à la densité intégrée selon la

direction de propagation de la lumière (par exemple x), c’est-à-dire



2.3. DISPOSITIF EXPÉRIMENTAL 65

Figure 2.18 – Principe de l’imagerie par absorption. Le nuage d’atomes est relâché du piège dans

lequel il est maintenu et entre en chute libre. Au cours de son expansion, il s’étend spatialement

jusqu’à atteindre une taille suffisamment grande pour être imagé.

n(z,y) =
∫
n(x,y,z)dx. (2.45)

Plus précisément, si l’intensité du laser imageur est faible devant l’intensité de saturation, l’ab-

sorption de la lumière par les atomes suit la loi de Beer-Lambert

Iout(z,y)
Iin(z,y)

= e−σ0n(z,y). (2.46)

où Iout(z,y) est le flux lumineux transmis par les atomes, Iin(z,y) est le flux lumineux reçu par les

atomes et σ0 est la section efficace d’absorption. Cela permet de trouver la densité comme

n(z,y) = − 1
σ0

ln
(
Iout(z,y)
Iin(z,y)

)
, (2.47)

2.3.3.2 Mise en œuvre expérimentale

Un schéma du montage optique du système d’imagerie est donné sur la figure 2.19. Deux trajets

optiques permettent d’imager le nuage d’atomes avec des grandissement et des angles différents.

Le premier trajet, presque parallèle aux faisceaux refoidisseur horizontaux du PMO-3D, possède

un grandissement de 0.3 et sert principalement à imager les atomes au cours de la séquence

expérimentale, jusqu’au piège hybride. Le deuxième possède un grandissement de 2.5 et permet

d’imager les atomes dans le piège hybride. Il est le plus orthogonal possible au faisceau dipolaire
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Figure 2.19 – Schéma du montage optique pour l’imagerie du nuage d’atomes. Tiré de [50].

horizontal du piège hybride.

Trois images sont prises pour imager les atomes : la première Iout(z,y) est prise en présence des

atomes après un temps de vol de typiquement 25 ms, la seconde Iin(z,y) est prise sans les atomes

et la dernière Ibkg(z,y) est prise sans les atomes ni le laser imageur. La dernière image contient le

bruit ambiant qui est soustrait aux deux premières pour s’affranchir des imperfections d’imagerie.

La densité est donc finalement obtenue par

n(z,y) = − 1
σ0

ln
(
Iout(z,y)− Ibkg(z,y)

Iin(z,y)− Ibkg(z,y)

)
, (2.48)

où la section efficace d’absorption est définie comme

σ0 = C × 3λ2

2π
. (2.49)

Le coefficient C tient compte de la structure interne des atomes : il dépend de la répartition des

atomes dans les sous-niveaux Zeeman et de la polarisation de la lumière du faisceau imageur.

Dans notre cas, le faisceau est polarisé linéairement et résonant avec la transition |F = 2〉 → |F′ = 3〉
(voir la figure 2.9). Nous allumons également le faisceau repompeur du PMO-3D afin de garder

les atomes dans la transition d’imagerie. Le faisceau imageur éclaire donc un nuage d’atomes dans

l’état |F = 2〉 dont les sous-niveaux Zeeman sont peuplés de manière équiprobables. Dans ce cas

[68], le coefficient vaut C = 7/15 ce qui donne σ0 = 0.136 µm2.
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Ces trois images sont prises avec un temps d’exposition de 40 µs, la durée entre deux images est de

127 ms et la puissance de faisceau imageur d’environ 750 µW. De plus, les condensats que nous

obtenons en fin de séquence sont dans l’état |F = 1〉 du fondamental. Or, le faisceau imageur est

résonant avec la transition |F = 2〉 → |F′ = 3〉. Comme dit précédemment, afin de pouvoir imager

le nuage, il est nécessaire de pomper les atomes vers l’état |F = 2〉. C’est pourquoi, en plus du

faisceau imageur, le faisceau repompeur 3D est également allumé pour l’étape d’imagerie. Sans

le faisceau repompeur, nous imageons alors les atomes résiduels dans l’état |F = 2〉, ce qui est un

diagnostic du bon déroulé de la séquence expérimentale (à l’étape de dépompage notamment).

Les atomes résiduels dans |F = 2〉 représentent environ 1% de la population d’atomes totale.

Récapitulatif

Pour résumer l’ensemble de la séquence expérimentale, notre dispositif pour produire

des condensats de Bose-Einstein est constitué de trois pièges : un PMO-3D qui refroidi

le nuage d’atomes via le refroidissement Doppler et suivi d’une étape de mélasses op-

tiques, d’un piège magnétique puis d’un piège hybride dans lesquels le nuage est refroidi

par évaporation. En 30 s environ, ce montage permet de produire un condensat de Bose-

Eisntein d’environ 2 · 105 atomes que nous imageons avec une technique d’imagerie par

absorption.

2.4 Conclusion

En conclusion, dans la première partie de ce chapitre nous avons tout d’abord rappelé le for-

malisme théorique décrivant le phénomène de condensation de Bose-Einstein, puis nous avons

abordé l’équation de Gross-Pitaevskii permettant de prendre en compte les interactions entre

atomes. Cette description est plus réaliste qu’une description avec un gaz idéal et est largement

utilisée dans la communauté des atomes froids.

Dans la deuxième partie de ce chapitre, nous avons présenté le montage expérimental qui nous

permet de produire des condensats de Bose-Eintein. Pour cela, nous avons décrit deux techniques

expérimentales couramment utilisées qui sont le refroidissement d’un nuage d’atomes par effet

Doppler et par évaporation. Nous avons décrit les pièges qui permettent de mettre en œuvre ces

différentes techniques.

Cependant, produire un condensat de Bose-Einstein ne représente que la première étape d’une

simulation quantique : l’onde de matière est ensuite transférée dans un potentiel optique mimant
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le type de problème que nous voulons étudier. Dans notre cas, il s’agit d’un réseau optique unidi-

mensionnel que nous décrivons dans le prochain chapitre.
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3.3.3 Mesure de l’état préparé . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 84
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Morty : Oh boy. W-what’s wrong Rick, is it the quantum carburettor or
something ?
Rick : Quantum carburettor ? Jesus Morty... you can’t just add a sci-fi word to a
car word and hope it means something.

Rick and morty - The Ricks Must Be Crazy

3.1 Introduction

Un phénomène de la physique qui a particulièrement captivé l’attention des physiciens est celui

des interférences. C’est un mécanisme ondulatoire bien connu qui met en jeu deux ou plusieurs

ondes de mêmes fréquences qui peuvent s’annuler en un point lorsqu’elles sont en opposition de

phase ou, à l’inverse, s’ajouter lorsqu’elles sont en phase. C’est un phénomène très général et ces

interférences peuvent se manifester avec tout type d’onde : sonores, lumineuses ou autre. Certains

physiciens ont proposé d’utiliser ces interférences afin de manipuler des objets capables d’inter-

agir avec ces ondes. Cela a notamment été fait avec des ondes acoustiques [69, 70, 71] mais, dans ce

chapitre, nous allons voir une application de ce phénomène dans le cas d’onde lumineuse [72] : le

motif d’interférence d’ondes lasers permet de façonner des potentiels permettant de contrôler les

degrés de liberté externes de nuages d’atomes. Ces potentiels optiques peuvent manipuler des en-

sembles atomiques de différentes manières [73], par exemple en utilisant de la lumière résonante

[74, 75, 76] ou hors résonance [77, 78] avec une transition atomique, présentant un profil foca-

lisé [79] ou, à l’inverse, collimaté [80, 81, 82], statique ou dépendant du temps [33], perturbatif

[83] ou en forte interaction [84] etc. Chacun de ces régimes de paramètres permet d’optimiser

ces potentiels lumineux pour différentes applications comme par exemple pour mettre en place

des horloges extrêmement précises [85, 86], des gravimètres [87, 88], des gyroscopes [89, 90], des

gradiomètres [91] ou encore pour mesurer des constantes fondamentales de la physique [92, 93]

dans une perspective métrologique. L’utilisation d’interférences de faisceaux lasers afin de mani-

puler des atomes a donc une forte retombée en recherche fondamentale comme appliquée. Dans

ce chapitre, nous allons nous concentrer sur l’utilisation de ces potentiels dans l’étude et la ma-

nipulation de fonctions d’ondes à N corps, les condensats de Bose-Einstein présentés dans le cha-

pitre précédent. Sur notre expérience, nous utilisons l’interférence de deux faisceaux laser contra-

propageants et focalisés pour créer un potentiel unidimensionnel, périodique spatialement et qui

peut être dépendant du temps. Il est représenté schématiquement sur la figure 3.1. l’utilisation

de ce type de potentiel pour manipuler des condensats de Bose-Einstein a mené certains physi-

ciens à nommer ce type de systèmes des cristaux de lumières de par l’analogie qu’il existe avec le
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,
,

Figure 3.1 – Les flèches rouges indiquent les directions de propagation des lasers. La courbe

3D indique le potentiel Vε,ϕ(x, t) créé par leur interférence et les taches bleues représentent les

atomes. L’amplitude du réseau peut être modulée via le paramètre ε(t) et sa phase via le paramètre

ϕ(t).

potentiel ionique que ressentent des électrons dans un cristal. Les techniques expérimentales que

nous développons dans cette thèse pour manipuler ces ondes de matières ouvrent de nouvelles

possibilités de contrôle pour les différentes applications citées précédemment.

Ce chapitre a pour vocation de rappeler les éléments théoriques nécessaires pour comprendre les

réseaux optiques et de donner les spécificités de notre dispositif expérimental. Dans une première

partie, je présenterai un outil permettant de décrire le mouvement des atomes dans un réseau op-

tique de manière classique : l’espace des phases. Nous nous servirons de cet espace des phases

afin de définir un ensemble de grandeurs caractéristiques du réseau dont nous nous servirons

tout du long de ce manuscrit. Puis, je rappellerai le théorème de Bloch et ses conséquences sur les

fonctions d’ondes évoluant dans un potentiel périodique. Ce théorème nous permettra d’obtenir

le spectre en énergie du réseau optique, aussi appelé structure de bande.

Dans une seconde partie, je présenterai le montage optique permettant la création du potentiel

lumineux et son contrôle. Je présenterai notre méthode pour charger les atomes dans le réseau

ainsi que notre méthode de mesure de l’état préparé. Enfin, je présenterai une méthode que nous

utilisons quotidiennement afin de calibrer la profondeur de notre réseau optique, calibration in-

dispensable que nous effectuons avant chaque expérience.

Finalement, je présenterai deux manières très répandues dans la communauté des atomes froids

pour rendre le potentiel du réseau optique dépendant du temps. La première consiste à modu-

ler l’amplitude ou la phase du réseau optique périodiquement dans le temps. Je présenterai l’in-

terprétation de ce type de modulation dans la structure de bande. Cela nous permettra notamment
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d’aborder une technique de refroidissement d’un nuage d’atomes par modulation d’amplitude du

réseau optique dont nous avons démontré l’efficacité expérimentalement. La deuxième méthode

pour rendre le potentiel dépendant du temps est d’accélérer le réseau. Je présenterai les effets de

cette méthode sur un nuage d’atomes et montrerai comment cela le déplace dans la structure de

bande.

3.2 Théorie des réseaux optiques

Dans cette partie, nous allons présenter deux formalismes permettant d’aborder le comportement

des atomes dans un réseau optique : le premier est basé sur les équations classiques du mou-

vement en considérant les atomes comme des particules ponctuelles et le second est fondé sur

l’équation de Schrödinger et le théorème de Bloch en considérant les atomes comme des fonctions

d’ondes.

3.2.1 Mouvement d’une particule classique dans un réseau optique

Avant de prendre en considération le caractère quantique des atomes, il est utile de se faire une

intuition de leur dynamique classique dans le potentiel créé par le réseau optique. Pour cela, nous

considérons les atomes comme un ensemble de particules ponctuelles de même massem, chacune

ayant une position x et une impulsion p.

3.2.1.1 Equations d’Hamilton

Connaı̂tre l’évolution d’une particule dans un potentiel V pour une condition initiale (x0,p0) re-

vient à résoudre les équations du mouvement déterminées à partir de l’hamiltonien du système.

L’évolution d’une particule soumis à cet hamiltonien est donnée par les équations d’Hamilton


dx

dt
=
∂H

∂p
,

dp

dt
= −

∂H

∂x
.

(3.1)

où l’hamiltonien correspond à l’énergie totale du système et, pour un système fermé, il s’agit de

la somme de l’énergie cinétique T et de l’énergie potentielle V

H = T +V . (3.2)

En résolvant ces équations pour une condition initiale (x0,p0) on obtient la trajectoire (x(t),p(t))

d’une particule dans le potentiel V au cours du temps. L’état de cette particule à un instant t
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est alors complètement déterminé par le couple (x,p) et ces deux degrés de liberté définissent un

espace que l’on nomme l’espace des phases.

3.2.1.2 L’espace des phases

Nous allons à présent utiliser ces équations pour représenter les trajectoires des atomes dans

l’espace des phases associé à un site du réseau optique. Dans notre cas, l’hamiltonien est la somme

de l’énergie cinétique d’un atome et du potentiel créé par le réseau. Ce dernier est un potentiel

sinusoı̈dal de pas d et d’amplitude V0 de la forme

V (x) = −V0 cos2
(πx
d

)
. (3.3)

L’hamiltonien du système est alors

H(x,p) =
p2

2m
−V0 cos2

(πx
d

)
. (3.4)

Pour étudier ce système, il est commode d’utiliser des grandeurs caractéristiques associées au

réseau optique. On définit le vecteur d’onde du réseau optique

kL =
2π
d
, (3.5)

à partir duquel on peut définir une énergie caractéristique

EL =
~

2k2
L

2m
=

h2

2md2 , (3.6)

où h est la constante de Planck. Nous exprimons l’amplitude V0 du potentiel (3.3) par un mul-

tiple s sans dimension de l’énergie caractéristique, communément appelé la profondeur du réseau

optique. Pour un réseau statique, l’hamiltonien (3.4) ne dépend donc que de ce paramètre s

H(x,p) =
p2

2m
− sEL

2
(1 + cos(kLx)). (3.7)

À partir de cet hamiltoninen, on déduit que les équations d’Hamilton de notre système sont
dx

dt
=
∂H

∂p
=
p

m
,

dp

dt
= −

∂H

∂x
= −

sELkL

2
sin(kLx).

(3.8)

Le potentiel V (x) étant périodique par une translation d’un pas du réseau d, les trajectoires des

atomes le sont également et on peut se restreindre à considérer leur mouvement uniquement sur

un site du réseau, c’est-à-dire pour

x ∈
[
−d
2
,
d
2

]
. (3.9)
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L’ensemble des trajectoires sur cet espace est commodément représenté par un portrait de phase.

Ici, nous considérons un système unidimensionnel et ce portrait de phase est donc de dimension

2. Comme la dynamique de ce système est unidimensionnelle et que l’énergie totale est conservée,

le système est dit intégrable au sens de Liouville : toutes les trajectoires sont régulières, soit telles

que pour deux conditions initiales (x0,p0) de l’espace des phases infinitésimalement proches, les

trajectoires associées resteront proches durant leur évolution. Cela est à contraster avec des trajec-

toires chaotiques que nous aborderons dans la suite de cette thèse. Un exemple d’une telle trajec-

toire chaotique est donné sur la figure 6.2 du chapitre 6 dédié à l’effet tunnel assisté par le chaos.

Les équations d’évolution (3.8) sont analogues à celles d’un pendule simple. Le portrait de phase

associé présente donc des trajectoires elliptiques concentriques fermées pour les faibles impul-

sions correspondant à un mouvement d’oscillation et des trajectoires ouvertes pour les hautes

impulsions correspondant à une rotation complète du pendule autour de son axe de rotation.

l’interprétation de ces trajectoires dans notre contexte est qu’un atome placé au fond d’un puits

de potentiel avec une impulsion initiale va osciller autour du minimum d’énergie pour une im-

pulsion faible, avec une amplitude d’oscillation de plus en plus grande à mesure que l’impulsion

augmente, jusqu’à avoir suffisamment d’énergie pour sortir du puits et passer de site en site. Dans

ce cas, la trajectoire est dite ouverte ou non-liée.

Plusieurs exemples de portraits de phases à différentes profondeurs sont représentés sur la fi-

gure 3.2. Pour se faire une intuition de l’évolution du portrait de phase associé à un site du réseau

en fonction de sa profondeur s, il est utile de considérer deux cas limites : la limite où la profon-

deur du réseau tends vers zéro et, à l’inverse, quand elle tend vers l’infini.

— s→ 0 : l’hamiltonien devient celui d’une particule libre et les trajectoires dans l’espace des

phases sont alors des lignes droites horizontales d’impulsion p.

— s→∞ : l’hamiltonien devient celui d’un oscillateur harmonique de constante de raideur in-

finie et les trajectoires fermées sont alors des ellipses d’excentricité de plus en plus grandes.

Pour une profondeur non nulle, un portrait de phase possède trois points stationnaires. Le point

central (x = 0,p = 0) est un point stationnaire stable : les atomes placés en ce point sans vitesse ini-

tiale y restent indéfiniment. En revanche, les bords du portrait de phase (x = ±d/2,p = 0) sont des

points stationnaires instables : les trajectoires issues du voisinage de ces points correspondent à la

limite entre les trajectoires fermées et les trajectoires ouvertes définies précédemment. Ces deux

trajectoires sont nommées les trajectoires séparatrices. Des atomes placés proche de ces points in-

stables possèdent le maximum d’énergie potentielle. Une légère déviation des atomes au voisinage

de ces points va donc entraı̂ner une oscillations des atomes avec une amplitude maximale.
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Figure 3.2 – Espaces des phases (x,p) statiques pour différentes profondeurs s. a : s = 0. Le

portrait de phase est celui d’une particule libre. Les trajectoires sont des droites horizontales. b :

s = 1. Les trajectoires séparatrices (voir texte) de ce portrait de phase permettent de définir l’im-

pulsion caractéristique pL. c-e Les profondeurs sont respectivement s = 3;7;20. Les trajectoires

fermées ont une excentricité qui augmente avec la profondeur. Les lignes pointillées représentent

les impulsions caractéristiques ±pL.

Ces deux trajectoires séparatrices permettent de définir plusieurs autres grandeurs caractéristiques

du réseau qui nous seront utiles par la suite. Ainsi, on introduit une impulsion caractéristique du

réseau

p2
L

2m
= EL⇒ pL =

h
d
, (3.10)

qui est l’impulsion acquise par les atomes lorsqu’ils atteignent le fond des puits de potentiel

depuis le voisinage des points instable (x = ±d/2,p = 0) dans un réseau de profondeur s = 1. Cette

impulsion permet également de définir une vitesse caractéristique

vL =
pL

m
=

h
md

, (3.11)

qui est donc la vitesse des atomes au fond des puits de potentiel en (x = 0,p = ±pL) après un

quart de période d’oscillation lorsqu’ils étaient initialement placés au voisinage d’un point in-

stable du réseau de profondeur s = 1. La dernière grandeur caractéristique que nous allons définir

est la fréquence d’oscillation caractéristique du réseau. Elle est l’inverse du temps que mettent les

atomes à parcourir un aller-retour de distance 2d à une vitesse vL

νL =
vL

2d
=

h

2md2 . (3.12)

Nous nous servirons de ces grandeurs caractéristiques tout du long de ce manuscrit de thèse.
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Cette description que nous venons de donner du réseau optique n’est valable que pour un réseau

statique. Lorsque l’amplitude ou la phase du réseau sont modulées comme nous le verrons par

la suite, cette description n’est plus pertinente puisque l’espace des phases évolue au cours du

temps. Cependant, nous verrons que dans le cas d’une modulation périodique, il est possible de

se ramener à une description dans un espace des phases dit stroboscopique.

Récapitulatif

Dans cette partie, nous avons introduit plusieurs grandeurs caractéristique du réseau

optique. Je rappelle ici leur expression et donne leur valeur dans le cas qui nous intéressera

pour la suite, c’est-à-dire pour des atomes de rubidium de masse m = 1.45 · 10−25 kg dans

un réseau optique optique de pas d = 532 nm. Il s’agit donc :

— d’un vecteur d’onde kL =
2π

d
= 1.18 · 10−7 m−1,

— d’une impulsion pL =
h

d
= 1.25 · 10−27 kg ·ms−1,

— d’une vitesse vL =
h

md
= 8.63 mm · s−1,

— d’une fréquence νL =
h

2md2 = 8111.25 Hz,

— d’une énergie EL =
h2

2md2 =
~

2k2
L

2m
=
p2

L

2m
=

1

2
mv2

L = hνL = 5.37 · 10−30 J.

Le portrait de phase d’un atome évoluant dans un réseau optique statique est uniquement

déterminé par la profondeur s et est analogue à celui d’un pendule. Il présente des trajec-

toires fermées, correspondant à l’oscillation de l’atome au fond d’un puits, et des trajectoires

ouvertes, correspondant au passage de l’atome au puits voisin. Toutes ces trajectoires sont

des trajectoires régulières.

L’espace des phases classique aide à se forger une intuition corpusculaire de la dynamique des

atomes dans le réseau optique. Nous allons voir dans la prochaine partie une description ondula-

toire en considérant la relation de dispersion des atomes dans le réseau.

3.2.2 Evolution d’une fonction d’onde dans un réseau optique

La description de particules quantiques dans un potentiel périodique est donnée par la théorie

développée par Felix Bloch [94] pour décrire le mouvement des électrons dans un solide. C’est

cette même théorie qui est utilisée pour décrire le mouvement d’un condensat de Bose-Einstein
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dans un réseau optique. Dans les prochains paragraphes, nous allons tout d’abord rappeler le

théorème de Bloch, point de départ de notre description pour des particules quantiques dans un

potentiel périodique.

3.2.2.1 Le théorème de Bloch

Considérons donc à présent une fonction d’onde dans un potentiel périodique V̂ (x̂) à une dimen-

sion, de période d, tel que V̂ (x̂+d) = V̂ (x̂). L’hamiltonien auquel est soumis la fonction d’onde est

alors

Ĥ =
p̂2

2m
+ V̂ (x̂). (3.13)

Cet hamiltonien étant invariant par translation d’une période d, il commute avec l’opérateur de

translation T̂d = eip̂d/~. Le théorème de Bloch énonce alors qu’il existe une base dans laquelle ces

deux opérateurs sont diagonaux et que cette base est constituée des ondes de Bloch ψn,k(x) qui ont

la forme suivante

ψn,k(x) = un,k(x)eikx. (3.14)

Les ondes de Bloch sont le produit d’une fonction u(x) = u(x + d) possédant la même périodicité

que le potentiel V̂ (x̂) et d’une onde plane de vecteur d’onde, également appelé quasi-moment, k.

3.2.2.2 Structure de bande

Nous allons à présent montrer les conséquences de cette périodicité spatiale sur la relation de

dispersion des atomes, aussi appelée structure de bande. En effet, une propriété remarquable est

que l’énergie accessible aux atomes est un continuum lorsque la profondeur s du réseau optique

est nulle mais présente des gaps d’énergie de plus en plus grands au fur et à mesure que la pro-

fondeur augmente.

Considérons des atomes de masse m dans un réseau optique de période spatiale d. Comme dit

précédemment, le potentiel généré par le réseau optique est sinusoı̈dal et donné par

V (x) =
−sEL

2
(1 + cos(kLx)), (3.15)

et les fonctions d’ondes des atomes dans un tel potentiel peuvent donc se décomposer sur la base

des ondes de Bloch ψn,k(x). Afin d’étudier ce système, nous pouvons exploiter la périodicité de la

fonction un,k(x) et la décomposer en série de Fourier sur la base des ondes planes
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un,k(x) =
+∞∑
l=−∞

c
(n,k)
l eilkLx. (3.16)

La fonction d’onde ψn,k(x) s’écrit alors

ψn,k(x) =
+∞∑
l=−∞

c
(n,k)
l ei(lkL+k)x. (3.17)

La fonction d’onde est donc un peigne d’ondes planes de vecteur d’onde k + lkL et, dans cette

dernière expression, nous remarquons une invariance par translation dans l’espace réciproque

k→ k + kL. Afin d’éviter toute redondance des solutions, on restreindra les valeurs accessibles au

vecteur d’onde de l’onde plane k dans l’intervalle portant le nom de première zone de Brillouin

k ∈
[
−kL

2
,
kL

2

]
=

[−π
d
,
π
d

]
. (3.18)

Déterminer ψn,k(x) revient donc à trouver les coefficients c(n,k)
l de l’équation (3.17). Pour cela, en

injectant la forme (3.17) de la fonction d’onde ψn,k(x) dans l’équation de Schrödinger (3.19) on

obtient une équation portant uniquement sur la partie périodique un,k(x)

Ĥk |un,k〉 = E(k)|un,k〉 avec Hk =
(p+ ~k)2

2m
− sEL

2
(1 + cos(kLx)). (3.19)

Le potentiel V (x) étant également périodique, nous pouvons aussi le décomposer en série de Fou-

rier. Cette décomposition est simple pour un potentiel sinusoı̈dal

V (x) =
−sEL

2
− sEL

4

(
eikLx + e−ikLx

)
. (3.20)

En remplaçant un,k(x) et V (x) par leurs séries de Fourier dans l’équation (3.19), on aboutit à un

système d’équations, appelé l’équation centrale, à partir duquel il devient possible de déterminer

les coefficients c(n,k)
l

(l +
k
kL

)2

− s
2

c(n,k)
l − s

4
(c(n,k)
l+1 + c(n,k)

l−1 ) =
E
EL
c

(n,k)
l . (3.21)

Cette équation peut se mettre sous forme matricielle

M(k)C(k) =
E
EL
C(k), (3.22)

avec C(k) = (..., c(n,k)
−2 , c

(n,k)
−1 , c

(n,k)
0 , c

(n,k)
1 , c

(n,k)
2 , ...), un vecteur de dimension infinie contenant les coeffi-

cients de Fourier de la fonction d’onde. La matriceM(k), également de dimension infinie, possède

les éléments diagonaux
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Ml,l(k) =
(
l +

k
kL

)2

− s
2
, (3.23)

et une structure tridiagonale telle que

Ml,l+1(k) =Ml,l−1(k) = − s
4
. (3.24)

En diagonalisant cette matrice pour un couple de profondeur et de vecteur d’onde, également

appelé quasi-moment, (s,k), on détermine les énergies et états propres du système. En répétant

l’opération pour l’ensemble des valeurs de k ∈ [−kL/2, kL/2], on peut tracer l’évolution des n

énergies propres du système dans cette zone. Ce spectre d’énergie est ce que l’on appelle la struc-

ture de bande du réseau optique pour une profondeur s. Elle renseigne sur les états accessibles

aux atomes dans le réseau optique et constitue un outil indispensable pour toute la suite de ce

manuscrit. Les états propres du réseau optique sont donnés par n, l’indice de la bande d’énergie,

et k, le quasi-moment, ψn,k(x) = 〈x|n,k〉.

Cette procédure de diagonalisation est en pratique faite numériquement et ne prenant en compte

qu’un nombre limité de coefficients de Fourier pour modéliser la fonction d’onde 1. Comme pour

le portrait de phases, il est possible de se faire une intuition de la manière dont la structure de

bande évolue en fonction de la profondeur du réseau s en étudiant deux cas limite : le premier

pour une profondeur tendant vers zéro et le deuxième pour une profondeur tendant vers l’infini.

— s → 0 : on peut négliger le potentiel du réseau optique et on retrouve l’hamiltonien de

la particule libre. Pour une impulsion ~κ donnée, les états et énergies propres sont alors

connus : E(κ) = ~
2κ2/2m et ψκ(x) = e±iκx. La relation de dispersion est une parabole et les

états propres sont des ondes planes. Dans la première zone de Brillouin, la structure de

bande est donc une parabole repliée comme représenté sur la figure 3.3 a.

— s→∞ : pour des atomes au fond de chacun des puits de potentiels, le potentiel du réseau

peut être approximé par un potentiel harmonique dont les états et énergies propres sont

également connus : En = ~ω(n+1/2) et les états propres sont les états propres de l’opérateur

nombre n̂. Les niveaux d’énergies sont donc des bandes d’énergies constantes pour tout

quasi-moment de la première zone de Brillouin comme représenté sur la figure 3.3 e.

Dans le régime intermédiaire, on observe des bandes d’énergies avec une certaine courbure et des

gaps en énergie dépendants de la profondeur. Pour illustrer ce régime, trois structures de bande

pour des profondeurs de s = 1, s = 3 et s = 7 où seules les quatre premières bandes d’énergies sont

tracées sont représentées sur les figures 3.3 b, c et d respectivement. Comme attendu, les gaps

1. Se limiter à nmax = 20 dans le nombre de coefficients est une bonne approximation pour les valeurs de s que nous

pouvons réaliser en pratique [95], ce qui fait une matrice M(q) de taille N ×N avec N = 2nmax + 1 = 41.
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Figure 3.3 – Structure de bandes du réseau pour différentes profondeurs. a : s = 0. La struc-

ture de bande est parabolique et continue. b : s = 1. Les gaps entre les différentes bandes

s’ouvrent. La région bleutée représente la partie liée du spectre et seule la bande fondamentale

est complètement liée dans ce cas. Les bandes excitées sont non-liées. c : s = 3. Les deux premières

bandes sont liées. d : s = 7. Les trois premières bandes sont liées. e : s = 20. La courbure des bandes

devient quasiment plate et on retrouve un spectre proche de celui de l’oscillateur harmonique.

en énergie entre deux bandes consécutives sont de plus en plus grands au fur et à mesure que

la profondeur du réseau augmente. La courbure des bandes devient également de plus en faible

lorsque la profondeur du réseau augmente. Un aspect important de la physique liée au réseau op-

tique est le signe de l’énergie de la bande sur laquelle se trouvent les atomes. Les atomes sur des

bandes d’énergies négatives n’ont pas assez d’énergie pour sortir du réseau : les bandes d’énergies

sont dites liées dans ce cas. À l’inverse, les atomes sur des bandes d’énergies positives ne ressentent

plus que faiblement l’influence du réseau : les bandes d’énergie positives sont donc dites non-liées.

Récapitulatif

En considérant les atomes comme des ondes dans un potentiel périodique sinusoı̈dal, on

aboutit à une discrétisation des énergies accessibles aux atomes au fur et à mesure que

la profondeur du réseau optique augmente. La représentation de ces énergies en fonction

du quasi-moment k des atomes dans la première zone de Brillouin est ce qu’on appelle la

structure de bande.

Dans la prochaine partie de ce chapitre, je décrirai la mise en œuvre expérimentale du réseau op-

tique avant de détailler comment il est possible de placer les atomes dans une région de l’espace

des phases ou encore à une énergie et quasi-moment donnés E(k) de la structure de bande.
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3.3 Mise en œuvre expérimentale et utilisation du réseau optique

Dans notre expérience, le réseau optique est obtenu par l’interférence de deux faisceaux lasers

contra-propageants contrôlés en puissance et en phase. Comme pour le piège optique du piège

hybride, la réalisation du réseau optique repose sur la force dipolaire pour minimiser les effets de

chauffage et, afin d’être dominante, le laser se doit d’avoir une longueur d’onde loin de la transi-

tion atomique : comme pour le laser dipolaire utilisé pour effectuer le piège hybride présenté dans

le chapitre 2, la longueur d’onde choisie est λ = 1064 nm. Les deux faisceaux contra-propageants

sont des faisceaux gaussiens, d’amplitude E0, de vecteur d’onde k, de pulsation ω, de polarisation

ez et possédant respectivement une phase ϕ1 et ϕ2. Leurs champs électriques s’écrivent alors

E1(x, t) = E0e
i(kLx−ωt+ϕ1)ez et E2(x, t) = E0e

i(−kLx−ωt+ϕ2)ez. (3.25)

Le champ résultant de leur interférence est la superposition de ces deux ondes Etot(x, t) = E1(x, t)+

E2(x, t) et le potentiel correspondant est proportionnel au module carré de ce champ

V (x, t) ∝ |Etot(x, t)|2 = V0

(
1 + cos

( 2π
λ/2

x+ϕ
))
, (3.26)

où ϕ = ϕ1 −ϕ2 est le déphasage entre les deux faisceaux lasers et V0 ∝ 2|E0|2 est l’amplitude de

l’intensité lumineuse. Ce potentiel est de période d = λ/2 = 532 nm et en posant V0 = − sEL
2 , on re-

trouve le potentiel donné en (3.15). Notre montage expérimental, présenté sur la figure 3.4, nous

permet, en contrôlant la phase et l’amplitude de chaque champ, de contrôler la profondeur du

réseau s ainsi que sa phase ϕ au cours du temps comme nous allons le voir dans les prochains

paragraphes.

3.3.1 Présentation du montage expérimental

Le montage optique permettant de mettre en place le réseau a été décrit en détails dans les thèses

de mes prédécesseurs [7, 51, 96]. Je me contente ici d’en rappeler les éléments essentiels.

Un faisceau laser, d’intensité lumineuse maximale 15 W, produisant le réseau passe par un pre-

mier modulateur acousto-optique modulé à 80 MHz. Ce composant permet d’ajuster l’intensité

lumineuse en sortie du laser et donc de régler la profondeur s du réseau optique au cours de

la séquence expérimentale. Ensuite, le faisceau est divisé en deux bras par un cube polarisant,

chacun étant à nouveau diffracté par un modulateur acousto-optique modulé à 160 MHz. La

fréquence modulant le cristal de ces deux modulateurs acousto-optiques est contrôlée par des

synthétiseurs de fréquence qui impriment leur phase relative sur la lumière en sortie du mo-

dulateur. Ces modulateurs acousto-optiques permettent alors de contrôler la phase ϕ du réseau

optique au cours de la séquence expérimentale. Les faisceaux sont ensuite focalisés avec un waist
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1000 mm

80 MHz

+1

160 MHz

+1

160 MHz

+1

λ/2

λ/2

λ/2

114.5 mm

100 mm

200 mm

401 mm
λ/2

100 mm

204.6 mm

511.6 mm

λ/2

Miroir
dichroïque

780/1064

MOTMOT

Miroir
dichroïque

780/1064

λ/2

DipolaireDipolaire

ʺBras canalʺ ʺBras rugbyʺ

500 mm

1718 mm

Figure 3.4 – Schéma du montage du réseau optique. Un premier modulateur acousto-optique

permet contrôler l’intensité lumineuse formant du faisceau et donc la profondeur du réseau op-

tique formé. Le faisceau est ensuite séparé en deux faisceaux par un cube polarisant. Les modula-

teurs acousto-optiques placés sur chacun des bras du réseau permettent de contrôler la phase du

réseau optique. Tiré de [7].
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de 150 µm et superposés au sein de la cellule à vide. La puissance maximale dans chaque bras

en entrée de cellule est de 2.3 W. Nous obtenons alors finalement le potentiel du réseau optique

suivant

Vres(x, t) =
−s(t)EL

2
[1 + cos(kLx+ϕ(t))], (3.27)

dont nous pouvons contrôler arbitrairement l’amplitude s(t) et la phase ϕ(t) au cours du temps

en modulant les fréquences envoyées aux différents modulateurs acousto-optiques du montage.

Précisons le fait que la phase du réseau optique n’est pas asservie au cours du temps dans notre

dispositif à l’heure actuelle. Cependant,

— les horloges des synthétiseurs modulant les modulateurs acousto-optiques imprimant leur

phase sur chacun des bras du réseau sont synchronisées entres elles.

— l’origine de phase du réseau est en pratique redéfinie à chaque nouvelle expérience lors du

chargement du condensat.

— la durée maximale d’interaction des atomes avec le réseau optique est de l’ordre de la di-

zaine de millisecondes.

Ces considérations permettent d’affirmer que les éventuelles perturbations extérieures (vibrations

mécaniques, dilatations thermiques...), lentes comparées au temps d’interaction avec le réseau, in-

duisent une variation de phase négligeable par rapport à celle imposée au réseau optique par le

contrôle au cours d’une expérience.

Dans la prochaine partie nous allons voir comment la profondeur s(t) est ajustée au cours du

temps pour charger les atomes adiabatiquement dans le réseau optique.

3.3.2 Chargement du réseau

Je présente ici la rampe de chargement que nous utilisons pour charger les atomes dans l’état

fondamental du réseau optique. Dans l’espace des phases, cela correspond à placer les atomes

au centre du portrait de phases en (x = 0,p = 0) au point d’équilibre stable. En terme de struc-

ture de bande, cet état initial correspond à préparer les atomes dans l’état |n = 0, k = 0〉 du

réseau, c’est-à-dire dans la bande fondamentale et au centre de la première zone de Brillouin.

Pour cela, cette rampe de chargement se doit d’être adiabatique. L’état initial est un condensat de

Bose-Einstein dans l’état fondamental du piège harmonique. En montant suffisamment lentement

l’intensité lumineuse du réseau optique, les atomes restent dans l’état fondamental du système et,
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par conséquent, une fois le réseau arrivé à une profondeur s, les atomes sont dans l’état fonda-

mental du réseau. Plus formellement, adiabatique signifie dans le contexte d’un réseau optique

que la condition [97]

dV (x, t)
dt

�
E2

L
~

, (3.28)

soit vérifiée [95]. Dans notre cas, il faut que le temps caractéristique de montée de l’intensité

lumineuse formant le potentiel soit grand devant h/EL ∼ 20 µs. Pour cela, nous utilisons la rampe

d’amplitude suivante pour effectuer ce chargement

s(t) =
(
(κ+ 1)

( t
τ

)κ
−κ

( t
τ

)κ+1
)
, (3.29)

où τ et κ sont des paramètres que nous pouvons ajuster pour modifier l’allure de cette courbe.

Une telle courbe de chargement est présentée sur la figure 3.5 a. Actuellement, nous utilisons

les paramètres τ = 1 ms et κ = 11. Pour ces paramètres, le temps de montée effectif est d’envi-

ron 300 µs ce qui respecte la condition d’adiabadicité (3.28) 2. Toutes les expériences que nous

effectuons dans le réseau optique, à l’exception des estimations rapides de la profondeur par dif-

fraction dans l’approximation de Raman-Nath que nous aborderons par la suite, sont précédées

d’une telle rampe de chargement 3.

Maintenant que nous avons présenté le chargement des atomes dans le réseau optique, nous allons

voir comment mesurer l’état préparé par ce chargement.

3.3.3 Mesure de l’état préparé

Pour mesurer l’état du condensat dans le réseau optique, nous coupons abruptement la puissance

des lasers qui le forment ainsi que le piège hybride pour laisser les atomes entrer en chute libre

durant un temps tTOF. Les nuages d’atomes s’étendent alors durant leur chute et interfèrent les

uns avec les autres. Après un temps de vol de typiquement une vingtaine de millisecondes, nous

imageons le nuage par la technique d’imagerie par absorption présentée dans le chapitre 2 de

2. Afin de vérifier expérimentalement l’adiabadicité du chargement, nous chargeons les atomes dans le réseau avec

la courbe (3.29) et les maintenons dans le réseau statique pendant quelques millisecondes. Lorsque le condensat est

chargé dans le réseau, il est alors divisé sur plusieurs sites du réseau formant alors une chaı̂ne de micro-condensats.

Puis nous déchargeons le réseau avec la rampe symétrique de (3.29) et le condensat se reforme. L’absence de chauf-

fage durant ce processus nous permet de conclure que la rampe de montée (3.29) est bien adiabatique et qu’aucune

excitation n’est fournie au condensat.
3. Au moment de la rédaction de ce manuscrit, des expériences menées par les membres de l’équipe ont montré

qu’il est possible de façonner la distribution en impulsion du condensat sans chargement adiabatique mais à partir de

l’état du condensat dans le piège harmonique. Le protocole expérimental utilisé sera présenté au chapitre 5 de cette

thèse portant sur le contrôle optimal.
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Figure 3.5 – Chargement adiabatique du réseau et mesure de l’état obtenu. a : Rampe de char-

gement adiabatique des atomes dans un réseau de profondeur de s = 5.4 suivie d’un temps de

maintien dans le réseau. Le réseau est ensuite éteint pour mesurer l’état obtenu après temps de

vol. b : Densité optique des atomes diffractés par le réseau optique obtenue par imagerie par ab-

sorption après un temps de vol de 24 ms. On observe des pics de diffraction équidistants les uns

des autres. c : Distribution en impulsion obtenue en intégrant le signal d’absorption de l’image b

(bleu) et norme au carré des coefficients c(n=0,k=0)
l pour un réseau à la profondeur s (rouge).

cette thèse. À un facteur d’échelle près, la densité spatiale des atomes n(r) après temps de vol

reflète alors la distribution initiale en impulsion ñ(p) des atomes lorsqu’ils étaient dans le réseau

n(r, tTOF) = ñ
(
p =

mr
tTOF

, t = 0
)
. (3.30)

La périodicité de la fonction d’onde dans le réseau optique impose une discrétisation de l’impul-

sion accessible aux atomes p = npL + ~k, où n est un entier. À l’instar d’une expérience d’optique

ondulatoire classique, la densité spatiale après temps de vol présente des pics équidistants. Ils

sont ici séparés d’un intervalle pL = h/d dans l’espace des impulsions et on nomme ces pics des

ordres de diffraction. À partir d’une image d’absorption après temps de vol, il est donc possible

de reconstruire expérimentalement la distribution en impulsion du condensat dans le réseau en

intégrant le signal d’absorption dans chacun des ordres. Un exemple d’image expérimentale et

de la distribution en impulsion associée sont présentés sur la figure 3.5 dans le cas d’un charge-

ment des atomes dans l’état fondamental du réseau de profondeur s = 5.4. Sur cette même figure,

je présente également la norme au carré des coefficients c(n=0,k=0)
l correspondant à la prédiction

théorique calculée numériquement des populations des différents ordres de diffraction. On ob-

serve un bon accord entre ces deux distributions ce qui est une confirmation à posteriori que nous

avons effectivement chargé les atomes dans l’état fondamental du réseau.

Nous allons à présent voir comment nous mesurons la profondeur du réseau optique. En ef-

fet, cette dernière dépend de l’intensité lumineuse des lasers mais également de la superposi-



86 CHAPITRE 3. RÉSEAU OPTIQUE

Figure 3.6 – Image expérimentale d’un condensat après diffraction par le réseau. Le temps de

pulse du réseau est assez court pour que l’approximation de Raman-Nath soit valide (τ = 18 µs)

et correspond à l’extinction de la population dans l’ordre zéro de diffraction.

tion de ces derniers. Cet alignement n’est pas stabilisé au cours du temps et les fluctuations de

température et d’humidité dans la salle d’expérience peuvent significativement modifier le trajet

optique des faisceaux lasers formant le réseau optique. La profondeur peut donc être nettement

modifiée et il est indispensable de pouvoir la calibrer avant et après la réalisation d’une expérience

afin d’avoir une estimation de sa variation au cours de la prise de données.

3.3.4 Calibration de la profondeur du réseau optique

Comme il a été dit précédemment, la profondeur du réseau détermine la structure de bande

et l’espace des phases dans lequel évolue le condensat. Il est donc crucial d’avoir à disposition

une méthode d’estimation rapide de son ordre de grandeur mais également une méthode pour

déterminer la profondeur de manière fiable, reproductible et précise sur une large gamme de

profondeur. Je vais tout d’abord présenter la méthode que nous utilisons pour estimer approxi-

mativement la profondeur du réseau, puis je présenterai la méthode qui a été mise au point par

l’équipe pour la déterminer de manière précise sur une large plage de valeur.

3.3.4.1 Calibration préliminaire : diffraction de Kapitza-Dirac dans l’approximation de

Raman Nath

La méthode de calibration par diffraction consiste à pulser le réseau sur le condensat pendant

une durée τ assez courte pour pouvoir négliger l’énergie cinétique des atomes. La technique du

réseau pulsé est nommé diffraction de Kapitza-Dirac [79]. L’approximation qui consiste à négliger

l’énergie cinétique des atomes est appelée l’approximation de Raman-Nath.

À l’inverse d’un chargement adiabatique, la durée du pulse est de quelques microsecondes seule-

ment et, pour une telle durée, les atomes n’ont pas le temps de se mettre en mouvement du-

rant leur interaction avec le réseau. Leur énergie cinétique peut donc être négligée. Dans ce cas,

leur dynamique est dictée uniquement par l’énergie potentielle du réseau optique et, plus for-
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mellement, la résolution de l’équation de Schrödinger avec l’hamiltonien (3.7) aboutit alors à

l’opérateur d’évolution suivant [51]

Û (x̂, τ) = e
−i
~

∫ τ
0
Ĥ(t′)dt′ ∼

τ→0
e−i

V0τ
2~ (1+cos( 2πx̂

d )). (3.31)

Dans cette limite, l’opérateur d’évolution réalise une impression de phase. En utilisant la relation

eiu cos(φ) =
∞∑

n=−∞
Jn(u)einφ, (3.32)

on peut décomposer cet opérateur d’évolution sur la base des fonctions de Bessel

Û (x̂, τ) = eiV0τ/2~
∞∑

n=−∞
Jn

(sELτ
2~

)
eiknx̂. (3.33)

Ce développement est similaire à une décomposition en série de Fourier où les Jn sont les co-

efficients des différentes harmoniques de la série. Comme après temps de vol nous avons accès

au module carré de la transformée de Fourier de la fonction d’onde, le module au carré des co-

efficients Jn représentent les populations des différents ordres de diffraction dans l’espace des

impulsions. En particulier, la population de l’ordre zéro, π0, est donnée par |J0 (sELτ/2~) |2. Or, la

fonction de Bessel d’ordre zéro s’annule pour différentes valeurs de son argument et son premier

zéro est atteint lorsque son argument vaut u ∼ 2.4. Déterminer le temps d’interaction τ pour le-

quel l’ordre zéro s’annule, comme présenté sur la figure 3.6, permet donc d’estimer la profondeur

s du réseau optique via

sELτ
2~
' 2.4. (3.34)

Pulser le réseau sur le condensat fournit donc une estimation rapide (avec une seule mesure) mais

peu précise de la profondeur 4 : nous utilisons cette technique en quelque sorte comme une pré-

calibration de la profondeur du réseau pour une méthode plus robuste de calibration, la méthode

de calibration par micro-oscillation. Dans la prochaine partie, nous allons présenter cette méthode

de calibration par micro-oscillation qui permet de déterminer la profondeur du réseau optique au

pourcent près.

4. Il est cependant nécéssaire de préciser qu’il est possible d’utiliser la technique de diffraction de Kapitza-Dirac

pour obtenir une valeur précise de la profondeur du réseau optique. Pour cela, il convient de prendre plusieurs images

de la figure de diffraction pour différents temps d’interaction τ et d’ajuster l’évolution de chacun des ordres de diffrac-

tion par la fonction de Bessel correspondante. Cependant, comme cette méthode repose sur l’approximation de Raman-

Nath, elle ne donne une mesure précise de la profondeur que pour des profondeurs suffisamment grande (typique-

ment s > 5 [98]), lorsque l’énergie cinétique des atomes peut effectivement être négligée devant l’énergie potentielle du

réseau. Une comparaison de cette méthode de calibration avec la méthode de calibration par micro-oscillation présentée

en 3.3.4.2 peut être trouvée dans la référence précédente ainsi que dans les thèses de mes prédécesseurs [7, 51, 96].
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Figure 3.7 – Protocole de calibration par micro-oscillations. a : La phase ϕ du réseau optique

est subitement décalée d’une quantité ϕ0. Cela translate spatialement la position du réseau d’une

distance δx définie à l’équation (3.35). La position initiale du réseau est représentée par la courbe

en pointillés et sa position finale est représentée par la courbe en trait plein. b : Après le décalage,

les atomes sont mis hors équilibre et oscillent autour des minima de potentiel.

3.3.4.2 Calibration par micro-oscillations

La méthode qui est décrite dans ce paragraphe a été développée par notre équipe [98]. Elle repose

sur l’oscillation des atomes au fond des puits de potentiel formés par le réseau optique.

Le protocole expérimental pour réaliser une calibration par micro-oscillation est le suivant : un

condensat est chargé adiabatiquement dans le réseau en 1 ms. Le réseau est ensuite subitement

décalé par un saut de phase ϕ → ϕ + δϕ ce qui se traduit par une translation du réseau optique

comme représenté sur la figure 3.7. En effet, le potentiel du réseau étant périodique de période d,

la relation entre un déphasage δϕ et une translation δx spatiale de ce dernier est

δx =
δϕ

360°
d, (3.35)

avec δϕ en degrés. Suivant le déphasage, les condensats vont alors être placés plus ou moins haut

sur les flancs des puits du réseau pour ensuite commencer à osciller autour du fond du puits. Les

condensats sont mis hors d’équilibre par le déphasage et une dynamique d’oscillation, dont l’ori-

gine provient d’un peuplement des bandes excitées du réseau, est enclenchée. Nous maintenons

les atomes dans le réseau déphasé pendant un temp de maintien variable avant de procéder au

temps de vol et de prendre une image de la distribution en impulsion. Au fur et à mesure que le

temps de maintien augmente, nous observons une oscillation de l’impulsion moyenne du nuage

d’atomes après temps de vol. Une telle oscillation est observée sur la figure 3.8 a.

Plus formellement, juste après la translation δx du réseau, la fonction d’onde des atomes dans le

référentiel du réseau devient
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Figure 3.8 – Calibration de la profondeur du réseau optique par micro-oscillation. a : Images

expérimentales intégrées selon la direction perpendiculaire au réseau en fonction du temps de

maintien dans le réseau décalé de δϕ = 25° et de profondeur s = 24.5 ± 0.8. b : Evolution de la

norme au carré des coefficients de Fourier |c(n,k)
l |2 de la fonction d’onde dans l’état |n = 0, k = 0〉

obtenu par diagonalisation de l’équation centrale après un décalage abrupt du réseau de δϕ = 25°

à profondeur s = 24.5. Cette valeur de la profondeur donne le meilleur accord avec les données

expérimentales. c-f : Les points bleus correspondent aux populations normalisées dans les ordres

(−3, ..,3) respectivement mesurées expérimentalement à partir des données présentées en a. Les

lignes rouges correspondent aux évolutions numériques des coefficients (|c−3(k = 0)|2, ..., |c3(k =

0)|2) respectivement présentés en b.

ψ(x, t = 0−) =
+∞∑
l=−∞

c
(n=0,k=0)
l eilkLx → ψ(x, t = 0+) =

+∞∑
l=−∞

c
(n=0,k=0)
l eilkL(x+δx). (3.36)

La fonction d’onde après translation du réseau est alors une superposition des états propres |n,k =

0〉 du réseau d’énergie E(n) = ~ωn

ψ(x, t > 0) =
+∞∑
n=0

αn(δx)ψn,k=0(x)eiωnt , (3.37)

où les coefficients αn(δx) sont les projections de l’état décalé dans le réseau sur les états propres

du réseau

αn(δx) = 〈n,k|ψ(t = 0+)〉 =
+∞∑
l=−∞

(
c

(n,k=0)
l

)∗
c

(n=0,k=0)
l eilkLδx. (3.38)
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On peut alors utiliser la décomposition en série de Fourier des fonctions de Bloch ψn,k=0(x) pour

obtenir l’expression de l’évolution de la fonction d’onde

ψ(x, t > 0) =
+∞∑
l=−∞

eilkLx
+∞∑
n=0

αn(δx)c(n,k=0)
l eiωnt . (3.39)

La population πl de l’ordre l diffraction au cours du temps est donc donnée par

πl =

∣∣∣∣∣∣∣
+∞∑
n=0

αn(δx)c(n,k=0)
l eiωnt

∣∣∣∣∣∣∣
2

, (3.40)

où les cl , αn et ωn peuvent être obtenus par diagonalisation de l’équation centrale. Un exemple

d’évolution numérique des populations des ordres de diffraction est donné sur la figure 3.8 b.

L’idée de la méthode de calibration est la suivante : en mesurant la distribution des atomes à

différents temps de maintien du réseau après déphasage, on observe la dynamique d’oscillation

des atomes dans les puits. Or, pour un déphasage δϕ donné, la dynamique de ces oscillations

ne dépend que de la profondeur s [98]. En fixant le déphasage δϕ, on peut ajuster l’évolution

des ordres de diffraction au cours du temps avec la profondeur s comme seul paramètre ajus-

table. La valeur d’ajustement optimale nous permet alors de remonter à la profondeur du réseau.

Sur les figures 3.8 c-f, sont présentés en bleu les populations des ordres de diffraction mesurés

expérimentalement après un déphasage du réseau de δϕ = 25° en fonction du temps de main-

tien. Les courbes rouges sont les évolutions numériques optimales données par l’équation (3.40).

On observe un bon accord entre les résultats expérimentaux et la prédiction numérique pour une

profondeur estimée du réseau de s = 24.5± 0.8.

La force de cette méthode vient de sa robustesse sur une large gamme de valeurs, des très faibles

profondeur s < 1 aux profondeurs maximales approchant s ' 50 sur notre dispositif. Cette méthode

est également peu sensible au confinement harmonique extérieur 5 ainsi qu’au nombre d’atomes

[98]. C’est un outil indispensable à nos recherches car nous effectuons systématiquement une ca-

libration avant d’effectuer une expérience mais également après. Cela nous permet d’avoir une

estimation de la variation de la profondeur s et si cette variation est faible (typiquement inférieur

à 5%), nous conservons les résultats de la prise de données et les rejetons dans le cas contraire.

Maintenant que nous avons présenté la méthode permettant de calibrer la profondeur du réseau,

nous allons présenter comment nous pouvons rendre le potentiel ressenti par les atomes dépendant

du temps.

5. Tant qu’un certain nombre de puits du réseau, environ entre 6 et 8, sont peuplés [99].
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3.4 Modulation périodique du réseau

Dans cette partie nous allons nous intéresser à une modulation périodique de l’amplitude s(t)

ou de la phase ϕ(t) du réseau optique comme représenté sur la figure 3.9. Comme nous l’avons

vu dans l’introduction générale de cette thèse, les travaux exploitant une modulation périodique

d’un réseau optique pour manipuler des atomes froids dans le but de réaliser des simulations

quantiques sont extrêmement nombreux [33] et je vais ici présenter une manière d’aborder cette

dépendance temporelle basée sur le formalisme de la structure de bande.

3.4.1 Transfert d’énergie

Dans cette partie, nous allons voir qu’il est possible de transférer de l’énergie aux atomes via une

modulation du réseau. Ce transfert d’énergie permet de placer les atomes sur les bandes excitées

du réseau, c’est-à-dire à les déplacer verticalement dans la structure de bande. Pour ce faire, nous

modulons soit l’intensité lumineuse soit la phase des faisceaux lasers qui forment le réseau op-

tique comme représenté sur la figure 3.9. Le réseau se met alors à vibrer et, pour des fréquences

de modulation résonantes avec des bandes d’énergie du réseau, il devient possible d’effectuer des

transitions assistées par des phonons dans la structure de bande.

3.4.1.1 Transitions verticales

Tout d’abord, il est important de rappeler un résultat sur le transfert vers des bandes excitées par

modulation : les transitions effectuées sont verticales et ne permettent pas de changer de sous-

espace de quasi-moment k. En effet, considérons comme état initial une onde de Bloch de vecteur

d’onde k dans une bande d’énergie n : ψn,k(x, t = 0) = un,k(x, t = 0)eikx. L’action de l’opérateur

translation sur cet état est

T̂dψn,k(x, t = 0) = eikdψn,k(x, t = 0). (3.41)

L’évolution de cet état dans le réseau modulé est donnée par l’application de l’opérateur d’évolution

Û (t). Or, l’invariance par translation dans le réseau est conservée à tout temps ce qui impose que

l’opérateur de translation et d’évolution commutent
[
Û (x, t), T̂d

]
= 0 ∀t. Il suit donc que

T̂dψn,k(x, t) = T̂dÛ (x, t)ψn,k(x, t = 0) = Û (x, t)T̂dψn,k(x, t = 0) = Û (x, t)eikdψn,k(x, t = 0) = eikdψn,k(x, t).

(3.42)

Même après évolution dans le réseau modulé, la fonction d’onde reste donc un état propre de

l’opérateur translation de même quasi-moment k. La modulation de phase ou d’amplitude ne per-

mettent donc que d’effectuer des transitions verticales dans la structure de bande. Dans la suite,
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Figure 3.9 – Schéma représentant la modulation du réseau. a : Modulation de l’amplitude du

réseau optique. L’amplitude de modulation est ε0. b-c : Protocole de la modulation d’amplitude.

Après un chargement adiabatique, l’amplitude du réseau est modulée puis abruptement éteinte

afin d’effectuer une imagerie par temps de vol. La phase est fixée à zéro durant toute la durée du

protocole. d : Modulation de la phase du réseau optique. L’amplitude de la modulation est ϕ0.

d-f : Protocole de la modulation de phase. Après un chargement adiabatique, la phase du réseau

est modulée puis l’intensité lumineuse des lasers formant le réseau est abruptement éteinte afin

d’effectuer une imagerie par temps de vol.

nous allons nous intéresser aux transitions dans le sous-espace k = 0 correspondant au sous-espace

dans lequel les atomes sont initialement placés après un chargement adiabatique.

3.4.1.2 Règles de sélection pour la modulation d’amplitude en k = 0

Moduler le réseau optique permet de fournir de l’énergie aux atomes et de les transférer vers des

bandes excitées. Néanmoins, en k = 0, toutes les transitions ne sont pas autorisées comme nous

allons le voir dans les prochains paragraphes.

Dans le cas de la modulation d’amplitude du réseau, l’intensité des faisceaux lasers formant le

réseau est modulée périodiquement dans le temps autour d’une valeur moyenne

s(t) = s(1 + ε0 cos(ωt)). (3.43)

Le potentiel ressenti par les atomes au cours du temps est alors
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Vε(x, t) =
−sEL

2
(1 + ε0 cos(ωt))(1 + cos(kLx)). (3.44)

La modulation d’amplitude ne fait apparaı̂tre qu’une seule fréquence dans la modulation tempo-

relle. Les transitions par modulation d’amplitude s’effectuent donc uniquement via des processus

à un phonon. Pour un quasi-moment k donné, le terme de couplage entre deux bandes n et n′ est

δVn,n′ ,k = 〈n′ , k|Vε(x, t) |n,k〉, (3.45)

et la probabilité de transition entre ces deux bandes est donnée par le module carré de ce terme

de couplage

Pn,n′ ,k = |δVn,n′ ,k |2. (3.46)

Les états propres des bandes d’énergies possèdent une certaine parité : dans le sous-espace k =

0, les coefficients des états propres des bandes d’indice n pair sont pairs c(n,k=0)
l = c

(n,k=0)
−l et les

coefficients des états propres des bandes d’indice impair sont impairs c(n,k=0)
l = −c(n,k=0)

−l [95]. En

exploitant cette parité des bandes et des états de Bloch, on peut alors déduire que le terme de

couplage entre deux bandes consécutives n et n+ 1 au centre de la première zone de Brillouin est

nul

δVn,n+1,k=0 ∝ 〈n,k = 0| cos(kLx) |n+ 1, k = 0〉 = 0. (3.47)

En effet, la fonction cos(x) étant paire, le terme de couplage entre deux bandes consécutives, et

donc deux bandes de parités différentes, est nul par symétrie. On peut effectuer un raisonnement

similaire pour deux bandes n et n+ 2 possédant la même parité

δVn,n+2,k=0 ∝ 〈n,k = 0| cos(kLx) |n+ 2, k = 0〉 , 0, (3.48)

qui donne cette fois-ci un terme de couplage non nul. On en conclut que les règles de sélection

pour la modulation d’amplitude en k = 0 sont que seules les transitions à un phonon vérifiant

∆n = 2p ∀p ∈N sont autorisées.

Il est possible d’observer expérimentalement la validité de ces règles de sélection. Pour cela, nous

chargeons un condensat dans un réseau optique de profondeur s par un chargement adiabatique

comme présenté dans la partie 3.3.2. Puis, après un temps de maintien de 2 ms, le réseau est

modulé pendant des durées de 3 à 15 ms à une fréquence de modulation ν. Afin de rester dans

un régime où la structure de bande n’est pas trop perturbée, les amplitudes de modulation uti-

lisées sont faibles ε0 = 0.06. Une fois la modulation terminée, tous les potentiels confinants sont

éteints et la distribution en impulsion du condensat est mesurée après temps de vol. Ce pro-

tocole est répété pour différentes fréquences de modulation ce qui se traduit par un scan des
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Figure 3.10 – Observation expérimentale des règles de sélection en modulation d’amplitude.

a : Profils expérimentaux en fonction de la fréquence de modulation de l’amplitude du réseau.

Les pointillés rouges indiquent les fréquences de résonance mesurées expérimentalement. b-

f : Evolutions des populations normalisée dans les ordres de diffraction (−2, . . . ,2) respective-

ment en fonction de la fréquence de modulation. De même, Les pointillés rouges indiquent les

fréquences de résonance. g : Evolution des fréquences de transitions entre la bande fondamen-

tales et les premières bandes excitées. Les points bleus correspondent aux fréquences de tran-

sitions observées expérimentalement. Les transitions autorisées (respectivement interdites) cal-

culées numériquement sont représentées en vert (respectivement rouge). La flèche indique les

données présentées en a-f.

bandes d’énergie dans le sous-espace k = 0 dont un exemple est représenté sur la figure 3.10 a :

pour des fréquences de modulation non résonantes avec une bande d’énergie, nous retrouvons

le motif d’interférence d’un condensat associé à la structure périodique du réseau de période d

et présentant des pics de diffraction séparés de h/d avec une distribution piquée sur l’ordre zéro,

caractéristique de l’état fondamental. Pour des excitations résonantes, les atomes acquièrent de

l’énergie ce qui se traduit par une déplétion de l’ordre zéro et, par conséquent, l’alimentation

de population dans les ordres plus élevés [36] comme on peut l’observer sur la figure 3.10 b-f.

Les différentes fréquences de résonance sont ensuite déterminées par un ajustement gaussien des

évolutions des ordres de diffraction en fonction de la fréquence de modulation.

Ce protocole de spectroscopie de bande est répété pour différentes profondeur du réseau optique

dont les résultats sont représentés sur la figure 3.10 g. Sur cette figure, les différentes courbes

représentent les fréquences entre les bandes excitées et la bande fondamentale
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ν
(i)
res(s) =

E
(i)
k=0(s)−E(0)

k=0(s)

h
, (3.49)

avec la convention que les lignes vertes représentent les transitions autorisées par les règles de

sélection et les lignes rouges celles qui ne le sont pas. On observe que, lorsque que le gap en

énergie entre deux bandes est suffisamment grand, les règles de sélection sont clairement visibles

comme c’est le cas pour les deux premières transitions vers la première bande excitée en rouge

et vers la deuxième bande excitée en vert. En revanche, pour les transitions suivantes, comme le

gap en énergie est très faible pour les profondeurs s < 5 et il est difficile d’observer le respect des

règles de sélection. Néanmoins, comme le gap devient significatif au delà de s = 5, on observe que

les transitions se font effectivement sur une bande autorisée, ici la bande n = 4. En conclusion,

nous observons le respect des règles de sélection que nous avons établies.

Maintenant que nous avons énoncé et observé ces règles de sélection pour la modulation d’ampli-

tude, nous allons faire de même pour la modulation de phase dans la prochaine partie.

3.4.1.3 Règles de sélection pour la modulation de phase en k = 0

Dans le cas de la modulation de phase du réseau, la phase des faisceaux lasers formant le réseau

est modulée périodiquement dans le temps

ϕ(t) = ϕ0 sin(ωt), (3.50)

et le potentiel ressenti par les atomes est donc dans ce cas

Vϕ(x, t) =
−sEL

2
[1 + cos(kLx+ϕ0 sin(ωt))]. (3.51)

Afin de pouvoir effectuer un raisonnement similaire à celui de la partie précédente sur la pa-

rité de la fonction de modulation, il est nécessaire de décomposer le terme de modulation de

l’équation (3.51)

Vϕ(x, t) =
−sEL

2
− sEL

2
[cos(kLx)cos(ϕ0 sin(ωt))− sin(kLx)sin(ϕ0 sin(ωt))] . (3.52)

Afin d’obtenir une expression du potentiel en fonction de sommes de sinus et de cosinus, on peut

utiliser les propriétés suivantes des fonctions des Bessel

cos(z sin(ωt)) = J0(z) + 2
∞∑
n=1

J2n(z)cos(2nωt), (3.53)

sin(z sin(ωt)) = 2
∞∑
n=0

J2n+1(z)cos((2n+ 1)ωt). (3.54)
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où Jn(z) est la fonction de Bessel d’ordre n. À l’instar des résultats que nous avons présenté dans

le cas de la modulation d’amplitude de la partie précédente, nous nous plaçons ici dans un régime

perturbatif. L’amplitude de modulation de phase ϕ0 que nous utiliserons sera donc proche de

zéro. Les fonctions de Bessel suivant la loi d’échelle Jn(z) ∼
z→0

zn, on peut donc conclure que

seuls les premiers termes des sommes (3.53) et (3.54) vont contribuer de manière significative à la

modulation du réseau et les termes suivants peuvent alors être négligés. Le potentiel ressenti par

les atomes peut alors être approximé par

Vϕ(x, t) ∼−sEL

2
[1 +J0(ϕ0)cos(kLx)]− (3.55)

sEL [J2(ϕ0)cos(kLx)cos(2ωt)−J1(ϕ0)sin(kLx)sin(ωt)] .

On remarque que la modulation de phase ajoute un terme constant qui a pour effet de renor-

maliser la profondeur du réseau [100, 101] et fait également apparaı̂tre deux termes de modu-

lation temporelle : contrairement à la modulation d’amplitude, la modulation de phase fait ap-

paraı̂tre plusieurs fréquences dans la modulation du réseau. Le terme en sin(ωt) fait apparaı̂tre la

fréquence de modulationω qu’on associe à un processus à un phonon comme dans le cas de la mo-

dulation d’amplitude. En revanche, le terme en cos(2ωt) fait quant à lui apparaı̂tre la fréquence

2ω qu’on associe alors à des processus à deux phonons 6. On s’attend donc à observer des transi-

tions aux fréquences

ν
(i)
res(s) =

2(E(i)
k=0 −E

(0)
k=0)

h
, (3.56)

qui étaient absentes dans le cas de la modulation d’amplitude. Calculons à présent l’élément de

couplage entre deux bandes consécutives n et n+ 1

δVn,n+1,k=0 ∝ 〈n,k = 0|Vϕ(x, t) |n+ 1, k = 0〉 ∝ 〈n,k = 0| sin(kLx) |n+ 1, k = 0〉 , 0, (3.57)

et entre deux bandes n et n+ 2

δVn,n+2,k=0 ∝ 〈n,k = 0|Vϕ(x, t) |n+ 2, k = 0〉 ∝ 〈n,k = 0| cos(kLx) |n+ 2, k = 0〉 , 0. (3.58)

On voit que les processus à un phonon vont coupler deux bandes de parité différentes alors que

les processus à deux phonons vont coupler deux bandes de même parité.

Le protocole expérimental pour sonder ces règles de sélection est similaire à celui de la modula-

tion d’amplitude : nous chargeons un condensat dans un réseau optique de profondeur s par un

chargement adiabatique puis, après un temps de maintien de 2 ms, la phase du réseau est modulée

6. En toute rigueur, on rappelle que la modulation de phase implique des processus à n phonons mais dont les

couplages sont de plus en plus faibles avec n.
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Figure 3.11 – Observation expérimentale des règles de sélection en modulation de phase.

a : Profils expérimentaux en fonction de la fréquence de modulation de phase du réseau.

Les pointillés rouges indiquent les fréquences de résonance mesurées expérimentalement. b-

f : Evolution des population normalisée dans les ordres de diffraction (−2, . . . ,2) respective-

ment en fonction de la fréquence de modulation. De même, les pointillés rouges indiquent les

fréquences de résonance. g : Evolution des fréquences de transitions entre la bande fondamen-

tale et les premières bandes excitées. Les points bleus correspondent aux fréquences de transi-

tion observées expérimentalement. Les transitions autorisées (respectivement interdites) calculées

numériquement sont représentées en vert (respectivement rouge). Les fréquences de transition en

trait plein (respectivement en pointillés) correspondent aux transitions à un phonons (respective-

ment à deux phonons). La flèche indique les données présentées en a-f.

pendant des durées de 1 à 5 ms à une fréquence de modulation ν. De même, afin de rester dans

un régime perturbatif les amplitudes de modulation utilisées sont faibles : nous avons utilisé la

valeur ϕ0 = 10°, ce qui correspond à un déplacement spatial maximal de δx = 0.03d. Un exemple

de spectroscopie de bande en modulation de phase est représenté sur la figure 3.11 a. On repère

toujours les transferts d’énergie par une déplétion de l’ordre zéro et une alimentation des autres

ordres comme on peut le voir sur la figure 3.11 b-f.

Sur le spectre en énergie de la figure 3.11 g, la même convention au niveau des couleurs des

transitions est adoptée que pour la modulation d’amplitude et les traits pleins représentent les

transitions à un phonon alors que les pointillés représentent les transitions à deux phonons. On

observe également un respect des règles de sélection même pour les processus multi-phononiques

à l’exception de deux résonances sur une bande interdite vers les profondeurs s = 2. Ces deux
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résonances sont le résultats d’un processus impliquant les interactions entre atomes au sein du

nuage et dont on peut expliquer l’origine par des simulations numériques de l’équation de Gross-

Pitaevskii [36].

On en conclut que, pour la modulation de phase, les transitions entre deux bandes de parités

différentes sont autorisées via un processus à un phonon alors que les transitions entre deux

bandes de même parité sont autorisées via un processus à deux phonons.

Récapitulatif

Au centre de la zone de Brillouin, en k = 0, les modulations de phase et d’amplitude ne sont

pas soumises aux mêmes règles de sélection pour le transfert d’atomes d’une bande d’in-

dice n à une bande d’indice n′ : Pour une modulation de phase, les transitions autorisées

sont celles entre bandes de parité différente (n = 1 → n′ = 2, n = 1 → n′ = 4 . . . ) pour les

transitions à un phonon et entre bandes de même parité pour les transitions à deux pho-

nons. Pour la modulation d’amplitude, seules les transitions à un phonon entre les bandes

de même parité sont autorisées (n = 0→ n′ = 2).

Ces règles de sélection ne sont valides que pour le sous-espace k = 0. Dans la prochaine partie,

nous allons voir que nous pouvons effectivement transférer des atomes vers les bandes excitées

par modulation d’amplitude entre des bandes de parités différentes pour les k , 0.

3.4.1.4 Terme de couplage en k , 0

Les règles de sélection que nous venons d’énoncer ne sont valables que dans le sous-espace k = 0.

Pour les sous-espaces k , 0, il est possible de calculer les termes de couplages entre deux bandes

n et n′ numériquement. Deux exemples, l’un pour le couplage entre la bande fondamentale et

la première bande excitée, l’autre pour le couplage entre la bande fondamentale et la deuxième

bande excité sont représentés sur la figure 3.13 c et e respectivement. Sur ces deux figures, nous

retrouvons le respect des règles de sélection en k = 0. Afin de tester ces termes de couplages, nous

pouvons moduler le réseau chargé d’un nuage présentant une structure bi-modale : un nuage

contenant une partie d’atomes thermique et une partie d’atomes condensés. En effet, comme

énoncé au chapitre 2 de cette thèse, la distribution en vitesse d’un nuage thermique est plus large

que celle d’un condensat. Cela se traduit par une largeur en quasi-moment du nuage thermique

∆k large et pouvant occuper jusqu’à toute la bande fondamentale de la zone de Brillouin.

Afin d’identifier les atomes transférés dans une bande excitée par la modulation en k , 0, nous

procédons à un déchargement adiabatique du réseau, technique aussi connue sous le nom de band
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Figure 3.12 – Protocole de modulation d’amplitude du réseau optique par vobulation de

fréquence. La fréquence de modulation augmente linéairement au cours du temps.

mapping [95, 102, 103]. Cette re-descente adiabatique du réseau revient à transférer les popula-

tions des différentes bandes du réseau sur les différents états d’impulsions de la particule libre à

s = 0 : une fois l’intensité lumineuse du réseau re-descendue, les atomes qui se trouvaient dans les

bandes excitées possèdent une impulsion p et vont alors se séparer spatialement du nuage resté

dans la bande fondamentale en k = 0 possédant une impulsion nulle. En effectuant un temps de

vol, il devient alors possible d’identifier les populations occupant les différentes bandes du réseau

en fonction de la distance qui les séparent du nuage central d’impulsion nulle.

Pour tester ces termes de couplages sur une plage de quasi-moment, nous procédons à une vobu-

lation de fréquence : l’amplitude du réseau optique adopte le profil temporel suivant

s(t) = 1 + ε0 sin(2πν(t)t), (3.59)

où la ”fréquence” de modulation varie linéairement au cours du temps

ν(t) = νi +
(νf − νi)t

2tmod
, (3.60)

comme représenté sur la figure 3.12. On se place dans le cas où la variation de la fréquence ins-

tantanée ν(t) a une durée grande devant 1/ν(t) : les temps de modulation utilisés sont de l’ordre

de la dizaine de millisecondes alors que les fréquences de modulation sont proches des fréquences

de résonance du réseau, soit de l’ordre de la trentaine de kilohertz pour une profondeur du réseau

de s = 2.7 dans le cas des données représentées sur la figure 3.13. Afin d’augmenter la probabilité

de transition vers les bandes excitées, l’amplitude de modulation est plus grande que dans les

expériences de spectroscopie de bande (ε0 = 0.3 pour les données de la figure 3.13). Nous ne pou-

vons donc plus considérer que l’expérience se passe dans un régime perturbatif mais néanmoins

l’interprétation des données en terme de transition interbande reste pertinente.
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Figure 3.13 – Termes de couplages en k , 0. a : Structure de bande à s = 2.7. Les bandes vertes

(respectivement rouges) représentent les bandes autorisées (respectivement interdites) par modu-

lation d’amplitude en k = 0. Les flèches noires correspondent aux transitions pour les fréquences

finales de la vobulation de fréquence. Par soucis de clarté, on ne représente les transitions que

pour un des deux quasi-moment k de la zone de Brillouin excité par la modulation. La zone

rouge correspond au gap d’énergie entre la première et la deuxième bande excitée. b : Images

expérimentales obtenues après temps de vol lorsqu’on applique le protocole de vobulation avec

une fréquence initiale de modulation de νi = 11.2 kHz une fréquence finale de modulation de

νf = 11.7 kHz. La densité optique a été tronquée pour visualiser le nuage thermique. c : Terme de

couplage entre la bande fondamentale et la première bande excitée. La zone bleu correspond à la

plage de quasi-moment adressée pendant la vobulation de fréquence. d : Images expérimentale

obtenue après temps de vol lorsqu’on applique le protocole de vobulation avec la même fréquence

initiale de vobulation que précédemment et une fréquence finale de modulation de ν = 18.2 kHz.

e : Terme de couplage entre la bande fondamentale et la deuxième bande excitée. La zone bleue

correspond à la plage de quasi-moment adressée pendant la vobulation de fréquence. f : Evolution

du nombre d’atomes dans le nuage central (rouge), latéral gauche (bleu) et latéral droit (vert) en

fonction de la fréquence finale de vobulation. La zone rouge correspond au gap en énergie entre

la première et la deuxième bande excitée.
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Pour les données présentées sur la figure 3.13, la fréquence initiale de vobulation est νi = 11.2 kHz.

Pour la figure 3.13 b, la fréquence finale de modulation de νf = 11.7 kHz est résonante avec la

première bande excitée en k , 0. Comme il n’y a que des atomes thermique en k , 0 dans la

bande fondamentale, c’est eux que l’on transfère dans la bande excitée. Le condensat en k = 0

est quant à lui protégé de la modulation par les règles de sélection et le gap en énergie avec la

deuxième bande excitée. En effet, même si la fréquence finale de modulation νf devient résonante

avec la première bande excitée en k = 0, on observe après temps de vol qu’il n’y a aucun atome

dans la phase condensée dans les nuages latéraux mais uniquement des atomes thermiques. En

revanche, lorsque la fréquence de modulation devient résonante avec la deuxième bande excitée,

autorisée par modulation d’amplitude comme on peut le voir sur l’élément de couplage de la fi-

gure 3.13 e, le condensat est dépeuplé. Les nuages latéraux contiennent alors des atomes dans la

phase condensée comme représenté sur la figure 3.13 d pour une fréquence finale de modulation

de νf = 18.2 kHz.

Ce résultat est récapitulé sur la figure 3.13 f où l’évolution des populations du nuage central

(rouge) et des nuages latéraux gauche (bleu) et droite (vert) sont représentées en fonction de

la fréquence finale de modulation. La population du nuage central n’est affecté que lorsque la

fréquence finale de modulation est résonante avec la deuxième bande excitée, là où les transi-

tions sont autorisées. Des atomes condensées viennent alors peupler les nuages latéraux. Cette

expérience permet également de vérifier par une autre méthode la validité des règles de sélection.

Dans la prochaine partie, nous allons voir comment il est possible d’exploiter cette caractéristique

intéressante de la modulation du réseau afin de refroidir un nuage d’atomes dans un réseau op-

tique.

3.4.1.5 Intermezzo : Refroidissement d’un nuage d’atomes

Nous avons vu qu’un condensat chargé adiabatiquement dans un réseau optique occupe l’état

|n = 0, k = 0〉 avec une très faible dispersion en quasi-moment. En revanche, un nuage thermique

possède une dispersion en quasi-moment ∆k plus large que celle d’un condensat et peut occuper

jusqu’à toute la bande fondamentale dans la première zone de Brillouin. En se basant sur cette

observation, nous avons proposé un protocole permettant de refroidir un nuage d’atomes piégés

dans un réseau optique [37].

L’idée est la suivante : en ciblant des transitions vers des bandes d’énergies non liées, interdites

par modulation d’amplitude en k = 0 mais autorisées par modulation d’amplitude pour des quasi-

moments non-nuls, il devient possible de filtrer les atomes thermiques d’un nuage partiellement
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Figure 3.14 – Refroidissement d’un nuage partiellement condensé par modulation du réseau

optique. a : Structure de bande à s = 2.2. Les bandes vertes (respectivement rouges) représentent

les bandes autorisées (respectivement interdites) par modulation d’amplitude en k = 0. Les flèches

noires correspondent aux transitions pour les fréquences finales de la vobulation de fréquence. Par

soucis de clarté, on ne représente les transitions que pour un des deux quasi-moment k de la zone

de Brillouin excité par la modulation. La zone bleu délimite les bandes d’énergies liées de la struc-

ture de bande. b : Densité optique témoin du nuage d’atomes après le protocole sans modulation

d’amplitude du réseau. La densité optique à été tronquée pour visualiser le nuage thermique. c :

Densité optique du nuage d’atomes après le protocole pour une fréquence finale de modulation

de νf = 33 kHz. d-e : Coupe des densités optiques b-c selon les pointillés noirs. f : Evolution

du nombre d’atomes thermiques (trait plein rouge) et condensés (trait plein bleu) en fonction de

la fréquence finale de vobulation. Ces résultats sont à comparer aux mêmes quantités (nombres

d’atomes thermiques et condensés) en l’absence de modulation dont les valeurs moyennes (poin-

tillés rouges et bleus respectivement) et écart-type (rectangles rouge et bleu respectivement) sont

représentés. Le trait vertical rouge représente la fréquence de transition de la bande fondamentale

à la quatrième bande excitée en k = 0.
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condensé. En effet, une fois transférés sur des bandes d’énergies non liées, les atomes acquièrent

une vitesse de groupe

vg(kt) =
1
~

∂E(k)
∂k

∣∣∣∣∣
k=kt

, (3.61)

dictée par la courbure de la bande adressée par la transition au quasi-moment kt. Si la bande est

non liée, les atomes s’échappent du réseau optique et quittent alors le nuage d’atomes. Pour lais-

ser ces atomes non liés se séparer spatialement du nuage principal, nous décomprimons le piège

hybride avant de charger les atomes dans le réseau en diminuant progressivement la puissance

du faisceau dipolaire vertical : l’effet dimple est alors diminué pour ne laisser que le potentiel du

piège dipolaire horizontal. Puis nous avons recourt à une vobulation de fréquence en suivant le

protocole décrit sur la figure 3.12 : nous filtrons ainsi les atomes thermiques sur une plage de

quasi-moment de la zone de Brillouin. Les règles de sélection assurent quant à elles de conserver

les atomes au centre de la première zone de Brillouin de quasi-moment nul, c’est-à-dire les moins

énergétiques. Ce filtrage des atomes thermiques est ensuite suivi d’une rethermalisation du nuage

via des collisions élastiques à l’instar du refroidissement par évaporation présenté au chapitre 2

de cette thèse. Afin de diagnostiquer l’état du condensat, une re-descente adiabatique du réseau

est effectuée. Cette méthode s’apparente au refroidissement par évaporation mais s’effectue non

plus dans l’espace réel, mais dans l’espace réciproque.

Nous avons d’abord testé cette méthode sur un nuage partiellement condensé. Pour préparer un

tel état, nous ajustons la rampe finale d’évaporation dans le piège hybride afin d’obtenir un nuage

avec une fraction d’atomes thermiques importante, environ 40% du nombre d’atomes total. Le

piège hybride est décomprimé en 400 ms et le nuage est ensuite chargé adiabatiquement dans le

réseau optique de profondeur s = 2.2. Nous procédons alors à la vobulation de fréquence de la

fréquence initiale νi = 25 kHz à une fréquence finale variable allant de νf = 27 kHz à νf = 37 kHz

afin d’observer l’évolution des fractions thermique et condensée du nuage en fonction de la plage

de quasi-moment adressée. Les résultats obtenus sont présentés sur la figure 3.14.

Les figures 3.14 b-c représentent deux images d’absorption du nuage d’atomes après ce protocole

de refroidissement sans et avec la vobulation de fréquence respectivement : l’effet de la modula-

tion du réseau est clairement visible sur les profils intégrés des figure 3.14 d-e où l’on remarque,

qu’en présence de modulation, les ailes thermiques du nuage sont diminuées. Afin de rendre

cette observation plus quantitative, nous avons procédé à un ajustement bi-modal de ces profils

pour déterminer la fraction d’atomes dans les parties thermique et condensée en fonction de la

fréquence finale de modulation νf . Nous comparons les fractions obtenues en présence de la mo-

dulation à celles obtenues en l’absence de la modulation comme représenté sur la figure 3.14 f. Sur

cette figure, les courbes rouges correspondent au traitement effectué sur la partie thermique alors
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Figure 3.15 – Condensation d’un nuage thermique par modulation du réseau optique. a : Struc-

ture de bande à s = 1.8. Les bandes vertes (respectivement rouges) représentent les bandes auto-

risées (respectivement interdites) par modulation d’amplitude en k = 0. Les flèches noires cor-

respondent aux transitions pour les fréquences finales de la vobulation de fréquence. Par soucis

de clarté, on ne représente les transitions que pour un des deux quasi-moment k de la zone de

Brillouin excité par la modulation. La zone bleu délimite les bandes d’énergies liées de la struc-

ture de bande. b : Densité optique témoin du nuage d’atomes après le protocole sans modula-

tion d’amplitude du réseau. c : Densité optique du nuage d’atomes après le protocole pour une

fréquence finale de modulation de νf = 33 kHz. d-e : Profils intégrés verticalement des densités

optiques b-c. f : Nombre d’atomes thermiques (rouge) et condensés (bleu) pour quinze répétitions

du protocole. Les pointillés rouges (respectivement bleu) correspondent à la valeur moyenne de

la partie thermique (respectivement condensées) en l’absence de modulation. Les rectangles des

mêmes couleurs représentent les déviations standards de ces moyennes.

que les courbes bleues correspondent à la partie condensée. On remarque que, comme attendu, la

fraction thermique est diminuée et la partie condensée est augmentée en présence de modulation

jusqu’à ce que la fréquence finale de modulation atteigne une bande excitée où les transitions par

modulation d’amplitude sont autorisées. On observe alors que ce comportement s’inverse.

Ce comportement encourageant des parties thermiques et condensées nous ont alors poussé à

procéder au même protocole mais sur un nuage complètement thermique. Pour cela, nous avons

diminué le temps d’évaporation davantage et effectué un protocole similaire dans un réseau de

profondeur s = 1.8. Ces résultats sont présentés sur la figure 3.15. L’efficacité du protocole est

démontrée par l’apparition d’une partie condensée, clairement visible par un profil bi-modal,
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dans le nuage initialement complètement thermique. Il s’agit d’une signature expérimentale forte

d’une diminution de la température de l’ensemble atomique.

Nous avons répété ce protocole sur quinze nuages thermiques et observé le même effet de re-

froidissement comme présenté sur la figure 3.15 f. Sur cette figure, les courbes en rouges corres-

pondent au traitement effectué sur la partie thermique alors que les courbes bleues correspondent

à la partie condensée pour les quinze répétitions du protocole. On observe une diminution franche

du nombre d’atomes de la partie thermique et une légère augmentation de la fraction condensée

par rapport au cas sans modulation. Cette expérience démontre donc la reproductibilité de cette

méthode de refroidissement.

Il s’agit donc d’une nouvelle technique de refroidissement de nuage d’atomes dans un réseau op-

tique aux côtés de techniques plus traditionnelles et avancées telle que le refroidissement Raman

par bandes latérales [104] dont l’efficacité a été démontrée en 2017 en permettant d’atteindre

la condensation de Bose-Einstein directement après une étape de mélasse dynamique [105]. Un

avantage du protocole de refroidissement que nous avons développé est que cette technique est

indépendante de l’espèce atomique considérée : en effet nous n’utilisons pas de degrés de liberté

internes des atomes mais uniquement les degrés de liberté externes via le réseau optique. Cette

méthode est donc théoriquement facilement transposable à différents montages expérimentaux.

Cependant, en pratique cette méthode présente pour le moment une limitation expérimentale sur

notre dispositif.

L’idée de la méthode serait d’effectuer plusieurs cycles de filtrage-thermalisation mais ceci est dif-

ficile sur notre dispositif : la principale limitation sur notre expérience réside dans le fait que les

atomes excités sont toujours piégés par le potentiel du piège hybride qu’il nous est impossible

d’éteindre sous peine de perdre l’ensemble des atomes. Au bout d’une période d’oscillation dans

ce piège, les atomes excités finissent par re-traverser le nuage principal entraı̂nant alors un chauf-

fage. Cette méthode trouve cependant un intérêt pour des montages où les atomes sont unique-

ment piégés dans le réseau optique. Les résultats que nous présentons ici constituent cependant

une preuve de principe de l’efficacité de cette méthode.

Dans cette partie de chapitre, nous avons présenté nos résultats sur l’observation de transfert

d’énergie en modulant la phase ou l’amplitude du réseau optique. Nous avons exploité ces trans-

ferts d’énergie pour proposer une nouvelle méthode de refroidissement d’un nuage d’atomes dans

un réseau optique. Dans la prochaine partie, nous allons voir comment il est possible de modifier

le quasi-moment des atomes, c’est-à-dire déplacer le nuage le long d’une bande d’énergie.
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3.5 Accélération du réseau

Dans la partie précédente nous avons vu l’effet d’une modulation périodique de phase ou d’am-

plitude du réseau optique sur les atomes. Nous allons à présent voir l’effet d’une accélération de

ce dernier. En accélérant le réseau optique, les atomes ressentent dans le référentiel du réseau

une force F d’inertie d’entrainement spatiale et uniforme, telle que l’hamiltonien auquel ils sont

soumis est de la forme

H =
p2

2m
− sEL

2
(1 + cos(kLx))−F(t)x. (3.62)

Au cours de cette accélération, la forme des états de Bloch est préservée [95]. En effet

— un état initial ψ(x, t = 0) = eik(0)xuk(0)(x,0), avec uk(0)(x,0) une fonction périodique spatia-

lement, conservera sa forme à un instant t ultérieur ψ(x, t) = eik(t)xuk(t)(x, t), avec uk(t)(x, t)

une fonction également périodique spatialement. On notera que l’état peut être décomposé

sur plusieurs bandes d’énergie. Le quasi-moment évolue alors selon

k(t) = k(0) +
∫ t

0

F(t′)
~

dt′ . (3.63)

— si la dynamique sous l’action de F est adiabatique (nous préciserons ce critère plus bas), un

état initial dans une bande d’énergie donnée ψ(x, t = 0) = eik(0)xun,k(0)(x,0) évoluera vers un

état de la même bande avec le quasi-moment modifié ψ(x, t) = eik(t)xun,k(t)(x, t).

Une remarque importante est que ce défilement du quasi-moment s’obtient en ajoutant une force

à l’hamiltonien, peut importe son origine : une autre manière d’ajouter une telle force est par

exemple de rajouter un gradient de champ magnétique, ou tout simplement d’utiliser la force de

gravité dans le cas d’un réseau vertical [106].

3.5.1 Condition d’adiabadicité

Dans cette partie, nous allons détailler la condition d’adiabadicité énoncée précédemment dans le

cas particulier où le nuage d’atomes est chargé initialement dans la bande fondamentale au centre

de la première zone de Brillouin.

Intuitivement, on peut comprendre cette condition d’adiabadicité de la manière suivante : pour

que le nuage reste dans la bande fondamentale, il faut que le passage des atomes au voisinage

des croisement évités en bord de zone de Brillouin en k = ±kL/2 soit assez lent pour éviter qu’une

partie de la fonction d’onde effectue une transition vers la première bande excitée. Plus formel-
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lement, rappelons que l’hamiltonien initial, dans le cas d’une force nulle, peut se mettre sous la

forme

Hk =
(p+ ~k)2

2m
− sEL

2
(1 + cos(kLx)), (3.64)

dont les états propres sont les fonctions |un,k〉. On cherche à quelle condition le nuage d’atomes,

initialement dans l’état |un=0,k=0〉, reste dans la bande fondamentale au cours de l’accélération.

C’est le cas si la condition [95]

~

∣∣∣∣∣〈un=1,k(t)|
d
dt
|un=0,k(t)〉

∣∣∣∣∣� ∆Ek . (3.65)

est respectée, où ∆Ek = E
(n=1)
k − E(n=0)

k est l’écart entre l’énergie de la bande fondamentale et de

la première bande excitée au quasi-moment k. Dans le cas d’un réseau uniformément accéléré, la

force d’inertie d’entrainement que ressentent les atomes dans le référentiel du réseau est

F = −ma = −md
2x0(t)
dt2

, (3.66)

où a est l’accélération du réseau et x0(t) la position de l’origine du réseau au cours du temps.

Comme le déplacement du réseau est quadratique, la force d’inertie d’entrainement ressenti par

les atomes est constante au cours du temps et le défilement du quasi-moment est alors simplement

k(t) = k(0) +
∫ t

0

F(t′)
~

dt′ = k(0) +
Ft
~

. (3.67)

Connaissant l’évolution du quasi-moment au cours du temps, on peut ré-écrire la condition (3.65)

comme

F

∣∣∣∣∣〈un=1,k(t)|
d
dk
|un=0,k(t)〉

∣∣∣∣∣� ∆Ek . (3.68)

Pour avoir une forme plus simple de cette équation, on peut exprimer l’élément de couplage du

membre de gauche de l’expression (3.68) comme un élément de couplage de l’opérateur impulsion

p̂. On a en effet l’égalité 7 :

∆Ek

∣∣∣∣∣〈un=1,k(t)|
d
dk
|un=0,k(t)〉

∣∣∣∣∣ =
~

m

∣∣∣〈un=1,k(t)|p̂|un=0,k(t)〉
∣∣∣ . (3.69)

Cela nous permet d’obtenir le critère d’adiabaticité suivant

F~
m

∣∣∣〈un=1,k(t)|p̂|un=0,k(t)〉
∣∣∣� (∆Ek)

2. (3.70)

7. On obtient cette expression en dérivant l’équation aux valeurs propres de l’hamiltonien (3.64) par rapport au

quasi-moment k.
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Figure 3.16 – Protocole d’accélération du réseau par une évolution de phase quadratique.

Pour la suite de ce manuscrit, nous n’aurons besoin d’évaluer ce critère uniquement dans un

régime des faibles profondeurs. Le quasi-moment où le gap en énergie entre la bande fonda-

mentale et la première bande excitée est le plus faible est k = kL/2 et vaut dans le régime des

liaisons faibles ∆E = sEL
2 . À ce quasi-moment, l’élément de matrice de l’opérateur impulsion vaut

approximativement ±~k dans le régime des liaisons faibles. On obtient alors

F~2k
m
�
s2E2

L
4
. (3.71)

Il est commode à ce stade d’introduire quelques grandeurs caractéristiques des réseaux accélérés.

La première est le temps nécessaire pour que le quasi-moment parcourt toute la première zone de

Brillouin pour une force F fixée

τB =
~kL

F
=

h
mad

. (3.72)

Ce temps caractéristique est appelé le temps de Bloch. À ce temps, on peut associer une pulsation

de Bloch

ωB =
2π
τB
, (3.73)

qui permet finalement de définir une énergie caractéristique de Bloch

EB = ~ωB =mad, (3.74)

où d est le pas du réseau. Cette énergie correspond au travail de la force F sur une distance d. La

condition d’adiabaticité peut alors se ré-écrire comme une condition sur le temps de Bloch

τB�
2
s2νL

= τadiab. (3.75)
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On retrouve l’idée que le temps caractéristique de l’accélération doit être suffisamment grand

pour que la fonction d’onde reste sur la bande fondamentale, tendant vers l’infini quand la pro-

fondeur s tend vers zéro, cas de figure où les gaps en énergie sont infinitésimalement faibles, afin

de rester adiabatique.

Dans la prochaine partie, nous allons aborder le phénomène surprenant qui intervient dans un

réseau accéléré de faible profondeur lorsque cette condition est respectée : les oscillations de

Bloch.

3.5.2 Oscillation de Bloch

L’accélération du réseau est une méthode très répandue pour déplacer des atomes chargés dans

un réseau optique dans la structure de bande dont un exemple est présenté sur la figure 3.18.

L’accélération est réalisée dans notre cas par une variation quadratique de la phase du réseau

au cours du temps comme représenté sur la figure 3.16. On se place dans le régime adiabatique

défini dans la partie précédente. On notera que la phase étant 2π périodique, les sauts abrupts

que l’on peut observer ne perturbent pas les atomes à condition qu’il aient lieu sur une échelle

de temps courte devant l’échelle caractéristique de la dynamique atomique : ils sont abruptement

décalés dans un site voisin avant d’être à nouveau accélérés. Comme la phase du réseau varie,

le motif d’interférence formant le potentiel n’est alors plus statique mais il défile à une vitesse

vres(t) comme représenté schématiquement sur la figure 3.17 a. Cela applique une force d’inertie

d’entrainement sur les atomes qui fait défiler leur quasi-moment comme expliqué précédemment

et représenté schématiquement sur la figure 3.17 b. Sur cette figure est représenté la distribution

en impulsion des atomes dans le référentiel du réseau. Le quasi-moment des atomes défile alors

jusqu’à parcourir 1kL, 2kL, puis 3kL etc. Dans le référentiel du laboratoire, cela s’observe donc

par un décalage de la population maximale sur les ordres +1~kL, +2~kL, puis +3~kL de diffraction

comme représenté sur la figure 3.17 c.

Sur la figure 3.18, on peut observer ce comportement expérimentalement. Dans cette expérience

des atomes sont chargés adiabatiquement dans un réseau à une profondeur de s = 1.2 puis le

réseau est accéléré à une accélération de a = 2.13 m · s−2. Cette accélération correspond à un temps

de Bloch de τB ∼ 4 ms, qui est grand devant le temps d’adiabadicité τadiab ∼ 170 µs à cette pro-

fondeur. Le déplacement des atomes dans la structure de bande est donc adiabatique et il est

représenté sur la figure 3.18 a : le quasi-moment des atomes est translaté de deux kL. Nous obser-

vons ce défilement du quasi-moment dans le référentiel du laboratoire, comme cela est représenté

sur la figure 3.17 c. Comme attendu, nous observons une translation de la probabilité maximale

en impulsion au cours du temps de l’accélération.
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Figure 3.17 – Distribution en impulsion du nuage d’atomes dans un réseau accéléré dans

différents référentiels. a : Vitesse du réseau dans le référentiel du laboratoire au cours du temps.

b : Distribution en impulsion du nuage d’atomes dans le référentiel du réseau. c : Distribution en

impulsion du nuage d’atomes dans le référentiel du laboratoire.

L’ajout de cette force mène également à l’observation d’un phénomène connu sous le nom d’oscil-

lations de Bloch [107, 108, 109, 110] dont l’idée à été émise pour la première fois dans le contexte

de la matière condensée. Pour des réseaux peu profonds, typiquement pour des profondeur s < 5,

la courbure des bandes est grande et entraine une oscillation de l’impulsion moyenne des atomes

autour de l’impulsion moyenne du réseau. On peut observer ce phénomène sur la figure 3.18 c

où l’impulsion moyenne des atomes mesurée expérimentalement est représentée en bleue et la

courbe rouge correspond à l’impulsion théorique acquise par l’accélération du réseau. On voit

que l’impulsion des atomes oscille autour de cette impulsion théorique. Ce phénomène d’oscilla-

tion est encore plus visible si on l’observe dans le référentiel du réseau en retranchant l’impulsion

théorique fournie par le réseau à l’impulsion moyenne des atomes comme représenté sur la fi-

gure 3.18 d. On observe une oscillation de l’impulsion moyenne des atomes qui est directement

proportionnelle à la vitesse de groupe de la bande sondée. Sur cette même figure, la courbe rouge

est le résultat de l’équation (3.61) en prenant en compte le défilement du quasi-moment. On ob-

serve un bon accord entre les résultats expérimentaux et la prédiction en terme de vitesse de

groupe. On en conclut donc que les oscillations de Bloch permettent de sonder la courbure de la

structure de la bande fondamentale du réseau.
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Figure 3.18 – Oscillations de Bloch dans un réseau accéléré. a : Première, deuxième et troisième

zones de Brillouin à s = 1.2. La zone bleue correspond à la partie liée du spectre. Le déplacement

des atomes, représentés par le disque flouté bleu, est symbolisé par les flèches rouges. b : Pro-

fils intégrés expérimentaux en fonction du temps de maintien dans le réseau accéléré à une

accélération de a = 2.13 ms−2 dans le référentiel du laboratoire. Le temps de Bloch est τB ∼ 4 ms. c :

Impulsion moyenne des atomes dans le référentiel du laboratoire. Les points bleus correspondent

à l’impulsion moyenne mesurée expérimentalement et la ligne rouge correspond à l’impulsion

moyenne du réseau accéléré. Les oscillations autour de l’impulsion moyenne sont clairement vi-

sibles. d : Impulsion moyenne des atomes dans le référentiel du réseau.

3.6 Conclusion

Comme nous pouvons à présent le comprendre, les réseaux optiques sont donc devenus un outil

incontournables pour manipuler les gaz d’atomes ultrafroids tant ils permettent d’obtenir un haut

degré de contrôle sur ces ondes de matières macroscopiques.

Dans la première partie de ce chapitre, nous avons présenté différents formalismes permettant

d’aborder ces interférences de lumière. Dans un premier temps, nous avons donné une image

classique de la dynamique des atomes dans un réseau optique à l’aide de l’outil théorique ve-

nant de l’étude des systèmes dynamiques : l’espace des phases. Puis, dans la perspective d’une

dynamique quantique, nous avons exploité le théorème de Bloch afin de déterminer la relation

de dispersion des atomes dans un réseau optique, ou aussi appelée la structure de bande. Cette

relation de dispersion ne dépend que d’un seul paramètre la profondeur du réseau.



112 CHAPITRE 3. RÉSEAU OPTIQUE

Dans la seconde partie de ce chapitre, nous avons présenté comment notre équipe a conçu son

réseau optique et le montage expérimental permettant d’atteindre un haut degré de contrôle.

Nous avons présenté comment l’amplitude et la phase du réseau peuvent être contrôlées au cours

du temps et ce de manière arbitraire. Nous avons enfin présenté la méthode que nous utilisons

quotidiennement afin de calibrer précisément la profondeur du réseau : la méthode de calibration

par micro-oscillation.

Dans la dernière partie, nous avons vu deux manières dont le réseau peut être rendu dépendant

du temps. La première est la modulation du réseau en phase ou en amplitude. Dans une vision en

terme de structure de bande, la modulation périodique à une fréquence correspondant à l’écart en

énergie entre deux bandes permet d’effectuer des transitions interbandes assistées par des pho-

nons. Nous avons montré qu’il existe des règles de sélection dues à la parités de bandes entre

la bande fondamentale et les bandes excitées dans le sous-espace de quasi-moment nul k = 0.

Nous avons alors présenté un protocole expérimental permettant de refroidir un nuage d’atomes

thermique dans un réseau optique en tirant avantage des transitions interbandes et des règles de

sélection. Une deuxième manière de rendre le réseau dépendant du temps est de l’accélérer. Nous

avons vu que cela revient à appliquer une force sur les atomes qui permet de modifier le quasi-

moment de ces derniers. Pour des profondeurs assez faibles, nous avons observé le phénomène

bien connu d’oscillations de Bloch dans le réseau.

Ce chapitre clôt la première partie de ce manuscrit dédiée à la présentation de notre dispositif

expérimental. Dans la prochaine partie, nous allons nous concentrer sur le contrôle en phase que

nous avons sur notre réseau pour, dans un premier temps, étudier les collisions entre les com-

posantes d’impulsions de la distribution du condensat après temps de vol. Nous verrons ensuite

comment ces expériences de collisions ont permises de formaliser un problème sur le façonnage

des distributions en impulsion du condensat facilement solvable par des techniques de contrôle

optimal.
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4.2.2.2 Limite de basse énergie . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 124

4.2.2.3 Potentiel de contact . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 125

4.2.2.4 Particules identiques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 126

4.3 Historique et modélisation des expériences de collisions avec des atomes froids . . 127

4.3.1 Contexte expérimental . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 128

4.3.1.1 L’expérience du MIT [1] . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 128

4.3.1.2 Les expériences d’Amsterdam [2] et Dunedin [3] . . . . . . . . . . 131

4.3.1.3 L’expérience de l’Institut d’optique [4] . . . . . . . . . . . . . . . . 132

4.3.2 Modélisation théorique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 134

4.3.2.1 Présentation du modèle . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 135

4.3.2.2 Distribution en impulsion entre les ordres de diffraction . . . . . 137
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On fait la science avec des faits, comme on fait une maison avec des pierres.
mais une accumulation de faits n’est pas plus une science qu’un tas de pierre n’est
une maison

Henri Poincaré (1854 – 1912) - Physicien / Mathématicien

4.1 Introduction

Les collisions entre particules sont un moyen extrêmement riche d’obtenir des informations de

systèmes microscopiques à une échelle macroscopique. On peut par exemple citer plusieurs découvertes

emblématiques de la physique comme celle des particules α [111], ou plus récemment celle du

Boson de Higgs [112]. De manière générale, elles ont permis d’étudier les interactions entre les

atomes et les molécules dans de nombreux types de systèmes. Dans le cas des atomes froids,

elles occupent une place centrale du développement de ce domaine puisque c’est sur elles que

reposent la technique de refroidissement par évaporation présentée dans le chapitre 2 qui permet

d’atteindre la condensation de Bose-Einstein. Dans ce chapitre nous étudierons les collisions en

vol libre entre les composantes d’impulsions d’un nuage d’atomes chargé initialement dans un

réseau optique et à l’origine d’halos de diffusion comme ceux que l’on observe sur la figure 4.1.

Nous expliquerons les origines de ces halos et démontrerons notre aptitude à contrôler leurs ca-

ractéristiques : leur impulsion moyenne et relative.

Nous rappellerons tout d’abord quelques éléments de la théorie de la diffusion qui permettent

de décrire les collisions entre deux nuages d’atomes ultra-froids. Nous verrons que la collision

entre deux atomes peut être vue comme la diffusion d’une particule fictive par un potentiel. Nous

allons également donner deux grandeurs caractéristiques des collisions : il s’agit de l’amplitude

de diffusion et la section efficace de collision. Nous verrons que ces deux quantités prennent une

expression simple dans le cas d’un potentiel d’interaction à symétrie centrale. Dans le cas des

bosons en régime ultrafroid, elles ne dépendent plus que d’une seule grandeur a, la longueur de

diffusion en onde s. C’est dans ce régime que nous avons effectué toutes nos expériences.

Pour contextualiser notre étude, nous allons présenter quatre expériences de collisions réalisées

avec des atomes froids dont les résultats explorent différentes propriétés des collisions élastiques.

La première montre qu’en dessous d’une énergie de collision, deux condensats ne se voient pas :

ils sont devenus superfluides et la section efficace de collision est nulle. Les deux expériences

suivantes montrent qu’à l’inverse, au dessus d’une certaine énergie de collision, des effets d’in-
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halos de collision

pics de diffraction

Figure 4.1 – Image d’absorption présentant des halos de collision. Les zones foncées sont les

ordres de diffraction dûs à la quantification de l’impulsion du réseau optique. Entre ces pics de

diffraction, on observe des halos de collisions (indiqués par des cercles rouges)

terférences dû au composantes supérieures du moment cinétique rendent la section efficace aniso-

trope : les ondes d deviennent majoritaires dans le processus de collision. La dernière expérience

que nous allons présenter nous apprend quant à elle que, pour des atomes diffractés par un réseau

optique, le nombre de collisions entre deux composantes d’impulsion est proportionnel au pro-

duit des populations d’atomes dans ces modes d’impulsions. Notre collaborateur de l’université

de Liège, Peter Schlageck, a modélisé les processus de diffusion d’atomes relâchés d’un réseau

optique unidimensionnel comme dans notre expérience grâce à une méthode perturbative. Cela

lui a permis d’estimer quantitativement la fraction du nombre d’atomes diffusés dans les halos de

collisions.

Finalement, nous présenterons notre protocole expérimental permettant de créer des halos de

collision à partir de nuages d’atomes ultra-froids diffractés par un réseau optique. En étudiant

la dynamique du condensat dans un réseau translaté soudainement, nous pouvons obtenir une

distribution en impulsion favorisant les collisions entre des modes donnés d’impulsion. Nous

montrerons que nous pouvons peupler sélectivement des pics de diffraction pour fournir soit

une grande impulsion moyenne soit une grande impulsion relative aux atomes diffusés. Les pa-

ramètres expérimentaux ont été trouvés en définissant un paramètre de visibilité V des halos de

collision que nous expliciterons. Nous vérifierons que les énergies impliquées dans les collisions

ne sont pas continues mais quantifiées par l’impulsion caractéristique du réseau.
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4.2 Théorie quantique de la diffusion

La théorie quantique de la diffusion permet d’aborder un très vaste éventail de domaines allant

de la physique des hautes énergies en passant par la chimie, le comportement de l’hélium liquide

jusqu’à la condensation de Bose-Einstein. Il convient donc dès à présent de préciser le contexte

dans lequel nous allons utiliser cette théorie.

Dans ce qui suit, nous allons aborder les collisions entre des particules bosoniques dans un gaz

d’atomes dilué de basse énergie et contenu dans une boite en trois dimensions. Dans ce système

les interactions à deux corps dominent. Pour simplifier le problème, nous nous intéressons uni-

quement aux processus de collisions élastiques. De manière remarquable, nous allons voir que

seulement quelques paramètres suffisent pour décrire toute la physique des processus de colli-

sion.

4.2.1 Description quantique d’une collision

Dans cette partie, nous allons décrire la collision entre deux particules comme la diffusion d’une

onde plane par un potentiel d’interaction V [46]. Nous verrons qu’en champ lointain l’onde

résultante est alors la superposition de l’onde plane transmise et d’une onde sphérique diffusée

par le potentiel.

Commençons par donner l’hamiltonien qui décrit une collision entre deux particules 1 et 2 aux

positions r̂1, r̂2 et d’impulsions p̂1, p̂2 de même masse m via un potentiel d’interaction V (r̂1 − r̂2) :

Ĥ =
p̂2

1
2m

+
p̂2

2
2m

+V (r̂1 − r̂2). (4.1)

Appréhender cet hamiltonien directement est compliqué du fait que le potentiel d’interaction

couple le mouvement des deux particules. En revanche, il prend une forme simplifiée en utilisant

les variables du centre de masse (CDM) et du mouvement relatif des deux particules :

R̂cdm =
r̂1 + r̂2

2
, r̂ = r̂1 − r̂2, (4.2)

P̂cdm = p̂1 + p̂2, p̂ =
p̂1 − p̂2

2
. (4.3)

(4.4)

En effet, avec ces nouvelles variables, l’hamiltonien Ĥ s’écrit comme la somme de deux hamilto-

niens : l’hamiltonien du centre de masse Ĥcdm et l’hamiltonien du mouvement relatif Ĥr
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Ĥ =
1
1

P̂2
cdm

2M
1
1︸    ︷︷    ︸

Ĥcdm

+
p̂2

2µ
+V (r̂)︸     ︷︷     ︸
Ĥr

, (4.5)

oùM = 2m est la masse totale et µ =m/2 est la masse réduite. Ce changement de variable découple

le mouvement du centre de masse du mouvement relatif des particules et la solution du problème

peut alors être cherchée sous la forme

Ψ (r1,r2) = ψcdm(Rcdm,Pcdm)ψrel(r,p). (4.6)

D’après l’équation (4.5), le centre de masse du système évolue comme une particule libre de masse

M. Sa fonction d’onde est donc connue et s’écrit ψcdm = eiPcdm·Rcdm/~/(2π~)3/2. Toute la complexité

de l’interaction entre les deux particules est alors contenue dans la fonction d’onde du mouve-

ment relatif des particules ψrel(r,p) dans le référentiel du centre de masse. C’est à cette quantité

que nous allons donc nous intéresser dans les prochains paragraphes.

4.2.1.1 Amplitude de diffusion

On modélise le mouvement relatif comme une particule de vecteur d’onde k. Connaı̂tre la fonction

d’onde du mouvement relatif des particules ψrel(r,p) revient à déterminer les états propres de

l’hamiltonien du mouvement relatif Ĥr pour une certaine énergie E = ~
2k2/2µ. Pour cela, il faut

résoudre l’équation (
p̂2

2µ
+V (r)

)
ψrel(r,p) = Eψrel(r,p). (4.7)

Expérimentalement, il est impossible de remonter aux détails des interactions entre les deux par-

ticules sur le lieu de la collision. Nous n’avons accès qu’aux résultats de la collision en champ loin-

tain. C’est pourquoi, nous nous intéressons uniquement aux solutions asymptotiques de l’équation (4.7).

Nous cherchons la solution sous la forme d’une superposition d’une onde plane incidente ψinc et

d’une onde sphérique diffusée lors de la collision ψdiff

ψrel(r,p) ∼
|r|→∞

1
1
eikr·ni 1

1︸    ︷︷    ︸
ψinc

+ f (k,ni ,nf )
eikr

r
.︸             ︷︷             ︸

ψdiff

(4.8)
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Figure 4.2 – Représentation des ondes incidente et diffusée. L’onde incidente ψinc est une onde

plane avec un vecteur d’onde parallèle au vecteur unitaire ni . L’onde diffusée ψdiff est une onde

sphérique observée dans la direction nf faisant un angle θ avec la direction de propagation de

l’onde incidente.

On nomme le terme f (k,ni ,nf ) amplitude de diffusion. Cette quantité a la dimension d’une dis-

tance et ne dépend que de l’énergie de la collision (via la norme du vecteur d’onde k), de la direc-

tion de propagation de l’onde incidente ni et de la direction dans laquelle la collision est observée

nf . Une représentation des ondes ψinc et ψdiff qui composent la fonction d’onde du mouvement

relatif ψrel(r,p) en champ lointain est donnée sur la figure 4.2.

Interpréter l’amplitude de diffusion en terme de probabilité de diffusion n’est pas direct car c’est

une quantité qui agit sur la fonction d’onde et peut à priori prendre des valeurs complexes. Il est

donc nécéssaire de définir une quantité que l’on peut interpréter en terme de probabilité et c’est

ce que nous allons voir dans la prochaine partie.

4.2.1.2 Section efficace de diffusion

Pour connaı̂tre la probabilité d’observer un processus de collision dans une direction nf , il faut

évaluer le courant de probabilité porté par ψdiff, comparé à celui de l’onde incidente [46]. Ceci

amène alors à la définition de la section efficace différentielle de collision

dσ
dΩ

= |f (k,ni ,nf )|2. (4.9)

C’est une quantité qui a la dimension d’une surface. On peut interpréter dσ comme étant la pro-

babilité que l’onde incidente soit diffusée par le potentiel V vers un élément de surface r2dΩ dans

la direction nf . On définit également la section efficace totale de diffusion comme

σtot =
∫
|f (k,ni ,nf )|2dΩ. (4.10)
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Figure 4.3 – Représentation schématique de la section efficace de collision. Une onde inci-

dente est diffusée par un potentiel diffuseur de surface σtot. Une partie de l’onde est diffusée vers

l’élément de surface r2dΩ.

Cette grandeur s’interprète comme le fait que le potentiel V agit comme un objet diffuseur de

surface σtot comme présenté sur la figure 4.3. Plus la section efficace totale est grande, plus la

probabilité que l’onde incidente soit diffusée est grande.

Récapitulatif

En résumé, étudier une collision entre deux particules revient à étudier la diffusion d’une

particule fictive, le mouvement relatif, par un potentiel diffuseur de surface effective σtot.

Dans la limite du champ lointain, la solution de ce problème est la somme d’une onde plane,

l’onde qui n’a pas été perturbée par le potentiel, et d’une onde sphérique, l’onde diffusée.

Tout le contenu physique est inclus dans l’amplitude de diffusion, à partir de laquelle on

peut notamment définir une section efficace totale de diffusion.

Il reste encore à déterminer une expression de l’amplitude de diffusion, et nous allons voir que

ceci est possible dans le cas d’un potentiel d’interaction à symétrie centrale. Nous verrons que

dans le régime des basses énergies, son expression prend une forme extrêmement simple.

4.2.2 Potentiel central à basse énergie - longueur de diffusion

Pour déterminer une expression de l’amplitude de diffusion, nous allons restreindre le problème

uniquement à des potentiels à symétrie centrale V (r) = V (r) et de courte portée V (r) →
r→∞

0 de telle

manière à ce que la particule diffusée se comporte comme une particule libre en champ lointain.

Nous nous placerons également dans la limite des basses énergies. Nous allons alors voir que,

dans ce cas, toute la collision peut être caractérisée par un seul et unique paramètre : la longueur

de diffusion.
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4.2.2.1 Décomposition en ondes partielles

Sans perte de généralité, on peut choisir un repère de coordonnées dans lequel l’axe z est aligné

avec la direction de propagation de l’onde incidente ni comme représenté sur la figure 4.2. Dans

le cas d’un potentiel central, la fonction d’onde du mouvement relatif ne dépend pas de φ, l’angle

azimutal autour de l’axe z. Par décomposition sur les harmoniques sphériques [113], les solutions

générales à l’équation (4.7) en coordonnées sphériques sont alors

ψrel(r,θ) =
∞∑
l=0

Pl(cos(θ))
ul(r)
r
, (4.11)

où dans cette équation,

— les Pl(x) sont les polynômes de Legendre,

— les fonctions ul(r) sont les fonctions radiales,

— l’angle entre la direction de propagation de l’onde incidente et la direction d’observation

de l’onde diffusée est cos(θ) = ni ·nf ,

— les indices l parcourent les composantes du moment cinétique.

On peut également ré-écrire l’équation (4.8) dans ce système de coordonnées

ψrel(r,θ) = eikz + f (k,θ)
eikr

r
. (4.12)

La fonction d’onde du mouvement relatif est la somme d’une onde plane et d’une onde sphérique

sortante. La décomposition en ondes partielles de l’onde incidente s’écrit [114]

eikz =
∞∑
l=0

(2l + 1)jl(kr)Pl(cos(θ)), (4.13)

où les jl(kr) sont les fonctions de Bessel sphériques. En champ lointain, cette expression devient

eikz →
r→∞

1
2ikr

∞∑
l=0

(2l + 1)((−1)l+1e−ikr + eikr )Pl(cos(θ)). (4.14)

L’onde plane incidente est donc la superposition d’ondes sphériques entrantes Pl(cos(θ))e−ikr /r et

d’ondes sphériques sortantes Pl(cos(θ))eikr /r. On peut alors combiner les équations (4.12) et (4.14)

pour obtenir une expression de la fonction d’onde du mouvement relatif en champ lointain

ψrel(r,θ) →
r→∞

1
2ikr

∞∑
l=0

(2l + 1)Pl(cos(θ)) ((−1)l+1e−ikr + e2iδleikr ),︸                        ︷︷                        ︸
∝ul (r)

(4.15)

où les δl sont les déphasages de l’onde sortante de composante l de moment cinétique acquis au

cours du processus de diffusion et donc dû à l’amplitude de diffusion f (k,θ). Il s’agit bien d’une

phase accumulée lors de la collision car, étant donné la symétrie sphérique, il y a conservation du
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flux de particule entre ondes sortante et entrante pour chaque onde partielle [113], ce qui impose

un nombre de module 1 devant le terme eikr de l’onde sortante. Ces déphasages portent toute

l’information sur le processus collisionnel et, plus précisément, décriront la déformation qu’a

subi l’onde dû au potentiel d’interaction. Il découle de cette écriture que l’amplitude de diffusion

vaut

f (k,θ) =
1

2ik

∞∑
l=0

(2l + 1)(e2iδl − 1)Pl(cos(θ)), (4.16)

et que la section efficace est

σ =
4π
k2

∞∑
l=0

(2l + 1)sin2(δl), (4.17)

où, pour rappel, les indices l parcourent les composantes du moment cinétique des ondes. Par

convention, on nomme ondes s les ondes dues au moment cinétique nul l = 0, puis p celles corres-

pondant au moment cinétique l = 1, d celles au moment cinétique l = 2 etc 1. Ainsi, déterminer le

résultat du processus de diffusion en champ lointain se résume à présent à trouver une expression

pour les déphasages δl . On voit d’après l’équation (4.15) que cela revient à déterminer les fonc-

tions radiales ul(r) ∝ (−1)l+1e−ikr + e2iδleikr . En utilisant la forme (4.11) de la fonction d’onde du

mouvement relatif, l’équation (4.7) devient

[
−~2

2µ
d2

dr2 +
~

2l(l + 1)
2µr2 +V (r)

]
ul(r) = Eul(r). (4.18)

Il devient possible de déterminer les fonctions ul(r) en résolvant cette équation pour un potentiel

d’interaction modélisant bien le processus de collision.

Récapitulatif

On peut dire que l’onde incidente se décompose comme la somme d’ondes sphériques en-

trantes et sortantes. Or, l’onde diffusée est une onde sortante uniquement. Cela revient à

considérer un déphasage δl sur les ondes sortantes de la fonction d’onde du mouvement

relatif. Toute la collision peut alors être décrite en connaissant ce déphasage puisque c’est

le seul paramètre dont dépend l’amplitude de diffusion et donc de la section efficace de col-

lision. Pour déterminer ce déphasage, il faut déterminer les fonctions d’onde radiales ul(r)

pour un certain potentiel d’interaction V (r).

1. Les ondes f correspondent au moment cinétique l = 3, puis on associe les lettres suivantes dans l’ordre de l’al-

phabet à chaque valeur de moment cinétique supérieure.
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Dans la prochaine partie, nous allons étudier le potentiel à symétrie centrale le plus simple que

l’on puisse considérer : le potentiel de contact. Dans la limite des basses énergies, régime ca-

ractéristique des atomes ultra-froids, nous verrons qu’il suffit de prendre en compte un nombre

très restreint de composantes du moment cinétique pour décrire les collisions. Pour ce potentiel

dans ce régime d’énergie, les déphasages δl prennent alors une forme très simple.

4.2.2.2 Limite de basse énergie

Les énergies de collision entre atomes ultra-froids sont très faibles. Pour aborder cette limite en

énergie, il est d’usage d’introduire le potentiel total où le potentiel d’interaction V (r) est habillé

par une barrière centrifuge due au moment cinétique

Vtot(r) =
~

2l(l + 1)
2µr2 +V (r). (4.19)

Pour l , 0, la barrière centrifuge dans l’équation (4.19) s’avère être extrêmement élevée en com-

paraison des énergies caractéristiques des collisions entre atomes ultra-froids [46, 113, 114]. Cela

a pour effet que seuls les atomes possédant un moment cinétique nul pourront entrer en collision,

les autres seront repoussés par cette barrière de potentiel et ”ne se verront même pas”. Cela est

illustré sur la figure 4.4. Dans ce cas, on obtient une expression simplifiée pour les déphasages

[113]

δl ∝
k→0

k2l+1. (4.20)

Ainsi, dans la limite des basses énergies, la section efficace tends vers zéro pour les moments

cinétiques supérieurs à 0, σl≥0 ∼
k→0

0. On en conclut donc que seules les ondes s contribuent aux

collisions. Dans ce cas, l’amplitude de diffusion devient 2

f (k,θ) =
e2iδ0 − 1

2ik
' δ0

k
= a, (4.21)

où on introduit a, la longueur de diffusion en onde s

a = − lim
k→0

tan(δ0)
k

. (4.22)

On voit alors que dans la limite des basses énergies, les collisions sont indépendantes de θ et sont

donc isotropes. On s’attend donc à observer des halos sphériques de diffusion. La section efficace

de collision est 3

σtot = 4πa2. (4.23)

2. On a utilisé le fait que le polynôme de Legendre P0(x) = 1
3. Pour des particules discernables.
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Figure 4.4 – Potentiel total pour différentes valeurs du moment cinétique. En bleu, le potentiel

d’interaction pour l = 0 et en rouge pour l = 1. On voit que pour l > 0, une barrière centri-

fuge repousse les particules de basse énergie ε en rcl et les empêche de ”voir” la partie attractive

du potentiel d’interaction qui devient importante en dessous de r0. Seules les ondes de moment

cinétique nul pourront donc interagir. C’est ce qu’on appelle le régime des ondes s. Images tirée

de [114].

On comprend alors l’importance de la longueur de diffusion en onde s : elle caractérise toute la

physique des collisions à elle seule. La section efficace de collision est celle qu’on obtiendrait clas-

siquement pour des sphères dures de rayon a. Toute la complexité de la collision revient alors à

déterminer la valeur de a que l’on peut mesurer expérimentalement (voir par exemple [2] et les

références données dans cet article). Elle vaut a = 5.23 nm pour le rubidium 87 dans l’état fonda-

mental à champ magnétique nul.

Nous allons maintenant présenter un potentiel d’interaction largement utilisé pour modéliser les

collisions entre atomes froids de par sa simplicité d’utilisation.

4.2.2.3 Potentiel de contact

Nous introduisons ici une forme particulière du potentiel d’interaction, qui a les bonnes pro-

priétés de diffusion à longue distance, et est très simple mathématiquement. Il s’agit du potentiel

dit de contact. Nous nous servirons d’ailleurs de ce potentiel pour modéliser les processus de diffu-

sion dans notre expérience comme nous allons le voir dans la prochaine partie. Qualitativement,

ce potentiel modélise la situation où une particule est libre de se déplacer dans deux régions de

l’espace séparées par une barrière de potentiel : le potentiel est nul partout excepté en un point
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où il prend une valeur infinie. Plus formellement, un tel potentiel est

V (r) =
4π~2a
m

δ(r), (4.24)

où δ(r) est la fonction de delta de Dirac. Ce potentiel de contact est un cas limite d’un potentiel

d’interaction à profondeur finie. Il reproduit bien asymptotiquement les états propres de diffu-

sion en onde s. C’est pourquoi il est très répandu dans l’étude de particules en interaction dans le

régime des énergies ultra-basses caractéristiques des atomes froids.

Cependant, l’expression de la section efficace de collision (4.17) doit être légèrement modifiée car

nous considérons en réalité des collisions entre des bosons identiques et non entre deux particules

discernables. En effet, considérer des particules discernables ou indiscernables n’aboutit pas aux

mêmes comportements de collision comme nous allons le voir dans la prochaine partie.

4.2.2.4 Particules identiques

Jusqu’à présent, nous avons considéré deux particules discernables 1 et 2. Or, il est en réalité im-

possible de faire la différence entre les états finaux de collisions correspondant à des amplitudes

de diffusion de f (k,θ) et f (k,π −θ) comme représenté sur la figure 4.5. Pour des particules boso-

niques, il faut prendre en compte le fait que la fonction d’onde doit être symétrique sous l’échange

de deux particules Ψ (r1,r2) = Ψ (r2,r1). En utilisant l’expression de la fonction d’onde totale

Ψ (r1,r2) =
eiPcdm·Rcdm/~

(2π~)3/2
ψrel(r,θ), (4.25)

il vient que la fonction d’onde du mouvement relatif en champ lointain pour des particules boso-

niques est

ψrel(r,θ) =
1
√

2

(
eikz + e−ikz + f (k,θ)

eikr

r
+ f (k,π −θ)

eikr

r

)
. (4.26)

Cela amène à l’expression suivante pour la section efficace de collision 4

dσ
dΩ

= |f (k,θ) + f (k,π −θ)|2 ⇒ σtot =
8π
k2

∑
l pair

(2l + 1)sin2(δl). (4.27)

On voit donc que pour des particules bosoniques, les composantes du moment cinétique qui vont

contribuer au processus de diffusion sont uniquement les composantes paires. Il s’agit donc en

4. On a utilisé la propriété des polynômes de Legendre Pl (−x) = (−1)lPl (x).
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Figure 4.5 – Processus de diffusion menant au même état final pour des particules indiscer-

nables. a : dans le cas d’une amplitude de diffusion f (k,θ) et b : dans le cas d’une amplitude de

diffusion f (k,π −θ).

premier des ondes s, à basse énergie, puis aux ondes d à plus haute énergie. En particulier, pour

des ondes s la section efficace de collision s’écrit alors

σtot = 8πa2. (4.28)

Les collisions à basse énergie entre des bosons identiques sont donc plus probables que pour des

particules discernables. Dans la prochaine partie nous allons présenter deux expériences qui per-

mettent de préciser les limites dans lesquelles l’expression de la section efficace que nous venons

d’obtenir est valide. En dessous d’un seuil d’énergie de collision, on observe le caractère super-

fluide du condensat : les collisions sont alors inexistantes [1] et la section efficace de collision

devient nulle. Pour des énergies de collision plus élevées, la contribution des ondes partielles sui-

vantes devient importante et l’on peut alors observer la diffusion en ondes d, pour laquelle l’am-

plitude de diffusion n’est plus isotrope [2, 3]. Nous donnerons un ordre de grandeur des énergies

de collision pour lesquelles ces différents processus sont dominants.

4.3 Historique et modélisation des expériences de collisions avec des

atomes froids

L’étude des collisions occupe un rôle central en physique et en particulier dans le domaine des

atomes froids : ce sont les collisions entre atomes qui assurent la thermalisation d’un gaz d’atomes

piégé [115], et qui constituent l’ingrédient essentiel au succès du refroidissement par évaporation

qui a permis d’atteindre la dégénérescence quantique. Les collisions entre atomes déterminent

également la forme de la fonction d’onde du condensat une fois formé [116]. Enfin, les collisions

limitent les densités spatiales atteignables, du fait de processus inélastiques, le rapport entre le

taux de collisions élastiques et inélastiques détermine si une espèce atomique peut être condensée
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ou non par évaporation [117].

Par la suite, l’étude des collisions ultra-froides a révélé des phénomènes plus subtiles : des résonances,

appelées résonances de Feshbach, en présence d’un champ magnétique ont été découvertes [118,

119] et il a été montré que le signe des interactions entre les atomes (plus précisément de la lon-

gueur de diffusion définie plus haut) peut ainsi être modifié. Cela a ouvert la possibilité d’étudier

le crossover BEC-BCS [120] ou encore l’apparition des supersolides avec des gaz dipolaires [121,

122]. Il a également été montré que les collisions entre atomes peuvent intriquer leur fonction

d’onde [123]. Ceci ouvre des perspectives intéressantes comme par exemple vérifier la violation

des inégalités de Bell avec des particules massiques [124] et, plus généralement, revisiter des

expériences d’optique quantique reposant sur le phénomène d’intrication [125].

Dans la suite, je présente quatre expériences qui vont nous permettre de cadrer le contexte dans

lequel vient s’insérer notre travail. Puis, je présenterai un modèle développé par notre collabora-

teur Peter Schalgeck de l’Université de Liège pour décrire nos expériences.

4.3.1 Contexte expérimental

4.3.1.1 L’expérience du MIT [1]

La première expérience étudie ce qui advient des collisions pour des énergies de collision par-

ticulièrement basses. En dessous d’une énergie ESF, les collisions entre deux condensats dispa-

raissent : c’est le régime de superfluidité. Dans cette expérience du début des années 2000, le

groupe de Wolfgang Ketterle au MIT publie un article dans la revue Physical Review Letters sur

la suppression de la diffusion d’atomes en dessous de la vitesse du son d’un condensat [1]. Ceci

est une conséquence du modèle de Bogoliubov des excitations dans le condensat [126], qui va au

delà de la description en champ moyen que nous avons vue dans la première partie de ce chapitre.

Les auteurs donnent notamment une valeur expérimentale pour la vitesse relative minimale en

dessous de laquelle on pourra considérer les condensats comme étant superfluides.

Pour effectuer cette expérience, les auteurs produisent des condensats de sodium de 107 atomes

dans un piège magnétique. Les atomes sont initialement dans un état piégeant |F = 1,mF = −1〉 de

l’état fondamental et une partie d’entre eux est transférée dans un état non piégé |F = 1,mF = 0〉.
Ce transfert est effectué via une transition Raman produite par deux faisceaux lasers contra-

propageants, légèrement désaccordés en fréquence et pulsés pendant 10 µs. Du fait de l’agence-

ment géométrique de la paire de faisceaux Raman, les atomes transférés dans l’état non piégeant

acquièrent une vitesse et peuvent être considérés comme des impuretés mobiles venant sonder

la superfluidité du condensat statique. Plus précisément, le transfert d’impulsion de la lumière
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Figure 4.6 – Observation du seuil du superfluidité. Collisions entre les impuretés possédant une

vitesse au delà de la vitesse du son dans le condensat avec ce dernier. a : Sans gradient de champ

magnétique. b : Avec un gradient de champ magnétique vertical, à l’instar d’une expérience de

Stern et Gerlach. Les halos de collision sont clairement visibles. Collision avec des impuretés à

une vitesse proche de la vitesse du son dans le condensat. c, d : Les impuretés ont respectivement

une vitesse de v = 2.7c et de v = 1.6c. Les halos de collisions sont largement dépeuplés par rapport

au cas b. e : Densité des halos de collision en fonction du rapport de la vitesse des impuretés sur

la vitesse du son dans le condensat. Images adaptées de [1].

aux atomes est ~q = 2~k sin(θ/2) où k est le vecteur d’onde des lasers et θ l’angle entre les deux

faisceaux. Quelques millisecondes après ce pulse Raman, après que les impuretés aient traversé

le condensat, un gradient de champ magnétique est allumé pour séparer spatialement les popu-

lations dans les différents niveaux Zeeman impliqués dans la collision à l’instar d’une expérience

de Stern et Gerlach. Ainsi, les auteurs remontent à la population d’atomes entrés en collision. Les

halos de diffusion dû aux collisions entre les impuretés et le condensat sont représentés sur la

figure 4.6a-b. En comprimant le piège magnétique, les auteurs changent la densité du condensat

ce qui modifie la valeur de la vitesse critique en dessous de laquelle les effets de superfluidité

deviennent importants. Ainsi, à vitesse des impuretés constante, comprimer le condensat revient

à fournir aux impuretés des vitesses allant de v = 1.5c à v = 5c où c est la vitesse du son dans le

condensat définie comme

c =

√
gn

m
, (4.29)

avec n la densité et g = 4π~2a/m. En comptant le nombre d’atomes dans les halos de collision, ils
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observent que celui-ci diminue au fur et à mesure que la vitesse des impuretés diminue, signature

de la superfluidité du condensat. La section efficace devient alors nulle lorsque v < c. La dispa-

rition des halos de diffusion ainsi que l’évolution de la densité d’atomes dans ces derniers sont

représentées sur la figure 4.6c-d et 4.6e respectivement.

Finalement, nous pouvons retirer de cette expérience qu’il faudra comparer la vitesse relative de

collision fournie aux atomes à la vitesse du son typique afin de déterminer si nous devons prendre

en compte ou non le comportement superfluide du nuage d’atomes. En pratique nous verrons que

ce n’est pas le cas pour nos expériences.

On peut cependant d’ores et déjà donner une expression de la vitesse du son dans un condensat de

N atomes dans un piège harmonique isotrope. On modélise la distribution spatiale du condensat

par l’enveloppe de Thomas-Fermi que nous avons déjà présentée dans la première partie de cette

thèse

n(r) =
15N
8πR3

(
1− r

2

R2

)
, (4.30)

où R est le rayon de Thomas-Fermi. Pour rappel, son expression est R = (15Na(~/mω)2)1/5, avec ω

la fréquence du piège harmonique. Nous cherchons la vitesse en dessous de laquelle les effets de

superfluidité seront importants, nous cherchons donc une borne supérieure de la vitesse du son.

On évalue alors la vitesse du son c pour la densité maximale, c’est-à-dire au centre du condensat,

en r = 0

nmax =
15N
8πR3 . (4.31)

avec les expressions de g et nmax, la vitesse du son maximale s’écrit alors

cmax =
1
√

2

(
15a~2

m2

)1/5

(Nω3)1/5. (4.32)

On peut faire l’application numérique pour les paramètres de notre expérience : pour un conden-

sat de N = 2 · 105 atomes dans un piège harmonique de fréquence ω = 2π × 50 Hz, on trouve

une vitesse du son maximale de c = 2.1 mms−1. Or la vitesse la plus faible que nous pouvons

transmettre aux atomes dans notre réseau optique est vL = 8.63 mms−1 > c. Nous pouvons donc

conclure que nous ne sommes pas dans un régime de superfluidité lorsque nous chargeons les

atomes dans le réseau.
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Figure 4.7 – Observation d’halos de diffusion en ondes d. a : Halo de diffusion en onde d observé

par l’équipe d’Amsterdam à une énergie de collision de 1230 µK. b Evolution de la section efficace

totale (trait plein), en onde s (pointillé large) et en onde d (pointillé fin) en fonction de l’énergie de

collision. Ces courbes sont obtenues grâce aux mesures des déphasages δl effectuées par l’équipe

d’Amsterdam. Images adaptées de [2]. c : Halo de diffusion observé par l’équipe de Dunedin à une

énergie de collision de 225 µK. d (Haut) Evolution de la section efficace totale (trait plein), en onde

s (pointillé fin) et en onde d (pointillé large) en fonction de l’énergie de collision. (Bas) Fraction

d’atomes dans les halos de diffusion en fonction de l’énergie de collision. Images adaptées de [3].

4.3.1.2 Les expériences d’Amsterdam [2] et Dunedin [3]

Dans cette partie, je décris deux expériences très similaires entre elles qui montrent qu’à l’inverse,

pour des énergies de collisions plus élevées, on observe la contribution des ondes s et d dans les

halos de diffusion lors de la collision de deux condensats de Bose-Einstein. En 2004, un groupe

de recherche de l’université d’Amsterdam et un groupe de recherche de l’université de Dunedin

publient en back-to-back dans la revue Physical Review Letters sur l’observation d’halos de diffu-

sion en onde s et d lors de la collision de nuages de rubidium ultra-froids[2, 3]. En particulier,

dans chaque article les auteurs sondent la résonance dues aux ondes d et donnent une valeur

expérimentale de l’énergie de collision au delà de laquelle la contribution des ondes d devient

importante.
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Dans ces deux expériences, les auteurs produisent un nuage d’atomes de rubidium refroidi jus-

qu’à quelques dizaines de micro Kelvin dans un piège magnétique. Ce nuage est ensuite séparé

en deux nuages en augmentant progressivement la hauteur d’une barrière de potentiel au mi-

lieu du piège. Les deux nuages sont alors refroidis davantage par évaporation radio-fréquence

jusqu’à des températures de l’ordre de la centaine de nano Kelvin, atteignant ainsi la condensa-

tion de Bose-Einstein. La barrière de potentiel est ensuite subitement redescendue pour accélérer

les condensats vers le centre du piège. Quelques millisecondes après l’impact, un temps de vol

des atomes est effectué et une image d’absorption permet de remonter à la distribution en im-

pulsion du nuage d’atomes. On peut voir les halos de diffusion des deux équipes sur les figures

4.7 a et c. Pour des énergies de collision de l’ordre la dizaine de micro Kelvin, un halo de col-

lision sphérique est observé mais au delà d’une certaine énergie, d’environ 200 µK (en unité de

la constante de Boltzamnn kB), le halo de collision devient anisotrope, signature de l’apparition

d’interférences d’ondes partielles de moment cinétique l > 0. Les formes des halos sont retrouvées

numériquement, confirmant que celles-ci sont principalement dues aux ondes d.

L’évolution de la section efficace de collision en fonction de l’énergie des collisions trouvé par les

deux groupes est donné sur les figures 4.7 b et d. Le message important de ces deux études est

qu’au delà d’une certaine énergie de collision Eonde−d = 200 µK, la section efficace de collision

devient anisotrope.

4.3.1.3 L’expérience de l’Institut d’optique [4]

Dans la gamme d’énergie ESF < E < Eonde−d, on peut donc légitimement conclure que la sec-

tion efficace de collision est constante et isotrope (σ = 8πa2). On s’attend donc à observer des

halos de collision sphériques centrés sur le centre de masse en impulsion des paquets d’atomes

qui sont entrés en collision. Une dernière information reste encore manquante à ce stade : le

nombre d’atomes peuplant ces halos de diffusion pour une géométrie de piège non plus harmo-

nique comme dans les trois expériences précédentes [1, 2, 3] mais dans un réseau optique. La

dernière expérience que je présente ici a lieu dans un réseau optique, comme les expériences que

nous avons effectuées. En 2020, un groupe de recherche de l’Institut d’optique publie dans la

revue Physical Review Research un article portant sur les halos de diffusion d’atomes d’helium

métastable [4]. Plus précisément, il s’agit de l’étude de halos de diffusion en onde s de condensats

d’Hélium diffractés par un réseau optique 3D. Cette expérience donne notamment la fraction des

atomes qui peuple les halos de diffusion et propose un modèle pour expliquer cette fraction.

Dans cette expérience, des condensats d’Hélium peuplés jusqu’à 6 · 105 atomes sont chargés dans

un réseau optique 3D et sont ensuite relâchés pour être étudié après un temps de vol d’envi-
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Figure 4.8 – Observation de halos de diffusion produit par un condensat diffracté par un réseau

optique 3D. a : Schéma de principe de l’expérience. b : Reconstruction de la distribution en im-

pulsion du nuage d’atomes après temps de vol à l’aide d’un détecteur d’helium. Images tirées de

[4].

ron 300 ms comme présenté sur la figure 4.8 a. En plus d’une imagerie par absorption, le mon-

tage expérimental est équipé d’un détecteur d’ions ∗He ce qui permet la reconstruction à l’atome

unique de la distribution en impulsion du gaz lorsqu’il était dans le réseau. Cette technique de

mesure montre très clairement la présence d’halos de diffusion sphériques entre les pics de dif-

fraction du gaz comme présenté sur la figure 4.8 b, signature de collisions à deux corps en onde

s ayant lieu pendant le temps de vol des atomes. Les auteurs se concentrent sur l’étude des halos

présent entre l’ordre p = 0 et p = ±1 dans les trois directions d’impulsions px,y,z et proposent un

modèle pour estimer le nombre de collisions ayant lieu durant le temps le vol entre ces compo-

santes d’impulsion. Comme attendu pour une collision à deux corps, les auteurs ont vérifié que

le nombre de collisions entre deux pics de diffraction i et j d’un condensat diffracté par un réseau

optique est proportionnel aux populations d’atomes πi et πj dans les pics. En d’autres termes,

dans une image d’absorption prise après temps de vol reflétant la distribution en impulsion du

condensat dans le réseau, on s’attend à observer les halos de diffusion les plus peuplés entre les

pics de diffraction les plus peuplés. Nous avons retrouvé par une méthode perturbative un résultat

similaire (voir section 4.3.2.1).
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Récapitulatif

En conclusion des quatre expériences qui ont été présentées, nous déduisons pour notre

expérience que la plage d’énergie de collision (qu’on peut également exprimer en terme de

température de nuage et de vitesse relative) pour laquelle la section efficace de collision est

constante est

3 · 10−31 J . Ecoll . 3 · 10−27 J

0.2 µK . T . 200 µK

2 mms−1 . vrel . 200 mms−1

⇒ σ = 8πa2. (4.33)

De plus, pour des expériences de collisions réalisées dans un réseau optique, on s’attend,

sur une image prise après temps de vol, à trouver les halos de diffusion entre les pics de

diffraction n et n′ de population πn et πn′ les plus peuplés

Ncoll ∝ πnπn′ . (4.34)

Or, nous avons vu dans le chapitre 3 dédié au réseau qu’il y a une quantification de l’impulsion

pour des atomes chargés dans un réseau optique. Cela signifie que la vitesse relative des atomes

entrant en collision entre deux ordres de diffraction n et n′ est également quantifiée. La plus pe-

tite vitesse relative que l’on peut transmettre aux atomes est donc la vitesse caractéristique du

réseau vL = 8.6 mms−1 introduite au chapitre précédent. Nous verrons dans la prochaine partie

que la plus grande vitesse relative que nous pouvons fournir aux atomes avec le protocole que

nous avons développé est de 12vL = 103.2 mms−1. Nous pouvons donc conclure que la section ef-

ficace de collision est constante pour toutes les expériences de collision que nous allons présenter

dans la suite de ce chapitre 5.

Basé sur ces remarques, je vais présenter dans la prochaine partie de ce chapitre une approche

perturbative visant à déterminer quantitativement la fraction d’atomes étant entrée en collision

Ncoll/Ntot.

4.3.2 Modélisation théorique

Dans cette partie, je vais présenter le raisonnement qui a permis à Peter Schlageck de déterminer

l’ordre de grandeur de la fraction d’atomes dans les halos de collisions dans nos expériences.

5.
mv2

L
2kB

= 0.4 µK et m(12vL)2

2kB
= 56 µK
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4.3.2.1 Présentation du modèle

Nous considérons un condensat chargé dans un réseau optique unidimensionnel orienté selon

un axe x. On peut décrire les états accessibles aux atomes sur la base des fonctions d’ondes à un

corps décrivant le condensat en interaction ϕ0(r),ϕ1(r),ϕ2(r)... associées aux états d’énergie du

système. Sur cette base, on modélise le condensat par une fonction d’onde macroscopique |ΨN 〉 où

un ensemble de N atomes partagent la même fonction d’onde du niveau fondamental ϕ0(r)

|ΨN 〉 =
N∏
i=1

|ϕ0〉 avec ϕ0(r) = 〈r |ϕ0〉 = φ(r)
∞∑

l=−∞
cle

ilkLx, (4.35)

où les cl sont les composantes de Fourier de la fonction d’onde du réseau avec la condition de

normalisation

∞∑
l=−∞

|cl |2 =
∞∑

l=−∞
πl = 1, (4.36)

et les πl = |cl |2 sont les populations d’atomes normalisées dans chacune des composantes d’im-

pulsion du condensat. Nous verrons dans la partie 4.4 ainsi que dans le chapitre 5 comment il est

possible de façonner expérimentalement les coefficients cl de la fonction d’onde du réseau.

La fonction φ(r) est l’enveloppe de l’état fondamental que l’on peut modéliser par un profil de

Thomas-Fermi comme établi au chapitre 2

φ(r) =

 15
8πR3

1−
ω2
⊥
ω̄2

z2 + y2

R2 −
ω2
||

ω̄2
x2

R2




1/2

. (4.37)

Cette enveloppe de rayon de Thomas-Fermi 6 R est due au confinement harmonique, superposé

au réseau, de fréquence de piégeage longitudinale ω||, transverse ω⊥ et moyenne ω̄ = (ω2
⊥ω||)

1/3 (je

renvoie le lecteur au chapitre 2 de cette thèse pour plus de détails).

Aux fonctions d’ondes des états d’énergies sont associés un ensemble d’opérateurs de création â†i
et d’annihilation âi qui créent et détruisent un atome dans la fonction d’onde ϕi(r). Pour l’état du

condensat, l’action de ces opérateurs est

â0|ΨN 〉 =
√
N |ΨN−1〉, âi,0|ΨN 〉 = 0,

â†0|ΨN 〉 =
√
N + 1|ΨN+1〉, â†i,0|ΨN 〉 = |ΨN 〉|ϕi,0〉.

(4.38)

Pour prendre une image du condensat en champ lointain, après un temps de vol tTOF, il faut

éteindre le réseau et le confinement harmonique pour laisser entrer le condensat en chute libre.

6. R = (15Nā4a)1/5 où ā =
√
~/mω̄. On fait ici l’approximation (discutable) que l’enveloppe du condensat n’est pas

modifiée lors du chargement du réseau.
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Les nuages sur chaque site n’étant plus confinés, il s’étendent spatialement et interfèrent au cours

de leur chute. Si les interactions entre atomes étaient nulles durant le temps de vol, les atomes

ne seraient soumis qu’à leur énergie cinétique et la distribution en impulsion du condensat serait

simplement donnée par le module carré de la transformée de Fourier de la fonction d’onde in-situ

du condensat

n(p, tTOF) =N |ϕ̃0(p)|2. (4.39)

Cette hypothèse ne ferait donc apparaı̂tre que les pics de diffraction dans la distribution en im-

pulsion du condensat. Cependant, les interactions entre atomes durant la phase d’expansion du

condensat viennent modifier cette distribution en impulsion. Pour prendre cet effet d’interaction

en compte d’une manière plus formelle, on peut modéliser ce potentiel d’interaction par le po-

tentiel de contact introduit dans la partie précédente à l’équation (4.24)

V̂int =
1

2(2π~)3

∫
d3p3

1p
3
2p
′3
1 p
′
2

4π~2a
m

δ(p1 + p2 −p′1 −p′2)ψ̂†(p2)ψ̂†(p′2)ψ̂(p′1)ψ̂(p1). (4.40)

où les opérateurs ψ̂†(p) et ψ̂(p) sont les opérateurs de création et d’annihilation d’un atome dans

un mode d’impulsion p satisfaisant la relation de commutation
[
ψ̂(p), ψ̂†(p′)

]
= δ(p−p′). On peut

les exprimer en fonction des opérateurs de création et d’annihilation d’un atome dans les fonctions

d’onde associées aux états d’énergie

ψ̂(p) =
∑
i

〈p|ϕi〉âi =
∑
i

ϕ̃i(p)âi , (4.41)

ψ̂†(p) =
∑
i

〈ϕi |p〉â†i =
∑
i

ϕ̃∗i (p)â†i , (4.42)

où ϕ̃i(p) est la transformée de Fourier de la fonction d’onde ϕi(r). L’action de ces opérateurs sur

l’état macroscopique du condensat est alors

ψ̂(p)|ΨN 〉 =
∑
i

ϕ̃i(p)âi |ΨN 〉 = ϕ̃0(p)â0|ΨN 〉, (4.43)

ψ̂†(p)|Ψ N 〉 =
∑
i

ϕ̃∗i (p)â†i |ΨN 〉. (4.44)

La somme de l’équation (4.43) se résume à un unique terme : en effet, tous les atomes sont dans

la fonction d’onde de l’état fondamental ϕ0(r) et l’action des opérateurs annihilation âi,0 donnent

donc une valeur propre nulle (les autres états sont vides).

L’état d’évolution du condensat durant le temps de vol peut alors être obtenu en résolvant l’équation

de Schrödinger dépendante du temps
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i~
∂
∂t
|Ψ N
t 〉 = V̂int(t)|Ψ N

t 〉, (4.45)

où |Ψ N
t 〉 est la fonction d’onde du condensat perturbée par le potentiel d’interaction. L’idée du

traitement est de considérer que l’énergie fournie par les collisions est faible devant l’énergie

cinétique acquise par les atomes pendant leur chute et donc de traiter le potentiel d’interaction

comme une perturbation. Au premier ordre en a, on peut approximer l’état du condensat au temps

t par

|Ψ N
t 〉 ' |Ψ N

0 〉 −
i
~

∫ t′

0
dt′V̂int(t

′)|Ψ N
0 〉, (4.46)

avec |Ψ N
0 〉 la fonction d’onde du condensat en l’absence d’interactions durant la phase d’expansion

du temps de vol des atomes.

À partir de cette description du condensat après un temps de vol, il est possible d’évaluer la

densité d’atomes dans un mode d’impulsion donné. Nous allons en particulier nous intéresser à

l’expression de cette densité entre les pics de diffraction, là où se trouvent les halos de diffusion.

4.3.2.2 Distribution en impulsion entre les ordres de diffraction

Dans ce formalisme, on peut obtenir la distribution en impulsion n(p, t) en évaluant la quantité

〈Ψ N
t |ψ̂†(p)ψ̂(p)|Ψ N

t 〉, (4.47)

pour toutes les impulsions p à l’aide de la relation (4.43). Pour la suite du raisonnement, on peut

séparer les impulsions en deux catégories

— Les impulsions proche de p = l~kL, où on retrouve les pics de diffraction usuels obtenus sans

prendre en compte les interactions. Ces impulsions sont celles pour lesquelles la fonction

ϕ̃0(p) prend des valeurs non négligeables.

— Les impulsions loin de p = l~kL, où on s’attend à retrouver les halos de diffusion dû aux

collisions. À l’inverse, ces impulsions sont celles pour lesquelles la fonction ϕ̃0(p) ' 0, là

où les effets des interactions dominent.

Nous allons donc nous concentrer uniquement sur la deuxième catégorie d’impulsions pour re-

monter au nombre d’atomes peuplant les halos de diffusion. Pour ces impulsions, la contribution

du terme non perturbé |Ψ N
0 〉 est négligeable et la distribution en impulsion peut être obtenue par

l’approximation
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n(p, t) ' 〈Πt(p)|Πt(p)〉, (4.48)

où on a introduit 7

|Πt(p)〉 =
∫ t

0
dt′

[
ψ̂(p), V̂int(t

′)
]
|Ψ0〉. (4.49)

En évaluant l’équation (4.48), on obtient l’expression suivante pour la distribution en impulsion

loin des pics de diffraction [38]

n(p, t) '
∞∑

l,l′=−∞
|cl |2|cl′ |2n

(
p− l + l′

2
~kLex,

l − l′

2
~kLex, t

)
, (4.50)

avec (dans la limite t→∞)

n(p,p0) =
8N2a2

πp0R2

∫ ∞
0
dτ

sin
(
τR(p2−p2

0
~p0

)
p2 − p2

0

∫
d3ρϕ2(ρ − τex)ϕ

2(ρ+ τex), (4.51)

où

— l’impulsion relative entre deux pics de diffraction l et l′ est p0 = ~kLex(l − l′)/2,

— les normes des impulsions sont p = |p| et p0 = |p0|,
— la variable de temps adimensionnée est τ = tp/mR,

— la variable d’espace adimensionnée est ρ = r/R,

— l’enveloppe de Thomas-Fermi adimensionnée est ϕ(ρ) =
√
R3φ(r).

Cette expression correspond à une distribution non nulle proche de la sphère de rayon p0, l’im-

pulsion relative de collision de deux ordres. Finalement, le nombre d’atomes dans les halos de

diffusion entre deux pics de diffraction n et n′ peut être évalué

Ncoll = 2|cl |2|cl′ |2N avec N =
∫
n(p,p0)d3p, (4.52)

ce qui donne 8

7. L’apparition de ce commutateur est une astuce mathématique : on peut utiliser les règles de commutation des

opérateurs création et annihilation pour supprimer les termes négligeables. On a le droit de faire apparaı̂tre ce com-

mutateur car ψ̂(p)|Ψ0〉 ∝ ϕ̃(p)|Ψ0〉 avec ϕ(p) ' 0 pour les impulsions que l’on considère ici.
8. Notons que ce résultat redonne la prédiction, issue d’un modèle semi-classique perturbatif, du nombre d’atomes

dans les halos de diffusion de [4] : dans le cas d’un piège harmonique isotrope et en considérant uniquement

l’état fondamental du réseau, l’expression du nombre de collisions entre deux composantes d’impulsion est Ncoll =

απ0π1(Na/R)2 où N est le nombre d’atomes dans le condensat, a est la longueur de diffusion en onde s, R est le

rayon de Thomas-Fermi et α est un pré-facteur numérique. La valeur de ce pré-facteur déterminée dans [4] est de

α = 1080/189 alors que la valeur déterminée par le modèle quantique perturbatif de Peter Schlageck est de α = 25/4.

L’écart entre ces deux modèles est d’environ 10%.
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Ncoll =
25πlπl′σN2

16πR2

(
ω⊥
ω||

)2/3

, (4.53)

où σ est la section efficace de collision.

Dans notre cas, l’ordre de grandeur de la fraction d’atomes entrant en collision est alors le sui-

vant : pour une fréquence moyenne ω̄ = 2π × 50 Hz, un nombre d’atomes égal à 2 · 105 et une

collision entre deux pics de diffraction peuplé de manière égale et maximale πl = πl′ = 0.5, on

trouve une fraction d’environ 20% des atomes qui entrent en collision. Nous verrons dans la suite

de ce chapitre que nous observons des halos de collisions très peuplés et obtenons généralement

des fractions d’atomes impliquées dans les collisions de l’ordre de 30%, donc en désaccord ap-

parent avec l’estimation théorique. Pour une fraction aussi élevée que 30%, une approche non

perturbative peut être nécessaire pour obtenir un accord quantitatif. Cela contraste notamment

avec les résultats de [4] qui ont été bien décrits avec une prédiction similaire mais ces résultats

impliquaient généralement quelques pourcents des atomes du condensat dans les collisions entre

deux ordres. Cette différence de fraction d’atomes entre les résultats de l’Institut d’optique et les

nôtres s’explique entre autres par le fait que

— les travaux de [4] ont été effectués dans un réseau 3D alors que nous chargeons les atomes

dans un réseau 1D. Le nombre de composantes d’impulsions entre lesquelles des collisions

peuvent avoir lieu est donc inférieur dans notre cas et on s’attend donc à observer des halos

de diffusion plus denses,

— les travaux de [4] s’intéressent exclusivement à la distribution en impulsion de l’état fon-

damental tandis que nous optimisons la distribution en impulsion du nuage dans le réseau

afin d’augmenter les processus de collision dans un mode d’impulsion donné.

En outre, les échelles d’énergies d’interaction mise en jeu lors des collisions sont différentes : le

nombre d’atomes dans le condensat, la masse atomique et la longueur d’onde du réseau optique

ne sont pas les mêmes dans les deux cas.
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Récapitulatif

Pour résumer, les grandes lignes de ce modèle sont que les interactions entre atomes sont

modélisées par un potentiel de contact et considérées comme une perturbation faible de-

vant l’énergie cinétique acquise durant le temps de vol des atomes. L’état d’évolution du

condensat perturbé par ces interactions peut alors être approximé en utilisant l’état d’un

condensat idéal, c’est-à-dire un état sans interactions entre les atomes. La densité d’atomes

en impulsion est alors évalué entre les ordres de diffraction ce qui permet de remonter au

nombre d’atomes entrés en collision. La fraction d’atomes dans les halos est alors estimé à

20 %.

Nous avons à présent tous les éléments de compréhension nécessaires pour aborder le protocole

qui nous a permis de contrôler le centre de masse et le diamètre de halos de diffusion dans l’espace

des impulsions.

4.4 Un nouveau protocole pour contrôler les halos de diffusion

Après avoir rappelé les éléments de compréhension nécessaires aux collisions entre atomes ultra-

froids, je vais présenter un protocole permettant de contrôler les halos de diffusion en onde s

apparaissant entre les pics de diffraction d’un condensat relâché d’un réseau optique. Avec un

contrôle précis de la phase et de la profondeur du réseau, nous montrons qu’il est possible d’uti-

liser la dynamique du condensat avant son expansion de manière à augmenter les évènements de

collision entre deux composantes d’impulsions choisies préalablement. Ce protocole permet alors

de produire des halos de collision avec une impulsion moyenne et une impulsion relative choisie.

Nous verrons en revanche que ce protocole présente des limites pour contrôler simultanément les

impulsions moyenne et relative des atomes. Nous avons également retrouvé la quantification des

impulsions relatives des halos en analysant leur expansion au cours du temps de vol des atomes.

Enfin nous présenterons la méthode utilisée pour déterminer le nombre d’atomes dans les halos

de collision.

4.4.1 Protocole expérimental et optimisation des paramètres

Le protocole expérimental, présenté sur la figure 4.9, est le suivant : le réseau est chargé adia-

batiquement à une profondeur s de telle manière à ce que les atomes soient au fond des puits

de potentiel du réseau avec une vitesse nulle. À la fin de ce temps de chargement, la phase du

réseau, initialement nulle, passe subitement à une valeur ϕ0. Ce décalage de la phase a pour effet

de translater le réseau optique. Afin de faire la conversion entre le décalage de phase appliqué
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Figure 4.9 – Protocole utilisé pour contrôler les halos de diffusion. L’intensité lumineuse du

réseau est montée adiabatiquement de telle manière à ce que les atomes soient chargés au fond

des puits de potentiel avec une vitesse moyenne nulle. Le réseau est ensuite subitement translaté

d’une distance inférieure au pas du réseau d. a : le décalage du réseau est positif et inférieur à d/2.

Dans un vision classique, les atomes sont alors placés sur la pente des puits de potentiel. Après

un temps de maintien thold, les atomes ont acquis une impulsion négative. Changer le signe du

décalage change le signe de l’impulsion fournie aux atomes. b : le décalage est de d/2 et les atomes

sont alors placés au sommet des puits de potentiel. Ce décalage sépare les paquets d’atomes en

deux et, après un temps de maintien thold, une partie des atomes a acquis une impulsion positive

et l’autre partie une impulsion négative.
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au réseau et la distance de translation, on peut dire que pour un décalage de ϕ0 = 180°, le réseau

est translaté d’une distance d/2. Cette translation s’effectue en quelques nanosecondes, durée qui

est extrêmement courte devant le temps caractéristique d’évolution des atomes dans le réseau op-

tique qui lui est de l’ordre de la dizaine de microsecondes. Les atomes n’ont donc pas le temps de

suivre le réseau et se retrouvent alors, suivant la valeur du décalage que nous utilisons, soit sur

les pentes des puits de potentiel soit à leur sommet comme illustré sur la figure 4.9 a et b res-

pectivement. On leur fournit ainsi une énergie potentielle. Cela déclenche alors une dynamique

des atomes dans le réseau durant laquelle ils convertissent cette énergie potentielle en énergie

cinétique en se rapprochant du centre des puits. Au cours de cette dynamique, leur impulsion

augmente et elle atteint un maximum quand les atomes atteignent le fond des puits de potentiel.

Plus précisément, si les atomes ont été placés sur les pentes des puits, on augmente leur impulsion

moyenne alors que si les atomes ont été placés au sommet des puits, les nuages se séparent en deux

et on augmente alors l’impulsion relative des atomes. Lorsque les paquets atomiques atteignent

le fond des puits de potentiel, soit après un temps de maintien thold dans le réseau décalé, nous

éteignons les pièges pour laisser les atomes entrer en chute libre pendant un temps de vol tTOF

de typiquement une vingtaine de millisecondes. Après ce temps de vol, nous prenons une image

d’absorption du nuage pour mesurer sa distribution en impulsion. On précise également que l’on

peut changer le signe de l’impulsion fournie aux atomes en changeant le signe du décalage ϕ0.

Dans la partie précédente nous avons établi que les halos de diffusion en onde s apparaissent entre

les pics de diffraction les plus peuplés. Nous pouvons donc simuler l’évolution d’un condensat

sans interactions dans un réseau optique qui a été abruptement translaté pour obtenir les distri-

butions en impulsion au cours de la dynamique et utiliser ces distributions comme guide pour

nos expériences. Cette démarche est représentée sur la figure 4.10. En effet, pour savoir où le

halo le plus visible apparaı̂tra, il suffit de repérer dans la distribution d’impulsion où se trouvent

les deux pics les plus peuplés. Insistons sur le fait que cette démarche numérique est faite en

considérant un condensat idéal, et donc sans interactions, alors qu’elles sont expérimentalement

bien présentes. Nous reviendrons sur ce point dans la suite de ce chapitre.

Pour mener cette étude de manière systématique, nous définissons un paramètre de visibilité : le

halo de diffusion le plus visible apparaı̂tra entre les deux ordres de diffraction les plus peuplés,

nous définissons alors le paramètre de visibilité V comme la différence entre le deuxième et troisième

ordre de diffraction les plus peuplés de la distribution en impulsion. Ce paramètre caractérise à quel

point les deux ordres contribuant au halo de collision principal ressortent de la distribution en

impulsion. Pour se faire une intuition du comportement de ce paramètre, on peut raisonner de la

manière suivante : si la visibilité est maximisée, on maximise la différence de population entre le

second maximum et le troisième maximum de la distribution en impulsion. Cela a pour effet de

faire ressortir les deux pics les plus peuplés et d’amoindrir la population du reste de la distribu-
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Figure 4.10 – Génération des cartes de visibilité à partir de l’évolution de la distribution en im-

pulsion obtenue numériquement. Simulation de l’évolution des atomes chargés dans un réseau

optique à une profondeur de s = 10 et décalé de ϕ0 = 140° avant un temps de maintien thold.

a-b : Distributions aux temps de maintien thold = 10 µs et thold = 40 µs. La visibilité de chacune

des distributions est indiquée par un rectangle rouge. c : Collection de toutes les distributions

formant l’évolution du condensat pendant le temps de maintien. Les temps des insets a et b sont

indiqués par les pointillés rouges. d : Visibilité V sur l’espace des paramètres {s, thold}. Pour chaque

distribution à un temps de maintien donné, la visibilité est calculée et une évolution à une profon-

deur donnée donne alors une ligne de l’espace des paramètres. La droite horizontale en pointillé

rouge correspond à l’évolution présentée en c. Les points noirs correspondent aux distributions

présentées en a et b.

tion. La visibilité varie donc entre 0, cas de figure où le troisième ordre le plus peuplé est aussi

peuplé que le deuxième, et 0.5, cas de figure où uniquement les deux ordres de la distribution

contribuant au halo de collision sont peuplés.

Etudions le cas particulier où l’on souhaite trouver un protocole afin de produire des halos de

collision avec le plus petit diamètre possible, c’est-à-dire ~kL, avec n’importe quelle impulsion

moyenne. Pour cela, on calcule la visibilité dans l’espace des paramètres défini par le triplet de

degrés de liberté {ϕ0, s, thold}. On ajoute alors la condition que les deux ordres les plus peuplés

doivent être côte à côte afin que le halo ait un diamètre de ~kL (si on avait voulu chercher des

halos de diamètre 2~kL, la condition aurait été que les deux maxima soient séparés d’un ordre

de diffraction, pour 3~kL de deux ordres de diffraction etc). Si cette condition n’est pas satis-

faite, on fixe la visibilité à zéro. Pour pouvoir tracer des cartes de visibilité en deux dimensions,

il faut fixer un des degrés de liberté. Nous pouvons par exemple fixer la valeur du décalage à

ϕ0 = +140°. Cela correspond à une translation du réseau de 0.39d (voir l’équation 3.35). Comme
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Figure 4.11 – Visibilité V pour des halos de diffusion d’impulsion relative ~kL et d’impulsion

moyenne variable. La valeur du décalage est fixée à ϕ0 = 140°. Les points verts correspondent

aux jeux de paramètres maximisant la visibilité, les distributions en impulsion correspondantes

sont données à la deuxième ligne (les bandes vertes représentent la visibilité des distributions).

Les points rouges correspondent aux jeux de paramètres minimisant la visibilité, les distributions

en impulsion correspondantes sont données à la troisième ligne (les bandes rouges représentent

la visibilité des distributions).
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nous n’avons pas spécifié d’impulsion moyenne pcdm, c’est-à-dire le centre du masse du halo de

diffusion, nous devons idéalement effectuer cette recherche pour tous les centres de masse pos-

sibles pour une impulsion relative de ~kL, soit pcdm = ±0.5~kL, ±1.5~kL, ±2.5~kL etc. Le signe de la

phase ϕ0 que nous avons choisi étant positif, seuls les centres de masse d’impulsion négative se-

ront peuplés au début de la trajectoire et cela restreint notre recherche aux valeurs pour le centre

de masse pcdm = −0.5~kL, −1.5~kL, −2.5~kL etc. Calculer ces cartes de visibilité jusqu’à une im-

pulsion moyenne arbitrairement grande serait trop couteux en temps de calcul, nous devons donc

spécifier des limites pour les degrés de libertés qui sont libres d’évoluer et, une fois ces limites

définies, il suffit de calculer les espaces de paramètres pour tous les centres de masse où il y a au

moins une valeur de visibilité non nulle. On peut néanmoins déjà donner un ordre de grandeur

classique de l’impulsion moyenne maximale atteignable : lorsque les atomes sont placés sur les

pentes des puits de potentiels à profondeur maximale après un décalage ϕ0, ils acquièrent une

énergie potentielle qui est par la suite convertie en énergie cinétique

smaxEL

2

(
1 + cos

(ϕ0

2

))
=
p2

cdm−max
2m

. (4.54)

Comme pcdm−max = nmax~kL, avec nmax ne pouvant prendre dans ce cas que des valeurs demi-

entière, on peut dire que le multiple nmax de l’impulsion moyenne maximale est

nmax =

√
smax

2

(
1 + cos

(ϕ0

2

))
. (4.55)

Avec une profondeur maximale de smax = 50 et un décalage de ϕ0 = 140°, on trouve nmax ' 5.79,

soit un impulsion moyenne maximale de pcdm−max = 5.5~kL.

Déterminons à présent les limites des paramètres s et thold. Lorsque j’ai présenté la méthode de

calibration du réseau optique au chapitre 3, j’ai donné une borne supérieure de la profondeur de

notre réseau optique à environ s = 50. De plus, les atomes atteignent leurs impulsions maximales

lorsqu’ils arrivent au fond des puits de potentiel, c’est-à-dire après un quart de période d’oscil-

lation dans les puits T0/4. Nous pouvons alors prendre le temps T0/4 le plus long comme borne

supérieure du temps de maintien thold. Le temps T0/4 le plus long étant atteint pour les profon-

deurs les plus faibles, il nous faut fixer une borne inférieure pour la profondeur. Nous fixons

cette borne inférieure 9 à s = 1 (même s’il nous est possible d’aller à des profondeurs inférieures

expérimentalement). Ce temps T0/4 est d’environ 50 µs pour une profondeur de s = 1. Nous pou-

vons donc finalement dire que nous allons restreindre notre recherche aux bornes

9. Pour estimer le quart de période d’oscillation le plus long, il suffit donc de calculer la structure de bande pour

s = 1 et de calculer l’inverse de la moitié de la fréquence de transition entre la bande fondamentale et deuxième bande

excitée (c’est la fréquence majoritaire de l’oscillation des atomes dans le réseau optique, je renvoie au chapitre 3 de

cette thèse pour plus de détails).
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1 ≤ s ≤ 50, (4.56)

0 ≤ thold ≤ 50µs, (4.57)

0.5~kL ≤ pcdm ≤ 5.5~kL. (4.58)

Le résultat de cette analyse préliminaire est représenté sur la figure 4.11. Sur la première ligne de

cette figure, je trace la visibilité, lorsqu’elle satisfait la condition que le halo ait un diamètre de

1~kL sur l’espace des paramètres {s, thold} dans la limite des bornes que nous avons déterminées,

pour différentes impulsions moyennes. On peut observer que la répartition de la visibilité n’est pas

homogène mais s’agence en cluster autour de certains jeux de paramètres {s, thold}. On remarque

aussi que plus on cherche à peupler des impulsions moyennes pcdm élevées, plus la profondeur du

réseau doit être grande. Cela se comprend par le fait qu’il faut une énergie cinétique finale plus

élevée pour atteindre de grandes impulsions moyennes, et donc une énergie potentielle initiale

plus élevée, c’est-à-dire des valeurs de s plus élevées. Nous avons vérifié qu’avec ce protocole, pour

une profondeur limité à s = 50, il n’est pas possible de peupler des halos d’impulsions relatives

1~kL autour d’une impulsion moyenne supérieure à 5.5~kL et nous pouvons donc en conclure

qu’il est inutile de poursuivre la recherche de nouveaux jeux de paramètres pour des impulsions

moyennes supérieures.

Sur la deuxième ligne de cette figure, je représente les distributions en impulsion pour les jeux de

paramètres qui maximisent la visibilité à une impulsion moyenne données. On observe qu’effecti-

vement, ces distributions présentent deux pics d’impulsions significativement plus peuplés que le

reste de la distribution. Les jeux de paramètres qui génèrent ces distributions sont représentés par

les points verts sur les espaces des paramètres de la première ligne. Sur la troisième ligne de cette

figure, je représente les jeux de paramètres qui minimisent la visibilité. Il s’agit des points rouges

des graphiques de la première ligne. Une tendance se remarque : ces distributions en impulsion

sont plus homogènes. Pour ces jeux de paramètres, on s’attend donc à observer plusieurs halos de

collision faiblement peuplés et donc plus difficiles à détecter expérimentalement.

Il est possible de rassembler les résultats de cette étude préliminaire sur un seul espace des pa-

ramètres. Sur la figure 4.12, nous avons encodé la valeur de l’impulsion moyenne pcdm dans le

code couleur de la visibilité et superposé tous les espaces des paramètres de la figure 4.11. C’est

cette figure finale qui nous a guidé dans le choix de nos paramètres expérimentaux pour observer

les halos de collisions de diamètre 1~kL. Dans la prochaine partie, nous allons voir l’efficacité de

ces prédictions pour observer expérimentalement ces halos de collision.
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Figure 4.12 – Représentation compacte de l’étude en visibilité présentée sur la figure 4.11.

L’impulsion moyenne des nuages est encodée dans le code couleur.

4.4.2 Résultats expérimentaux

Nous allons maintenant présenter les résultats de ce protocole expérimental. Nous avons choisi

de démontrer notre aptitude à contrôler les halos de diffusion en changeant indépendamment soit

leur impulsion moyenne soit leur impulsion relative.

4.4.2.1 Contrôle en impulsion moyenne (centre de masse)

Dans une première série d’expériences, nous démontrons notre aptitude à contrôler l’impulsion

moyenne des halos de diffusion. Pour cela, nous allons tester expérimentalement les jeux de pa-

ramètres qui maximisent la visibilité en s’appuyant sur notre étude numérique dont les résultats

sont résumés sur la figure 4.12.

Les jeux de paramètres que nous avons utilisé pour tester notre protocole sont représentés par les

points noirs sur la figure 4.13 a. Sur les encadrés de la figure 4.13 a-g, je représente en rouge les

distributions en impulsion obtenues numériquement pour les paramètres expérimentaux utilisés.

Pour chacune de ces distributions, je représente la visibilité par un rectangle rouge. En bleu, je

représente les distribution en impulsions mesurées expérimentalement
{
πj

}
obtenues à partir des

images d’absorption présentées sur la droite.
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Figure 4.13 – Variation de l’impulsion moyenne de halos de collision de diamètre ~kL. a. Visi-

bilité simulée V des ordres de diffraction en fonction de la profondeur du réseau s et du temps

de maintien thold, pour un décalage soudain de la phase ϕ0 = 140°. L’impulsion moyenne du

halo de collision dominant attendu est encodée via le code couleur. Les points noirs indiquent

les paramètres testés expérimentalement et les barres d’erreurs verticales indiquent l’écart-type

de la calibration de la profondeur s. b-g Gauche : distributions de probabilité des ordres de dif-

fraction expérimentaux {πj} (bleu, décalé vers la droite), où les barres d’erreur noires montrent

l’écart-type, et des barres simulées pour les mêmes paramètres ϕ0, s, thold (rouge, décalé vers la

gauche). Les bandes horizontales ombrées en rouge représentent les visibilités pour les distribu-

tions théoriquement simulées, et s’étendent verticalement entre les probabilités des deuxième et

troisième ordres de diffraction les plus peuplés. A droite : images d’absorption expérimentales

(non moyennées) dont sont extraites les distributions en impulsion. Le halo de collision entre

les deux ordres les plus peuplés est clairement visible. Le code couleur des images d’absorption

indique l’impulsion moyenne du halo de diffusion, avec le même code couleur que celui de la

Fig. 4.13a. Les paramètres utilisés pour les données b-g sont {s, thold[µs]} = {1.01±0.02,40}, {6.35±
0.23,15}, {12.67 ± 0.26,14}, {18.67 ± 0.26,11.5}, {33.15 ± 0.51,8.5} et {43.50 ± 1.61,7.5}, respective-

ment. Les fidélités à l’état cible obtenu numériquement pour les données b-g sont dans l’ordre

0.99,0.97,0.98,0.90,0.84,0.98.
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On remarque un bon accord entre les distributions en impulsion expérimentales et numériques.

Pour quantifier cet accord entre expérience et théorie, on peut introduire le concept de fidelité F
qui mesure à quel point deux états sont similaires. On définit cette grandeur pour un état cible

ψcible et un état obtenu ψobt comme

F =

 ∞∑
i=−∞

√
πcible
i πobt

i

2

, (4.59)

où πcible
i et πobt

i sont les populations des distributions en impulsions des état cible et obtenu res-

pectivement. La fidélité est une quantité qui varie entre 0 (les deux états sont orthogonaux) et 1

(les deux états sont identiques). Pour chacune des distributions obtenues expérimentalement et

présentées sur la figure 4.13, la fidélité à la prédiction numérique est systématiquement supérieure

à F = 0.84.

Sur les images d’absorption, les halos de collisions sphériques dûs aux collisions entre les ordres

les plus peuplées séparés par ~kL sont clairement visibles et sont également la caractéristique

dominante après les ordres de diffraction. Pour chacune de ces mesures, la profondeur du réseau

optique a été précisément calibrée indépendamment par la méthode de calibration présentée dans

le chapitre 3 de la première partie de cette thèse. On notera que le signe de l’impulsion moyenne

peut être facilement modifiée en changeant le signe du décalage ϕ0 du réseau.

Récapitulatif

En résumé, pour déterminer un jeu de paramètres qui amplifie la visibilité d’un halo d’im-

pulsion moyenne et relative données, il faut

— Calculer la visibilité pour toutes les valeurs de {ϕ0, s, thold}.
— Conserver les jeux de paramètres qui satisfont les caractéristiques du halo que l’on

souhaite peupler.

— Trouver la valeur maximale de la visibilité sur l’ensemble des jeux de paramètres

que l’on a conservé.

Si l’état obtenu expérimentalement est en bon accord avec l’état obtenu numériquement

lors de la recherche de paramètres maximisant la visibilité (si la fidélité à cet état est

supérieure à un certain seuil), le halo désiré sera peuplé de manière significative.

En conclusion, nous pouvons affirmer qu’une étude en visibilité permet d’obtenir des protocoles

efficaces pour observer des halos de collision d’impulsion moyenne variable. Nous allons mainte-

nant présenter les résultats d’une étude similaire mais où nous essayons à l’inverse de faire varier
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l’impulsion relative des halos de collision.

4.4.2.2 Contrôle en impulsion relative

Dans cette deuxième série d’expériences, notre objectif est de contrôler spécifiquement l’impul-

sion relative des collisions. Pour cela, nous effectuons le même type de recherche en visibilité

que dans la partie précédente mais avec un décalage de ϕ0 = 180° : un argument classique qu’on

peut donner pour ce choix de décalage est que les nuages d’atomes seront alors placés au sommet

des puits de potentiel du réseau et se diviseront en deux paquets identiques de part et d’autre

des pentes du potentiel (voir figure 4.9). Après un temps de maintien qui permet aux nuages

d’atteindre le fond des puits de potentiel, les ordres d’impulsions de signe opposé doivent être

peuplés de manière égale, avec une impulsion de centre de masse nulle. Leur valeur typique aug-

mente avec la profondeur du réseau s.

Sur la figure 4.14, je trace les valeurs de la visibilité V sur une gamme de valeurs de profondeurs

du réseau s et de temps de maintien thold, pour ϕ0 = 180°. Ici, je n’impose plus de condition sur

la séparation entre les ordres les plus peuplés. On remarque que dans ce cas, les distributions

théoriques sont symétriques et les deux pics les plus élevés sont peuplés de manière égale. Le

diamètre du halo de collision attendu (avec une impulsion moyenne nulle) est indiqué par un

code couleur. Comme attendu, l’impulsion relative de collision augmente avec la profondeur du

réseau. La principale caractéristique de cette figure est que l’impulsion relative des ordres les plus

peuplés augmente par pas de 2×~kL au fur et à mesure que la profondeur du réseau augmente, et

cela pour des temps de maintien décroissants : les distributions ne pourront qu’être symétriques

pour ce déphasage, on gagne donc 2~kL à chaque fois que le halo de collision englobe les ordres

de diffraction suivants.

Sur les figures 4.14 b-g, je représente des images expérimentales des distributions en impulsion

obtenues après temps de vol pour les paramètres qui sont indiqués dans la figure 4.14. Des halos

de collision en forme de cercle de diamètres croissants, quantifiés en unités de 2×~kL, sont claire-

ment visibles. À gauche des images d’absorption, je représente les distributions en impulsion πj
extraites des images d’absorption et je les compare avec celles obtenues numériquement pour les

mêmes paramètres s et thold. Nous constatons à nouveau un très bon accord. En effet, les fidélités

obtenues sont systématiquement supérieures à F = 0,87. Une précision importante à ce stade :

les halos de collision pour des larges impulsions relatives deviennent très dilués aux longs temps

de vol, nécessaires à la reconstruction des distributions (quelques dizaines de millisecondes typi-

quement). Pour chaque image, nous avons donc adapté le temps de vol pour visualiser les halos

(généralement quelques millisecondes) suivant la densité d’atomes dans ces derniers.
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Figure 4.14 – Variation de l’impulsion relative de halos de collision d’impulsion moyenne

nulle. a : Visibilité simulée V des ordres de diffraction (voir texte) en fonction de la profondeur

du réseau s, et temps de maintien thold, pour un décalage de ϕ0 = 180°. L’impulsion moyenne

de la collision est nulle, et l’impulsion relative est encodée par le code couleur. Les points

noirs indiquent les paramètres testés expérimentalement, la barre d’erreur verticale indiquant

l’écart-type de la mesure indépendante de s. Les symboles pleins sont les jeux de paramètres

des données indiquées dans b-g, et tous les points, y compris les vides, se rapportent à la fi-

gure 4.15d. b-g Gauche : distributions en impulsion expérimentales {πj} (bleu) avec des barres

d’erreur d’un écart-type, et les distributions en impulsion obtenues numériquement pour les

mêmes paramètres ϕ0, s, thold (rouge). Les rectangles horizontaux en rouge représentent les vi-

sibilités pour les distributions numériques, et s’étendent entre les probabilités des deuxième et

troisième ordres de diffraction les plus peuplés. Droite : images d’absorption correspondantes

(non moyennées). Les halos de collision entre les deux ordres les plus peuplés sont clairement

visibles. Le code couleur des images d’absorption indique le diamètre du halo de diffusion, avec

le même code que celui de la figure 4.14a. Les paramètres utilisés pour les données b-g sont

{s, thold[µs]} = {1.99±0.03,37}, {8.26±0.09,26}, {13.18±0.33,16}, {23.17±0.45,10.2}, {35.61±0.61,9.8}
et {40.02 ± 0.69,8.0}, respectivement. Les fidélités à l’état cible obtenu numériquement pour les

données b-g sont dans l’ordre 0.98,0.99,0.87,0.98,0.97,0.98.
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Un point que nous avons également vérifié sur ces halos de collision est la quantification de leur

diamètre.

4.4.2.3 Quantification de la vitesse relative des atomes diffusés

Dans cette partie nous allons étudier le diamètre du halo de collision dominant dans l’espace des

impulsions : nous nous attendons à ce qu’il soit quantifié par pas de 2× ~kL et que des diamètres

plus importants peuvent être atteints pour des profondeurs plus importantes.

Pour chacune des valeurs des paramètres {s, thold} présenté sur la figure 4.14, nous enregistrons

une séquence d’images où nous faisons croitre le temps de vol des atomes. Sur chacune de ces

images, nous masquons les ordres de diffraction, comme représenté sur la figure 4.15 a, pour

nous concentrer uniquement sur le halo de diffusion le plus visible. En effectuant une intégration

radiale, nous obtenons la densité radiale des halos de collision dont un exemple est présenté sur la

figure 4.15 b. On voit que la densité d’atomes augmente avec le rayon, atteint un maximum puis

chute à une valeur constante : cette densité montre clairement le bord des halos de diffusion. On

interprète la valeur finale de la densité radiale comme le bruit de fond de l’image d’absorption. La

valeur maximale de la densité correspond à la caustique des halos de collision et donne donc accès

au rayon de ces derniers. Nous trouvons la valeur de ce rayon pour un temps de vol donné par

un ajustement avec une fonction sigmoı̈de de la densité radiale. Nous pouvons alors déduire la

vitesse d’expansion du halo de diffusion en ajustant la croissance linéaire du rayon avec le temps

de vol comme représenté sur la figure 4.15 c.

Cette procédure a été répétée pour plusieurs valeurs de s, en choisissant pour chaque profon-

deur un temps de maintien de telle manière à produire le halo de diffusion donnant le plus fort

signal expérimental. Les résultats sont présentés sur la figure 4.15 d. Nous constatons qu’en ef-

fet, la vitesse d’expansion des halos, mesurée uniquement à partir du halo et sans prendre en

considération les ordres de diffraction, montre des sauts importants entre des multiples entiers de

vL = ~kL/m, l’échelle de vitesse fixée par le réseau. Plus la profondeur du réseau augmente, plus

l’énergie de collision convertie à partir de l’énergie potentielle du réseau augmente, tout comme

la vitesse d’expansion du halo. En plus des données expérimentales nous représentons la vitesse

de collision attendue classiquement en pointillé rouge. Cette courbe
√
s correspond simplement à

la conversion de l’énergie potentielle en énergie cinétique

1
2
mv2 = sEL = s

1
2
mv2

L⇒
v
vL

=
√
s. (4.60)

On voit que les points expérimentaux sont systématiquement en dessous de cette limite classique.

Cependant, la meilleure interprétation de ces données expérimentales est obtenue en considérant
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Figure 4.15 – Quantification du rayon du halo de diffusion. a Image d’absorption (non

moyennée) typique à partir de laquelle le rayon du halo de collision principal est mesuré. Le

rectangle rouge indique le masque utilisé pour cacher les ordres de diffraction afin d’extraire les

caractéristiques du halo. b : À partir de l’image masquée, une moyenne angulaire est réalisée

(marqueurs bleus) et un ajustement sigmoı̈de (ligne rouge) à la distribution radiale résultante

nous permet d’extraire le rayon du halo de collision (ligne rouge en pointillés). c Cette procédure

est répétée pour plusieurs valeurs de TOF (marqueurs bleus). Un ajustement linéaire (ligne rouge

continue) donne la vitesse d’expansion du halo de diffusion. d Mesure des vitesses d’expansion en

fonction de la profondeur du réseau s (marqueurs bleus). Les paramètres {s, thold} correspondant

à ces points de données sont indiqués par les disques de la Fig. 4.14a. La quantification de la vi-

tesse d’expansion du halo de diffusion principal en termes de vL = ~kL/m est apparente. La ligne

bleue indique la vitesse d’expansion prévue pour le halo provenant des ordres de diffraction avec

la plus grande visibilité à la profondeur s (voir texte). La ligne en pointillé rouge est la vitesse

d’expansion en unité de vL des atomes attendue classiquement (voir texte).
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Figure 4.16 – Halo de collision d’impulsion relative 2 × ~kL et d’impulsion moyenne ~kL. a.

Visibilité V des ordres de diffraction avec la condition supplémentaire que les deux ordres les

plus peuplés soient d’impulsions 0×~kL et 2×~kL, en fonction de la profondeur du réseau s, et un

temps de maintien thold, pour un décalage deϕ0 = 100°. Le point noir indique les paramètres testés

expérimentalement, la barre d’erreur verticale indiquant l’écart-type de la mesure indépendante

de s. b Gauche : distribution en impulsion des ordres de diffraction expérimentaux {πj} (bleu),

avec des barres d’erreur d’un écart-type, et la distribution en impulsion simulée pour les mêmes

paramètres ϕ0, s, thold (rouge). Le rectangle rouge horizontal représente la visibilité de la distribu-

tion obtenue numériquement, et s’étend entre les probabilités des deuxièmes et troisièmes ordres

de diffraction les plus peuplés. Droite : image d’absorption (non moyennée) expérimentale cor-

respondante. Le halo de collision entre les deux ordres les plus peuplés est clairement visible. Les

paramètres utilisés pour les données b sont {s, thold [µs]} = {17.93 ± 0.27,65.25}. La fidélité à l’état

cible obtenu numériquement est de 0.99.

la visibilité : la courbe en bleu sur la figure 4.15 d correspond à la vitesse relative du halo maximi-

sant la visibilité en fonction de la profondeur. Nous constatons que les sauts de la vitesse d’expan-

sion des halos observés expérimentalement sont remarquablement en accord avec la prédiction en

termes de visibilité des ordres de diffraction. Cette courbe est donc une justification a posteriori

de notre étude des halos de collisions en terme de visibilité.

Maintenant que nous avons démontré notre aptitude à contrôler séparément les impulsions moyenne

et relative des halos de diffusion, il est naturel de chercher à les contrôler simultanément.

4.4.2.4 Contrôle mixte des impulsions moyenne et relative

Nous abordons dans cette partie les limites de notre protocole. En effet, trouver un jeu de pa-

ramètres pour lequel deux pics sont séparés de plus que ~kL avec une impulsion moyenne différente

de zéro et significativement peuplés est difficile. Ce cas de figure n’apparaı̂t que rarement dans la

dynamique des condensats et pour des temps de maintien longs (plus que le quart de période d’os-
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cillation T0/4). De plus, à temps de maintien long, l’état du condensat devient de plus en plus sen-

sible aux fluctuations expérimentales et par conséquent la fidélité à l’état prédit numériquement

diminue. De toutes nos recherches, le seul jeu de paramètres qui a fourni une image expérimentale

convaincante est celui représenté sur la figure 4.16. Sur l’image d’absorption de cette figure on dis-

tingue un halo de collision de diamètre 2~kL centré sur l’impulsion moyenne ~kL. On a donc une

distribution d’impulsion où l’impulsion moyenne et relative sont modifiées. La fidélité entre la

distribution obtenue expérimentalement et celle prédite numériquement est F = 0.99.

Pour un contrôle mixte des impulsions moyenne et relative efficace, un simple décalage de la

phase ne suffit plus et il faut se tourner vers des protocoles plus complexes pour contourner ce

problème. Nous aborderons ce problème dans le chapitre 5 de cette thèse dédié au contrôle opti-

mal. Dans ce chapitre nous reviendrons notamment sur l’influence de la durée du protocole sur

la fidélité à l’état obtenu.

Une caractéristique importante des halos de diffusion reste encore inconnue à ce stade : la frac-

tion d’atomes du condensat qui peuple ces halos et c’est à cette inconnue que nous allons nous

intéresser dans la prochaine partie.

4.4.2.5 Fraction d’atomes diffusés

Un point important de cette étude est la fraction des atomes diffusés au cours du temps de vol.

Dans cette section, je présente la méthode utilisée pour l’estimer expérimentalement. Nous ver-

rons que la fraction des atomes dans les halos de collision que nous mesurons est en général

plus importante que ce que prédit la théorie des perturbations de Peter Schlageck présentée

précédemment. Nous discuterons alors de la validité de ce modèle.

Pour mesurer la fraction d’atomes dans les halos de diffusion, nous commençons par identifier

le halo de diffusion sur l’image d’absorption de la même manière que ce qui est présenté sur la

figure 4.15. Une fois identifié, nous disposons d’un cercle sur l’image qui identifie le bord du

halo de diffusion. Ce cercle est découpé en un nombre N de parties égales comme présenté sur

la figure 4.17 a (dans ce cas de figure N = 20). Pour chaque part du cercle, le signal d’absorption

est intégré. Si l’intégration du signal d’absorption dépasse un certain seuil, la partie du cercle

n’est pas prise en compte pour la suite du traitement car cela signifie qu’elle contient un ordre

de diffraction. Ce seuil est manuellement ajusté pour chaque jeu de données de manière à filtrer

les parties du halo qui contiennent les ordres de diffraction. Cela permet d’obtenir un masque

pour lequel seule la partie de l’image d’absorption qui contient le halo de diffusion est prise en

compte comme représenté sur la figure 4.17 c. Pour être certain de ne compter que les atomes

diffusés et de ne pas prendre en compte les atomes dans l’ordre zéro de diffraction, un masque
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Figure 4.17 – Méthode expérimentale pour déterminer la fraction d’atomes dans les halos de

collisions. a : Le halo de diffusion est localisé par la méthode présenté sur la figure 4.15. Sa

position est représentée par le disque rouge. Ce disque est divisé en N parts afin d’identifier la

position des ordres de diffraction produisant le halo (voir texte). b : Les ordres de diffraction

sont localisés (pointillés bleus) et des régions rectangulaires sont définies autour de ces derniers

(pointillés noirs). c-d : Deux masques différents sont appliqués sur l’image d’absorption pour ne

prendre en compte que les régions d’intérêts identifiées en a pour le halo et b pour les ordres

de diffraction. En intégrant le signal d’absorption de l’image avec les deux masques différents,

on remonte au nombre d’atomes dans le halo et dans les ordres de diffraction respectivement, ce

qui permet de déduire la fraction d’atomes dans le halo de collision. e : La même procédure est

répétée pour 15 images différentes dont la fraction d’atomes dans le halo est extraite (croix bleues)

pour un temps d’évaporation de 6.3s. La moyenne de ces fractions d’atomes (trait rouge) est de

R = 32±3% (le rectangle rouge transparent correspond à l’écart type). f : similaire à e mais pour un

temps d’évaporation de 6s. La moyenne de ces fractions d’atomes (trait rouge) est de R = 26±3%.
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circulaire supplémentaire est ajouté entourant cet ordre de diffraction. Finalement, en intégrant

le signal d’absorption de l’image masquée, on peut remonter au nombre d’atomes dans le halo de

diffusion. Il reste alors à compter le nombre d’atomes dans les les ordres de diffraction. Pour cela,

un masque rectangulaire est appliqué autour de chaque ordre de diffraction et en intégrant le si-

gnal, on remonte alors au nombre d’atomes dans les ordres de diffraction. La fraction du nombre

d’atomes diffusés est donc le rapport du nombre d’atomes dans les halos sur la somme de ces deux

quantités.

Nous avons mesuré cette fraction d’atomes dans un cas limite où la visibilité est proche de V = 0.5.

Dans ce cas, on s’attend à maximiser les collisions et cela donne donc une borne supérieure à la

fraction du nombre d’atomes diffusés. Sur la figure 4.17 e et f, une moyenne statistique des frac-

tions dans 15 images d’absorption est effectuée pour deux valeurs de temps d’évaporation dipo-

laire différent (je renvoie le lecteur au chapitre 2 de cette thèse pour plus détails sur la séquence

expérimentale permettant de produire un condensat). Pour chaque temps d’évaporation, je me-

sure une fraction d’atomes diffusés autour de 30%. Cela nous assure que ce résultat est valide

pour une plage de temps d’évaporation : les fluctuations du nombre d’atomes thermique dans

le condensat en fin de séquence expérimentale ne viennent pas modifier cette fraction d’atomes

diffusés significativement.

On peut légitimement se demander comment les distributions en impulsion prédites numériquement

arrivent alors à donner des résultats en si bon accord avec les résultats expérimentaux si environ

un tiers des atomes peuplent les halos de collision. Nous allons voir dans la prochaine partie

que la normalisation des distributions expérimentales rend complètement négligeable cette perte

d’atomes due à la diffusion dans les halos.

4.5 Discussion

Afin de pouvoir comparer les distributions obtenues expérimentalement à celles prédites numériquement,

il est nécéssaire de les normaliser. Or, nous avons vu dans la partie précédente que la fraction

d’atomes diffusée peut aller jusqu’à 30% du nombre d’atomes total dans le condensat. Cependant,

la concordance entre les distributions simulées (qui n’incluent pas les interactions) et les distri-

butions mesurées expérimentalement (pour lesquelles des collisions se sont produites) est très

bonne : on observe des fidélités systématiquement supérieure à F = 0.8. Cela peut sembler sur-

prenant, car les atomes diffusés sont retirés des pics de diffraction lors des collisions. Cependant,

dans toute collision entre deux ordres de diffraction, un nombre égal d’atomes est retiré des pics

concernés. Deux exemples de distributions en impulsions sont données sur la figure 4.18. Pour

chacune des ces distributions, nous comparons les distributions normalisées obtenue d’une part
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Figure 4.18 – Impact des collisions sur les distributions renormalisées. En rouge, les distribu-

tions normalisées en supposant l’absence de perte d’atomes dues aux collisions et en bleu avec

pertes. La fraction d’atomes diffusées (et donc retirée des distributions) est de 30%. a : Distribu-

tion correspondant à une impulsion relative de 2~kL et d’impulsion moyenne nulle. b : Exemple

de distribution de visibilité nulle. Les pertes d’atomes par diffusion augmentent les populations

normalisées dans les ordres de diffractions les plus peuplés, ceux contribuant le plus aux collisions

(voir texte).

en supposant l’absence de collisions durant le temps de vol et d’autre part avec 30% d’atomes

dans les halos de collision (donc retiré de la distribution).

Pour comprendre comment nous avons obtenu ces figures, considérons une distribution d’impul-

sion en probabilité {pi} où chaque ordre de diffraction contient initialement un nombre d’atomes

Ni = piNtot. Dans notre modèle, le nombre d’atomes dans les halos de collision entre deux pics i

et j est Ncoll(i, j) =N pipj . Or, il y a des collisions entre toutes les paires d’ordres de diffraction, le

nombre d’atomes dans l’ordre i sera alors après les évènements de collisions donné par

N ′i =Ni −N pi
∑
j,i

pj , (4.61)

=Ni −N pi(1− pi), (4.62)

=Ntot

(
pi −

N
Ntot

pi(1− pi)
)
. (4.63)

On peut donc déduire le nombre d’atomes dans chaque ordre après que les collisions aient eu

lieu à partir d’une distribution {pi} et une fraction d’atomes diffusés N /Ntot. Dans la suite nous

prendrons une fraction de 30%. Cela donne donc une nouvelle distribution non-normalisée {πi}

πi = pi −
N
Ntot

pi(1− pi), (4.64)

à partir de laquelle on peut déduire la nouvelle distribution normalisée après les collisions
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p′i =
πi∑
i πi

. (4.65)

L’effet de la renormalisation est contre intuitif : les ordres qui contiennent initialement le plus

d’atomes se retrouvent amplifiés en terme de probabilité après renormalisation. Néanmoins, nous

voyons sur la figure 4.18 que même pour une fraction d’atomes diffusée de 30%, l’écart entre

les deux distributions reste faible (d’environ 5%). Cela signifie que la simulation de la fonction

d’onde à un corps est un guide étonnamment robuste pour l’étude des halos de collision.

Nous avons également vérifié que cette fraction mesurée expérimentalement plus élevée que la

prédiction théorique n’est pas due aux collisions qui se produisent dans le réseau pendant la dy-

namique d’évolution hors équilibre avant temps de vol. La figure 4.19 montre que les halos de

collision observés sont déterminés uniquement par la distribution en impulsion à la fin de la dy-

namique dans le réseau. Sur cette figure, les halos de collision sont représentés pour un déphasage

ϕ0 = 180° et une profondeur du réseau de s = 1.92± 0.07 pour différents temps de maintien thold.

Ces temps de maintien sont exprimés comme une fraction de la période T de l’oscillation des

atomes dans le réseau (ici T ' 140µs). Dans les deux premières images, on ne voit pas de halo

de collision entre les ordres ±1 × ~kL, et ce dernier n’apparaı̂t que pour thold = T /4, lorsque ces

ordres sont significativement peuplés. Au fur et à mesure de la dynamique, quand la population

dans les ordres ±1×~kL diminue à nouveau, le halo disparait. Or, si des collisions se produisaient

à l’intérieur du réseau, le halo de collision resterait visible pendant tous les temps de maintien

après sa première apparition. Cela démontre donc que les halos sont seulement déterminés par

la distribution d’impulsion au moment de l’extinction du réseau, et ne sont pas affectés par la

dynamique antérieure. On en conclut que les halos de collisions que nous observons résultent de

la dynamique collisionnelle pendant le temps de vol des atomes.

4.6 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons rappelé les éléments théoriques pour aborder les collisions entre des

nuages d’atomes ultra-froids. Nous avons vu que la collision de deux particules de basse énergie

peut être modélisée comme la diffusion d’une particule par un potentiel. Nous avons également

défini les grandeurs caractéristiques donnant la probabilité qu’un événement de collision se pro-

duise : l’amplitude de diffusion et la section efficace de collision. Ces quantités prennent une ex-

pression simple dans le cas d’un potentiel d’interaction à symétrie centrale : elles sont constantes

et ne s’expriment plus que par une seule quantité qui caractérise à elle seule toute la physique des

collisions ultra-froides, i.e. la longueur de diffusion a.
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thold = 0 thold T/8 thold T/4 thold 3T/8 thold T/2

Figure 4.19 – Démonstration de l’apparition des halos de collisions durant le temps de vol.

Images (non moyennées) d’ordres de diffraction pour des temps de maintien variables thold ex-

primés comme une fraction de la période de mouvement dipolaire T (ici T ' 140µs), pour un

décalage de ϕ0 = 180°, et une profondeur de réseau de s = 1.92 ± 0.07. Le halo de collision entre

les ordres ±1×~kL n’est observé que lorsque ces ordres sont peuplés au moment de l’extinction du

réseau, pour thold ' T /4.

Puis, nous avons résumé les résultats de quatre expériences importantes pour notre étude. Les

trois premières nous ont informées que la section efficace de collision est constante sur une plage

d’énergie qui correspond aux énergies impliquées dans notre travail. En dessous de la limite basse

de cette plage en énergie, les condensats sont superfluides et la section efficace de collision devient

alors nulle. Au delà de la limite haute, des effets d’interférences dûs au composantes supérieures

du moment cinétique rendent la section efficace anisotrope : on sort alors du régime de collision

en onde s et les ondes d dominent le processus de collision. La dernière expérience nous a appris

que pour des atomes diffractés par un réseau optique, le nombre de collisions entre deux compo-

santes d’impulsion est proportionnel aux populations d’atomes dans ces modes d’impulsion.

Ces expériences ont alors posé un cadre à partir duquel Peter Schalgeck, notre collaborateur de

l’université de Liège, a pu modéliser les processus de diffusion grâce à une méthode perturbative.

Il nous a notamment fourni une estimation de la fraction du nombre d’atomes diffusés de l’ordre

de 20%.

Nous avons ensuite présenté un protocole expérimental et démontré son aptitude à créer des

halos de collision à partir d’atomes ultra-froids diffractés par un réseau optique. Ce protocole

repose sur la dynamique du condensat dans un réseau optique qui a été translaté de manière

abrupte, ce qui permet d’adapter la distribution en impulsion dont les collisions émergent après

l’extinction du réseau. Nous avons montré que nous pouvons peupler sélectivement des ordres

de diffraction pour donner soit une grande impulsion moyenne soit une grande impulsion rela-

tive aux atomes diffusés. La recherche des paramètres expérimentaux a été guidée par une étude

numérique préalable de la dynamique d’un condensat idéal (sans interaction) dans le réseau et

via l’identification des deux ordres de diffraction les plus peuplés ayant les caractéristiques sou-

haitées. Cette étude a été faite de manière systématique à l’aide du paramètre de visibilité V .
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Nous avons également démontré que les énergies impliquées dans les collisions sont quantifiées

en termes de l’impulsion caractéristique du réseau et peuvent être ajustées sur une large gamme

de valeurs. Le protocole utilisé ici pour démontrer le contrôle des impulsions moyenne et relative

des halos de collisions de manière indépendante permet également un contrôle mixte des deux

mais de manière moins efficace.

Dans le prochain chapitre nous allons montrer comment nous pouvons résoudre ce problème à

l’aide de protocoles plus élaborés. Nous montrerons qu’il est possible de façonner la distribu-

tion en impulsion par une mise en forme optimale de la phase du réseau optique en fonction du

temps et de la profondeur du réseau. Nous verrons que cela fournit une technique assez simple

et générique à côté de méthodes d’optique atomique plus conventionnelles [127] afin de créer des

états désirés.

Publication relié à ce chapitre

— G. Chatelain, N. Dupont, M. Arnal, V. Brunaud, J. Billy, B. Peaudecerf, P. Schlagheck, and

D. Guéry-Odelin, ”Observation and control of quantized scattering halos”, New Journal of

Physics, vol. 22, no. 12, p. 123032, 2020.
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Study hard what interests you the most in the most undisciplined, irreverent and
original manner possible.

Richard Feynman (1918 – 1988) - Physicien

5.1 Introduction

”Etant donné un point matériel soumis uniquement à la gravité, quelle est la courbe reliant deux

points A et B d’un plan vertical qui présente le temps de parcours minimal ?”. Tel est le défi

proposé par Johanne Bernoulli aux mathématiciens de son époque en 1696. Ce célèbre problème

est connu sous le nom de la courbe du brachistochrone et marque pour certains la naissance de

la théorie du contrôle optimal [128]. Dès lors, ce domaine des mathématiques s’est développé

avec une percée considérable dans les années 1950 dans l’ancienne Union Soviétique avec les tra-

vaux de Lev Pontryagin [129] et aux Etats-Unis avec ceux de Richard Bellman [130]. La théorie

du contrôle optimal est une théorie mathématique extrêmement puissante qui permet d’opti-

miser les solutions d’un problème donné et qui a trouvé un large éventail d’applications. On

peut par exemple citer la mise en orbite de satellites [131, 132], les mouvements précisément

calibrés de robots [133] mais également l’optimisation des flux de données dans certains proto-

coles informatiques [134, 135]. Depuis quelques années, cette théorie a été adaptée pour contrôler

des systèmes quantiques [136, 137]. Il a par exemple été proposé de contrôler les qubits d’or-

dinateurs quantiques [138], d’augmenter la qualité d’images prises par imagerie par résonance

magnétique [139, 140, 141] ou encore de manipuler des réactions chimiques à l’aide de faisceaux

lasers [142, 143, 144, 145]. Le contrôle optimal nécessite de pouvoir manipuler précisément cer-

tains paramètres du système expérimental et c’est en ça que les atomes froids constituent une

plateforme idéale pour l’utilisation de cette théorie. Du point de vue des atomes froids et des

simulations quantiques, le contrôle optimal est intéressant car il permet d’atteindre un contrôle

encore meilleur sur les états quantiques. Dans le chapitre précédent, nous avons utilisé un saut

abrupt de la phase du réseau optique afin que la distribution en impulsion du condensat de Bose-

Eintein présente les bonnes caractéristiques pour pouvoir observer des halos de diffusion après

temps de vol. Cette étude soulève assez naturellement la question suivante : est-il possible d’opti-

miser l’évolution de la phase du réseau optique au cours du temps afin de produire une distribu-

tion en impulsion désirée ? La théorie du contrôle optimal est tout à fait adaptée pour répondre à

cette question et cela fait l’objet de ce chapitre.

Dans un première partie, nous allons brièvement présenter la théorie du contrôle optimal, en

particulier le principe du maximum de Pontryagin. Nous allons ensuite voir comment on peut
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Figure 5.1 – Exemple d’image obtenue par une ”imprimante à condensats de Bose-Einstein”.

Chaque colonne de points est une image d’absorption de la distribution d’impulsion du condensat

après contrôle optimal.

adapter cette théorie à notre système d’atomes froids et nous présenterons l’algorithme GRAPE

que Dominique Sugny, chercheur à l’université de Dijon avec qui nous collaborons, a utilisé pour

trouver des protocoles optimaux de manipulation de condensats de Bose-Einstein.

Dans une deuxième partie, nous présenterons les résultats expérimentaux que nous avons obte-

nus. Nous présenterons notre aptitude à contrôler non seulement les populations des différents

ordres de diffraction de la distribution en impulsion mais également leurs phases relatives. Un

exemple d’application amusant du contrôle des distributions en impulsion est présenté sur la fi-

gure 5.1 : le contrôle optimal nous permet d’écrire des lettres et des symboles avec des ondes

de matières cohérentes. Nous détaillerons le procédé pour produire ce genre d’images dans la

suite de ce chapitre. Outre son caractère divertissant, cette figure démontre le degré de contrôle

offert par le contrôle optimal. Nous verrons en particulier que cette technique ouvre la possibi-

lité de contrôler l’état quantique du condensat de Bose-Einstein dans le réseau optique, et nous

le démontrerons en préparant des états propres ainsi que des superpositions d’états propres du

réseau optique.

5.2 Introduction théorique

Dans cette partie nous présentons les outils mathématiques et numériques nous permettant de

déterminer les champs de contrôle optimaux pour façonner à volonté la distribution en impul-
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sion d’un condensat de Bose-Einstein.

5.2.1 Le contrôle optimal classique

La théorie du contrôle optimal est une théorie mathématique utilisée pour trouver les contrôles

optimaux d’un système afin qu’il effectue les trajectoires dites optimales, définies comme minimi-

sant une fonctionnelle donnée. Cette fonctionnelle peut par exemple être l’énergie ou le temps

nécessaire pour amener le système dans l’état final désiré. Elle peut présenter un certain nombre

de contraintes à respecter : en pratique, les contrôles peuvent être restreints à un intervalle de

valeurs possibles.

5.2.1.1 Le problème du contrôle optimal

Le contrôle optimal ne s’applique qu’aux systèmes dits contrôlés et de dimension finie, c’est-à-dire

dont l’évolution est régie par une équation différentielle de la forme [146]

dx(t)
dt

= f(x(t),u(t), t), avec la condition initiale x(0) = x0, (5.1)

reliant l’état du système x(t) à un temps t aux contrôles disponibles sur ce système u(t). Pour

un problème traitant d’un système classique, l’état du système est modélisé par un vecteur de

dimension n

x(t) =



x1(t)

x2(t)

. . .

xn−1(t)

xn(t)


, (5.2)

dont les composantes xi(t) ∈R sont des quantités réelles et contiennent toute l’information dispo-

nible sur l’état du système au cours du temps. Les contrôles sur le système sont représentés par

un vecteur dont les composantes sont également réelles et de dimension m, avec en général m , n

u(t) =



u1(t)

u2(t)

. . .

um−1(t)

um(t)


. (5.3)

Un système est dit contrôlable si pour un état initial du système x0 au temps t0, il existe des

contrôles u(t) tels que le système puisse atteindre un état cible xcible = x(tf ) au bout d’un temps



5.2. INTRODUCTION THÉORIQUE 167

tf . Pour formaliser les conditions optimales du contrôle qui permet d’atteindre l’état cible, il est

nécessaire de définir une fonction de coût J à minimiser. Il est également possible de vouloir

maximiser une quantité, et on parle dans ce cas de fonction de fidélité F . On peut alors définir le

problème de contrôle optimal de la manière suivante

Parmi tous les champs de contrôle u(t) qui réalisent le passage de l’état du système

x(t0)→ x(tf ) ' xcible, laquelle minimise la fonction de coût J ?

Il y a trois types de problèmes associés à cette question que l’on nomme les problèmes de

— Lagrange : Dans ce type de problème, on considère que le système est entièrement contrôlable.

L’état atteint par minimisation de la fonction de coût est alors exactement l’état cible. La

fonction de coût J est donnée par une intégrale sur le temps du transfert vers l’état cible et

dépend du chemin suivi

J =
∫ tf

ti

f0(x(t),u(t), t)dt. (5.4)

— Mayer : À l’inverse, dans ce type de problème on considère que le système n’est pas entièrement

contrôlable et on cherche alors à se rapprocher le plus possible de l’état cible. La fonction

de coût J est alors indépendante du chemin suivi et ne dépend que de l’état final du proto-

cole tf
J = φ(x(tf )). (5.5)

— Mayer-Lagrange : Il s’agit du cas de figure le plus courant où le problème est une combi-

naison des deux types de problèmes précédents

J = φ(x(tf )) +
∫ tf

ti

f0(x(t),u(t), t)dt. (5.6)

Les fonctions f0(x(t),u(t), t) et φ(x(tf )) déterminent la quantité physique J qui est minimisée

(l’énergie ou le temps du protocole que nous avions énoncé plus tôt par exemple). Il n’existe pas

de méthode universelle pour trouver la ”bonne” fonction J et il est de la responsabilité de l’utilisa-

teur de la théorie du contrôle optimal de la définir en fonction du système étudié. Dans notre cas,

on cherchera à façonner le plus précisément possible la distribution en impulsion du condensat en

modifiant la phase du réseau optique au cours du temps afin d’arriver à une distribution désirée.

La phase du réseau est contrôlée à l’aide de synthétiseurs de fréquences qui possèdent une bande

passante finie qui impose une certaine contrainte sur notre contrôle du système. On a alors affaire

à un problème de type Mayer : la fidélité ne fera intervenir que l’état final du système x(tf ) duquel

on essayera de s’approcher le plus possible. La durée du protocole tf est un paramètre qu’il est

nécessaire de fixer avant la procédure d’optimisation. Dans la suite de ce chapitre, on supposera
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que le champ de contrôle est dans la capacité d’atteindre l’état cible (ce n’est pas toujours le cas).

Dans la prochaine partie, nous allons énoncer le principe du maximum de Pontryagin sur lequel

est basé le contrôle optimal.

5.2.1.2 Le principe du maximum de Pontryagin

La théorie du contrôle optimal est fondé sur le principe du maximum de Pontryagin qui fut

énoncé pour la première fois en 1956 par Lev Pontryagin. Il permet de formaliser un problème

de contrôle sous forme hamiltonienne incluant des conditions aux limites ainsi qu’une condition

d’extrémalité. Pour parvenir à cette formulation, on cherche à minimiser la fonction de coût par la

méthode des multiplicateurs de Lagrange tout en satisfaisant les équation de la dynamique. Dans

le cas d’un problème de type Mayer, on arrive alors à une fonction de coût dite étendue de la forme

suivante

F = φ(x(tf )) +
∫ t1

t0

p ·
(
f(x(t),u(t), t)− dx

dt

)
dt, (5.7)

où le vecteur p est un multiplicateur de Lagrange de même dimension que le vecteur x. On nomme

ce vecteur le vecteur adjoint. Cette expression de la fonction de coût motive alors à définir un

hamiltonien, dit hamiltonien de Pontryagin Hp, de la manière suivante [146]

Hp = p · f(x,u, t). (5.8)

La minimisation de la fonction de coût J impose une condition finale pour le vecteur adjoint

donnée par

p(tf ) =
dφ(x(tf )

dx(tf )
. (5.9)

L’hamiltonien Hp n’est pas l’hamiltonien usuel de la mécanique classique mais une construc-

tion mathématique qui permet de résoudre le problème d’optimisation considéré. Le principe du

maximum de Pontryagin stipule que si le contrôle u(t) est optimal, alors la trajectoire extrémale

(x(t),p(t)) correspondante satisfait les équations d’Hamilton

dx(t)
dt

=
∂Hp
∂p

, (5.10)

dp(t)
dt

= −
∂Hp
∂x

, (5.11)

et que les contrôles optimaux uopt(t) maximisent l’hamiltonien à chaque instant. Plus formelle-

ment, on a
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Hp(xopt,popt,u) ≤Hp(xopt,popt,uopt)∀t, (5.12)

et, afin de trouver les contrôles optimaux uopt en l’absence de contraintes sur les champs de

contrôle, on peut résoudre

∂Hp
∂u

∣∣∣∣∣∣
u=uopt

= 0. (5.13)

Récapitulatif

Pour résumer, une condition nécessaire pour déterminer les contrôles optimaux uopt(t) et

la trajectoire optimale correspondante xopt(t) est donné par le système d’équations suivant

∂Hp
∂p

=
dx(t)
dt

= f(x(t),u(t), t), (5.14)

∂Hp
∂x

= −dp(t)
dt

, (5.15)

∂Hp
∂u

∣∣∣∣∣∣
u=uopt

= 0, (5.16)

avec les conditions aux limites

x(0) = x0 et p(tf ) =
dφ(x(tf )

dx(tf)
. (5.17)

Les solutions de ce système d’équations sont les contrôles optimaux et la trajectoire opti-

male du système qui minimisent la fonction de coût.

Le formalisme du principe du maximum de Pontryagin que nous venons de présenter traite de

systèmes classiques : les vecteurs d’états sont des vecteurs de composantes réelles. Or, pour un

système quantique, les vecteurs d’états ont des composantes complexes. Dans la prochaine partie,

nous allons voir comment il est possible d’adapter ce formalisme à des vecteurs complexes.

5.2.2 Application du contrôle optimal à un système d’atomes froids

Dans cette partie nous présentons l’adaptation du principe du maximum de Pontryagin pour un

système quantique et plus précisément un condensat de Bose-Einstein dans un réseau optique.

Pour rappel, nous avons vu au chapitre 3 que l’état quantique d’un nuage d’atomes dans un réseau

optique peut être modélisé par un vecteur de coefficients complexes |C〉 = (. . . , c(k)
−1 , c

(k)
0 , c

(k)
1 , . . . )

déterminé par résolution de l’équation centrale
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M(ϕ)|C〉 =
E
EL
|C〉, (5.18)

avec M(ϕ), la forme matricielle de l’hamiltonien du réseau optique. Dans notre cas, Le champ

de contrôle sur le système est la phase du réseau optique ϕ(t) 1. L’état initial du nuage atomique

est généralement l’état fondamental du réseau, c’est-à-dire l’état |n = 0, k = 0〉, que nous noterons

par la suite |C0〉. L’évolution temporelle de ce vecteur est donnée par une forme matricielle de

l’équation de Schrödinger dépendante du temps 2

i
∂
∂t
|C〉 =M(ϕ)|C〉. (5.19)

Nous allons voir comment, à partir de ce vecteur d’état et de l’équation d’évolution, nous pouvons

appliquer le principe du maximum de Pontryagin.

5.2.2.1 Principe du maximum de Pontryagin pour un système quantique

Pour adapter le principe du maximum de Pontryagin à ce vecteur complexe, définissons un vec-

teur X réel, tel que

X =

 Re(C)

Im(C)

 , (5.20)

où Re(C) désigne la partie réelle de |C〉 et Im(C) sa partie imaginaire. Avec cette nouvelle nota-

tion, l’équation d’évolution du vecteur d’état |C〉 (5.19) peut être ré-écrite comme

dX
dt

=

 Im(M) Re(M)

−Re(M) Im(M)

 ·X = f(X,ϕ, t), (5.21)

où, par identification, le membre de droite de l’équation (5.21) est la fonction f(x,u, t) définie

dans la partie précédente. L’équation (5.21) est donc l’équivalent de la première équation (5.14)

du système d’équations nécessaires pour appliquer le principe du maximum de Pontryagin. Afin

de déterminer les deux autres équations de ce système, nous définissons un vecteur adjoint P afin

d’obtenir l’hamiltonien de Pontryagin

Hp = PT × f(X,ϕ, t), (5.22)

où PT est le vecteur transposé de P et × désigne le produit matriciel. L’équation d’évolution du

vecteur adjoint est alors

1. Il est également possible d’utiliser l’amplitude du réseau optique comme champ de contrôle mais nous nous

sommes restreint à l’utilisation de la phase pour les travaux que nous présentons dans ce chapitre.
2. Dans laquelle nous avons pris ~ = 1.
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dP
dt

= −
∂Hp
∂X

= PT
 −Im(M) −Re(M)

Re(M) −Im(M)

 =

 Im(M) Re(M)

−Re(M) Im(M)

P, (5.23)

qui correspond à la deuxième équation (5.15) du système d’équations. De la même manière qu’à

X est associé un état |C〉, on peut par analogie associer à P un état |D〉, que l’on nommera l’état

adjoint, tel que

P =

 Re(D)

Im(D)

 , (5.24)

où Re(D) et Im(D) sont les parties réelle et imaginaire de |D〉 respectivement. L’équation d’évolution

du vecteur adjoint |D〉, à partir de l’équation (5.23), est donc la même que pour le vecteur d’état

du système |C〉

i
∂
∂t
|D〉 =M(ϕ)|D〉. (5.25)

Nous pouvons alors ré-exprimer l’hamiltonien de Pontryagin en termes des états quantiques |C〉
et |D〉

Hp = (Re(D) ,Im(D))

 Im(M) Re(M)

−Re(M) Im(M)


 Re(C)

Im(C)

 = Im(〈D |M |C〉) . (5.26)

Maintenant que nous avons cette expression de l’hamiltonien de Pontryagin, nous pouvons alors

chercher les contrôles optimaux uopt en résolvant

∂Hp
∂ϕ

∣∣∣∣∣∣
ϕopt

= Im

〈D | ∂M(ϕ)
∂ϕ

∣∣∣∣∣
ϕopt

|C〉
 = 0. (5.27)

Il s’agit de l’équivalent de la troisième équation (5.16) du système d’équations. Nous avons ainsi

ré-exprimé le système d’équations associés au principe du maximum de Pontryagin en termes

d’états quantique |C〉 et |D〉. Il ne manque que la condition finale sur P exprimée en fonction de

l’état adjoint |D〉. Nous la noterons |Dtf 〉 et elle s’écrit

|Dtf 〉 =
∂J

∂〈C(tf )|
. (5.28)
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Récapitulatif

Pour résumer, afin d’adapter le principe du maximum de Pontryagin à un système quan-

tique, nous avons défini deux nouveaux vecteurs d’état X et P, contenant les parties réelle

et imaginaire des états quantiques du système |C〉 et adjoint |D〉. Cela nous a alors permis

de ré-exprimer le système d’équations du principe du maximum de Pontryagin en fonction

de ces états. Le système d’équations à résoudre s’écrit

i
∂
∂t
|C〉 =M(ϕ)|C〉, (5.29)

i
∂
∂t
|D〉 =M(ϕ)|D〉, (5.30)

Im

〈D | ∂M(ϕ)
∂ϕ

∣∣∣∣∣
ϕopt

|C〉
 = 0, (5.31)

avec les conditions aux limites

|C0〉 = |n = 0, k = 0〉 et |Dtf 〉 =
∂J

∂〈C(tf )|
. (5.32)

Des exemples d’application de cette théorie présentés avec une grande pédagogie et dans le détail

peuvent être trouvé dans [146].

Trouver les solutions de ce problème peut être compliqué analytiquement et on peut alors se tour-

ner vers des solutions numériques. C’est ce que nous allons voir dans la prochaine partie où nous

appliquons la méthode du gradient pour trouver le champs de contrôle optimal et résoudre ce

problème.

5.2.3 Méthode numérique

La théorie du contrôle optimal existe principalement sous deux types d’approches : l’une que l’on

dénomme comme étant géométrique [139, 147, 140, 148] et l’autre comme étant numérique. La

première approche du problème désigne une approche analytique utilisable pour des systèmes de

petite taille. Ce type d’approche a l’avantage d’offrir une meilleure compréhension du système et

généralement une interprétation simple de l’effet du champ de contrôle sur le système.

L’approche numérique s’impose quant à elle lorsque les systèmes considérés deviennent de grande

taille ou que le nombre de degrés de liberté devient trop important. Cette approche a l’avantage

d’être applicable à des systèmes plus réalistes et plus communément répandus mais, en revanche,
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il devient souvent plus compliqué de donner une interprétation physique à la solution obtenue.

Dans la suite, nous allons utiliser cette deuxième approche pour façonner la distribution en im-

pulsion du nuage d’atomes dans le réseau optique. En effet, l’état du nuage est donné par un

vecteur |C〉 contenant les L coefficients de Fourier cl(k) de la fonction d’onde, L pouvant être arbi-

trairement grand. Afin de manipuler ce genre d’objet et de trouver un champ de contrôle optimal,

une approche numérique est plus appropriée qu’une approche géométrique.

Pour aborder un problème d’optimisation numériquement, on fait la distinction entre les algo-

rithmes d’ordre 0, utilisés dans les cas de figure où l’on ne connait aucune stratégie de contrôle

au préalable, et les algorithmes d’ordre 1, utilisés dans les cas de figure où un champ de contrôle

doit être fourni en entrée de l’algorithme. Comme algorithme d’ordre 0, on peut par exemple ci-

ter des méthodes d’algorithmes génétiques [149], par analogie avec la génétique et la théorie de

Darwin, qui vont converger de génération en génération vers des champs de contrôle capables de

résoudre le problème. On peut également citer l’apprentissage automatique basé sur des réseaux

de neurones [150]. Dans notre cas, nous cherchons à optimiser la distribution en impulsion d’un

condensat de Bose-Einstein et les travaux du chapitre précédent sur les halos de diffusion nous

fournissent une solution d’ordre 0 de stratégie de contrôle. Nous allons donc dans la suite nous

concentrer sur des algorithmes d’ordre 1.

Dans le cas du contrôle quantique, il existe principalement deux types de méthodes numériques

d’ordre 1 [151]. La différence entre ces méthodes est la manière de modifier les champs de contrôle

au cours de la convergence vers les contrôles optimaux : numériquement, le temps est discrétisé

en N pas de durée ∆t et les champs de contrôle u(t) sont, par conséquent, également discrétisés

en N morceaux constants. Ces N morceaux deviennent alors N paramètres u(tn) des champs de

contrôle qui seront optimisés. Il y a deux types de méthodes

— Les méthodes de type Krotov qui optimisent les u(tn) séquentiellement [152],

— Les méthodes de type gradient qui optimisent tous les u(tn) simultanément [141].

Nous avons collaboré avec Dominique Sugny, chercheur à l’université de Bourgogne, qui est

spécialiste des algorithmes de type gradient. Dans la suite, nous allons présenter le principe

général de la méthode du gradient, puis son adaptation à un système quantique. Nous présenterons

finalement l’algorithme que Dominique Sugny a conçu pour façonner la distribution en impulsion

des condensats.
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a

b

Figure 5.2 – Illustration de la méthode du gradient. Deux initialisations, même proches, ne

convergeront pas forcément sur le même maximum. Dans cet exemple, l’initialisation a converge

sur le maximum global, alors que l’initialisation b converge sur un maximum local.

5.2.3.1 Méthode du gradient

La méthode du gradient est utilisée pour trouver le maximum (ou minimum) d’une fonction

dépendant d’un ou de plusieurs paramètres. Pour le cas qui nous intéresse, nous cherchons les

champs de contrôle u(t) qui maximisent la ressemblance entre l’état préparé par contrôle optimal

et un état cible. On parlera alors dans la suite de ce chapitre de fidélité F à maximiser. L’algo-

rithme du gradient est le suivant

1. Les u(tn) ≡ un sont initialisés.

2. À chaque itération i, on applique

u
(i+1)
n = u(i)

n + ε
∂F
∂u

∣∣∣∣∣
u=un

. (5.33)

En calculant le gradient de la fidélité, on obtient une information sur la pente locale de cette

dernière. Pour trouver le maximum de la fidélité, on comprend que si la pente du gradient est

positive (respectivement négative), alors les paramètres un doivent augmenter (respectivement

diminuer). On vient alors ajouter aux contrôles un le gradient de la fidélité F à chaque étape.

On multiplie ensuite ce gradient par un paramètre ε < 0 qui module la taille du pas entre deux

itérations. C’est un paramètre qui peut être ajusté pour optimiser la convergence : si ε est trop

petit, la fidélité augmente à chaque itération mais en un temps possiblement long et, à l’inverse,

s’il est trop grand les paramètres un peuvent osciller autour d’un maximum ou même diverger.

Afin d’améliorer la convergence de l’algorithme, il est possible d’adapter ce paramètre au fur et à

mesure de la recherche du maximum. Cependant le maximum atteint n’est pas forcément le maxi-



5.2. INTRODUCTION THÉORIQUE 175

mum global : il peut s’agir d’un maximum local 3. Le maximum atteint par l’algorithme dépend

alors de l’initialisation des paramètres comme présenté sur la figure 5.2. Sur cette figure, on a

représenté une fidélité dépendante de deux contrôles. Deux conditions initiales, même proches,

ne convergent pas forcément vers le même maximum : l’une d’entre, la condition initiale a, va

converger vers le maximum global et l’autre, la condition initiale b, va converger vers un maxi-

mum local. Afin de palier à ce problème, il est possible de relancer l’optimisation avec un petit

déplacement aléatoire sur les contrôles initiaux u(0)
n . En répétant l’opération, l’algorithme peut

alors être initialisé avec une condition initiale qui converge sur un meilleur maximum. L’optimi-

sation est arrêtée lorsque

— la fidélité F atteint un maximum : le gradient devient inférieur à une faible valeur fixée

par l’utilisateur et les contrôles sont alors optimaux.

— L’algorithme n’a pas convergé : le nombre d’itérations a dépassé le seuil fixé par l’utilisa-

teur et l’optimisation est alors recommencée à partir d’une nouvelle condition initiale.

Jusqu’à présent nous avons présenté une méthode de l’algorithme du gradient dans le cas de

vecteurs d’états x(t) classiques, c’est-à-dire réels. Nous allons voir dans la prochaine partie com-

ment nous pouvons adapter la méthode du gradient à un vecteur d’états quantiques, c’est-à-dire

présentant des composantes complexes.

5.2.3.2 Application de l’algorithme GRAPE

Dans cette partie, nous présentons l’algorithme GRAPE (Gradient Ascent Pulse Engineering)

[153, 154] utilisé par Dominique Sugny pour optimiser la phase du réseau optique.

Le champ de contrôle sur le système est la phase du réseau optique ϕ(t). L’optimisation consiste

dans un premier temps à discrétiser temporellement la phase du réseau en N morceaux constants

ϕ(t)→ ϕn chacun correspondant au temps disctrétisé tn. Par conséquent, sur chaque pas de temps,

l’hamiltonien du système est statique. L’opérateur d’évolution sur un pas de temps est donc donné

par

Ûn = e−i∆tM(ϕn). (5.34)

Pour un ensemble de ϕn, on peut donc propager de proche en proche l’état initial du système |C0〉
jusqu’à l’état final du système |CN 〉 = ÛN . . . Û1|C0〉 en passant par tous les états intermédiaires

3. En théorie, le principe du maximum de Pontryagin donne les conditions définissant un maximum absolu mais la

solution correspondante est difficile à obtenir. On cherche ici une solution qui s’en approche à un seuil de fidélité fixé

par l’utilisateur.
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|Cn〉 correspondant à l’état du système aux différents instants tn. On souhaite alors optimiser la

phase du réseau optique par la méthode du gradient qui actualise les contrôles ϕn en calculant le

gradient de la fidélité par l’équation (5.33). De manière générale, on choisit pour la fidélité une

grandeur qui atteint 1 quand l’objectif en termes de population ou d’états quantiques est atteint.

Dans notre cas, la fidélité ne dépend que de l’état final du système : notre problème est de type

Mayer et on cherche à maximiser la ressemblance entre l’état final de la propagation avec un état

cible |Ccible〉 que nous souhaitons atteindre. Pour cela, nous définissons la fidélité comme

F = 1− 1
2

∑
l

(
|cl |2 −πcible

l

)2
. (5.35)

où les cl sont les composantes du vecteur final |CN 〉 et les πcible
l sont les populations de l’état

cible |Ccible〉 : si les deux états ont des populations exactement similaires (|cl |2 = πcible
l ), la fidélité

atteint sa valeur maximale F = 1 et, à l’inverse, elle est nulle si les populations sont complètement

différentes. Comme la fidélité ne dépend que de l’état final, son gradient par rapport au champ

de contrôle vérifie donc

∂F
∂ϕn

=
∂〈CN |
∂ϕn

∂F
∂〈CN |

+
∂F
∂|CN 〉

∂|CN 〉
∂ϕn

, (5.36)

= 2Re
(
∂〈CN |
∂ϕn

∂F
∂〈CN |

)
. (5.37)

On remarque alors que le deuxième terme de cette dernière équation correspond à la condition

finale de l’état adjoint (5.28) que nous avions énoncée précédemment

∂F
∂〈CN |

= |DN 〉. (5.38)

De plus, le premier terme de l’équation (5.37) peut se décomposer comme

∂〈CN |
∂ϕn

= 〈C0|Û†1 . . . Û
†
n−1

∂Û†n
∂ϕn

Û†n+1 . . . Û
†
N . (5.39)

On peut développer l’opérateur d’évolution au premier ordre Ûn ' I−i∆tM(ϕn), où I est la matrice

identité. On obtient alors l’approximation suivante

∂〈CN |
∂ϕn

' −〈C0|Û†1 . . . Û
†
n−1i∆t

∂M
∂ϕn

Û†n+1 . . . Û
†
N . (5.40)

En combinant les deux équations (5.38) et (5.40), on arrive finalement à l’expression suivante du

gradient de la fidélité

∂F
∂ϕn

' −2∆tIm
(
〈Cn−1|

∂M
∂ϕn
|Dn〉

)
= 2∆tIm

(
〈Dn|

∂M
∂ϕn
|Cn−1〉

)
. (5.41)
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t

u(t)

Figure 5.3 – Schéma de principe de l’algorithme GRAPE. La courbe en pointillé représente

le champ de contrôle à l’itération i. La courbe en trait plein représente le champ de contrôle à

l’itération i + 1. Les flèches rouges correspondent aux corrections ε ∂F∂un apportées au champ de

contrôle par l’algorithme du gradient.

On voit que le gradient de la fidélité fait intervenir l’état du système |Cn−1〉 à l’instant tn−1 et

l’état adjoint |Dn〉 à l’instant tn. On peut obtenir ces états via respectivement une propagation

vers l’avant de la condition initiale |C0〉 et une propagation vers l’arrière de la condition finale

|DN 〉. Cette dernière équation (5.41) ressemble beaucoup à la dérivée de l’hamiltonien de Pon-

tryagin (5.27) et nous fournit donc le terme d’optimisation de la phase du réseau optique pour la

méthode du gradient

ϕ
(i+1)
n → ϕ

(i)
n + ε

∂F
∂ϕn

, (5.42)

ou bien

ϕ
(i+1)
n → ϕ

(i)
n + ε

∂Hp(ϕn)

∂ϕn
, (5.43)

avec la définition discrète de l’hamiltonien de Pontryagin

Hp(ϕn) = Im(〈Dn|M(ϕn)|Cn+1〉) . (5.44)

La phase du réseau optique est alors optimisée comme présenté sur la figure 5.3.

Nous avons alors tous les éléments nécessaires pour optimiser la phase du réseau optique par l’al-

gorithme GRAPE. L’algorithme est le suivant

1. Initialisation des N morceaux discrétisés de la phase du réseau optique ϕn par une phase

constante (voir l’étude du chapitre 4 sur les halos de diffusion) à laquelle on peut éventuellement

ajouter une petite composante aléatoire, pour éviter de converger vers un maximum local

seulement.
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2. Propagation vers l’avant de l’état initial |C0〉 = |n = 0, k = 0〉, correspondant à l’état fonda-

mental du réseau, jusqu’à l’état final |CN 〉.

3. Propagation vers l’arrière de l’état adjoint |DN 〉 donné par (5.28).

4. Calcul du gradient de la fidélité via l’équation (5.41).

5. Actualisation du champ de contrôle via l’équation (5.43).

6. Répétition depuis l’étape 2 jusqu’à atteindre une condition d’arrêt :

— soit la fidélité atteint le seuil désiré.

— soit le nombre d’itérations dépasse le nombre d’itérations acceptable fixé par l’utilisa-

teur.

Cet algorithme fournit alors des protocoles de contrôle de la phase du réseau permettant d’at-

teindre une distribution en impulsion désirée comme nous allons le voir dans la prochaine partie.

5.3 Résultats expérimentaux

Dans cette partie nous présentons les résultats expérimentaux que nous avons obtenus en déterminant

et utilisant des protocoles de contrôle optimal pour la manipulation des populations et des phases

relatives des composantes d’impulsion d’un condensat après temps de vol. Nous verrons qu’avec

ce contrôle de la fonction d’onde, nous sommes également capables de préparer le nuage d’atomes

dans un état propre ou une superposition d’états propres du réseau.

5.3.1 Contrôle des populations de la distribution en impulsion

Dans un premier temps, nous démontrons notre capacité à contrôler exclusivement les popula-

tions des ordres de diffraction d’un condensat de Bose-Einstein après temps de vol. Afin de tester

progressivement la versatilité du contrôle optimal, nous avons effectué des expériences où nous

peuplons un nombre croissant de composantes d’impulsion.

5.3.1.1 Préparation de monômes d’impulsion

Dans une première série d’expériences, nous avons donc cherché à peupler uniquement lam-ième

composante d’impulsion |m~kL〉, état que l’on nomme un monôme. Les résultats de ces expériences

sont présentés sur la figure 5.4. Sur cette figure nous présentons les champs de contrôle opti-

misés par contrôle optimal ainsi que les images expérimentales correspondantes. Nous indiquons

également les fidélités expérimentales obtenues en calculant la fidélité
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Figure 5.4 – Préparation de monômes d’impulsion. a-d : À gauche, champs de contrôle utilisés

pour préparer les états d’impulsion unique de respectivement 0, 2, 4 et 10~kL. Le temps du champ

de contrôle est donné en multiple du temps caractéristique du réseau T0 ' 70 µs aux profondeurs

utilisées pour obtenir les densités optiques sa = 5.1±0.2, sb = 5.2±0.2, sc1 = 5.2±0.2, sc2 = 5.0±0.1

et sd = 5.1±0.2 (voir texte). Les champs a,b,c1 et d ont été obtenus par l’algorithme de contrôle op-

timal et le champ c2 correspond à une phase quadratique accélérant le réseau jusqu’à une vitesse

4h/md en une durée de 1.5T0. A droite, images expérimentales correspondantes obtenues après

temps de vol. Les fidélités données sont obtenues par comparaison avec l’état d’impulsion unique

idéal. La fidélité F est la fidélité expérimentale obtenue en moyennant sur dix distributions en

impulsions extraites des images expérimentales. Les incertitudes indiquées correspondent à un

écart type. La fidélité Fnum est la fidélité obtenue pour l’état final d’une propagation numérique

par le champ de contrôle ϕ(t) correspondant.
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F =

∑
l

√
π

exp
l πcible

l

2

, (5.45)

introduite au chapitre précédent où les πexp
l correspondent aux populations normalisées des

ordres de diffraction obtenues expérimentalement et les πcible
l correspondent aux populations de

l’état cible. Pour ces dernières, il s’agit des populations de l’état idéal : dans le cas du monôme

m, il s’agit d’une population normalisée de 1 dans le m-ième état d’impulsion. Afin de mesurer

les fidélités expérimentales, nous faisons la moyenne des fidélités obtenues sur dix réalisations

expérimentales du protocole. Les incertitudes associées correspondent à un écart-type de cette

moyenne. La faible incertitude sur la fidélité expérimentale démontre la robustesse et la répétabilité

du résultat expérimental obtenu par contrôle optimal. Nous comparons les fidélités expérimentales

aux fidélités numériques calculées à partir de l’état obtenu numériquement par l’algorithme de

contrôle optimal.

Nous remarquons que les deux fidélités, expérimentale et numérique, sont proches, indiquant que

l’état obtenu expérimentalement est effectivement proche de l’état obtenu numériquement. La

durée des protocoles est exprimée en multiple du temps caractéristique du réseau correspondant

à l’inverse de la fréquence de transition entre la bande fondamentale et la première bande excitée

pour une profondeur donnée s

T0(s) =
h

E
(1)
k=0(s)−E(0)

k=0(s)
. (5.46)

Pour s ' 5, on trouve T0 ' 70 µs. Nous utilisons typiquement une durée de protocole de 1.5T0 à

4T0. Pour rappel, il est nécessaire de fixer la durée du contrôle au préalable de la procédure d’op-

timisation. Nous reviendrons dans la suite sur ce point et sur le choix de la durée de contrôle.

Insistons sur le fait qu’un monôme d’impulsion est une distribution en impulsion contre-intuitive

pour un condensat dans un réseau : l’effet de la périodicité du réseau est en quelque sorte ef-

facée par le protocole de contrôle optimal. Les expériences de préparation de monômes ont été

effectuées dans un réseau de profondeur s = 5 et, à cette profondeur, la distribution en impul-

sion présente usuellement plusieurs ordres de diffraction. La présence d’une seule composante

d’impulsion dans la distribution résulte d’un effet non trivial qui s’apparente à la réalisation d’un

réseau blazé (aussi connu sous le nom de réseau en échelette) en optique ondulatoire 4.

Une deuxième remarque que nous pouvons faire sur ces résultats est que l’impulsion maximale

peuplée est bien supérieure à celle que nous pouvons obtenir par une évolution libre après un

4. Il s’agit d’un type de réseau de diffraction dont le profil est en dents de scie. En ajustant l’angle des dents de scie,

il est possible de maximiser la diffraction de la lumière dans un seul ordre de diffraction.
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saut abrupt de la phase dans un réseau à une profondeur de s = 5. En effet, dans le chapitre

précédent, nous avons donné l’ordre de grandeur de l’ordre d’impulsion maximal qu’il est possible

de peupler par évolution libre. L’impulsion associée à cet ordre s’écrit

p2
max = 2msEL ⇒ pmax =

√
s~kL ' 2.2~kL pour s = 5, (5.47)

alors que nous sommes capables de peupler jusqu’à la dixième composante d’impulsion en uti-

lisant un protocole de contrôle optimal. Un mouvement adéquat de la phase du réseau optique

permet donc de fournir une grande quantité d’énergie cinétique aux atomes.

Comme expliqué dans l’introduction théorique de ce chapitre, il est en général difficile d’in-

terpréter l’effet d’un protocole de contrôle optimal sur le système au cours du temps lorsque

l’on a recours à une approche numérique. Cependant, sur la figure 5.4, on remarque que plus

l’impulsion du monôme peuplé est grande, plus le champ de contrôle associé présente de grandes

variations de phase jusqu’à effectuer des sauts de 2π. Sur les champs de contrôle présentés sur

la figure 5.4 c1 et d, on remarque une évolution rappelant le protocole d’accélération du réseau

présenté sur la figure 3.16 au chapitre 3 de cette thèse. Pour rappel, accélérer le réseau revient

à adopter un profil quadratique de la phase au cours du temps. Nous avions vu que cela a pour

effet de translater l’état fondamental des atomes dans la structure de bande si le transport est

effectué de manière adiabatique. Au bout d’un temps de Bloch τB, l’état obtenu après chargement

du réseau voit son quasi-moment modifié d’une quantité 1~kL dans le référentiel du laboratoire.

À titre de comparaison, nous présentons sur la figure 5.4 c1 et c2 deux protocoles, le premier

préparant le monôme 4~kL par contrôle optimal et le deuxième étant une accélération du réseau

sur 4τB tel que 4τB = 1.5T0. On observe que ces deux champs de contrôle se ressemblent. L’in-

terprétation que nous pouvons alors avoir du champ de contrôle obtenu par contrôle optimal est

qu’il effectue dans un premier temps une accélération du réseau afin de translater la population

d’atomes autour de l’ordre d’impulsion m~kL en vue d’atteindre le m-ième monôme, puis effectue

une étape de correction afin de peupler uniquement l’ordre désiré. Il est intéressant de noter que

l’algorithme converge vers cette solution sans aucune autre indication qu’un décalage soudain de

la phase comme solution de départ.

Ce cas de figure offre donc également l’opportunité de comparer les performances offertes par le

contrôle optimal à des schémas de contrôle plus classiques et déjà utilisés dans la communauté

des atomes froids, en l’occurence une accélération adiabatique du réseau. Afin de peupler un seul

état d’impulsion avec une accélération du réseau, il faut nécessairement faire un compromis entre

deux paramètres : d’une part la fidélité à l’état cible et d’autre part le temps de protocole. En ef-

fet, afin de préparer l’état cible avec une bonne fidélité, il faut charger les atomes dans un réseau

de faible profondeur : les populations des ordres ±1 de l’état initial sont faibles et une fraction

proche de 100% de la population se trouve dans l’ordre zéro. On prépare un état proche d’un
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Monôme n 2 4 8 10

Fidélité F 0.94± 0.01 0.89± 0.01 0.76± 0.04 0.74± 0.05

Contrôle

optimal

s (±0.2) 5.2 5.2 5.1 5.1

tf (µs) 91.7 91.7 260 260

Accélération

du réseau

s 0.75 1.1 2.1 2.3

tf (µs) 1.7 · 103 1.7 · 103 1.2 · 103 1.4 · 103

Table 5.1 – Tableau de comparaison des temps de protocoles de contrôle optimal et

d’accélération du réseau pour préparer un monôme d’impulsion donnée |n~kL〉.

monôme dans la composante zéro de l’impulsion. Pour translater cet état en impulsion sans peu-

pler d’autres ordres de diffraction en fin de protocole, le profil de phase du réseau doit entrainer

une évolution adiabatique de la fonction d’onde. Le temps nécessaire pour satisfaire la condi-

tion d’adiabadicité est d’autant plus long que la profondeur du réseau est faible. Pour rappel, la

condition d’adiabadicité dans la limite des liaisons faibles établie au chapitre 3 est

τB�
2
s2νL

. (5.48)

Donc, plus la fidélité à l’état cible souhaitée est élevée, plus la profondeur du réseau doit être

faible et donc plus le temps de protocole est long. Pour le cas du monôme n = 4 de la figure 5.4 c2,

on peut montrer qu’afin d’avoir une fidélité supérieure à 90%, il est nécessaire d’utiliser un réseau

de profondeur s ' 0.7 menant à un temps de Bloch au moins supérieur à τB ' 425 µs. Pour amener

les atomes dans l’état d’impulsion |4~kL〉, il faut donc tf = 4 × 425 µs = 1.7 ms. Sur les images

expérimentales de la figure 5.4 c1 et 5.4 c2 nous comparons les résultats des deux protocoles,

de contrôle optimal et d’accélération du réseau, fournissant aux atomes une impulsion de 4~kL à

temps de protocole 1.5T0 = 105 µs fixé. Dans le cas de l’accélération du réseau, on voit que la popu-

lation de l’ordre trois de diffraction est non négligeable indiquant que le processus d’accélération

a été non adiabatique. Par conséquent, la fidélité à l’état cible obtenue est moins bonne que celle

obtenue par contrôle optimal, F = 0.49 contre F = 0.89. Afin d’avoir une comparaison plus large,

nous comparons dans le tableau 5.1 les temps des protocoles obtenus par contrôle optimal et d’une

accélération du réseau afin de peupler différents monômes d’impulsion avec la même fidélité. On

voit que pour préparer le n-ième monôme d’impulsion avec la même fidélité qu’un protocole opti-

mal, l’accélération du réseau nécessite un temps environ dix fois plus long. Cela se traduit par une

distance parcourue par les atomes dans le piège harmonique beaucoup plus grande qui peut être

délétère pour le nuage d’atomes. En effet, étant donné que la distance parcourue par les atomes

sur un temps de Bloch est ∆x = hτB/2md, on trouve que pour atteindre le quatrième monôme avec

un temps d’accélération de tf = 1.7 ms, les atomes parcourent environ ∆x = 7 µm dans la super-

position du réseau et du piège harmonique. Or, pour produire un condensat, nous utilisons un

piège dipolaire croisé en configuration de dimple avec une fréquence de piégeage de ω/2π = 50 Hz
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(je renvoie le lecteur au chapitre 2 pour plus de détails). On peut comparer la distance de par-

cours des atomes au mode de l’oscillateur harmonique aoh =
√
~/mω du piège dipolaire en fin de

séquence expérimentale. Dans ce cas, le mode de l’oscillateur harmonique est de aoh ' 10 µm. Les

effets d’anharmonicité du piège harmonique se font donc ressentir sur le nuage d’atomes. Afin

d’obtenir le résultat de la figure 5.4 c2, nous avons dû décomprimer le piège harmonique, passant

d’un confinement extérieur de 50 Hz à 4Hz. Dans ce cas, le mode d’oscillateur harmonique du

piège harmonique est de aoh ' 40 µm. Les effets de bord du confinement se font alors moins res-

sentir dans cette géométrie de piège.

Le contrôle optimal propose donc une solution plus efficace et plus rapide que des processus adia-

batiques pour préparer des monômes d’impulsion, qui de plus ne nécessite pas de se préoccuper

du confinement extérieur. Au total, nous avons obtenu tous les monômes entre les ordres (−10, . . . ,10)

avec des fidélités supérieures à 70%. D’autres monômes que ceux présentés sur la figure 5.4 sont

présentés en annexe D.

Dans la prochaine partie, nous revisitons la préparation des distributions en impulsion que nous

avions cherchées à obtenir par un décalage abrupt de la phase dans le chapitre précédent.

5.3.1.2 Préparation de binômes d’impulsion

Après avoir préparé des monômes d’impulsion, nous avons cherché à préparer des superposi-

tions équiprobables de deux composantes d’impulsions, états que nous nommons des binômes.

Dans cette partie, nous présentons plusieurs exemples de binômes que nous avons obtenu par

un protocole optimal. Nous comparons ces résultats avec ceux que nous avons présentés dans le

chapitre 4 sur l’observation des halos de collision.

Dans les expériences que nous présentons dans la suite, nous avons fixé la profondeur du réseau

à s ' 5. Afin de démontrer que le contrôle optimal permet d’aller au delà des résultats obtenus

dans le chapitre précédent, nous avons dans un premier temps préparé un binôme dont l’impul-

sion moyenne est de −2.5~kL et dont l’impulsion relative est de 1~kL comme représenté sur la

figure 5.5 a. Sur cette figure, on observe un halo de diffusion entre les deux ordres peuplés. On

observe également qu’il n’y a pratiquement aucun atome dans les autres ordres de diffraction.

Dans ce cas, la visibilité du halo de collision obtenue par contrôle optimal est proche de la vi-

sibilité maximale Vopt ∼ 0.5. Ceci est à contraster avec les résultats présentés sur la figure 4.13

du chapitre précédent où nous pouvions observer une population non négligeable dans les autres

ordres de diffraction. À titre de comparaison, la visibilité théorique maximale atteignable par un

décalage de la phase du réseau pour obtenir ce halo de collision est de Vlibre ∼ 0.3. On notera

également qu’avec un décalage de la phase du réseau, cette visibilité maximale requiert un réseau
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Figure 5.5 – Préparation de binômes d’impulsion. a-c : superposition équiprobable des états

d’impulsions (−3,−2)~kL, (−4,4)~kL, (−3,2)~kL respectivement. Gauche : Champs de contrôle op-

timal ϕ(t). Le temps est donné en multiple du temps caractéristique du réseau T0 ' 70µs aux

profondeurs utilisées pour obtenir les densités optiques sa = 4.6±0.2, sb = 5.0±0.1 et sc = 4.6±0.2

(voir texte). Droite : Images expérimentales correspondantes des ordres de diffraction obtenues

après application du champ de contrôle. La fidélité F est la fidélité expérimentale obtenue avec

une moyenne de dix distributions en impulsion obtenues à partir des images expérimentales. Les

erreurs indiquées correspondent à un écart type. La fidélité Fnum est la fidélité obtenue avec l’état

final d’une propagation numérique avec le champ de contrôle ϕ(t) correspondant.

d’une profondeur s = 11.25 et un temps de protocole de tf = 12.7 µs. Cette première comparaison

montre que le contrôle optimal permet, à profondeur fixée, d’accéder à des impulsions moyennes

plus élevées et d’observer des halos de diffusion de meilleure visibilité que celle obtenue par une

évolution libre dans un réseau translaté.

Sur la figure 5.5 b, nous préparons un binôme dont l’impulsion moyenne est nulle mais dont

l’impulsion relative est de 8~kL. De même que précédemment, la population des autres ordres

de diffraction que ceux peuplés pour former le binôme est négligeable. La visibilité du halo de

collision est donc proche de Vopt ∼ 0.5. La visibilité théorique maximale atteignable pour un tel

halo de diffusion par un décalage de phase du réseau est Vlibre ∼ 0.23 pour un réseau de profon-

deur s = 24.25 et un temps de maintien tf = 58.8 µs. On arrive donc à la conclusion suivante :

à profondeur fixée, l’impulsion moyenne obtenue par contrôle optimal est plus élevée que celle

obtenue par un décalage du réseau optique. La visibilité du halo de collision est également plus

élevée, proche de la visibilité maximale.

Le contrôle optimal nous a également permis de préparer une distribution en impulsion dont les

impulsions moyenne et relative sont différentes de 0 et 1~kL respectivement. Une telle distribu-
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tion est présentée sur la figure 5.5 c. Nous démontrons ainsi qu’obtenir ce type de distribution

en impulsion est facilité par l’utilisation du contrôle optimal : nous l’avons obtenu dès le pre-

mier essai. À titre de comparaison, pour la distribution en impulsion que nous avions présenté

sur la figure 4.16 à la fin du chapitre précédent, de nombreuses tentatives ont été nécessaires : les

fluctuations expérimentales ont un gros impact sur la distribution obtenue à cause de la fenêtre

étroite des paramètres permettant d’observer la distribution désirée par un déphasage du réseau.

Dans ce cas également, la visibilité obtenue par contrôle optimal est proche de Vopt ∼ 0.5 alors que

la visibilité théorique de la distribution obtenue par un déphasage du réseau est de Vlibre ∼ 0.3.

Plus de résultats sur les binômes sont donnés en annexe E : les 21 combinaisons possibles de deux

composantes d’impulsion peuplées entre les ordres (−3, . . . ,3)~kL y sont présentés.

Ainsi, en comparaison de la méthode utilisant un saut de phase, le contrôle optimal offre une plus

grande liberté et une meilleure précision sur le contrôle de la distribution en impulsion du nuage

d’atomes : nous avons obtenu de meilleurs résultats en ajustant uniquement la phase du réseau

optique au cours du temps, tout en gardant la profondeur et le temps de protocole fixés.

Dans la prochaine partie, nous allons voir qu’un protocole de contrôle optimal est une opération

réversible sur le nuage d’atomes.

5.3.1.3 Réversibilité d’un protocole de contrôle optimal

Un protocole de contrôle optimal revient à appliquer un opérateur d’évolution de la forme

Û (tN ) = ÛN . . . Û1 =
n=1∏
n=N

e−iM(ϕn)∆t , (5.49)

sur le nuage d’atomes. Or, il s’agit d’un opérateur unitaire respectant théoriquement la relation

Û†Û = ÛÛ† = I, où I est la matrice identité. Nous avons vérifié expérimentalement cette pro-

priété. Pour cela, nous avons choisi de préparer un binôme d’impulsion des ordres de diffraction

±1. Une fois ce binôme préparé, nous appliquons le même protocole mais renversé temporelle-

ment comme présenté sur la figure 5.6 a. La durée de ce protocole est de tf = 90 µs. Afin de

mettre en évidence la réversibilité de ce protocole, nous avons mesuré l’état du condensat aux

temps t = 0, t = tf et t = 2tf . On s’attend à observer respectivement l’état fondamental du réseau

à t = 0, une superposition équiprobable des composantes d’impulsion | ± 1~kL〉 à t = tf et, si le

processus est effectivement réversible, à nouveau l’état fondamental du réseau à t = 2tf . Nous

présentons les résultats de ces mesures sur les figures 5.6 b-d. Nous voyons effectivement que

nous retrouvons l’état fondamental du réseau après l’application du protocole et du même pro-

tocole renversé dans le temps. Afin de quantifier cette réversibilité, nous avons mesuré la fidélité
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Figure 5.6 – Exemple de la réversiblité des champs de contrôle. a : succession temporelle

d’un champ de contrôle produisant une superposition équiprobable des composantes d’impul-

sion +1~kL et −1~kL et son inverse temporel mis bout à bout. b : Image expérimentale de l’état

fondamental du réseau à une profondeur de s = 5.99. c : Image expérimentale après le proto-

cole de préparation de la superposition équiprobable des deux composantes ±1~kL. d : Image

expérimentale après le protocole et son inverse temporel. En ”défaisant” le protocole, on retrouve

bien l’état initial, dans ce cas l’état fondamental du réseau, avec une fidélité de F = 0.98.

de l’état obtenu F = 0.98. Il est possible d’aller encore plus loin en effectuant une re-descente

adiabatique de la profondeur du réseau après l’application du protocole et de son renversement

temporel : nous avons alors retrouvé un condensant de Bose-Einstein sans excitations (chauffage

ou perte d’atomes).

Un point important que nous n’avons abordé que très succinctement jusqu’à présent est le temps

de contrôle du protocole qu’il est nécessaire de fournir en entrée de l’algorithme d’optimisation.

Dans la prochaine section, nous allons voir comment nous avons choisi ce paramètre et son in-

fluence sur la fidélité des états obtenus.

5.3.1.4 Influence du temps de contrôle

Comme nous l’avons vu dans l’introduction théorique de ce chapitre, l’algorithme GRAPE que

nous utilisons n’impose pas de contrainte sur la durée du champ de contrôle. C’est un paramètre

fixé et il est de la responsabilité de l’utilisateur de le fournir. Dans cette partie, nous présentons

une étude de l’impact de la durée du protocole sur les fidélités obtenues expérimentalement.

Pour cela, nous avons préparé une superposition équiprobable des états d’impulsion | ± 1~kL〉.
Nous avons alors effectué plusieurs recherches de champs de contrôle pour différents temps de
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Figure 5.7 – Influence du temps de protocole sur la fidélité à l’état cible. Fidélité expérimentale

moyenne (sur dix mesures) à l’état cible ψcible = (|+ 1~kL〉 + | −1~kL〉)/
√

2 en fonction du temps de

protocole pour les profondeurs s = 5.5 (bleu) et s = 2.6 (orange). Les barres d’erreur correspondent

à un écart-type. Pour s = 5.5, le temps caractéristique est de T0 ' 70 µs et pour s = 2.6 il est de

T0 ' 140 µs.

protocole allant de t = 0.5T0 jusqu’à t = 8T0. Les résultats de notre étude sur la durée du champ de

contrôle sont présentés sur la figure 5.7. Qualitativement, on observe que le choix de la durée du

champ de contrôle résulte d’un compromis. D’une part, il faut que le temps de contrôle soit suffi-

samment long pour que l’algorithme puisse converger sur une solution avec une fidélité satisfai-

sante. Pour rappel, T0 est le temps caractéristique d’évolution des atomes dans les sites du réseau

optique. Pour des temps de protocole très petit devant T0, les atomes n’ont donc pas le temps de

suivre le réseau. D’autre part il ne faut pas que la durée du contrôle soit trop longue pour que le

résultat soit le moins sensible possible aux fluctuations et imperfections expérimentales (dérive

de la profondeur, bruit des lasers etc). Nous remarquons une tendance sur la figure 5.7 : la fidélité

à l’état cible est maximale pour une durée de champ contrôle proche de ∆t = 1.5T0.

C’est la raison pour laquelle nous avons opté pour cette durée de protocole pour obtenir les

résultats présentés sur les figures 5.4, 5.5 et 5.6. L’exception est le cas du monôme 10 de la fi-

gure 5.4 c2. Nous avons remarqué que l’algorithme convergeait vers des solutions présentant une

meilleure fidélité si nous allongions la durée du protocole à t = 4T0 : on comprend intuitivement

que l’état cible est plus difficile à atteindre et que le champ de contrôle a besoin de plus de temps
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Figure 5.8 – Bande passante du dispositif expérimental. a : Bande passante du dispositif

expérimental. b : Champ de contrôle produisant le monôme m = 10. c : Densité spectrale du

champ de contrôle présenté en b.

pour le préparer.

5.3.1.5 Limite en fréquence des champs de contrôle

Dans cette partie, nous vérifions que la bande passante de notre dispositif expérimental est suffi-

sante pour les fréquences impliquées dans les champs de contrôle optimal ne soient pas tronquées.

Sur la figure 5.8, nous comparons la bande passante de notre système expérimental, et les fréquences

maximales mises en jeux dans un exemple de protocole de contrôle optimal produisant un monôme

extrême (en l’occurence le monôme m = 10).

La bande passante de notre système est mesurée par le battement des deux fréquences de modu-

lation fAOM à 80MHz utilisées pour moduler les modulateurs acousto-optiques imprimant leur

phase sur la phase du réseau optique. L’une de ces deux fréquences voit sa phase modulée par un

signal sinusoı̈dal dont la fréquence fmod est progressivement augmentée. Le signal de sortie est

filtré par un filtre passe-bas afin de récupérer uniquement la composante continue du battement.

L’amplitude de cette composante continue est tracée en fonction de la fréquence de modulation

fmod sur la figure 5.8 a. On voit qu’à fc = 3MHz, le signal perd environ 1% de son amplitude.

Afin d’avoir un ordre de grandeur des fréquences impliquées dans un protocole optimal, la den-
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Figure 5.9 – Illustration d’une imprimante à atomes. Chaque colonne de cette image est une

image expérimentale d’absorption après temps de vol d’une distribution en impulsion dont cer-

tains ordres sont peuplés de manière équiprobable entre les états d’impulsion (|−3~kL〉, . . . , |3~kL〉)
par contrôle optimal.

sité spectrale du champ de contrôle produisant le monôme m = 10 est donnée sur la figure 5.8 c.

On voit sur cet exemple que la contribution des fréquences supérieures à 250 kHz est négligeable.

On peut comprendre cet ordre de grandeur par le fait que l’algorithme produisant les champs de

contrôle prend en compte la dynamique des atomes dans le réseau et, par conséquent, n’inclue

pas de fréquences trop élevées pour que les atomes puissent suivre le mouvement du réseau.

On conclut donc que la bande passante de notre dispositif expérimental pour appliquer des pro-

tocoles de contrôle optimal n’est pas un facteur limitant.

Après ces deux premiers types d’expériences visant à produire des monômes et des binômes d’im-

pulsion, nous avons réalisé des protocoles permettant de peupler un nombre arbitraire de com-

posantes d’impulsion.

5.3.1.6 Préparation d’états d’impulsion de population arbitraire

Après avoir réalisé des états d’impulsion unique et des superpositions de deux états d’impulsions

nous avons cherché à préparer des superpositions équiprobables d’un nombre arbitraire de com-

posantes d’impulsion. Contrairement aux deux types expériences précédentes, il n’existe pas de

schéma classique de contrôle du réseau optique permettant de réaliser de telles distributions au-

quel nous pouvons comparer nos résultats.

Afin de démontrer au mieux les possibilités offertes par le contrôle optimal, nous avons réalisé une

imprimante à atomes. En effet, une conséquence amusante de contrôler les populations de la distri-

bution en impulsion est la possibilité de pouvoir écrire des lettres et des symboles en utilisant les

ordres de diffraction comme une colonne de pixels. Nous avons déjà montré le résultat de notre

processus d’impression avec des condensats dans l’introduction de ce chapitre avec la figure 5.1.

En se restreignant aux ordres de diffraction (−3, . . . ,3)~kL dont nous contrôlons les populations par
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Figure 5.10 – Exemple de distribution en impulsion avec des populations non équiprobables.

Superposition des états d’impulsions (−2,−1,0,1,2)~kL avec les populations πn = {1,2,3,4,5} /15.

Gauche : Champ de contrôle optimal ϕ(t). Le temps est donné en multiple du temps ca-

ractéristique du réseau T0 ' 70 µs pour la profondeur s = 5.1± 0.1 utilisée pour obtenir la densité

optique. Droite : Image expérimentale correspondante des ordres de diffraction obtenue après

application du champ de contrôle. La fidélité F est la fidélité expérimentale obtenue sur une

moyenne de dix distributions en impulsion extraites de la densité optique présentée. L’incerti-

tude indiquée correspond à un écart type. La fidélité Fnum est la fidélité obtenue sur l’état final

d’une propagation numérique par le champ de contrôle ϕ(t) correspondant.

contrôle optimal, nous avons en quelque sorte à disposition une rangée 7 pixels. L’état ”allumé”

ou ”éteint” d’un pixel est représenté par l’ordre de diffraction étant peuplé ou non. Comme nous

utilisons 7 ordres de diffraction, nous pouvons réaliser 27 = 128 combinaisons possibles de distri-

bution en impulsion. Nous avons alors cherché un protocole optimal pour chacune d’entre elle et

acquit l’image expérimentale correspondante. En les combinant de la bonne manière, nous pou-

vons les agencer afin de produire des lettres, puis des mots et bien entendu des phrases. Un autre

exemple de mots écrits à l’aide de distributions en impulsion de condensats de Bose-Einstein dans

un réseau optique est donné sur la figure 5.9. Au delà de leur caractère amusant, ce type d’image

démontre l’aptitude du contrôle optimal à façonner les populations de distributions en impulsion

de manière arbitraire. Cela démontre également le contrôle et la précision qu’il est possible d’at-

teindre sur la phase du réseau et, de manière plus générale, sur la manipulation d’atomes froids

dans un réseau optique.

Tous ces exemples sont des superpositions équiprobables des populations des différentes compo-

santes d’impulsion. Il est également possible d’effectuer une superposition avec des poids différents

sur chacune des composantes d’impulsion. Un exemple de distribution ”en escalier” est présenté

sur la figure 5.5 d où les ordres de diffraction (−2, . . . ,2)~kL sont peuplés avec des populations πn
croissantes avec πn = {1,2,3,4,5} /15.
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Récapitulatif

En résumé, les expériences que nous avons présentées jusqu’ici démontrent que le contrôle

optimal offre le contrôle des modules |cl | des coefficients de Fourier de la fonction d’onde

du condensat dans le réseau optique avec une meilleure efficacité qu’avec des schémas de

contrôle plus classiques. Nous avons démontré que les protocoles de contrôle optimal sont

des processus réversibles. Nous avons également proposé une méthode empirique afin de

fixer la durée du protocole à utiliser.

Pour rappel, la fonction d’onde du condensat dans le réseau peut être décrite comme une série de

Fourier

ψ(x) =
+∞∑
l=−∞

cl(k)ei(k+lkL)x, (5.50)

et l’état du condensat est donné par l’état des différents coefficients complexes cl = |cl |eiφl . Nous

pouvons conclure des expériences précédentes que le contrôle optimal permet de façonner de

manière arbitraire les populations |cl |2 des différentes composantes en impulsion du nuage d’atomes.

En d’autres termes, ces expériences démontrent le contrôle du module |cl | des différents coeffi-

cients. Dans la prochaine partie, nous allons voir que le contrôle optimal permet également de

contrôler les phases eiφl des différents coefficients de Fourier de la fonction d’onde, offrant ainsi

le contrôle sur la totalité de la fonction d’onde dans le réseau.

5.3.2 Contrôle des phases relatives de la distribution en impulsion

Dans la partie précédente, nous avons démontré notre aptitude à contrôler les populations πl =

|cl(k)|2 des ordres de diffraction. Dans cette partie, nous allons voir que nous sommes également

capable de contrôler les phases relatives entre les différentes composantes d’impulsion.

5.3.2.1 Contrôle de la phase relative entre deux ordres de diffraction

La fidélité définie par l’équation (5.35) utilisée jusqu’à présent ne permet pas de prendre en

compte les phases relatives des états cibles. Afin de les prendre en compte durant l’optimisation,

nous utilisons une nouvelle définition de la fidélité mieux adaptée à notre cible

F = |〈C(tf )|Ccible〉|2. (5.51)

Il s’agit de la fidélité quantique standard. Dans une deuxième série d’expériences, nous utilisons

cette nouvelle fidélité afin de contrôler la phase relative entre les composantes d’impulsions d’une
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superposition des ordres | ± ~kL〉. Dans un premier temps, nous préparons les superpositions |+〉
et |−〉 suivantes

|+〉 =
1
√

2
(|+ 1~kL〉+ | − 1~kL〉) , (5.52)

|−〉 =
1
√

2
(|+ 1~kL〉 − | − 1~kL〉) . (5.53)

Afin de déterminer expérimentalement la phase relative entre les deux composantes, nous préparons

ces états avec un champ de contrôle optimal, puis nous les laissons évoluer dans le réseau statique.

La dynamique des atomes dans le réseau nous sert à définir une référence de phase et à comparer

les phases entre elles : suivant la phase relative entre les deux composantes d’impulsion, dans ce

cas 0 ou π, les évolutions temporelles des motifs d’interférences obtenus après temps de vol sont

radicalement différentes. Ces évolutions expérimentales sont ensuite comparées à la propagation

numérique dans un réseau statique de l’état obtenu par contrôle optimal. Les résultat obtenus

sont représentés sur la figure 5.11. En terme de population, on observe que les deux états initiaux

préparés |+〉 et |−〉 sont équivalents. En effet, nous voyons que les premières lignes des évolutions

de la figure 5.11 sont les mêmes : les ordres ±1 sont peuplés de manière équiprobable. Leurs

évolutions temporelles sont en revanche différentes : l’état |−〉 étant un état impair et, comme

l’évolution dans le réseau statique conserve la parité, la population de l’ordre 0 est par conséquent

nulle (c0 = −c−0 = −c0 = 0). À l’inverse, l’état |+〉, présente une oscillation de la population de

l’ordre zéro.

On note que les champs de contrôle utilisés afin de contrôler les phases relatives ne sont pas

plus complexes que ceux utilisés pour contrôler uniquement les populations : les fréquences im-

pliquées dans les champs de contrôle sont comparables à celles présentées dans la partie 5.3.1.5.

Le contrôle optimal permet donc de préparer une phase relative de 0 et π entre deux composantes

d’impulsion. Ce sont deux phases diamétralement opposées. Par la suite, nous avons cherché à

préparer des superpositions des composantes |±1~kL〉 avec différentes phase relatives. Nous avons

préparé 16 superpositions des composantes ±1~kL

|ψ〉 =
1
√

2
(|+ 1~kL〉+ ei∆φi | − 1~kL〉), (5.54)

avec une phase relative ∆φi = iπ/8. Ces résultats sont présentés sur la figure 5.12. Sur cette

représentation, on remarque une évolution progressive de la dynamique temporelle des motifs

d’interférences au fur et à mesure que la phase relative passe de 0° à 360°. On voit notamment

que l’ordre zéro disparait peu à peu au fur et à mesure que la phase relative s’approche de 180°. Il

réapparait lorsque la phase relative s’approche de 360°. On remarque également une oscillation

de l’impulsion moyenne de la distribution en impulsion pour les phases entre 22.5° et 112.5°.
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Figure 5.11 – Préparation de superpositions symétrique et anti-symétrique des états d’impul-

sion |±1~kL〉. a-b : Préparation de la superposition symétrique et anti-symétrique des composantes

| ± 1~kL〉 respectivement. Gauche : Profils intégrés expérimentaux montrant l’évolution de la dis-

tribution en impulsion pendant 110 µs de temps de maintien dans un réseau statique après un

protocole ϕ(t) de contrôle optimal préparant l’état désiré. Droite : Propagations numériques de

l’état attendu dans un réseau statique. L’état initial de l’évolution temporelle numérique est l’état

obtenu par l’algorithme de contrôle optimal.

Cette oscillation de l’impulsion moyenne est en opposition de phase entre 247.5° et 337.5°. Cette

opposition de phase est la plus flagrante aux phases relatives 90° et 270° : les deux évolutions

présentent une oscillation de l’impulsion moyenne initialement négative pour la phase relative

de 90° alors qu’elle est positive pour la phase relative 270°.

Afin de quantifier l’écart entre la phase relative mesurée et la phase relative préparée par le proto-

cole de contrôle optimal, nous avons procédé à un ajustement de la phase relative par la méthode

des moindres carrés. Les résultats de cet ajustement sont présentés sur la figure 5.13. Sur les

figures 5.13 a-e, nous comparons plusieurs résultats expérimentaux obtenus aux propagations

numériques d’états superpositions (|+ 1~kL〉+ exp(i∆ϕ)| − 1~kL〉)/
√

2 dont la phase ∆ϕ est ajustée

de manière à minimiser l’écart entre les évolutions temporelles expérimentales et numériques des

populations des ordres de diffraction. Dans ces figures, le seul paramètre ajustable est la phase

relative entre les états |1~kL〉 et | − 1~kL〉 (voir figures 5.12 c−2-c2). Sur la figure 5.14, nous traçons

la phase mesurée lors de l’ajustement ∆φmes en fonction de la phase préparée par contrôle opti-

mal ∆φprep. La courbe en pointillé est une droite de pente 1 représentant un accord parfait entre

la phase préparée et la phase mesurée (il s’agit d’un guide pour les yeux et non d’un ajustement).

Nous obtenons un très bon accord entre la phase préparée et la phase mesurée avec au plus un

écart de 6° entre les deux.
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Figure 5.12 – Contrôle de la phase entre les états d’impulsion | ± 1~kL〉. Evolution temporelle

des superpositions (|1~kL〉 + exp i∆φi | − 1~kL〉)/
√

2 pour différents ∆ϕi (obtenues par application

de protocoles de contrôle optimal) dans le réseau statique. Chaque ligne correspond à une image

expérimentale intégrée dans le direction perpendiculaire au réseau obtenue pour un temps de

maintien dans le réseau statique de t = 110 µs et à une profondeur de s ' 5. Le pas de temps entre

chaque image est de ∆t = 5 µs. Les points bleus sur le cercle trigonométrique indiquent la phase

relative désirée ∆ϕi entre les deux composantes | ± 1~kL〉.
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Figure 5.13 – Mesure de la phase entre les états d’impulsion | ± 1~kL〉. a-e : En haut sont

représentés les profils intégrés expérimentaux (bleu) montrant l’évolution de la distribution en

impulsion en fonction du temps de maintien (110 µs au total) dans un réseau statique une fois

la superposition (|+ 1~kL〉+ exp(i∆φprep)| − 1~kL〉)/
√

2 obtenue à l’aide d’un protocole de contrôle

optimal, pour ∆ϕprep de 3°,46°,96°,184° et 276° respectivement. En bas sont représentés les pro-

pagations numériques (rouge) dans un réseau statique des mêmes superpositions avec une phase

relative mesurée par un ajustement de moindres carrés des données expérimentales (voir texte).

Les phases mesurées sont ∆φmes = (11±6)°, (48±7)°, (84±6)°, (192±7)°, (285±6)° respectivement.

c−2- c2 : Evolution temporelle des différents ordres de diffraction dans le cas c présenté ci-dessus :

la figure ci représente l’évolution de l’ordre i de diffraction. Les points bleus correspondent aux

données expérimentales et les courbes rouges correspondent aux propagation des superpositions

|Ψ∆φmes
〉 de phase relative ∆φmes déterminée par un ajustement de moindres carrés.
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Figure 5.14 – Phase relative mesurée ∆φmes en fonction de la phase relative préparée ∆φprep.

Toutes les données représentées sont données pour une profondeur d’environ s ' 5. Les barres

d’erreurs représentent l’intervalle de confiance à 95% sur la valeur de la phase ∆φmes déduit à

partir d’un maximum de vraisemblance. Les pointillés gris représentent une droite de pente 1.

Les flèches et lettres a-e font référence aux figures de la figure 5.13

Le contrôle optimal permet donc une excellente préparation de la phase relative de superposi-

tions de deux composantes d’impulsion. Dans la prochaine partie, nous montrons que ce contrôle

s’applique également à des superpositions plus complexes.

5.3.2.2 Contrôle de la phase relative entre plusieurs ordres de diffraction

Afin de tester davantage les possibilités offertes par le contrôle optimal, nous avons également

réalisé des superpositions de trois composantes d’impulsion tout en contrôlant leurs phases rela-

tives. Pour démontrer la versatilité du contrôle de la distribution en impulsion, nous avons choisi

de travailler avec les ordres |0~kL〉 et |±2~kL〉 et non plus |±1~kL〉 comme précédemment. Les états

que nous avons préparés sont les suivants
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Figure 5.15 – Préparation de superpositions de trois états d’impulsions avec un contrôle de la

phase relative entre composantes d’impulsion. a-c : Préparation des états définis respectivement

par les équations (5.55), (5.56) et (5.57). Haut : Evolution temporelle des images expérimentales

intégrées (bleu) montant l’évolution temporelle dans le réseau statique de l’état désiré préparé

par un protocole de contrôle optimal ϕ(t). Chaque ligne correspond à une image expérimentale

intégrée dans la direction perpendiculaire au réseau. Le temps de maintien évolue par pas de 5 µs

sur une durée totale de 110 µs. Bas : Propagations numériques de l’état attendu dans un réseau

statique (rouge). Pour les trois données représentées la profondeur du réseau est de s = 5.7± 0.2.

|ψ1〉 =
1
√

3
(| − 2~kL〉+ |0~kL〉+ |+ 2~kL〉) , (5.55)

|ψ2〉 =
1
√

3

(
| − 2~kL〉+ e2iπ/3|0~kL〉+ e4iπ/3|+ 2~kL〉

)
, (5.56)

|ψ3〉 =
1
√

3

(
e2iπ/3| − 2~kL〉+ |0~kL〉+ e2iπ/3|+ 2~kL〉

)
. (5.57)

Les résultats que nous avons obtenus sont présentés sur la figure 5.15. Comme dans le cas d’une

superposition de deux composantes d’impulsion, des phases relatives différentes entre les ordres

de diffraction mènent à des évolutions temporelles des motifs d’interférences drastiquement différentes.

On note cependant toujours un très bon accord entre l’évolution expérimentale et la prédiction

théorique.
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Récapitulatif

Pour récapituler, les expériences que nous avons présentées jusqu’ici démontrent que le

contrôle optimal offre non seulement le contrôle des modules |cl |mais également des phases

eiφ des coefficients de Fourier de la fonction d’onde du condensat dans le réseau optique.

Pour s’assurer du contrôle des modules, une seule image expérimentale suffit. En revanche,

pour s’assurer du contrôle des phases, il est nécessaire de mesurer l’évolution dans le réseau

statique de l’état préparé. Avec le contrôle des modules et des phases, le contrôle opti-

mal permet de complètement transférer le condensat vers un état cible (avec une certaine

fidélité), et ce, en ajustant un seul paramètre de l’expérience : la phase du réseau optique.

Cela diffère significativement des schémas de contrôles plus classiques : une accélération

du réseau ou un décalage soudain du réseau par exemple, où il est nécessaire d’ajuster pour

chaque état cible le temps du protocole ainsi que la profondeur du réseau.

Dans la prochaine partie, nous allons utiliser ce contrôle afin de préparer des états propres de la

structure du bande du réseau.

5.3.3 Préparation d’états de la structure de bande du réseau

Dans cette partie, nous allons, dans un premier temps, utiliser le contrôle optimal pour préparer

des états de la structure de bande du réseau, puis, dans un second temps, des superpositions

équiprobables de ces états.

5.3.3.1 Préparation d’états propres du réseau

Dans cette série d’expériences, nous préparons les distributions des coefficients cl(k) qui corres-

pondent aux états propres du réseau. Nous avons préparé les états suivants

|ψ4〉 = |n = 1, k = 0〉, (5.58)

|ψ5〉 = |n = 2, k = 0.25〉, (5.59)

et leur représentation dans la structure de bande est présenté sur la figure 5.4 a. Comme il s’agit

d’états propres, une signature expérimentale forte de la bonne préparation de ces états est qu’ils

n’évoluent pas au cours du temps. Leurs évolutions expérimentales sont présentées sur les fi-

gures 5.16 b1 et c1. Afin d’observer la stationnarité de ces états, nous devons les observer dans

le sous-espace de quasi-moment dans lequel ils se trouvent : dans le cas de l’état |ψ4〉 et plus
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Figure 5.16 – Préparation d’états propres du réseau. a : Structure de bande pour un réseau de

profondeur s = 8.2. La région bleutée indique la partie liée de la structure de bande. Les points

noirs correspondent aux états préparés par contrôle optimal en b et c. b : Préparation de l’état de la

première bande excitée en k = 0. b1 : Données expérimentales montrant l’évolution temporelle de

l’état préparé dans un réseau statique pendant une durée de 110 µs par pas de 5 µs. b2 : Evolution

numérique de l’état obtenu par contrôle optimal dans les mêmes conditions. b3 : Moyenne tempo-

relle sur le temps des distributions en impulsion expérimentales (bleues) et numérique (rouges).

Les barres d’erreurs correspondent aux écarts types. c : Idem que pour b mais pour un état dans

la deuxième bande excitée en k = 0.25kL.

généralement dans les états du sous-espace k = 0, cela implique de se placer dans le réseau sta-

tique. Pour des états d’un sous-espace k , 0, comme par exemple l’état |ψ5〉, cela implique de

se placer dans le référentiel d’un réseau en mouvement. Pour l’état |ψ5〉 placé en k = 0.25, les

images expérimentales sont alors acquises dans un réseau défilant à une vitesse v = ~k/m. Nous

comparons les résultats obtenus avec des propagations numériques des états obtenus par contrôle

optimal comme présenté sur les figures 5.16 b2 et c2 correspondant respectivement au cas d’un

réseau statique et d’un réseau défilant. Nous observons un excellent accord entre expérience et

théorie. Nous observons qualitativement que les états obtenus expérimentalement évoluent très

peu au cours du temps et sont très proches de l’état stationnaire ciblé : plus quantitativement, en

moyennant les distributions en impulsions obtenues pour les temps de maintien dans le réseau

statique, nous déterminons la dispersion des populations des différents ordres de diffraction par

rapport à la population moyenne dans chaque ordre. La faible dispersion obtenue pour la popu-

lation de chacun des ordres confirme la très faible évolution de l’état préparé. Par ailleurs, on

remarque que l’état de la première bande excité |ψ4〉 ne possède pas de composante zéro d’impul-
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sion comme nous l’avions déjà évoqué lorsque nous avions abordé la superposition antisymétrique

des états d’impulsion | ± ~kL〉 dans la partie précédente.

En réalisant ces expériences, nous avons alors préparé une inversion de population [155] : nous

transférons la totalité des atomes de l’état fondamental |n = 0, k = 0〉 vers un état excité, par

exemple |ψ4〉 ou |ψ5〉. Cela ouvre la perspectives d’étudier la stabilité des états des bandes ex-

citées comme présenté sur la figure 5.17 : en fonction de la parité de l’indice de la bande, cette

dernière est paire ou impaire comme nous l’avons énoncé au chapitre 3 de cette thèse dédié au

réseau optique. On s’attend à ce que les états de bandes d’indice pair soient moins sensibles aux

instabilités liées aux interactions interatomiques que ceux de bandes d’indice impair, du fait de

la courbure de la bande occupée [156]. Les bandes paires ont en effet une courbure positive, avec

un minimum au centre de la bande. À l’inverse les bandes impaires ont une courbure négative et

présentent un maximum au centre de la structure de bande : ce maximum peut être vu comme un

point d’équilibre métastable. Aux temps longs, on s’attend alors à observer des évolutions tem-

porelles différentes pour des états préparés dans une bande paire ou impaire. Nous observons

effectivement cette tendance sur les figures 5.17 b-d : Pour les bandes d’indice pair, on remarque

que les évolutions temporelles, celles des figures 5.17 b et d, conservent un motif d’interférences

visible. Le nuage d’atomes est donc à l’équilibre. En revanche, pour la première bande excitée,

d’indice impair donc, on remarque que l’évolution temporelle présentée sur la figure 5.17 c ne

conservent pas de motif d’interférences visible dès 2 ms de temps de maintien : le nuage devient

complètement thermique.

Soulignons que préparer une inversion de population par des schémas de contrôles plus classiques

s’avère être compliqué : comme nous l’avons présenté au chapitre 3, il est possible d’utiliser une

modulation périodique du réseau. Seulement, les règles de sélection imposent d’utiliser soit une

modulation de phase soit une modulation d’amplitude pour cibler les bandes paires ou impaires

au centre de la première zone de Brillouin. Cela impose donc d’ajuster le protocole suivant la

bande ciblée et d’utiliser plusieurs paramètres de contrôle du système (amplitude, fréquence,

durée de modulation, etc). Afin de déplacer les atomes dans des sous-espaces k , 0 de la structure

de bande, il est nécessaire d’utiliser une accélération du réseau en plus de la modulation. Pour res-

pecter la condition d’adiabadicité de telle manière à ce que le nuage d’atomes reste dans la bande

dans laquelle il se trouve, les protocoles expérimentaux se doivent d’être adiabatiques, impliquant

des temps de contrôle potentiellement longs et pouvant induire du chauffage dans le système. Le

contrôle optimal est en revanche rapide (les temps de protocole sont de l’ordre de la centaine de

µs pour une profondeur de l’ordre de s = 5 et décroissants avec la profondeur du réseau), efficace

(la fidélité à l’état cible est supérieure à 90%) et repose uniquement sur le contrôle d’un unique

paramètre du système : la phase du réseau optique.
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Figure 5.17 – Etude de la stabilité des bandes. Structure de bande pour un réseau de profondeur

s = 8.2. La région bleutée indique la partie liée de la structure de bande. Les points noirs cor-

respondent aux états préparés par contrôle optimal en b, c et d. b : Etat fondamental du réseau.

c-d : Préparation de l’état de la première et deuxième bande excitée en k = 0 respectivement. Les

données expérimentales montrent l’évolution temporelle de l’état préparé dans un réseau statique

pendant une durée de 15 ms par pas de 1 ms.

Notons qu’un groupe de recherche avait déjà effectué un type de préparation d’états excités et de

superpositions similaires dans un réseau optique [157]. Cependant, ils utilisent une manipulation

conjointe de l’amplitude et de la phase et se limitent à des contrôles pulsés pour leurs protocoles.

5.3.3.2 Préparation de superpositions contrôlées d’états propres du réseau

Après avoir préparé des états propres du réseau optique, nous avons préparé des superpositions

d’états propres. Les états que nous avons préparés sont les suivants

|ψ6〉 =
1
√

2
(|n = 1, k = 0〉+ |n = 2, k = 0〉) , (5.60)

|ψ7〉 =
1
√

2
(|n = 0, k = 0.25〉+ |n = 1, k = 0.25〉) . (5.61)

Leurs représentations dans la structure de bande sont présentées figure 5.18 a. Les évolutions

temporelles obtenues expérimentalement sont données figures 5.18 b1 et c1. Comme dans le cas

de la préparation d’états propres du réseau, nous regardons l’évolution temporelle de la super-

position préparée par contrôle optimal dans le sous-espace associé (dans le réseau statique pour

l’état |ψ6〉 et dans le réseau défilant pour |ψ7〉). Nous comparons ces résultats expérimentaux aux

propagations numériques de l’état obtenu par contrôle optimal présentées sur les figures 5.18 b2

et c2 et observons un très bon accord entre théorie et expérience. Sur ces figures, on remarque que
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Figure 5.18 – Superposition d’états de la structure de bande. a : Structure de bande pour un

réseau de profondeur s = 5.6. La région bleutée indique la partie liée de la structure de bande. Les

paires de points noirs reliés par un signe⊕ correspondent aux superpositions d’états préparées par

contrôle optimal en b et c. b : Préparation d’une superposition équiprobable des états propres de

la deuxième et troisième bande excitée en k = 0. b1 : Données expérimentales montrant l’évolution

de l’état préparé dans un réseau statique pendant une durée de 110 µs. b2 : Evolution numérique

temporelle de l’état obtenu par contrôle optimal dans les mêmes conditions. c : Idem que pour

b mais pour une superposition équiprobable d’états propres de la bande fondamentale et la

deuxième bande excitée en k = 0.25kL.

tous les ordres de diffraction oscillent à la même fréquence. En effet, comme il s’agit de super-

positions d’uniquement deux états de la structure de bande, il n’y a qu’une différence en énergie

impliquée dans cette superposition ∆E et, par conséquent, qu’une seule fréquence d’oscillation

∆E/~.

Les limites des schémas classiques deviennent d’autant plus marquantes lorsqu’il s’agit de préparer

une superposition d’état propres du réseau. Un protocole exploitant les transitions Zener lors de

l’accélération du réseau a mis en évidence la préparation de superpositions entre la bande fonda-

mentale et la première bande excitée [158]. Avec ce protocole, la répartition de population entre

les bandes requiert un ajustement de la profondeur du réseau et ne peut donc pas se faire à pro-

fondeur fixée. De plus, une superposition entre deux bandes excitées n’a pas été démontrée. Le

contrôle du quasi-moment de la superposition est également compliqué à contrôler avec ce type

de méthode.
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Récapitulatif

Le contrôle optimal permet donc de préparer des états propres ainsi que des superpositions

d’états propres de la structure de bande du réseau et ce à n’importe quel quasi-moment k.

Les états propres du réseau sont des états stationnaires alors que les superpositions d’états

propres oscillent à une fréquence donnée par le gap en énergie entre les deux bandes im-

pliquées ∆E/~. La phase ainsi que les poids de la superposition peuvent être ajustés par

contrôle optimal.

Nous voyons donc avec ces travaux la diversité des cibles atteignables par le contrôle optimal.

Une remarque que nous pouvons faire à ce stade est que nous n’avons exploité qu’un seul des

deux degrés de liberté du réseau optique, à savoir le contrôle en phase. Une question en cours

d’investigation au moment de rédiger ce manuscrit est de savoir ce qu’apporterait un contrôle

optimal de l’amplitude du réseau optique. Un premier élément de réponse à cette question est

que le contrôle en amplitude conserve la symétrie de parité de la distribution en impulsion. Cela

restreint donc l’espace des états accessibles avec ce type de contrôle mais offre une robustesse

vis-à-vis de la conservation de cette symétrie qui peut être intéressante : si, pour une application

donnée, il est nécéssaire de produire une distribution en impulsion symétrique, cela sera assuré

dans le cas d’un contrôle en amplitude. Notons qu’il est également possible d’effectuer un contrôle

conjoint de la phase et de la profondeur du réseau optique. Le gain en terme de fidélité à l’état

cible et d’espace des états accessibles apporté par ce type de contrôle n’a pas encore été étudié.

5.4 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons dans un premier temps donné un aperçu de la théorie du contrôle

optimal, développée initialement pour des systèmes classiques. Nous avons présenté le principe

du maximum de Pontryagin et l’algorithme du gradient. Puis, nous avons présenté comment ce

formalisme peut être adapté au contrôle de systèmes quantiques. Nous avons ensuite présenté

l’algorithme qu’a utilisé Dominique Sugny, chercheur à l’université de Dijon avec qui nous colla-

borons, afin de façonner la distribution en impulsion du nuage d’atomes au sein du réseau optique.

Nous avons ensuite présenté la mise en pratique de cet algorithme et démontré notre capacité à

contrôler les populations et les phases relatives des différentes composantes de la distribution en

impulsion du nuage d’atomes. Nous avons alors un contrôle sur la totalité de l’état quantique du

nuage dans le réseau et nous avons alors préparé différents états propres et superposition d’états

propres du réseau optique. Il est à noter que l’algorithme utilisé pour déterminer les champs de

contrôle optimaux ne considère qu’une fonction d’onde à un corps dans un réseau infini. Les in-
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teractions interatomiques et le confinement harmonique superposé au réseau ne sont pas pris en

compte et, malgré cela, l’accord observé entre expérience et théorie est très bon. Cela montre donc

la robustesse du contrôle optimal vis-à-vis des interactions et du confinement extérieur.

Ce travail ouvre des perspectives intéressantes : avec ce protocole de préparation nous pouvons

étudier la stabilité des bandes du réseau optique comme expliqué précédemment. Des phénomènes

liés d’une part aux interactions entre atomes et d’autre part à la courbure des bandes excitées de-

viennent alors accessibles [96]. Il devient également possible de manipuler le nuage d’atomes

dans l’espace des phases du réseau optique. Nous avons en réalité déjà présenté des résultats

intéressants dans une interprétation en termes d’espace des phases : un monôme d’impulsion cor-

respond de fait à un état comprimé en impulsion. Il devient alors envisageable de définir l’état

cible à atteindre par contrôle optimal comme un état dans l’espace des phases : on peut considérer

obtenir des états comprimés en impulsion, en position, selon une direction arbitraire de l’espace

des phases, des états chat de Schrödinger etc. Ces différents états peuvent servir à préparer des

états initiaux optimisés pour des simulations quantiques de phénomènes physique difficiles à ob-

server. Dans la prochaine partie, nous présentons l’étude que nous avons effectuée (sans contrôle

optimal) sur l’effet tunnel assisté par le chaos. Le contrôle optimal pourrait améliorer les résultats

que nous avons obtenus.

Publication relié à ce chapitre

— N. Dupont, G. Chatelain, L. Gabardos, M. Arnal, J. Billy, B. Peaudecerf, D. Sugny, D. Guéry-

Odelin, ”Quantum state control of a Bose-Einstein condensate in an optical lattice”, PRX

Quantum, vol. 2, no. 4 p. 040303, 2021.
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6.2 Introduction théorique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 210

6.2.1 Espace des phases stroboscopique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 210

6.2.1.1 Adimensionnement de l’hamiltonien du réseau modulé . . . . . . 210
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Littlefinger : Chaos isn’t a pit. Chaos is a ladder.

Game of thrones - The Climb

6.1 Introduction

Il existe plusieurs exemples de prédictions en physique qui, suivant qu’un formalisme classique

ou quantique est utilisé, donnent des résultats drastiquement différents. L’un des exemples les

plus emblématiques est sans doute l’effet tunnel. Le cas de figure le plus connu de ce type de

comportement non-classique est le passage d’une particule à travers une barrière d’énergie : dans

une vision classique, une particule ne possédant pas assez d’énergie mécanique pour franchir

une barrière de potentiel restera indéfiniment du même côté de cette dernière mais la mécanique

quantique prédit une probabilité non nulle que la particule parvienne à traverser la barrière.

Toutefois, ce type d’effet tunnel impliquant une barrière d’énergie n’est pas le plus général. Au

début des années 1980, Eric Heller et Michael Davis proposent qu’une autre constante du mou-

vement que l’énergie peut interdire un mouvement classique [159, 160] : une particule dans une

région stable de l’espace des phases ne peut s’en échapper. La mécanique quantique prévoit quant

à elle que la particule peut passer d’une région stable à l’autre de l’espace des phases par effet

tunnel. On parle alors d’effet tunnel dynamique. Peu de temps après sa prédiction théorique, di-

verses expériences ont mis en évidence cet effet tunnel, par exemple dans des molécules [161,

162, 163], des cavités supraconductrices [164, 165, 166], des cavités laser [167] ou encore des

micro-cavités diélectriques [168, 169]. En 1994, Steven Tomsovic et Denis Ullmo proposent qu’un

mécanisme tunnel plus complexe entre deux zones de stabilité peut exister [170], représenté

schématiquement sur la figure 6.1. En étudiant un hamiltonien unidimensionel périodiquement

modulé dans le temps, ils montrent que le portrait de phase associé peut être mixte, c’est-à-dire

présenter des régions stables, régions que l’on nomme des ı̂lots de statbilité constituées uniquement

de trajectoires régulières, séparés par une région chaotique que l’on nomme la mer chaotique. L’ef-

fet tunnel peut alors être dans ce cas assisté par le chaos : une particule initialement dans une

région stable de l’espace des phases peut passer par effet tunnel dans la mer chaotique avant de

repasser à nouveau par effet tunnel dans une région stable. La signature de cet effet tunnel assisté

par le chaos est qu’il conduit à de fortes variations de la fréquence d’oscillation tunnel avec les

paramètres du système : on assiste à un phénomène de résonance dû à la participation dans le

mécanisme tunnel d’un troisième état délocalisé dans la mer chaotique.

Peu après cette prédiction théorique, deux groupes de recherche américains essaient de prouver

expérimentalement l’existence de ce nouveau mécanisme tunnel : le groupe de William Phillips
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Figure 6.1 – Schéma de principe de l’effet tunnel assisté par le chaos. Une fonction d’onde peut

osciller par effet tunnel entre deux ı̂lots de la mer chaotique lorsqu’on module l’amplitude du

réseau : ici une partie de la fonction d’onde se trouve sur l’ı̂lot de gauche (en bleu) et une partie

sur l’ı̂lot de droire (en rouge).

au NIST et le groupe de Mark Raizen à l’université d’Austin. Sept ans après l’article initial de

Tomsovic et Ullmo, ils publient leurs résultats à quelques semaines d’écart proclamant l’obser-

vation de l’effet dynamique et suggérant l’observation de l’effet tunnel assisté par le chaos [5, 6].

Cependant, quelques années plus tard un groupe français remet en cause leur observation de l’ef-

fet tunnel assisté par le chaos [171, 172] et son existence reste alors à prouver expérimentalement.

À partir de 2013, l’équipe Atomes Froids du LCAR, Bertrand Georgeot et Gabriel Lemarié du La-

boratoire de Physique Théorique collaborent en vue de mettre en évidence expérimentalement les

résonances de l’effet tunnel assisté par le chaos. Cinq ans de travail sont nécessaires pour monter

une nouvelle expérience permettant d’atteindre le niveau de contrôle requis pour un tel projet, ca-

ractériser tout le régime de fréquence de modulation [98, 156, 36, 101] et modéliser précisément

l’expérience envisagée pour observer l’effet tunnel [173]. En 2018, au début de ma thèse, l’équipe

décide qu’elle a toutes les informations nécessaires pour débuter la campagne de prise de données

sur ce sujet. Dans ce chapitre, je présenterai les résultats que nous avons obtenus [40].

Dans une première partie, je rappellerai les éléments théoriques permettant de comprendre avec

un point de vue quantique les systèmes dynamiques présentant classiquement un espace des

phases mixte. Nous verrons comment il est possible d’adapter la notion d’espace des phases pour

un système périodiquement modulé dans le temps. Puis, nous verrons qu’il existe une analogie

entre l’effet tunnel à travers une barrière d’énergie et l’effet tunnel entre deux ı̂lots de stabilité

lorsque qu’aucune trajectoire chaotique ne les sépare. Je présenterai alors le formalisme qui per-

met d’aborder l’effet tunnel dynamique dans ce contexte ainsi que l’effet tunnel assisté par le

chaos : le formalisme de Floquet.

Dans une seconde partie, je présenterai les résultats expérimentaux des groupes du NIST et d’Aus-

tin. Nous présenterons notamment les limitations expérimentales de ces deux expériences de l’état

de l’art et comment nous nous en sommes affranchis.
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Enfin dans une troisième partie, je présenterai nos résultats portant d’une part sur l’observation

de la bifurcation des zones de stabilité dans l’espace des phases stroboscopique et d’autre part sur

l’observation de résonances dans l’effet tunnel assisté par le chaos.

6.2 Introduction théorique

Dans cette première partie nous allons rappeler les éléments théoriques nécessaires à la compréhension

de l’effet tunnel assisté par le chaos. Pour cela nous allons dans un premier temps aborder la no-

tion d’espace des phases stroboscopique. Il s’agit d’une représentation classique des trajectoires

de particules dans un potentiel périodiquement modulé dans le temps. Puis, nous présenterons

le formalisme de Floquet permettant d’aborder l’évolution de fonctions d’onde dans un système

modulé périodiquement dans le temps.

6.2.1 Espace des phases stroboscopique

Nous avons vu au chapitre 3 de cette thèse que le portrait de phase dans lequel évolue un atome

est déterminé par le potentiel auquel il est soumis. Nous avons alors expliqué le mouvement des

atomes dans l’espace des phases dans le cas où le potentiel du réseau était statique. En revanche,

si ce potentiel varie au cours du temps, le portrait de phases n’est plus est un outil pertinent pour

l’étude de ce système puisqu’il n’est valide qu’à un instant t. Il est cependant possible d’adapter

cet outil dans le cas d’une modulation périodique. En effet, au bout d’une période de modulation

T , le potentiel revient à l’identique et est donc le même à tous les instants nT , où n est un entier.

En observant ce portrait de phase stroboscopiquement toutes les périodes de modulation, il est pos-

sible de visualiser le mouvement des atomes dans le potentiel dépendant du temps. Dans cette

partie nous allons nous intéresser à la modulation périodique en amplitude du réseau optique et

nous allons voir comment aborder ce type de modulation via un adimensionnement de l’hamilto-

nien correspondant.

6.2.1.1 Adimensionnement de l’hamiltonien du réseau modulé

Afin d’étudier la dynamique des atomes dans un réseau modulé, il est pratique d’utiliser un en-

semble de variables adimensionnées que nous allons définir dans cette partie.

Dans le cas d’une modulation périodique, le potentiel revient à l’identique toutes les périodes

de modulation T . L’idée est qu’en restreignant l’observation de l’état du système uniquement à

chaque période de modulation, on se ramène à un espace des phases statique. On parle alors dans
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ce cas d’espace des phases stroboscopique.

Considérons l’hamiltonien du réseau de profondeur s périodiquement modulé en amplitude à la

fréquence ω et d’amplitude de modulation ε

H(x,p, t) =
p2

2m
− sEL

2
(1 + εcos(ωt))(1 + cos(kLx)). (6.1)

Afin d’étudier ce système, introduisons le temps et la position adimensionnés qui apparaissent

naturellement dans l’hamiltonien (6.1)

t̃ =ωt, x̃ = kLx. (6.2)

À partir de ces deux variables, on peut définir l’impulsion adimensionnée comme

p̃ =
dx̃

dt̃
=
kL

mω

(
m
dx
dt

)
=
kL

mω
p. (6.3)

Ce trio de variables adimensionnées permet de définir l’hamiltonien adimensionné suivant

H̃(x̃, p̃, t̃) =
p̃2

2
−γ(1 + εcos(t̃))(1 + cos(x̃)), (6.4)

où nous avons introduit γ , la profondeur adimensionnée du réseau modulé dont l’expression est

γ =
sELk

2
L

mω2 = s
(νL

ν

)2
. (6.5)

L’hamiltonien (6.4) dépend explicitement de deux paramètres, γ et ε. Nous verrons dans la pro-

chaine partie que ce couple de paramètres (γ,ε) définit l’espace des phases stroboscopique dans

lequel vont évoluer les atomes. Ces deux paramètres ont donc une origine et une interprétation

classique sur le mouvement des atomes.

Nous pouvons définir un troisième paramètre du système qui va influencer la dynamique des

atomes de manière implicite : la constante de Planck effective. En effet, si nous calculons le com-

mutateur des variables de position x̃ et impulsion p̃ adimensionnées, nous obtenons l’expression

suivante

[x̃, p̃] =
k2

L
mω

[x,p] = i~eff ⇒ ~eff = 2
νL

ν
. (6.6)

La constante de Planck effective peut ainsi être modifiée expérimentalement en jouant sur la

fréquence de modulation. Ce paramètre ~eff a quant à lui une interprétation quantique : comme
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pour la constante de Planck dans un espace des phases statique, il représente la surface typique

d’un état gaussien d’aire minimale dans l’espace des phases adimensionné (minimisant l’inégalité

de Heisenberg). Nous voyons alors qu’aux trois paramètres expérimentaux (s,ε,ω) correspondent

trois paramètres du système adimensionné (γ,ε,~eff).

Dans la suite de ce chapitre, je ferai uniquement référence aux variables adimensionnées que nous

venons de définir et je les noterai à partir de maintenant x,p, t pour plus de légèreté dans les no-

tations.

Dans la prochaine partie nous allons présenter la construction des portraits de phases strobosco-

piques en fonction des valeurs du couple (γ,ε). Nous verrons que dès lors que ε est différent de

zéro, il existe des trajectoires chaotiques et régulières dans l’espace des phases. Ce dernier est alors

dans ce cas qualifié de mixte.

6.2.1.2 Portrait de phases stroboscopique

Pour obtenir la dynamique classique des atomes dans le réseau modulé, il convient de résoudre

les équations du mouvement. À l’instar du réseau statique, on peut obtenir ces dernières à partir

des équations d’Hamilton


dx

dt
= p,

dp

dt
= −γ(1 + εcos(t))sin(x).

(6.7)

Contrairement au cas statique présenté au chapitre 3, l’énergie du système n’est plus conservée.

Le système n’est alors plus intégrable au sens où l’était son pendant statique car il n’existe plus

assez de constantes du mouvement. De plus, le terme proportionnel au sin(x) induit des non-

linéarités dans l’évolution d’une trajectoire du système. Ces deux caractéristiques mènent alors à

l’émergence de dynamiques chaotiques : suivant les valeurs des paramètres (γ,ε), une condition

initiale dans l’espace des phases (x0,p0) pourra mener à une trajectoire régulière ou chaotique.

Afin de se faire une intuition, de la différence de comportement entre une trajectoire régulière et

chaotique, divisons par la pensée l’espace des phases en un grand nombre de cellules élémentaires

dxdp. Une trajectoire régulière visitera un faible nombre de cellules lors de son évolution tempo-

relle comparativement à une trajectoire chaotique qui pourra en visiter une grande partie. En

complément de cette première différence, on peut également dire que deux trajectoires régulières

dont les conditions initiales sont infinitésimalement proches dans l’espace des phases resteront

proches tout au long de leur évolution. En revanche, s’il s’agit de trajectoires chaotiques, elles
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Figure 6.2 – Schéma de principe d’un espace des phases stroboscopique. a : L’hamiltonien (6.4)

étant unidimensionnel, deux degrés de libertés, la position x et impulsion p, définissent le plan

de l’espace des phases. L’évolution temporelle du système fait évoluer ce plan selon une troisième

dimension. À cause de la périodicité en x et en t, l’évolution du système est contrainte sur un tore.

Le portrait de phase stroboscopique est construit en considérant les intersections des trajectoires,

représentées par les flèches bleues et rouges, avec le plan l’espace des phases, représenté par le

plan en gris, pour un ensemble de conditions initiales. b : Exemple de deux conditions initiales

dans l’espace des phases. La condition initiale bleue correspond à une trajectoire régulière alors

que la condition initiale rouge correspond à une trajectoire chaotique. Les paramètres de modula-

tion sont (γ = 0.265, ε = 0.27) c-d : Portaits de phases stroboscopiques obtenus pour les conditions

initiales de b pour respectivement 20 et 36 périodes de modulation. e : Portrait de phases stro-

boscopique pour un grand nombre de conditions initiales et un grand nombre de périodes de

modulation.

s’écarteront d’une distance arbitraire dans l’espace des phases au cours de leur évolution.

Pour étudier cette dépendance de manière systématique, nous utilisons une nouvelle représentation

du portrait de phases dite stroboscopique. L’hamiltonien (6.4) est unidimensionnel et il dépend

donc de la position x et de l’impulsion p d’une particule. Ces deux variables définissent le plan

de l’espace des phases qui représente l’état d’une particule. La dépendance temporelle de l’hamil-

tonien fait évoluer ce plan suivant une troisième dimension : dans ce cas, l’état d’une particule

peut alors évoluer dans un volume et la périodicité spatiale et temporelle du système impose que
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la topologie de ce volume est torique. Afin d’étudier la dynamique du système pour un couple

(γ,ε), on peut tracer l’intersection des trajectoires avec une coupe de ce tore pour un ensemble de

conditions initiales (x0,p0), comme illustré sur la figure 6.2. Sur cette figure, les flèches rouges et

bleues correspondent schématiquement à des trajectoires respectivement chaotique et régulière

obtenues par résolution des équations (6.7) pour une condition initiale (x0,p0) dans le plan t = 0

représenté en gris. Après une période de modulation, la trajectoire passe à nouveau par le plan

initial en un autre point de l’espace des phases (x(t1),p(t1)). En laissant le système évoluer pendant

N périodes de modulation, on obtient donc N nouveaux points d’une trajectoire dans l’espace des

phases stroboscopique. Deux exemples de trajectoires sont données sur la figure 6.2 : une trajec-

toire régulière qui explore une faible surface du portait de phases et une trajectoire chaotique, qui

elle explore une plus large surface. Afin d’avoir une représentation complète du portrait de phase

stroboscopique, il faudrait idéalement répéter cette procédure pour toutes les conditions initiales

possibles de l’espace des phases et pendant un nombre infini de périodes de modulation. Cela est

en pratique impossible et nous nous restreignons donc à un nombre fini de conditions initiales

et de périodes de modulation. Le portrait de phases correspondant aux paramètres de modula-

tion (γ = 0.265, ε = 0.27) pour un grand nombre de conditions initiales et un grand nombre de

périodes de modulation est représenté sur la figure 6.2 e. Sur ce portrait de phases, on distingue

que les trajectoires régulières forment des ı̂lots de stabilité autour de points stables de l’espace

des phases. On peut apercevoir deux ı̂lots de stabilité alignés selon l’axe des positions x entourés

d’un ı̂lot plus grand au centre de l’espace des phases. On peut également apercevoir deux ı̂lots

alignés verticalement selon l’axe des impulsions p. Tous ces ı̂lots sont immergés dans une mer

chaotique contrainte en impulsion par les trajectoires des particules libres (les trajectoires ou-

vertes de grande impulsion initiale p0�
√
γ qui ne ressentent que faiblement l’effet du potentiel).

Il est ici important de préciser que ces ı̂lots bougent dans l’espace des phases lorsqu’ils ne sont

plus observés stroboscopiquement. Pour s’en rendre compte, nous pouvons tracer le portrait de

phases stroboscopique mais à des instants décalés par rapport à l’origine des temps t = (n + ξ)T

où n ∈ N et ξ ∈ [0,1]. Le portrait de phases de la figure 6.2 est représenté pour différents ξ sur

la figure 6.3 b-e. Comme représenté sur cette figure, considérer un ξ différent de zéro revient à

décaler le plan de coupe de l’espace des phases le long du tore de modulation. Il est également

important de noter que les ı̂lots alignés selon l’axe des position ou des impulsions lorsque ξ = 0

n’ont pas le même comportement sub-période de modulation. En effet, on observe que les ı̂lots

alignés le long de l’axe des impulsions pour ξ = 0 passent dans le site voisin à chaque période

de modulation. En revanche, les ı̂lots alignés selon l’axe des positions effectuent une rotation dans

l’espace des phases au sein du même site 1 : au bout d’une période de modulation, l’ı̂lot initialement

situé à gauche se retrouve à droite et vice versa. Par conséquent, si nous chargeons les atomes

1. Nous verrons dans la suite de ce chapitre que nous exploitons le mouvement sub-période des ı̂lots dans notre

protocole de mesure de l’état obtenu après modulation.
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Figure 6.3 – Schéma explicatif du mouvement sub-période de modulation dans l’espace des

phases stroboscopique. a : Déplacer le plan de coupe pour lequel le portrait de phase est tracé

le long des trajectoires revient à considérer stroboscopiquement les instants t = (n + ξ)T avec

n ∈N et ξ ∈ [0,1]. b : Portrait de phases stroboscopique généré par les paramètres de modulation

(γ = 0.265, ε = 0.27) pour ξ = 0. c : Pour ξ = 0.25. d : Pour ξ = 0.5. e : Pour ξ = 0.75.

dans un des deux ı̂lots de stabilité alignés selon l’axe des positions et que nous mesurons l’état

du système toutes les deux périodes de modulation, nous nous attendons classiquement à trouver les

atomes toujours du même côté du portrait de phase.

Soulignons à nouveau que les portraits de phases stroboscopiques générés par les équations (6.7)

sont dépendants des deux paramètres (γ,ε) là où ils étaient dépendants uniquement de la profon-

deur s dans le cas du réseau statique. On comprend alors que la diversité de portraits de phases

stroboscopiques pouvant être façonnés via une modulation périodique du réseau est beaucoup

plus importante que dans le cas statique.
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Récapitulatif

En résumé, l’étude temporelle du potentiel créé par le réseau optique est simplifiée dans

le cas d’une modulation périodique. On peut adapter la notion de portrait de phases intro-

duite dans le cas statique à une vision stroboscopique du système : les trajectoires évoluent

au cours du temps et les intersections de ces trajectoires avec un plan définissent le portrait

de phases stroboscopique. La forme de ces portraits de phases stroboscopiques dépend de

deux paramètres (γ,ε) et ils peuvent adopter une grande diversité de profils différents : de

quasiment intégrable à complètement chaotique.

Dans la prochaine partie nous allons présenter le formalisme de Floquet, équivalent du théorème

de Bloch pour une périodicité temporelle, qui va nous permettre de prédire l’évolution de fonc-

tions d’onde dans le réseau modulé.

6.2.2 Effet tunnel dans un espace des phases stroboscopique

Les considérations que nous avons faites jusqu’à présent sur la dynamique des atomes au sein

du réseau optique modulé sont classiques. Or, comme nous avons eu l’occasion de le voir plu-

sieurs fois déjà dans ce manuscrit, une description quantique de la dynamique au sein du réseau

est nécessaire. Nous allons donc tout d’abord présenter succinctement comment représenter un

système quantique dans un espace des phases via la représentation de Husimi.

6.2.2.1 Représentation de Husimi

Afin d’étudier un système quantique, on peut chercher une représentation de ce dernier dans

l’espace des phases. Cependant, à cause du principe d’incertitude de Heisenberg, on ne peut pas

assigner une probabilité précise à un point de l’espace de phase : on ne peut donc pas attribuer

de distribution de probabilité au système dans l’espace des phases comme on pourrait le faire en

physique statistique. Au mieux, on peut définir une distribution de quasi-probabilité. Plusieurs

formalismes existent pour décrire une fonction d’onde dans un espace des phases dont les deux

plus utilisés sont ceux de Wigner [174] et de Husimi [175]. Chacune de ces deux représentations

présentent des avantages et des inconvénients pour l’étude de systèmes quantiques. Pour les tra-

vaux que nous allons présenter par la suite, nous n’utiliserons que la représentation de Husimi.

La représentation de Husimi Q(x,p) correspond à la projection d’une fonction d’onde ψ sur un

état cohérent |α〉 dans l’espace des phases, d’impulsion moyenne p et de position moyenne x
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|α〉 =

∣∣∣∣∣∣ x+ ip√
2π~eff

〉
. (6.8)

Cet état cohérent possède une distribution gaussienne en position x et impulsion p dont les écarts-

types sont ∆x = ∆p = ~eff/
√

2. C’est donc un état de surface minimale dans l’espace des phases

saturant l’inégalité de Heisenberg. La définition de la fonction de Husimi est alors

Q(x,p) =N |〈α|ψ〉|2. (6.9)

où N est une constante de normalisation telle que∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞
dxdpQ(x,p) = 1. (6.10)

C’est cette représentation de la fonction d’onde qui est représentée schématiquement sur la fi-

gure 6.1 dans l’introduction de ce chapitre. Cette représentation permet d’évaluer à quel point

une fonction d’onde est localisée dans l’espace des phases. Via cette représentation, il est alors pos-

sible d’associer des états quantiques à des structures classiques du portrait de phases [171]. Si la

surface représentée par ~eff est plus petite que la surface des ı̂lots de stabilité, les états quantiques

occupent une faible surface dans l’espace des phases et il devient alors facile de leur attribuer

un caractère régulier ou chaotique suivant leur localisation sur le portrait de phases. C’est ce que

l’on nomme le régime semi-classique. À l’inverse, si la surface représentée par ~eff est trop grande

par rapport aux structures classiques du portrait de phase il y a une ambiguı̈té sur le caractère

régulier ou chaotique d’un état. C’est ce que l’on nomme le régime quantique.

Pour rappel, ~eff est un paramètre du système que nous pouvons ajuster expérimentalement via la

fréquence de modulation. Nous pouvons donc en quelque sorte choisir à quel point nous désirons

rendre notre expérience quantique ou classique.

Pour comprendre la dynamique quantique des atomes, on peut remarquer une ressemblance entre

le portrait de phase stroboscopique généré par les paramètres (γ = 0.265, ε = 0.27) et le portrait

de phases statique d’un double puits de potentiel, comme représenté sur la figure 6.4. Le double

puits de potentiel est un système déjà largement étudié en mécanique quantique et nous allons

voir dans la prochaine partie comment nous pouvons exploiter cette ressemblance pour décrire la

dynamique quantique des atomes dans un espace des phases stroboscopique.

6.2.2.2 Rappel et analogie avec le double de puits de potentiel

Rappelons donc les processus mis en jeux lors d’un effet tunnel en présence d’une barrière d’énergie.

Considérons pour cela un double puits de potentiel dont l’expression est
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Figure 6.4 – Analogie avec un double puits de potentiel. a : Portrait de phases statique d’un

double puits de potentiel. b : Portrait de phases stroboscopique obtenu pour les paramètres (γ =

0.265, ε = 0.27)

V (x) = V0

(
x − xG
xG

)2 (
x − xD
xD

)2

, (6.11)

où xG,D sont les positions des deux puits de gauche et de droite et V0 est la hauteur de la barrière

d’énergie séparant les puits. Une particule classique possédant une énergie inférieure à V0 restera

indéfiniment dans le puits où elle se trouve initialement. En revanche la mécanique quantique

prédit une probabilité non nulle de trouver la particule dans l’autre puits.

Afin d’aborder ce problème, considérons tout d’abord le cas de figure où la distance ∆x = |xG −xD |
tend vers l’infini. Dans ce cas, pour les fonctions d’onde de basse énergie au fond des puits, on peut

considérer chacun des deux puits comme étant indépendants l’un de l’autre et donc comme deux

oscillateurs harmoniques. Les états et énergies propres de chacun des puits sont donc connus.

L’état fondamental de chacun des puits est une gaussienne et l’énergie de ces deux états E0 = ~ω

est dégénérée. On notera |G〉 la fonction d’onde d’énergie minimale localisée dans le puits de

gauche et |D〉 la fonction d’onde d’énergie minimale localisée dans le puits de droite. Au fur et à

mesure que la distance ∆x diminue, un couplage δ entre ces deux puits apparaı̂t. Cela a pour effet

de lever la dégénérescence des deux niveaux d’énergie fondamentaux de chacun des puits d’une

quantité ~δ. Dans la base des états {|G〉, |D〉}, l’hamiltonien du double puits est alors

Ĥ{|G〉,|D〉} =
~

2

 ω −δ
−δ ω

 →
diag.

Ĥ{|S〉,|AS〉} =
~

2

 ω − δ 0

0 ω+ δ

 , (6.12)

et, une fois diagonalisé, la base des états propres de cet hamiltonien est donnée par une superpo-

sition symétrique et anti-symétrique des états |G〉 et |D〉
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|S〉 =
1
√

2
(|G〉+ |D〉) , |AS〉 =

1
√

2
(|G〉 − |D〉) . (6.13)

L’évolution temporelle d’une fonction d’onde ψ(x, t) initialement localisée sur un des deux puits,

par exemple |G〉, dépend des énergies mises en jeux dans le système

|ψ(x, t)〉 =
1
√

2

(
e−i(ω−δ)t |S〉+ e−i(ω+δ)t |AS〉

)
= ei

ω
2 t

(
cos

(δt
2

)
|G〉+ i sin

(δt
2

)
|D〉

)
. (6.14)

Par conséquent, la probabilité de présence dans chacun des puits est données par

PG = cos2
(δt

2

)
, PD = sin2

(δt
2

)
. (6.15)

On remarque que ces deux probabilités évoluent au cours du temps : l’état initial est une super-

position des deux états propres du système et va donc osciller entre ces deux états à la fréquence

δ/2π. Ce transport peut s’effectuer même si l’énergie de la particule est inférieure à la barrière

d’énergie. C’est ce que l’on nomme l’effet tunnel.

Maintenant que nous avons rappelé les mécanismes de l’effet tunnel dans un double puits de po-

tentiel, nous allons voir dans la prochaine partie comment nous pouvons adapter cette théorie à

un espace des phases stroboscopique présentant deux ı̂lots de stabilité symétriques en position

dans l’espace des phases.

6.2.2.3 Théorème de Floquet-Bloch

Dans le cas d’un réseau modulé, nous pouvons faire une analogie entre les ı̂lots de stabilité du

portrait de phase stroboscopique et les sites d’un double puits de potentiel. Plus formellement,

pour faire cette analogie nous allons utiliser le théorème de Floquet-Bloch que nous rappelons ici.

Le théorème de Floquet-Bloch est le suivant : une fonction d’onde soumise à un hamiltonien

présentant une périodicité spatiale et temporelle peut se décomposer sur un ensemble de fonc-

tions appelés états de Floquet-Bloch de la forme

ψn,k(x, t) = e−i(ωn(k)t+kx)un,k(x, t), (6.16)

où

— les quasi-pulsations du système sont ωn(k) = εn(k)
~eff

avec εn(k) les quasi-énergies et ~eff la

constante de Planck effective définie en (6.6).

— le quasi-moment est k,



220 CHAPITRE 6. RÉSONANCES DANS L’EFFET TUNNEL ASSISTÉ PAR LE CHAOS

— la fonction un,k(x, t) = un,k(x + d, t + T ) est une fonction possédant la même périodicité spa-

tiale et temporelle que le réseau modulé.

Les états de Floquet-Bloch sont états propres de l’opérateur d’évolution Û sur une période de

modulation

Û (t, t + T )|ψn,k(x, t)〉 = e−iωn(k)T |ψn,k(x, t)〉. (6.17)

L’équation (6.17) nous indique qu’il existe une invariance par translation dans le spectre du

système ωn(k) → ωn(k) + 2π
T . Pour éviter toute redondance des solutions, on peut restreindre le

spectre de Floquet-Bloch aux intervalles

k ∈
[
−kL

2
,
kL

2

]
, et εn ∈

[
−π~eff
T

,
π~eff
T

]
. (6.18)

Maintenant que nous avons énoncé le théorème de Floquet-Bloch, nous allons voir comment nous

pouvons utiliser ce formalisme pour décrire la dynamique des atomes dans un espace des phases

stroboscopique.

6.2.2.4 Effet tunnel régulier

Dans le cas de l’effet tunnel dynamique que nous considérons, on peut montrer qu’il y a en général

deux états de Floquet-Bloch symétrique et antisymétrique qui ont une probabilité de présence

maximale sur les ı̂lots classiques. Les états de Floquet-Bloch se comportant sur une période de mo-

dulation comme les états propres d’un hamiltonien statique, nous pouvons, à l’instar du double

puits de potentiel, construire des états localisés stroboscopiquement sur un ı̂lot de stabilité à la

gauche de l’espace des phases |G〉 ainsi qu’à sa droite |D〉

|G〉 ∼ 1
√

2

(
|ψSn,k〉+ |ψ

AS
n,k〉

)
, |D〉 ∼ 1

√
2

(
|ψSn,k〉 − |ψ

AS
n,k〉

)
, (6.19)

où les états |ψSn,k〉 et |ψASn,k〉 sont les états de Floquet-Bloch pour t = 0 [T ], respectivement symétrique

et antisymétrique, ayant le plus grand recouvrement avec les ı̂lots de stabilité. Ces états ont res-

pectivement les quasi-énergies εS et εAS et l’écart en énergie entre ces deux niveaux est

|εS − εAS | [ω] =
ω
2

+∆ε avec ∆ε�ω. (6.20)

À partir de cet écart en énergie, on peut définir un taux de couplage entre ces deux états

δ =
∆ε
~eff

. (6.21)

Rappelons que les ı̂lots de stabilité évoluent dans l’espace des phases lors de leur mouvement

sub-période : au bout d’une période de modulation, ils se retrouvent de l’autre côté de l’espace des
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phases comme représenté sur la figure 6.3. À l’échelle d’une période de modulation, on peut dire

qu’une fonction d’onde initialement placée sur un ı̂lot à gauche de l’espace des phases évoluera

de la manière suivante

|ψ(x, t = T )〉 = Û (0,T )|G〉, (6.22)

=
1
√

2

(
e
iεS T
~eff |ψSn,k〉+ e

iεAST
~eff |ψASn,k〉

)
, (6.23)

=
1
√

2
e
iεS T
~eff

(
|ψSn,k〉

.

.
+ e

iωT
2︸︷︷︸
−1

eiδT |ψASn,k〉
)
' |D〉. (6.24)

La fonction d’onde est localisée sur l’ı̂lot de droite après une période de modulation à un faible

déphasage près. En d’autres termes, la fonction d’onde reste localisée dans l’ı̂lot de stabilité initial

mais elle suit son mouvement sub-période de modulation de telle manière à se retrouver de l’autre

côté de l’espace des phases après une période de modulation. En continuant ce raisonnement, on

voit qu’au bout de deux périodes de modulation, la fonction d’onde est revenue à gauche de l’es-

pace des phases avec un déphasage accumulé plus important. On en conclut qu’afin de mettre en

évidence un effet tunnel entre les ı̂lots, il convient de mesurer l’état du système toutes les deux

périodes de modulation, cas de figure où l’on s’attend à observer classiquement les atomes tou-

jours du même côté du portrait de phases, et ce sur un grande nombre de périodes de modulation.

D’un point de vue quantique, on s’attend de cette manière à ce que le déphasage ei2nδT entre les

états symétrique et anti-symétrique fasse osciller la fonction d’onde de l’ı̂lot de gauche à l’ı̂lot de

droite : c’est l’effet tunnel dynamique.

Plus formellement, sur 2n périodes de modulation la fonction d’onde aura l’évolution strobosco-

pique suivante

|ψ(x,2nT )〉 = Û (0,2nT )|G〉 ∝ e−iδnT |ψSn,k〉+ e
iδnT |ψASn,k〉 ∝ cos(δnT ) |G〉+ i sin(δnT ) |D〉, (6.25)

et les probabilités d’observer les atomes dans un ı̂lot de stabilité sont

PG = cos2 (δnT ) , PD = sin2 (δnT ) . (6.26)

À l’instar du double puits de potentiel, on s’attend à observer une oscillation tunnel entre les ı̂lots

de stabilité de l’espace des phases à la fréquence δ/π. Insistons à nouveau sur le fait que cette

prédiction est en désaccord avec l’intuition classique que l’on peut se faire du portrait de phases

stroboscopique.

Comme nous l’avons mentionné dans la partie précédente, la diversité de portrait de phases que

les paramètres de modulation peuvent générer est vaste et, pour certains paramètres, il se peut
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Figure 6.5 – Principe de l’effet tunnel assisté par le chaos. a : Spectre de quasi-énergies d’un

doublet d’états réguliers (rouge et bleu) et d’un état chaotique (vert). Un croisement évité apparaı̂t

entre l’état chaotique et l’un des états réguliers de même symétrie (ici l’état symétrique). Au fur

et à mesure que ~eff est modifié, ces deux états se mélangent puis se repoussent. b : La fréquence

d’oscillation tunnel résultante est proportionnelle à la différence de quasi-énergies entre les états

et présente deux contributions au niveau du croisement et de fortes variations. c-f : Représentation

de Husimi dans l’espace des phases stroboscopique des états impliqués dans le croisement. Les

états réguliers antisymétrique (c) et symétrique (f) sont localisés au voisinage des ı̂lots de stabilité.

L’état chaotique (d) est quant à lui dispersé dans la mer chaotique. L’état mélangé (e) recouvre à

la fois les ı̂lots de stabilité et la mer chaotique.

que les deux ı̂lots de stabilité soient séparés par une mer chaotique alors qu’ici les deux ı̂lots

étaient protégés du chaos par des trajectoires régulières les entourant comme on peut le voir

sur la figure 6.4. Nous allons voir dans la prochaine partie que la présence de chaos entre les

ı̂lots de stabilité modifie drastiquement la dynamique des oscillations tunnel entre les deux ı̂lots

[176, 177].

6.2.2.5 Effet tunnel assisté par le chaos

Dans le cas où les deux ı̂lots de stabilité sont séparés par une mer chaotique, il se peut qu’un

troisième état localisé dans la mer chaotique intervienne dans le transport par effet tunnel. Pour

prendre ce mécanisme en compte, la base des états utilisée pour étudier le système est à présent{
|ψSn,k〉, |ψ

AS
n,k〉, |ψ

C
n,k〉

}
, avec |ψCn,k〉 l’état chaotique : Il s’agit d’un état de Floquet dont la fonction de
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Husimi est localisée dans la mer chaotique et possède très peu de recouvrement avec les structures

régulières de l’espace des phases. L’hamiltonien du système devient alors [170]

Ĥ(λ) =


εAS(λ) 0 0

0 εS(λ) β

0 β εC(λ)

 , (6.27)

où l’état chaotique n’interagit qu’avec l’état régulier de même symétrie avec une force de cou-

plage β. Ici nous allons considérer que l’état chaotique est symétrique, mais le raisonnement se-

rait similaire pour un état chaotique anti-symétrique. Comme l’hamiltonien du cas régulier, l’ha-

miltonien (6.27) décrit un processus de transport par effet tunnel mais comporte une différence

fondamentale avec le cas d’un mécanisme à deux états. Dans le cas régulier, si un des paramètres

du système, appelons le λ, est modifié au cours de l’expérience, on s’attend à ce que l’écart en

énergie entre les états varie de manière monotone en fonction de ce paramètre. Ce n’est en re-

vanche pas le cas pour un système à trois états. Le couplage avec l’état chaotique ne modifie pas

l’état symétrique régulier, mais il modifie légèrement son énergie d’une quantité

∆ε(c)(λ) =
β2

|εS(λ)− εC(λ)|
. (6.28)

À partir de cet écart en quasi-énergie, on peut définir un taux de couplage entre l’état chaotique

et l’état régulier de même symétrie

δ(c)(λ) =
∆ε(c)(λ)
~eff

. (6.29)

Ce changement de la quasi-énergie va modifier l’écart entre εS et εAS et donc modifier la dyna-

mique tunnel : on s’attend à un croisement évité prononcé lorsque les énergies des états chaotique

εC(λ) et symétrique εS(λ) s’approchent l’une de l’autre. Ce mécanisme est représenté schématique

sur la figure 6.5 a. Pour mieux comprendre les mécanismes mis en jeux, étudions deux cas limites :

— Dans le cas β2 � |εC(λ) − εS(λ)|2, donc loin du croisement évité, l’évolution des compo-

santes symétrique et chaotique est celle que nous avons établie dans le cas de l’effet tunnel

régulier : il y a un couplage entre deux états du système, |ψCn,k〉 et |ψSn,k〉, et donc une faible

oscillation d’amplitude de probabilité entre ces états d’amplitude [170]

b ∼
β

εC(λ)− εS(λ)
. (6.30)

L’état |ψSn,k〉 est inchangé et on a comme évolution pour une fonction d’onde initialement

localisée sur l’ı̂lot de gauche de l’espace des phases

|ψ(x,2nT )〉 =
1
√

2

e 2i(εS (λ)+∆ε(c)(λ))nT
~eff |ψSn,k〉+ e

2iεAS (λ)nT
~eff |ψASn,k〉

 . (6.31)
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On assiste donc à une modification de la fréquence de l’effet tunnel dynamique δ → δ +

δ(c)(λ). L’image que l’on peut se faire de la dynamique d’évolution de la fonction d’onde

initialement localisée sur un ı̂lot de l’espace des phases est qu’en plus de la partie de la fonc-

tion d’onde qui peut se coupler à l’ı̂lot symétrique par effet tunnel dynamique, une partie

de la fonction d’onde peut se coupler d’abord à l’état délocalisé dans la mer chaotique puis

à l’ı̂lot symétrique. La combinaison de ces deux effets a pour conséquence d’accélérer ou de

ralentir l’oscillation tunnel. Dans les deux cas, au bout d’un certain nombre de périodes de

modulation, la totalité de la fonction d’onde est transférée sur l’ı̂lot opposé.

— Dans le cas β2� |εC − εS |2, donc au niveau du croisement évité, les états assurant le trans-

port par effet tunnel sont alors des superpositions cohérentes des états symétrique et chao-

tique, dont un exemple de représentation de Husimi est donné sur la figure 6.5 e. Comme

il y a deux différences d’énergie entre les trois états à considérer, on s’attend donc à ob-

server deux fréquences dans les oscillations tunnel. En d’autres termes, on s’attend à un

phénomène de battement dans les oscillations tunnel lorsqu’il y a un couplage fort avec un

troisième état chaotique.

Cette dépendance à la variation d’un paramètre du système a pour conséquence une forte aug-

mentation ou, à l’inverse, une forte atténuation du taux tunnel, et parfois la présence de deux

fréquences tunnel, comme illustré sur figure 6.5 b. On comprend alors que sur une large plage

du paramètre λ, le taux tunnel variera de manière erratique et présentera des résonances en-

trainant la variation de la fréquence d’oscillation tunnel par plusieurs ordres de grandeurs. En

pratique, sur la plage de variation du paramètre λ, il y a un grand nombre de croisements évités

avec des états de la mer chaotique : on parle dans ce cas d’échelle d’états chaotiques. Trois critères

caractérisent alors l’effet tunnel assisté par le chaos [178]

— Une grande augmentation ou atténuation de l’écart moyen en énergie entre les différents

états impliqués dans la dynamique [173, 179].

— Une sensibilité extrême aux variations d’un paramètre extérieur.

— Une forte dépendance des propriétés de l’effet tunnel vis-à-vis des caractéristiques de la

mer chaotique entre les ı̂lots de stabilité.



6.2. INTRODUCTION THÉORIQUE 225

Récapitulatif

Pour résumer, il existe une forte analogie entre un double puits de potentiel et deux ı̂lots de

stabilité dans un portrait de phase stroboscopique. Cette analogie nous a permis de décrire

le mécanisme de l’effet tunnel entre deux ı̂lots de stabilité lorsqu’ils étaient protégés de la

mer chaotique. Dans ce cas, seuls deux états du système sont impliqués. En revanche, si le

portrait de phase présente une mer chaotique séparant les ı̂lots de stabilité, la dynamique

tunnel est fortement modifiée : un troisième état délocalisé dans la mer chaotique peut

participer au transport. L’interaction de cet état chaotique avec l’un des états réguliers de

même symétrie peut engendrer de fortes modifications de la fréquence tunnel entre les ı̂lots

de stabilité : on parle dans ce cas de résonance de l’effet tunnel assisté par le chaos.

Cela nous indique donc les signatures expérimentales attendues en présence d’effet tunnel as-

sisté par le chaos. En pratique, nous verrons que le paramètre λ que nous allons varier est 1/~eff,

paramètre que nous pouvons précisément ajuster via la fréquence de modulation. Dans la pro-

chaine partie nous allons discuter de l’influence d’un autre paramètre du système sur lequel nous

possédons un moins bon contrôle, le quasi-moment k.

6.2.2.6 Influence du quasi-moment k

Comme nous l’avons vu à la section 6.2.2.3, les quasi-énergies du système dépendent du quasi-

moment k. C’est donc un paramètre du système et sa variation peut entraı̂ner de fortes variations

de la fréquence des oscillations tunnel.

Dans le cas idéal où le condensat occupe un nombre infini de sites du réseau optique, tous les

atomes ont le même quasi-moment k et la distribution en quasi-moment du nuage atomique est

donc un delta de dirac f (k) = δ(k−k0). Pour un condensat chargé adiabatiquement dans un réseau

optique, le condensat est dans la bande fondamentale au centre de la première zone de Brillouin

et donc k0 = 0. On peut montrer que si l’on change la valeur de k0, la fréquence tunnel est principa-

lement modifiée au niveau des résonances [7], alors qu’elle reste quasiment la même loin des résonances.

Dans le cas plus réaliste où on considère un condensat d’extension finie et en présence d’inter-

actions, on peut modéliser la distribution en quasi-moment du condensat par une distribution

centrée autour de k = 0 et de largeur ∆k. Les atomes de l’ensemble atomique n’ont donc pas tous

le même quasi-moment k. Ils n’ont donc pas tous la même fréquence d’oscillation tunnel. La largeur

en quasi-moment ∆k induit donc un déphasage des oscillations tunnel au sein du nuage d’atomes.

Loin des résonances, l’effet de la largeur en quasi-moment sera négligeable. En revanche, au voi-
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sinage des résonances, on s’attend à un brouillage du signal des oscillations tunnel.

On en conclut que plus le système aura une faible dispersion en quasi-moment (et donc plus le

nuage atomique occupera un grand nombre de sites du réseau optique), plus le signal des oscil-

lations tunnel sera net, et ce particulièrement au niveau des résonances. On peut également dire

que, pour interpréter les signaux expérimentaux d’oscillations tunnel au voisinage des résonances,

il faut prendre en compte l’extension finie du condensat.

Dans la prochaine partie, nous allons présenter les résultats des expériences pionnières du NIST

et d’Austin en vue de l’observation de l’effet tunnel assisté par le chaos avec des nuages d’atomes

ultra-froids. Nous verrons les limitations expérimentales de ces expériences pionnières et nous

verrons quelles solutions expérimentales nous avons retenues pour observer les résonances de

l’effet tunnel assisté par le chaos.

6.3 Expériences pionnières

Dans cette partie, nous allons présenter les résultats de deux expériences effectuées au début des

années 2000 qui ont observé un effet tunnel dynamique entre deux ı̂lots de stabilité dans un es-

pace des phases stroboscopique mixte.

6.3.1 L’expérience de Gaithersburg [5]

La première expérience à laquelle nous allons nous intéresser a été effectuée dans le groupe de

William Phillips au NIST en collaboration avec un groupe de recherche de l’université de Queens-

land en Nouvelle-Zélande. Elle met en évidence un effet tunnel dynamique entre deux ı̂lots de

stabilité dans un espace des phases stroboscopique.

Le protocole utilisé par l’équipe du NIST pour préparer une superposition d’états de Floquet sur

un des ı̂lots de stabilité de l’espace des phases stroboscopique, représenté sur la figure 6.6 a, est le

suivant :

— Un condensat de Bose-Einstein d’atomes de sodium peuplé d’environ 3 · 106 atomes est

préparé dans un piège magnétique.

— La profondeur du piège est ensuite diminuée adiabatiquement afin de permettre au conden-

sat de s’étendre spatialement. Cela a pour effet de diminuer l’énergie d’interaction au sein

du nuage pour s’approcher au mieux une dynamique proche d’une dynamique à un corps

et de diminuer la dispersion en quasi-moment ∆k.
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Figure 6.6 – Résultats de l’expérience de Gaithersburg. a : Portrait de phases stroboscopique

utilisé par le groupe du NIST. Les paramètres de modulation sont γ = 0.415 ± 10% et ε = 0.29.

L’inset est un zoom de l’ı̂lot de stabilité chargé afin d’observer l’effet tunnel dynamique. b : Profils

de la distribution en impulsion en fonction du nombre de périodes de modulation. c : Population

des ordres de diffraction négatifs (rouge) et positifs (bleu) en fonction du nombre de périodes de

modulation. d : Impulsion moyenne de la distribution en impulsion en fonction du nombre de

période de modulation. Figure adaptée de [5].

— Le condensat est ensuite chargé adiabatiquement dans un réseau optique désaccordé de

14 GHz vers le bleu par rapport à la raie D2 du sodium de longueur d’onde λ = 589 nm.

Les atomes se trouvent alors au centre de la première zone de Brillouin dans la bande

fondamentale du réseau 2.

— Le réseau est abruptement translaté en changeant la fréquence de modulation d’un modu-

lateur acousto-optique formant le réseau afin de déplacer le nuage d’atomes. Le décalage

est choisi pour que le paquet d’onde se retrouve sur un ı̂lot de stabilité.

— La modulation d’amplitude est allumée avec une fréquence de modulation de ν = 220 −
320 kHz.

— La phase de la modulation est choisie afin que les ı̂lots soient alignés verticalement selon

l’axe des impulsions après un certain nombre de périodes de modulation comme représenté

sur la figure 6.6 a.

— L’état obtenu est mesuré après 1.5 ms de temps de vol.

Les auteurs de cette expérience ajustent la fréquence de modulation de telle manière à optimiser

le recouvrement entre le paquet d’onde atomique et l’ı̂lot de stabilité mais également pour rendre

l’action typique d’une particule du système assez petite pour que les effets quantiques deviennent

2. La profondeur du réseau est mesurée avant l’expérience via une oscillation dans le réseau combiné à un calcul de

la structure de bande. Cela leur permet de connaı̂tre la valeur de γ avec une incertitude de 10%.



228 CHAPITRE 6. RÉSONANCES DANS L’EFFET TUNNEL ASSISTÉ PAR LE CHAOS

observables. Les résultats de leurs expériences sont représentés sur la figure 6.6 b et c.

La figure 6.6 b montre les profils de la distribution en impulsion du condensat au fur et à mesure

du nombre de période de modulation. Les ı̂lots choisis par le groupe effectuent leur rotation dans

l’espace des phases en une seule période de modulation. Le groupe du NIST a donc effectué ses

mesures sur l’état du nuage atomique toutes les périodes de modulation. On s’attend classique-

ment à observer les atomes toujours dans leur état d’impulsion initial. L’oscillation que l’on peut

apercevoir entre les impulsions négatives et positives révèle la dynamique d’oscillation tunnel

entre les ı̂lots de stabilité de l’espace des phases.

Un groupe français a effectué une étude détaillée de l’expérience du NIST dans la référence [171].

Les auteurs de cette étude ont remarqué que les deux ı̂lots symétriques choisis par le groupe du

NIST sont ”proches” dans l’espace des phases. Cela permet que l’écart en énergie entre les états

symétrique et anti-symétrique soit assez grand pour mesurer une dynamique tunnel. Un autre

point important est que ces derniers restent au sein d’un même site du réseau au cours de la

modulation. En choisissant ce type d’ı̂lot, la taille finie du nuage d’atome a donc moins d’effet.

La période tunnel est donc peu dépendante du quasi-moment k, et l’élargissement inévitable du

quasi-moment au cours de l’expérience (dû à la taille finie du système ou encore à la présence

d’interactions), ne brouillera donc pas trop fortement le signal afin qu’il puisse être observé. De

plus, une analyse numérique du système a montré que la dynamique tunnel entre les ı̂lots de

stabilité n’impliquait que deux états et reflétait par conséquent un effet tunnel dynamique. Cette

expérience ne mettait donc pas en évidence d’effet tunnel assisté par le chaos.

6.3.2 L’expérience d’Austin [6]

Le protocole utilisé par l’équipe d’Austin pour préparer une superposition d’états de Floquet sur

un des ı̂lots de stabilité de l’espace des phases stroboscopique représenté sur la figure 6.7 a est le

suivant

— Un nuage d’atomes de césium de faible distribution en impulsion est préparé via un pro-

cessus de refroidissement dans un réseau 3D et une sélection en vitesse par transitions

Raman. Durant ce processus, la majeure partie des atomes est filtrée et donc perdue.

— Le nuage d’atomes restants est ensuite chargé adiabatiquement dans un réseau unidimen-

sionnel décalé en fréquence de 50 GHz de la raie D2 du césium de longueur d’onde λ =

852 nm. Une fois chargés dans le réseau, les atomes se trouvent dans la bande fondamen-

tale au centre de la structure de bande.

— Le réseau est translaté d’un quart de largeur de site à l’aide d’un modulateur électro-

optique entraı̂nant une dynamique d’oscillation des atomes. Au bout d’un quart de période
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a b c

Figure 6.7 – Résultats de l’expérience d’Austin. a : Espace des phases stroboscopique utilisé par

le groupe d’Austin. Les paramètres de modulation sont γ = 0.266 ± 5% et ε = 1. b : Visualisation

3D des profils de la distribution en impulsion en fonction du temps de modulation. c : Impulsion

moyenne de la distribution en impulsion en fonction du nombre de période de modulation. Figure

adaptée de [6].

d’oscillation (6 µs pour les paramètres de cette expérience), les atomes arrivent au bas des

puits de potentiel en ayant acquis de l’énergie cinétique au cours de leur mouvement.

Ils sont alors positionnés sur un des ı̂lots de stabilité selon l’axe des impulsions de la fi-

gure 6.7 a.

— La modulation d’amplitude est allumée.

— Après un certain nombre de périodes de modulation, un temps de vol de 20 ms est effectué

afin d’imager la distribution en impulsion du nuage par fluorescence. Afin de compenser la

perte d’atomes durant le processus initial de refroidissement, les données présentées par le

groupe sont moyennées sur une vingtaine, voir centaine pour la figure 6.7 b, de répétitions.

Sur la distribution en impulsions au cours du temps de modulation présentée sur la figure 6.7 b,

on observe un mouvement d’oscillation entre les impulsions positives et négatives. De même que

pour l’expérience du NIST, il s’agit de la signature d’une oscillation tunnel.

Dans la référence [171], une étude détaillée de l’expérience d’Austin a également été effectuée.

Les auteurs de cette étude ont souligné que les ı̂lots de stabilité choisi pour effectuer l’expérience

d’Austin changent de site du réseau au cours d’une période de modulation. L’effet de l’exten-

sion finie du nuage d’atomes se fera donc sentir de plus en plus au cours de la modulation. Cela

requiert donc une distribution en quasi-moment extrêmement faible afin que la dynamique tun-

nel puissent être observée. Cependant, comme leur protocole de préparation de l’état initial ne

produit pas un condensat de Bose-Einstein, nuage atomique possédant une faible dispersion en
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quasi-moment, mais un nuage d’atomes froids d’extension en quasi-moment plus large, ce choix

d’ı̂lot n’est pas le plus optimal. De plus, l’analyse numérique du système a montré un mécanisme à

trois états dans la dynamique tunnel mais la valeur de ~eff utilisée était trop grande pour pouvoir

discriminer entre la nature régulière ou chaotique du troisième état impliqué : les états sont trop

délocalisés dans l’espace des phases et avaient donc un grand recouvrement avec les ı̂lots de sta-

bilité comme avec la mer chaotique. En d’autres termes, l’expérience se déroulait dans le régime

quantique. Il était donc impossible de conclure si l’effet tunnel observé était assisté par le chaos

ou non.

6.3.3 Récapitulatif et comparaison des expériences

Ces deux expériences ont permis de poser de solides bases pour l’observation d’un effet tunnel

dynamique impliquant plusieurs états mais certaines limitations expérimentales ont empêché ces

deux groupes de démontrer l’effet tunnel assisté par le chaos. A la lumière de ces expériences,

nous avons modifié le protocole expérimental d’observation de l’effet tunnel assisté par le chaos

de manière à nous affranchir des limitations expérimentales de ces expériences pionnières :

— Nous utilisons un condensat de Bose-Einstein (comme le groupe du NIST) afin que la dis-

persion en quasi-moment du nuage soit faible.

— Nous préparons un état initial comprimé en impulsion (comme le groupe du NIST) et avec

un faible nombre d’atomes. Cela diminue davantage la dispersion en quasi-moment du

nuage et nous permet de nous affranchir d’une perte de contraste des oscillations tunnel au

cours de la modulation (probablement due aux interactions) et de retrouver une physique

à un corps.

— Nous chargeons les atomes dans un réseau optique de longueur d’onde λ = 1064 nm très

éloignée de la longueur d’onde de la transition D2 du rubidium λ = 780 nm. L’émission

spontanée, pouvant entrainer des effets de chauffage du nuage d’atomes au cours de la mo-

dulation, est alors négligeable. Nous pouvons alors utiliser plus de puissance pour piéger

les atomes et ils ne sont donc plus en chute libre au cours de l’expérience ce qui permet des

temps d’observation plus longs.

— Nous chargeons des ı̂lots de stabilité symétriques selon l’axe des positions x→ −x au lieu

de l’axe des impulsions p→ −p. Il a été démontré que l’effet tunnel entre ı̂lots selon cette

symétrie est beaucoup plus robuste contre les imperfections expérimentales [173].

— Nous sommes capables d’atteindre des profondeurs de réseau optique plus grandes et nous

pouvons donc atteindre des valeurs de ~eff plus petites. Nos expériences sont donc forte-

ment dans le régime semi-classique. Le nombre ainsi que la nature des états impliqués dans

le processus tunnel sont donc plus facilement identifiables.
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Gaithersburg Austin Toulouse

Espèce atomique Sodium Césium Rubidium

Condensat Oui Non Oui

Nombre d’atomes 3 · 106 < 106 3 · 104

Masse atomique (kg) 3.82 · 10−26 2.21 · 10−25 1.44 · 10−25

Longueur d’onde

du réseau (nm)
589 852 1064

Désaccord par rapport

à la transition

atomique (GHz)

14 50 105

Fréquence maximale de

modulation (kHz)
320 50 80

hbar minimale 0.63 0.33 0.22

γ ±∆γ 0.415± 10% 0.266± 5% 0.375± 1%

ε 0.29 1 0.24

Symétrie des ı̂lots de stabilité p p x

Nombre maximal de période

de modulation
40 < 160 300

νtunnel/ν 7 - 17 3 - 6 0.6 - 6

Table 6.1 – Comparaison des conditions expérimentales et des résultats obtenus dans les

équipes de Gaithersburg, d’Austin et de Toulouse.

— Nous calibrons plus précisément la profondeur du réseau optique [98] et estimons donc la

valeur de γ avec une plus faible incertitude (1− 2% dans notre cas contre 5− 10% pour les

expériences pionnières). Cela nous a permis de discriminer les résultats où la variation de

γ au cours de la prise de données était trop importante pour pouvoir interpréter clairement

les oscillations tunnel.

Un comparatif entre les deux expériences pionnières ainsi que nos résultats est donné dans le

tableau 6.1. Les améliorations que nous avons apportées au dispositif expérimental ainsi qu’au

protocole d’observation de l’effet tunnel nous ont permis, comme nous allons le voir dans la pro-

chaine partie, d’observer un plus grand nombre d’oscillations du nuage d’atomes entre les ı̂lots de

stabilité et avec un meilleur contraste. De plus, une plus grande variation de la fréquence tunnel

en fonction de ~eff a été observée, en d’autres termes une résonance, signature forte de l’interven-

tion d’un état chaotique dans le mécanisme de l’effet tunnel.
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Récapitulatif

Les deux expériences pionnières que nous venons de présenter ont été de véritables percées

dans le domaine des atomes froids et du chaos quantique. Elles ont révélé un grand ni-

veau de contrôle expérimental et une compréhension fine de la dynamique classique sous-

jacente. Néanmoins, elles ne sont pas parvenues à convaincre pour l’observation de l’ef-

fet tunnel assisté par le chaos en raison des grandes valeurs de ~eff utilisées au cours des

expériences[171, 172]. L’effet tunnel assisté par le chaos restait donc encore à observer.

Dans la suite de ce chapitre nous allons présenter les résultats que nous avons obtenus dans l’ob-

servation de résonances de l’effet tunnel assisté par le chaos.

6.4 Résultats expérimentaux

Dans cette partie, je présente comment nous sondons expérimentalement les portraits de phases

stroboscopiques, ce qui constitue une étape indispensable au chargement efficace des ı̂lots de sta-

bilité. Je présenterai ensuite l’étude de l’effet tunnel assisté par le chaos entre ces ı̂lots de stabilité.

6.4.1 Bifurcation des zones de stabilité dynamiques

L’observation expérimentale de l’effet tunnel assisté par le chaos a nécessité de s’assurer au préalable

que les paramètres de modulation que nous utilisons produisent effectivement le bon espace

des phases stroboscopique. Dans un premier temps, je rappelle l’origine théorique de la bifur-

cation des zones de stabilité dans l’espace des phases : Comme nous allons le voir, lorsqu’un

paramètre classique γ ou ε du système est varié, nous assistons à une bifurcation des ı̂lots de sta-

bilité du portrait de phase stroboscopique. Puis, je présente notre aptitude à produire et observer

expérimentalement une variété d’espaces des phases stroboscopiques.

6.4.1.1 Origine de la bifurcation

Pour comprendre formellement d’où provient ce phénomène de bifurcation, nous effectuons tout

d’abord un développement limité au premier ordre des équations du mouvement de notre système (6.7)

au voisinage du centre d’un puits du réseau en x = 0.

d2x

dt2
+γ (1 + εcos(t))x = 0. (6.32)
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Cette équation correspond à une équation de Mathieu, équation dont les solutions ont déjà été lar-

gement étudiées [176, 7, 51]. Elle présente des instabilités, c’est-à-dire des solutions non bornées,

qui rendent le point central de l’espace des phases (x = 0,p = 0) instable. Ces solutions non bornées

sont obtenues pour un ensemble de rapports des fréquence caractéristique et de modulation du

réseau ωL/ω ∝
√
γ . L’origine de la bifurcation, c’est-à-dire l’émergence de nouvelles zones de sta-

bilité pour des positions x décalées par rapport au centre du site, se comprend lorsque l’on pousse

le développement limité des équations du mouvement au deuxième ordre

d2x

dt2
+γ (1 + εcos(t))

(
x − x

3

6

)
= 0, (6.33)

En effet, l’équation (6.33), connue sous le nom d’équation de Mathieu-Duffing, possède des non-

linéarités qui peuvent déplacer et restaurer les points stables de l’équation de Mathieu standard.

Ce sont ces effets qui sont à l’origine de la bifurcation. En suivant le raisonnement analytique de

la référence [176], on peut établir que la bifurcation a lieu entre deux valeurs limites de γ (plus

de détails sont donnés dans la thèse de mon prédécesseur [7])

γ±c =
1

4± 2ε
. (6.34)

Pour une amplitude de modulation ε fixée, le centre de l’espace des phases devient instable

lorsque la valeur basse γ+
c est atteinte au fur et à mesure que γ augmente. Deux points de sta-

bilité opposés apparaissent alors dont les coordonnées évoluent ensuite comme : x∗p∗
 = ±

√
8
(
1 +

ε
2
− 1

4γ

) cos(t)

sin(t)/2

 . (6.35)

Nous avons choisi de travailler avec une valeur de ε = 0.268. Dans ce cas, la bifurcation apparaı̂t

pour γ+
c = 0.22. Dans l’intervalle γ ∈ [0.22,0.29], le centre du portrait de phase (x = 0,p = 0) est

instable. Pour les valeurs γ > γ−c = 0.29, le centre du portait de phase est à nouveau stable. C’est ce

phénomène que nous avons observé expérimentalement et dont nous allons présenter les résultats

dans la prochaine partie.

6.4.1.2 Observation de la bifurcation des zones de stabilité

Le protocole pour observer la bifurcation des zones de stabilité dans l’espace des phases est

représenté sur la figure 6.8 : un condensat de Bose-Einstein est chargé adiabitiquement dans un

réseau optique de profondeur s en 1 ms. Le réseau est ensuite subitement décalé d’une quantité ϕ.

Au même instant la modulation d’amplitude, d’amplitude ε et de fréquence ν, est allumée. Le trio

de paramètre (s,ε,ν) définissent les paramètres (γ,ε) de l’hamiltonien adimensionné et donc de

l’espace des phases stroboscopique dans lequel vont évoluer les atomes. Afin que les effets quan-

tiques sur de la dynamique des atomes (comme l’effet tunnel dynamique) restent négligeables, on
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Figure 6.8 – Protocole pour sonder un portrait de phase stroboscopique. a-b : Le réseau est

subitement décalé (déphasage ϕ) afin de déplacer le nuage d’atomes : a, représentation in situ, et

b, représentation dans l’espace des phases. Lors du décalage du réseau, le nuage est déplacé selon

l’axe p = 0 de l’espace des phases. c : La modulation génère le portrait de phases dans lequel vont

évoluer les atomes. d : À la fin de la modulation, une demi période de modulation est ajoutée

afin d’effectuer une rotation dans l’espace des phases. Les ı̂lots initialement situés sur l’axe des

positions x se retrouvent situés sur l’axe des impulsions p. Cela permet d’extraire la population

des ı̂lots par mesure de la distribution d’impulsion après temps de vol, typiquement tTOF = 25 ms.

e-f : Evolution respectivement de l’amplitude et de la phase du réseau optique au cours du temps

(les différents temps ne sont pas à l’échelle).

se restreint à un faible nombre de périodes de modulation N , typiquement inférieur à dix. Nous

avons ainsi accès au caractère classique de l’espace des phases. Insistons sur le fait que l’informa-

tion à laquelle nous voulons remonter concerne la position des atomes dans le réseau optique. Or,

un site du réseau est de largeur d = 532 nm, largeur inférieur à la longueur d’onde λ = 780 nm

nécessaire pour pouvoir imager les atomes. L’observation de la dynamique spatiale des atomes est

donc limité par la diffraction et nous n’y avons pas accès directement. Pour palier à cela, au bout

des N périodes de modulation, une demi période de modulation supplémentaire est effectuée

afin de réaliser une rotation dans l’espace des phases : au cours du mouvement sub-période de

modulation du portrait de phase, les atomes initialement sur l’axe horizontal p = 0 de l’espace des

phases se retrouvent sur l’axe vertical x = 0. Les informations sur la distribution atomique selon

l’axe des positions sont alors transférées selon l’axe des impulsions. Nous mesurons l’état du système

obtenu après un temps de vol par la méthode d’imagerie par absorption, dont plusieurs exemples

sont donnés sur la figure 6.9 a-d.
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Figure 6.9 – Etude expérimentale du portrait de phases stroboscopique généré par les pa-

ramètres de modulation (γ = 0.348, ε = 0.27). a : Densité optique (distribution en impulsion,

mesurée après temps de vol) obtenue après 6 périodes de modulation pour un déphasage de

ϕ = −82°. b : ϕ = −50°. c : ϕ = −22°. d : ϕ = 0°. e : Dispersion en impulsion en fonction du

déphasage du réseau optique. f : Portrait de phases stroboscopique sondé.

Nous répétons ce protocole pour différents décalages ϕ dans l’intervalle [−90°,90°]. De cette

manière, nous déplaçons le paquet d’onde sur tout un site du réseau optique, c’est-à-dire pour

x ∈ [−d/2,d/2] afin de sonder l’espace des phases en p = 0. Pour une valeur de ϕ donnée, le paquet

d’onde est soit dans un ı̂lot de stabilité (région régulière de l’espace des phase) soit dans la mer

chaotique. Si ce dernier se trouve dans une région régulière, nous nous attendons à ce qu’il reste

localisé dans l’espace des phases. En effet, pour un faible nombre de périodes de modulation, la

fonction d’onde n’a pas le temps de passer par effet tunnel dans l’ı̂lot symétrique. À l’inverse,

s’il se trouve dans une région chaotique, nous nous attendons à ce qu’il diffuse dans l’espace des

phases. La signature expérimentale de ce type de comportement dans la distribution en impulsion

est la suivante
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Figure 6.10 – Bifurcation des zones de stabilité dans l’espace des phases. a-c : Espaces des

phases stroboscopiques présentant respectivement un, deux et trois ı̂lots de stabilité sondés avec

le protocole présenté sur la figure 6.11. d-f : Résultats du protocole pour les espaces des phases

a-c. On observe respectivement un, deux et trois minima de dispersion dans la distribution en

impulsion dont on extrait les positions à l’aide d’un ajustement gaussien. g : Positions des ı̂lots

de stabilité. Nous comparons les positions des ı̂lots extraites à partir des données expérimentales

(points bleus) et les résultats de simulations numériques (code couleur) effectuées par Maxime

Martinez, doctorant au Laboratoire de Physique Théorique de Toulouse. Le code couleur corres-

pond au recouvrement entre l’état fondamental translaté et l’état fondamental translaté après une

propagation sur quatre périodes de modulation.
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faible dispersion en impulsion↔ zone régulière de l’espace des phases.

grande dispersion en impulsion↔ zone chaotique de l’espace des phases.

La dispersion de la distribution en impulsion du nuage d’atomes est faible si le paquet d’onde est

localisé sur un ı̂lot de stabilité de l’espace des phases et elle est grande lorsqu’il est délocalisé dans

la mer chaotique. En mesurant la dispersion de la distribution en impulsion du condensat pour

différentes valeurs de ϕ, nous remontons alors au caractère régulier ou chaotique en différents

points de l’axe horizontal de l’espace des phases comme présenté sur la figure 6.9 e.

Afin d’observer la bifurcation des zones de stabilité, nous sondons un ensemble d’espace des

phases pour différentes valeurs du paramètre γ , à ε fixé. Nous observons qu’au fur et à mesure

que γ augmente, la dispersion en impulsion mesurée expérimentalement présente un, deux puis

trois minima. On associe cette observation à la présence d’un, deux et trois ı̂lots de stabilité dans

l’espace des phases stroboscopique. L’ensemble de ces résultats sont présentés sur la figure 6.10 d-

f 3. L’ensemble des données expérimentales pour les différents portrait de phases stroboscopique

est présenté sur la figure 6.10 g. Nous comparons nos résultats expérimentaux à des simulations

numériques effectuées par Maxime Martinez, doctorant au Laboratoire de Physique Théorique de

Toulouse. Ses simulations numériques consistent à propager un paquet d’onde gaussien sur quatre

périodes de modulation pour différentes positions initiales et pour différents γ . L’observable me-

surée est le recouvrement entre l’état fondamental translaté (état initial de notre mesure) et l’état

en lequel il évolue après une propagation sur quatre périodes de modulation : plus ce recouvre-

ment est élevé, moins le paquet d’onde a changé, et donc plus l’état est resté localisé dans l’espace

de phases. Nous constatons un bon accord entre expérience et théorie. Nous remarquons cepen-

dant que le début de la bifurcation des zones de stabilité pour γ ' 0.22 est difficile à observer :

la séparation progressive des ı̂lots n’est pas observée. En effet, ce protocole ne présente pas la

résolution nécessaire pour distinguer deux ı̂lots de stabilité trop proches. On retrouve le même

effet pour l’apparition du troisième ı̂lot, observée uniquement à γ ' 0.34 alors qu’on l’attend déjà

pour une valeur de γ ' 0.27.

Ces expériences démontrent donc notre capacité à façonner (et à sonder) un portrait de phases

stroboscopique. Le fait de pouvoir choisir le nombre d’ı̂lots de stabilité par site du réseau op-

tique et la distance entre ces derniers ouvre des perspectives intéressantes pour les simulations

3. Les expériences pionnières ont également observé ce type de bifurcation des zones de stabilité. Le groupe de

recherche de l’université de Queensland s’est notamment attelé à sonder l’espace des phases stroboscopique dans

lequel les atomes sont placés [180, 181] : à l’aide d’une distribution d’un nuage d’atomes directement extrait d’un

piège magnéto-optique et comprimée en impulsion, les auteurs ont réussi à observer jusqu’à cinq ı̂lots de stabilité de

l’espace des phases stroboscopique dans la distribution en impulsion du nuage atomique. Cette première confirmation

de leurs paramètres de modulation leur a donc ensuite permis d’étudier l’effet tunnel entre les ı̂lots.
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quantiques 4 : nous avons ainsi réalisé un super-réseau, c’est-à-dire un réseau présentant plusieurs

périodicités. Ce super-réseau est effectif et présente l’avantage que l’une des deux périodicités est

ajustable via les paramètres de modulation. Cependant, pour des raisons de symétrie, le couplage

est non nul uniquement entre deux ı̂lots de stabilité symétriques dans l’espace des phases. Par

conséquent, le troisième ı̂lots apparaissant pour γ > 0.27 ne peut être couplé par effet tunnel aux

deux autres. Malgré cela, ce type de réseau pourrait servir à implémenter expérimentalement des

modèles difficiles à réaliser par d’autres moyens comme par exemple le modèle SSH [183, 184],

modèle emblématique d’aspects topologiques en physique, où un couplage tunnel d’un site du

réseau n’est pas le même suivant qu’on considère le couplage vers le site voisin situé à gauche ou

celui situé à droite.

La confirmation expérimentale de notre aptitude à générer des portraits de phases stroboscopique

nous a alors permis de commencer notre étude de l’effet tunnel assisté par le chaos, que je présente

dans la partie suivante.

6.4.2 Résonances de l’effet tunnel assisté par le chaos

Dans cette partie, je présenterai tout d’abord le protocole expérimental que nous avons utilisé

afin de mettre en évidence un effet tunnel entre deux ı̂lots de stabilité. Je présenterai notre étude

expérimentale de l’effet tunnel régulier entre deux ı̂lots de stabilité en absence de mer chao-

tique les séparant. Puis, je présenterai les résultats que nous avons obtenu sur l’observation des

résonances de l’effet tunnel assisté par le chaos. Tous les résultats numériques présentés dans cette

partie ont été effectué par Maxime Martinez, doctorant dans l’équipe de Bertrand Georgeot et Ga-

briel Lemarié au Laboratoire de Physique Théorique de Toulouse avec laquelle nous collaborons.

6.4.2.1 Protocole expérimental

Le protocole pour observer les oscillations tunnel entre les ı̂lots de stabilité est similaire à ce-

lui utilisé dans la partie précédente pour sonder le portrait de phase stroboscopique à la seule

différence que nous fixons à présent le décalage de phase du réseau afin de charger un ı̂lot de

stabilité et que nous étudions la dynamique du système sur un grand nombre de périodes de mo-

dulation. Cela nous permet d’observer les effet quantiques de l’évolution du système aux temps

longs. Ce protocole est représenté sur la figure 6.11.

Afin de mettre en évidence la dynamique due à l’effet tunnel, nous mesurons l’état du système en

considérant des évolutions sur un nombre pair de périodes de modulation : en effet les ı̂lots que

4. Cette idée d’exploiter le portrait de phase stroboscopique avait été évoquée par les expériences pionnières [182].
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Figure 6.11 – Protocole pour l’observation des résonances dans l’effet tunnel assisté par le

chaos. a : Le réseau est subitement décalé d’une quantité ϕ afin de charger un ı̂lot de stabilité. b :

Illustration de a dans l’espace des phases. c : La modulation génère l’espace des phases dans lequel

vont évoluer les atomes. Les atomes initialement dans l’ı̂lot de stabilité à droite dans l’espace des

phases sont transportés par effet tunnel dans l’ı̂lot symétrique, à gauche dans l’espace des phases.

Au cours de la dynamique, ils effectuent des oscillations entre ces deux ı̂lots. d : À la fin de la

modulation, une demi de période de modulation est ajoutée afin d’effectuer une rotation dans

l’espace des phases. Les ı̂lots initialement situés sur l’axe des positions x se retrouvent situés sur

l’axe des impulsions p. Cela permet d’extraire la population des ı̂lots par mesure de la distribution

d’impulsion après temps de vol, typiquement tTOF = 25 ms. e-f : Evolution respectivement de

l’amplitude et de la phase du réseau optique au cours du temps (les différents temps ne sont pas

à l’échelle).

nous chargeons avec les atomes effectuent une rotation complète dans l’espace des phases en deux

périodes de modulation. Quelques exemples de densité optique obtenues expérimentalement

sont présentés sur les figures 6.12 a-d pour différents nombres de périodes de modulation. Pour

déterminer dans quel ı̂lot étaient les atomes lorsqu’ils se trouvaient dans le réseau, nous effec-

tuons une rotation dans l’espace des phases à la fin de la modulation du réseau. Cela consiste

simplement à moduler le réseau durant une demi période de modulation supplémentaire : nous

exploitons le mouvement sub-période des ı̂lots afin de transformer l’information sur la distribu-

tion des atomes dans le réseau dans l’espace des positions en une information dans l’espace des

impulsions. Comme représenté sur la figure 6.3, un ı̂lot à gauche du portrait de phase acquiert

une impulsion positive après une demi période de modulation alors qu’un ı̂lot à droite acquiert

une impulsion négative. Pour rappel, nous imageons l’espace des impulsions après temps de vol.
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Figure 6.12 – Mesure des populations des ı̂lots gauche et droite du portrait de phase. a-d :

Images expérimentales obtenues après temps de vol pour différents nombres de périodes de mo-

dulation T : respectivement 0T , 10T , 16T , 32T . e-h : Profils intégrés correspondants : les images

expérimentales sont intégrées selon la direction perpendiculaire au réseau. Les zones bleues (res-

pectivement rouges) indiquent les impulsions négatives (respectivement positives) et la popula-

tion dans ces ordres de diffraction correspond à celle de l’ı̂lot de droite (respectivement gauche).

i : Evolution des populations des ı̂lots de droite (bleu) et gauche (rouge) en fonction du nombre

de périodes de modulation. Les flèches correspondent aux données présentées en a-h.

Théoriquement, nous n’avons considéré qu’une cellule de l’espace des phases et la dynamique des

atomes dans cette cellule, mais expérimentalement nous avons un nombre fini de sites du réseau

qui sont peuplés. Ainsi après temps de vol, nous observons une figure typique de diffraction. Nous

pouvons ainsi faire le lien suivant

Ordres de diffraction négatifs↔ Îlot de droite de l’espace des phases.

Ordres de diffraction positifs↔ Îlot de gauche de l’espace des phases.

À partir d’images expérimentales prises tout les 2n périodes de modulation (avec n entier) et en

mesurant pour chacune d’elles les populations des ordres de diffraction d’impulsions négatives

(respectivement positives), nous accédons à la dynamique temporelle des populations des ı̂lots de

droite (respectivement gauche), comme présenté sur la figure 6.12 i. On observe bien une oscilla-

tion entre l’ı̂lot de gauche et l’ı̂lot de droite. À partir de telles courbes, la fréquence d’oscillation

tunnel est obtenue par transformée de Fourier du signal expérimental.

L’obtention d’un aussi bon contraste des oscillations tunnel que celui des oscillations présentées

sur la figure 6.12 i a nécessité de diminuer drastiquement le nombre d’atomes dans le condensat.

Lorsque nous avons débuté nos expériences, nous chargions le réseau optique avec un condensat

peuplé en moyenne entre 1 · 105 et 2 · 105 atomes. Avec un nombre d’atomes aussi élevé, nous

observons une diminution drastique du contraste des oscillations au bout de quelques périodes

de modulation comme présenté sur la figure 6.13 a et ce même loin de résonance. En revanche, si

nous réduisons le nombre d’atomes sous les 5 ·104 atomes, nous restaurons des oscillations sur un
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Figure 6.13 – Comparaison du contraste des oscillations tunnel assistées par le chaos pour

deux nombres d’atomes différents. a :N = 1.2±0.2·105. b :N = 4±0.2·104. Les portraits de phases

stroboscopiques pour ces deux expériences sont générés par les paramètres (γ = 0.225±0.005, ε =

0.59± 0.01).

plus grand nombre de périodes de modulation comme présenté sur la figure 6.13 b. Nous attri-

buons cette diminution du contraste à un effet des interactions entre atomes. En effet, la variation

du nombre d’atomes dans chacun des puits du réseau peut mener en présence d’interactions à une

variation de la phase de la fonction d’onde de site à site. Cette variation de la phase aurait pour

conséquence une compétition entre l’effet tunnel qui est un phénomène cohérent et le déphasage

entre les sites du réseau dû aux interactions. L’effet de diminuer le nombre d’atomes permet alors

de retrouver une physique à un corps. Afin de diminuer le nombre d’atomes dans le condensat,

nous effectuons simplement un temps de chargement du PMO-3D plus court que celui utilisé ha-

bituellement, typiquement de 2 s. Tous les résultats présentés par la suite ont étés effectués avec

un faible nombre d’atomes.

6.4.2.2 Observation expérimentale de l’effet tunnel régulier

Afin de mettre en exergue les résonances de l’effet tunnel assisté par le chaos, il est nécessaire

d’avoir des éléments de comparaisons d’une dynamique tunnel en l’absence de chaos entre les ı̂lots

de stabilité. Ce type d’expérience fait en quelque sorte office d’expérience témoin. Pour rappel, en

l’absence de mer chaotique entre les ı̂lots de stabilité, la dynamique tunnel n’est portée que par

deux états propres de Floquet : les états symétrique et anti-symétrique définis en 6.2.2.4 dont

l’écart en énergie évolue de manière monotone lorsqu’un paramètre du système est varié. Comme

nous voulons observer la variation du taux tunnel pour un portrait de phase donné, les paramètres

(γ,ε) se doivent d’être fixés. Le troisième paramètre que nous pouvons varier expérimentalement

est la constante de Planck effective ~eff. Il a été montré que dans le cas où il n’y a aucune mer

chaotique entre les ı̂lots de stabilité, la fréquence tunnel varie comme [185]
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νG↔D ∝ e−S/~eff , (6.36)

où S est l’action classique du système. Une signature expérimentale de l’effet tunnel régulier entre

deux ı̂lots de stabilité est donc cette dépendance exponentielle de la fréquence tunnel avec la

constante de Planck effective ~eff. Afin de l’observer, nous fixons les paramètres de modulation

pour générer un portrait de phases stroboscopique présentant les bonnes caractéristiques, dans ce

cas présentant deux ı̂lots sans trajectoires chaotiques entre eux, et nous faisons varier la constante

de Planck effective. Pour chaque valeur de ~eff, nous mesurons alors la fréquence d’oscillation

tunnel entre les ı̂lots de stabilité avec le protocole décrit dans la section précédente.

Si nous traçons alors en échelle semi-logarithmique la fréquence tunnel mesurée en fonction de

1/~eff, nous nous attendons donc à une variation linéaire de cette dernière. Nous avons réalisé

ces expériences pour le portrait de phases généré par les paramètres de modulation (γ = 0.249±
0.002, ε = 0.14) et ces résultats sont présentés sur la figure 6.14 a. Les fréquences tunnel sont ex-

primées en fonction des fréquence de modulation correspondantes. Sur cette figure, nous compa-

rons nos résultats expérimentaux aux résultats de simulations numériques effectuées en considérant

un réseau infini où tous les sites du réseau sont également peuplés et prenant en compte l’incer-

titude sur la calibration expérimentale de la profondeur s du réseau statique qui fixe la valeur

de γ . Nous constatons que la fréquence tunnel varie bien de manière monotone avec 1/~eff :

en échelle semi-logarithmique nous obtenons bien une décroissance linéaire, compatible avec

l’équation (6.36). Il faut préciser ici qu’il n’y aucun paramètre ajustable et nous observons que

l’accord entre les prédictions et mesures expérimentales est très bon.

Dans la prochaine partie, nous allons observer comment la fréquence tunnel évolue lorsque des

trajectoires chaotiques séparent les deux ı̂lots de stabilité.

6.4.2.3 Observation expérimentale de l’effet tunnel assisté par le chaos

Dans cette partie, nous présentons les résultats d’expériences dans lesquelles une mer chao-

tique sépare les deux ı̂lots deux stabilité. Dans ce cas, la fréquence des oscillations tunnel peut

être largement perturbée par un troisième état délocalisé sur la mer chaotique. La signature

expérimentale de l’effet tunnel assisté par le chaos est donc une variation non monotone de la

fréquence tunnel lorsqu’un paramètre du système est varié, à savoir ~eff comme dans le cas de

l’effet tunnel régulier.

Nous avons choisi de travailler avec le portrait de phases correspondant aux paramètres de mo-

dulation (γ = 0.375 ± 0.005, ε = 0.24). Trois exemples d’oscillations utilisées pour réaliser cette
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courbe sont donnés sur la figure 6.14 a-c. Sur ces figures, nous comparons les oscillations tunnel

mesurées expérimentalement à celles simulées numériquement pour les mêmes paramètres. Pour

les données présentées sur la figure 6.14 a et b, on remarque que les oscillations sont principale-

ment sinusoı̈dales. On en conclut qu’il y a donc une seule fréquence tunnel dans le transport, donc

uniquement deux niveaux d’énergies impliqués. Sur ces deux graphiques, le couplage avec l’état

chaotique est donc faible. Cependant, pour une valeur de ~
−1
eff ∼ 2.8, on observe sur la figure 6.14 c

une dynamique tunnel entre les ı̂lots qui peut paraı̂tre erratique au premier abord. Il s’agit en fait

du battement attendu lors du couplage fort avec l’état chaotique : lors de l’analyse de Fourier de

ce signal, deux fréquences ressortent du bruit.

Les fréquences tunnel mesurées expérimentalement pour différentes valeurs de la constante de

Planck effective sont présentés sur la figure 6.14 e. Elles sont exprimées en fonction de la fréquence

de modulation. Sur cette figure, on remarque que sur une plage de ~
−1
eff beaucoup plus restreinte

que dans le cas de l’effet tunnel régulier, la variation de la fréquence tunnel est plus importante et

surtout non monotone. On observe une résonance et on peut donc identifier trois zones en fonc-

tion de la valeur de ~
−1
eff

— La première zone correspond à l’intervalle ~
−1
eff ∈ [2.4,2.8]. Une seule fréquence tunnel est

présente dans les oscillations. Elle diminue sur tout l’intervalle de νtunnel ∼ 5 · 10−2νmod à

νtunnel ∼ 2 · 10−2νmod.

— La deuxième zone correspond à l’intervalle ~−1
eff ∈ [2.8,3.0]. Deux fréquences sont présentent

dans les oscillations : on a un phénomène de battement dans les oscillations. La fréquence

tunnel diminue jusqu’à νtunnel ∼ 1 · 10−2νmod avant de sauter à νtunnel ∼ 2.2 · 10−2νmod.

— Pour l’intervalle ~
−1
eff ∈ [3.0,3.4], il n’y a à nouveau qu’une seule fréquence dans les oscilla-

tions. Elle diminue sur tout l’intervalle de νtunnel ∼ 2 · 10−2νmod à νtunnel ∼ 1.2 · 10−2νmod

Cette observation est confirmée par des simulations numériques avec lesquelles nous compa-

rons nos résultats. Dans le premier et dernier intervalle, loin de la résonance, des simulations

numériques considérant un réseau infini sont suffisantes pour retrouver les fréquences mesurées

expérimentalement. Ceci est dû au fait qu’il y a une faible dépendance en quasi-moment k sur

ces intervalles (voir la section 6.2.2.6). En revanche, dans le deuxième intervalle, au voisinage

de la résonance, il est nécéssaire de considérer un condensat d’extension fini pour retrouver

les fréquences mesurées expérimentalement. En effet, expérimentalement nous mesurons des

fréquences intermédiaires qui ne coı̈ncident pas avec les fréquences prédites par un modèle de

distribution de dirac du quasi-moment. Il est nécessaire de prendre en considération l’effet de la

dispersion en quasi-moment ∆k. En considérant un condensat occupant 13 sites du réseau op-

tique 5, on trouve des fréquences tunnel plus proche des résultats expérimentaux. Il s’agit d’une

5. c’est le nombre minimal de sites permettant de retrouver nos résultats, un nombre plus élevé fonctionne
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Figure 6.14 – Résonance de l’effet tunnel assisté par le chaos. a-c : Evolution temporelle des

populations dans les ı̂lots gauche (rouge) et droite (bleu) pour différentes valeurs de ~
−1
eff : respec-

tivement ~−1
eff = 2.591, ~−1

eff = 2.888, ~−1
eff = 3.131. Haut : Données expérimentales. Bas : Simulations

numériques avec un réseau de 13 sites équipeuplés initialement. d-e : Fréquences tunnel mesurées

expérimentalement (points rouges) en fonction de ~
−1
eff comparées à des simulations numériques

où tous les sites d’un réseau optique sont équipeuplés, c’est-à-dire un réseau infini, pour les pa-

ramètres ε = 0.14, γ = 0.249±0.002 pour d et ε = 0.24, γ = 0.375±0.005 pour e. Les fréquences tun-

nels sont extraites par une transformée de Fourier des oscillations expérimentales ou numériques

(voir texte). Les régions bleutées correspondent à la prise en compte de l’incertitude sur γ dans les

simulations numériques. La transparence des lignes bleues correspond à l’amplitude de la trans-

formée de Fourier à la fréquence de modulation correspondante. La zone grisée de e indique la

zone dans laquelle les simulations numériques doivent prendre en compte une taille initiale finie

du condensat afin d’avoir un bon accord avec les résultats expérimentaux (voir texte). Les espaces

des phases stroboscopiques correspondant sont indiqués par les flèches.
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moyenne des fréquences des oscillations tunnel des différents quasi-moment k de la dispersion

∆k. Ces fréquences sont indiquées par la zones grisée de la figure 6.14 e.

Nous avons donc sondé un croisement évité dans le spectre de Floquet. C’est la signature de l’ob-

servation de l’effet tunnel assisté par le chaos. En effet, le croisement évité que nous avons sondé

dans cette expérience est représenté sur la figure 6.15 a. On remarque que

— Pour l’intervalle ~
−1
eff ∈ [2.4,2.85], le doulet d’états réguliers est fortement séparé en énergie

de l’état chaotique. C’est donc un régime de couplage faible : on s’attend à observer une

seule fréquence dans les oscillations tunnel.

— Pour l’intervalle ~−1
eff ∈ [2.85,2.95], l’état chaotique repousse l’état régulier de même symétrie.

C’est le régime de couplage fort : on s’attend à observer deux fréquences dans les oscilla-

tions tunnel.

— Pour l’intervalle ~
−1
eff ∈ [2.95,3.4], on retrouve la situation de couplage faible.

Cette observation du spectre de Floquet corrobore donc nos observations expérimentales.

Les représentations de Husimi des états impliqués dans la dynamique sont présentées sur les fi-

gures 6.15 b-e : les états réguliers symétrique et antisymétrique sont représentés en rouge et bleu.

On voit qu’ils sont bien localisés sur les ı̂lots de stabilité. L’état chaotique de part et d’autre du

croisement évité est représenté en vert. On remarque qu’avant le croisement évité, il est localisé

sur les trajectoires ouvertes du portrait de phase stroboscopique et qu’après le croisement évité, il

est localisé dans la mer chaotique. L’état après le croisement évité est en quelque sorte le premier

état de l’échelle d’états chaotiques du système. Nous avons observé la ”première” résonance de

l’effet tunnel assisté par le chaos : en sondant cette résonance, on assiste au passage du système

du régime quantique au régime semi-classique, régime dans lequel nous pouvons facilement at-

tribuer une structure de l’espace des phases classique à un état quantique.

Nous avons également effectué le même type d’analyse pour deux autres portraits de phases,

donnés en annexe F, afin de démontrer l’aspect général de ce mécanisme tunnel : dès lors qu’une

mer chaotique sépare les ı̂lots de stabilité, un état chaotique peut participer au transport et forte-

ment modifier le taux tunnel.

également.
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Figure 6.15 – Mécanisme tunnel de la résonance présentée sur la figure 6.14. a : Spectre de

Floquet du système. Les états réguliers symétrique et anti-symétrique sont représentés en rouge et

bleu respectivement. Les états chaotiques sont représentés en vert. b-e : représentation de Husimi

des différents états impliqués dans le transport par effet tunnel assisté par le chaos.

6.5 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons dans une première partie présenté une manière d’adapter le for-

malisme de l’espace des phases aux systèmes modulés périodiquement dans le temps : l’espace

des phases stroboscopique. Nous avons expliqué comment il est construit et les mécanismes

sub-période de modulation. Nous avons ensuite développé une théorie permettant d’aborder

l’évolution de fonctions d’onde dans ce type d’espace des phases via l’analogie qu’il existe entre

ce type de système et un double puits de potentiel. Nous avons vu que la mécanique quantique

prédit un effet tunnel entre des ı̂lots de stabilité, transport qui est interdit classiquement. À partir

du formalisme développé, nous avons étudié comment l’apparition d’une mer chaotique entre les

ı̂lots de stabilité peut affecter la dynamique tunnel.

Puis, dans une seconde partie, nous avons récapitulé les premiers résultats obtenus dans ce do-

maine, à savoir des expériences effectuées au NIST dans le groupe de William Phillips et à Austin

dans le groupe de Mark Raizen. Nous avons présenté les avancées et les limitations de ces deux

expériences que nous avons prises en compte pour parvenir à observer les résonance de l’effet

tunnel assisté par le chaos.

Enfin dans une troisième partie, nous avons présenté les résultats expérimentaux que nous avons

obtenus. Dans un premier temps, nous avons observé une bifurcation des ı̂lots de stabilité en son-

dant des portraits de phases stroboscopique présentant un, deux et trois zones de stabilité. Le fait

de pouvoir ajuster la position ainsi que le nombre de zones de stabilité dans un site du réseau

est particulièrement intéressant pour les simulations quantiques. En effet, cela permet de générer

un super réseau effectif ajustable. Puis dans un second temps, nous avons étudié l’évolution des
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atomes dans ces portraits de phase stroboscopique

— D’abord dans un portrait de phase présentant deux ı̂lots de stabilité sans mer chaotique

entre eux. Dans ce cas, nous avons observé une variation monotone de la fréquence d’oscil-

lation tunnel entre les ı̂lots de stabilité, révélant que seuls deux états propres du système

participent au transport.

— Puis en présence d’une mer chaotique entre les deux ı̂lots de stabilité. Nous avons observé

une forte variation de la fréquence tunnel en présence d’une mer chaotique. Cela démontre

qu’un troisième état est impliqué dans la dynamique tunnel, ce qui constitue une signature

de l’effet tunnel assisté par le chaos.

Il s’agit de la première observation de résonance de l’effet tunnel assisté par le chaos. Ces travaux

ouvrent des perspectives intéressantes notamment sur la portée de l’effet tunnel : dans tout ce

qui précède, nous nous sommes intéressés uniquement à l’effet tunnel entre des ı̂lots de stabilité

au sein d’un même site. Or, il existe en réalité des ı̂lots de stabilité dans tous les sites du réseau

optique. On peut alors imaginer que l’apparition de la mer chaotique, commune à tous les sites du

réseau, peut favoriser le transport à longue portée des atomes : la fonction d’onde s’échappe d’un

ı̂lot de stabilité par effet tunnel régulier, puis se propage dans la mer chaotique avant de repasser

par effet tunnel dans un autre ı̂lot de stabilité d’un site différent [186]. Ces effets ont été étudiés

par Maxime Martinez et seront également étudiés dans les thèses de mes successeurs.

Publication relié à ce chapitre

— M. Arnal, G. Chatelain, M. Martinez, N. Dupont, O. Giraud, D. Ullmo, B. Georgeot, G.

Lemarié, J. Billy, and D. Guéry-Odelin, ”Chaos-assisted tunneling resonances in a synthetic

floquet superlattice”, Science advances, vol. 6, no. 38, p. eabc4886, 2020.





7Conclusion générale

Time is a drug. Too much of it kills you.

Terry Pratchett (1948 – 2015) - Ecrivain

Dans ce manuscrit, j’ai présenté la majorité des résultats obtenus durant ma thèse. J’ai organisé la

présentation de ces résultats en trois parties dont je fais ici le bilan

— La première partie vise à présenter notre dispositif expérimental. Dans le premier cha-

pitre, j’ai présenté notre méthode pour produire des condensats de Bose-Einstein. Dans le

deuxième chapitre, j’ai présenté le réseau optique avec lequel nous réalisons la totalité de

nos expériences. J’ai en particulier présenté des travaux que nous avons effectués pour ca-

ractériser la structure de bande du réseau optique et comment ces derniers nous ont permis

de proposer un nouveau protocole de refroidissement d’un nuage d’atomes dans un réseau

optique.

— La deuxième partie récapitule les résultats obtenus par un contrôle du nuage d’atomes par

une variation de la phase du réseau optique. Dans le troisième chapitre, nous avons utilisé

un décalage abrupt de la phase du réseau afin de mettre le nuage d’atomes hors équilibre

en vue d’amplifier les événements de collision dans un mode d’impulsion donné. En ex-

ploitant l’évolution libre du nuage dans le réseau statique, nous amenons le nuage le plus

proche possible d’une distribution en impulsion présentant les bonnes caractéristiques

pour l’observation d’halos de diffusion. J’ai présenté le critère de visibilité qui permet de

quantifier à quel point un halo de diffusion sera visible à partir d’une distribution en im-

pulsion donnée. Ce critère nous a alors permis de réaliser une étude systématique des pa-

ramètres du réseau à utiliser (à savoir la profondeur s, l’amplitude du déphasage ϕ0 et le

temps de maintien thold) afin d’observer des halos de diffusion avec une visibilité optimale.

Dans le quatrième chapitre, nous avons repris cette étude comme point de départ d’un al-

gorithme de contrôle optimal afin de façonner complètement la distribution en impulsion

du nuage d’atomes dans le réseau. Nous sommes parvenus à utiliser le contrôle optimal

afin de définir non seulement les modules des composantes d’impulsion mais également
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leurs phases relatives. Le contrôle sur l’état quantique est alors total et il devient alors pos-

sible de préparer n’importe quel état dans le réseau avec une bonne fidélité. Nous avons

en l’occurence préparé des états propres de la structure de bande du réseau optique. Cette

partie répond donc à une problématique importante pour les simulations quantiques : la

préparation de l’état initial.

— La troisième partie présente les travaux effectués par un contrôle conjoint de la phase et de

l’amplitude du réseau optique. J’y ai présenté un problème de simulation quantique que

nous avons résolu à l’aide de notre dispositif, à savoir l’observation et la caractérisation

d’un effet tunnel apparaissant dans des systèmes modulés périodiquement dans le temps

au delà du régime perturbatif. J’ai montré que dès lors que l’amplitude du réseau optique

est modulée périodiquement dans le temps, le portrait de phase d’un site du réseau devient

mixte, c’est-à-dire qu’il présente à la fois des trajectoires régulières et chaotiques. Nous

avons montré que nous pouvions choisir le degré de chaos du système. Pour cela nous

avons montré notre aptitude à sonder l’espace des phases stroboscopique souhaité selon

l’axe des positions avec un paquet d’onde atomique. Cette étude sur les portraits de phases

nous alors permis de déterminer les paramètres à utiliser afin de charger un ı̂lot de stabi-

lité en vue d’observer l’effet tunnel assisté par le chaos. En laissant le système évoluer, nous

avons observé une oscillation de l’impulsion moyenne du nuage atomique, signature d’une

oscillation des atomes entre deux zones classiquement déconnectées l’une de l’autre. Nous

avons alors montré que le couplage entre ces deux ı̂lots de stabilité présente des résonances

lorsqu’un paramètre du système est varié, signature de la contribution d’un état chaotique.

Il s’agit de la première observation de ces résonances de l’effet tunnel assisté par le chaos

avec un système d’atomes froids.

Ces résultats ouvrent des perspectives intéressantes pour des travaux ultérieurs dont je ne présente

ici qu’une partie.

Comme nous sommes capables de contrôler l’état quantique du condensat dans le réseau, il de-

vient possible de préparer un état précis dans l’espace des phases associé à un site du réseau.

En effet, à un état dans l’espace des phases d’une cellule répétée périodiquement sur le réseau

correspond une distribution discrète en impulsion pour les atomes dans le réseau : il suffit alors

d’utiliser l’algorithme de contrôle optimal afin de préparer la distribution en impulsion corres-

pondant à l’état dans l’espace des phases désiré. Un exemple d’état préparé dans l’espace des

phases est présenté sur la figure 7.1. Afin de vérifier si l’état préparé expérimentalement corres-

pond effectivement à l’état obtenu numériquement par contrôle optimal, nous avons besoin de

déterminer les modules et les phases relatives des composantes d’impulsion. Expérimentalement,

il est donc nécessaire de laisser l’état évoluer dans le réseau une fois préparé afin de déterminer

les phases relatives des composantes d’impulsion comme présenté dans la partie 5.3.2. Une fois
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Figure 7.1 – Contrôle de l’état quantique du condensat dans l’espace des phases. Gauche : Evo-

lution numérique (rouge) et expérimentale (bleu) dans un réseau statique de profondeur s = 16.15

de l’état préparé par contrôle optimal. La durée de l’évolution est de 110 µs et est échantillonnée

par pas de 5 µs. Droite : Représentation de l’état préparé correspondant dans l’espace des phases.

Il s’agit d’un état comprimé selon l’axe des positions présentant un angle de 45° par rapport aux

axes des impulsions et des positions de l’espace des phases.

les phases relatives déterminées, il devient possible de reconstruire les phases de la distribution

en impulsion initiale. À partir de cette distribution en impulsion, nous pouvons alors obtenir une

représentation de l’état préparé expérimentalement dans l’espace des phases. Sur cette figure,

nous comparons l’évolution numérique de l’état obtenu par contrôle optimal à celle de l’état ob-

tenu expérimentalement. Nous observons un bon accord entre ces deux évolutions. L’évolution

expérimentale nous permet d’obtenir la représentation de l’état obtenu expérimentalement dans

l’espace des phases. Dans l’exemple donné sur cette figure, il s’agit d’un état comprimé faisant un

angle de 45° avec les axes des positions et impulsions de l’espace des phases.

Ce type d’état peut être utilisé comme état initial pour des problèmes de simulation quantique

comme par exemple celui de l’observation de l’effet tunnel assisté par le chaos. Des recherches

préliminaires ont déjà été entamées dans cette direction. Sur la figure 7.2, nous comparons des

oscillations entre les ı̂lots de stabilité de l’espace des phases stroboscopique produit par les pa-

ramètres (γ = 0.348, ε = 0.27) lorsque les ı̂lots sont chargés par un décalage abrupt de la phase

comme présenté dans le chapitre 6 ou par contrôle optimal. On voit que les oscillations sont
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Figure 7.2 – Comparaison numérique d’oscillation tunnel assistées par le chaos avec un char-

gement des ı̂lots par un décalage abrupt de la phase du réseau et par contrôle optimal. a :

Portrait de phase généré par les paramètres de modulation (γ = 0.348, ε = 0.27). b-d : Oscillations

entre les ı̂lots de stabilité à gauche et à droite du portrait de phase stroboscopique présenté en a

pour trois états initiaux différents. b : L’état obtenu par décalage abrupt de la phase du réseau. c :

L’état idéal |G〉. d : L’état obtenu par contrôle optimal en essayant de préparer l’état idéal |G〉.

brouillées lorsque le chargement de l’ı̂lot est effectué via un décalage abrupt de la phase du réseau.

En effet, l’état fondamental du réseau translaté se superpose également à d’autres états de Floquet

oscillant à différentes fréquences. En revanche, l’état cible du contrôle optimal est l’état |G〉, qui

est une superposition des deux états de Floquet ayant le plus grand recouvrement avec les ı̂lots.

On observe que les oscillations sont beaucoup plus nettes lorsque l’état initial est préparé par

contrôle optimal : le recouvrement avec d’autres états de Floquet est minimal dans ce cas. On en

conclut que l’utilisation de contrôle optimal pour charger des ı̂lots de stabilité d’un espace des

phases stroboscopique peut améliorer la qualité de l’observation de l’effet tunnel assisté par le

chaos.
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Figure 7.3 – Figure de principe du couplage à longue portée dans un réseau modulé. a :

Représentation in-situ de la fonction d’onde passant d’un site à l’autre du réseau par effet tun-

nel. b : Représentation dans l’espace des phases de la fonction d’onde passant d’un ı̂lot de stabilité

dans la mer chaotique par effet tunnel, se délocalisant dans cette dernière, puis repassant par effet

tunnel dans un ı̂lot de stabilité d’un autre site du réseau. c : Description du système en termes de

liaisons fortes. Le systèmes contientN sites avec des couplages différents entre les i-ème et j-ième

sites proportionnels à 1/ |i − j |. Figure tirée de [186]

L’amélioration de la qualité des mesures de l’effet tunnel assisté par le chaos est d’un grand intérêt.

En effet, les travaux sur les résonances de l’effet tunnel assisté par le chaos posent notamment la

question de la portée de l’effet tunnel assisté par le chaos. Comme présenté sur la figure 7.3, la mer

chaotique est commune à tous les sites du réseau. Les états chaotiques impliqués dans le transport

sont délocalisés dans la mer chaotique et donc, par conséquent, potentiellement sur l’ensemble

du réseau. L’équipe du laboratoire de physique théorique de Toulouse avec laquelle nous colla-

borons a montré que la modulation périodique du réseau au delà du régime perturbatif peut être

modélisé par un hamiltonien de liaisons fortes présentant un effet tunnel à longue portée entre

deux sites tn ∝ 1/n, avec n est le nombre de sites les séparants [186]. Ce résultat, au delà d’être

une nouvelle observable d’intérêt de chaos quantique, peut être exploité dans des perspectives de

simulations quantiques. En effet, des modèles présentant un tel couplage à longue portée ont déjà

été largement étudiés théoriquement dans le domaine de la matière condensée. Des phénomènes

présentants une physique extrêmement riche découle d’un couplage de ce type : la multifractalité

[187], les verres de spin [188] ou encore la supraconductivité à haute température [189] en sont

des exemples. L’observation et la caractérisation expérimentale de ce couplage à longue portée

dans un système d’atomes froids permettrait donc d’apporter une implémentation de ces modèles

avec un haut niveau de contrôle. Les éléments présentés ici sont déjà en cours d’investigation et

alimenteront le travail de thèse de mes successeurs.
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Je liste ici les articles scientifiques rédigés dans le cadre de cette thèse.

1. C. Cabrera-Gutierrez, E. Michon, M. Arnal, G. Chatelain, V. Brunaud, T. Kawalec, J. Billy,

and D. Guéry-Odelin, ”Resonant excitations of a bose einstein condensate in an optical lat-

tice”, The European Physical Journal D, vol. 73, no. 8, pp. 1–8, 2019.

Résumé : Nous étudions expérimentalement un condensat de Bose-Einstein placé dans un

réseau optique unidimensionnel dont la phase ou l’amplitude est modulée dans une gamme

de fréquences résonantes avec les premières bandes excitées de la structure de bande. Plus

précisément, nous étudions l’effet d’un faible confinement extérieur supplémentaire super-

posé au réseau sur les transitions à 1 et 2 phonons. Nous identifions des transitions im-

munes ou des transitions très sensibles au confinement extérieur malgré plusieurs ordres

de grandeur de différence de puissance par rapport au confinement du réseau. Nous in-

terprétons ces caractéristiques et présentons des simulations numériques 1D, prenant en

compte les effets des interactions inter-atomiques, qui sont en accord avec les observations

expérimentales. En utilisant la technique de re-descente adiabatique, nous obtenons également

un accès direct aux populations ayant subi des transitions à n-phonons pour chaque fréquence

de modulation, y compris pour un quasi-moment non nul.

2. M. Arnal, V. Brunaud, G. Chatelain, C. Cabrera-Gutiérrez, E. Michon, P. Cheiney, J. Billy,

and D. Guéry-Odelin, ”Evidence for cooling in an optical lattice by amplitude modulation”,

Physical Review A, vol. 100, no. 1, p. 013416, 2019.

Résumé : Nous présentons une technique de refroidissement générique pour un nuage

d’atomes piégés dans des réseaux optiques. Elle consiste à moduler la profondeur du réseau

avec une vobulation de fréquence appropriée. Cette technique de filtrage retire du nuage les

atomes les plus énergétiques et fournit, avec le début de la thermalisation, un mécanisme de

refroidissement rappelant le refroidissement par évaporation. Cependant, le filtrage est ici

effectué dans l’espace des quasi-moments plutôt que dans l’espace des positions. Des règles

de sélection interbande sont utilisées pour protéger la population dont le quasimoment est

nul, à savoir le condensat de Bose-Einstein. La condensation directe d’atomes thermiques

dans le réseau optique est démontrée avec cette technique. Elle offre un mécanisme de re-

froidissement complémentaire intéressant pour les simulations quantiques réalisées avec

des gaz quantiques piégés dans des réseaux optiques.

3. M. Arnal, G. Chatelain, C. Cabrera-Gutierrez, A. Fortun, E. Michon, J. Billy, P. Schlagheck,

and D. Guéry-Odelin, ”Beyond effective hamiltonians : Micromotion of bose-einstein conden-
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sates in periodically driven optical lattices”, Physical Review A, vol. 101, no. 1, p. 013619,

2020.

Résumé : Nous étudions par des moyens statistiques un condensat de Bose-Einstein main-

tenu dans un réseau optique unidimensionnel dont la phase est modulée rapidement. Le

potentiel moyen ressenti par les atomes produit un potentiel périodique de même période

spatiale mais de profondeur renormalisée. Cependant, la dynamique atomique contient

également un micro-mouvement dont les principales caractéristiques sont révélées par une

analyse statistique de Kolmorogov-Smirnov des distributions expérimentales en quasi-moment.

De plus, nous discutons l’impact du micro-mouvement sur un processus de trempe (quench

en anglais) correspondant à un changement soudain de l’amplitude de modulation inversant

la courbure du potentiel moyen.

4. M. Arnal, G. Chatelain, M. Martinez, N. Dupont, O. Giraud, D. Ullmo, B. Georgeot, G. Le-

marié, J. Billy, and D. Guéry-Odelin, ”Chaos-assisted tunneling resonances in a synthetic

floquet superlattice”, Science advances, vol. 6, no. 38, p. eabc4886, 2020.

Résumé : Le domaine des simulations quantiques, qui vise à utiliser un système quan-

tique contrôlable pour en simuler un autre, s’est développé rapidement ces dernières années

comme une alternative à l’ordinateur quantique universel. Jusqu’à présent, la majorité des

efforts dans ce domaine ont été dirigés vers des systèmes entièrement réguliers ou entièrement

chaotiques. Ici, nous nous concentrons sur le régime intermédiaire, où les orbites régulières

sont entourées d’une mer étendue de trajectoires chaotiques. Nous observons un mécanisme

de transport de chaos quantique, appelé effet tunnel assisté par le chaos, qui se traduit par

des résonances aiguës du taux de couplage et offre des possibilités de simulation quantique

jusqu’alors inexplorées. Plus précisément, en utilisant des condensats de Bose-Einstein dans

un réseau optique modulé en amplitude, nous démontrons et caractérisons expérimentalement

ces résonances. Nos travaux ouvrent la voie vers des simulations quantiques avec un trans-

port à longue distance et un contrôle quantique par la complexité.

5. G. Chatelain, N. Dupont, M. Arnal, V. Brunaud, J. Billy, B. Peaudecerf, P. Schlagheck, and

D. Guéry-Odelin, ”Observation and control of quantized scattering halos”, New Journal of

Physics, vol. 22, no. 12, p. 123032, 2020.

Résumé : Nous étudions la production d’halos de diffusion en ondes s à partir de colli-

sions entre les composantes d’impulsion d’un condensat de Bose-Einstein diffracté par un

réseau optique. La périodicité du réseau se traduit par un peigne d’impulsions responsable

de la quantification du rayon des halos. Nous démontrons la manipulation de ces halos par
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le contrôle précis de la dynamique des atomes dans le réseau : nous sommes capables d’am-

plifier les processus de collision dans un mode d’impulsions moyenne et relative donné. En

particulier, nous observons des rayons des halos de collision quantifiés entre des compo-

santes d’impulsion opposées d’une magnitude croissante, allant jusqu’à 6 fois l’impulsion

caractéristique du réseau.

6. N. Dupont, G. Chatelain, L. Gabardos, M. Arnal, J. Billy, B. Peaudecerf, D. Sugny, D. Guéry-

Odelin, ”Quantum state control of a Bose-Einstein condensate in an optical lattice”, PRX

Quantum, vol. 2, no. 4 p. 040303, 2021.

Résumé : Nous présentons des protocoles de contrôle optimal quantique pour manipu-

ler les états d’impulsion d’un condensat de Bose-Einstein (BEC) dans un réseau optique

unidimensionnel. Nos protocoles opèrent sur le peigne d’impulsion associé au réseau op-

tique. Contrairement aux travaux précédents qui traitent également du contrôle de l’état

quantique dans des espaces de Hilbert discrets et de grande dimension, nos protocoles de

contrôle nous permettent d’atteindre une grande variété de cibles en faisant varier un seul

paramètre : la phase du réseau. Avec cette technique, nous démontrons expérimentalement

un contrôle précis, robuste et polyvalent : nous optimisons le transfert du condensat vers

un ou plusieurs états d’impulsion avec un contrôle total sur les phases relatives entre les

différentes composantes d’impulsion. Cela nous permet également de préparer le conden-

sat dans un état propre donné de la structure de bande du réseau, ou une superposition de

ceux-ci.
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ASchéma du montage optique de la table

refroidisseur. Tiré de [7].
La table refroidisseur permet de mettre en forme les faisceaux de refroidissement pour le PMO-

2D et 3D. Pour cela, un laser à diode (Toptica DL Pro) émet un faisceau laser à 780nm asservi

en fréquence, à l’aide d’un dispositif d’absorption saturée, sur la transition atomique |F = 2〉 →
|F′ = 2〉. La fréquence est stabilisée en changeant le courant de la diode, lui-même ajusté par un

signal d’erreur obtenu par détection synchrone (SRS Lock-In Amplifier SR830) du signal d’ab-

sorption saturée. Le faisceau de la diode est ensuite séparé en deux faisceaux, chacun ayant sa

fréquence ajustée par un modulateur acousto-optique, puis amplifié par un amplificateur (Sacher

Lasertechnik TEC 400). L’un des deux faisceaux est utilisé pour le PMO-2D et l’autre pour le PMO-

3D. Après amplification, les deux faisceaux sont injectés dans deux autres modulateurs acousto-

optique qui permettent d’ajuster la puissance et fréquence des lasers au cours de la séquence

expérimentale. Finalement, ces faisceaux sont transmis par fibre optique à maintien de polarisa-

tion vers la table principale.
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BSchéma du montage optique de la table

repompeur. Tiré de [7].
La table repompeur permet quant à elle de préparer les faisceaux repompeurs des PMO-2D et

3D. Sur le même principe que pour la table refroidisseur, elle est composée d’une diode (Toptica

DL Pro) émettant un faisceau laser dont la fréquence est asservie par ajustement du courant. De

même, un dispositif d’absorption saturée et de détection synchrone permet d’asservir la fréquence

sur la transition |F = 1〉 → |F′ = 2〉. Il n’y a qu’un seul amplificateur (Toptica BoosTA Pro) sur cette

table, dont la sortie est séparée en deux, une pour le PMO-2D et l’autre pour le PMO-3D. Chaque

faisceau est injecté dans un modulateur acousto-optique pour ajuster les paramètres du faisceau

avant transport par fibre optique à maintien de polarisation sur la table principale.
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Table C.1 – Tableau récapitulatif de la séquence expérimentale.



DMonômes d’impulsions

Dans cette série d’expériences, nous peuplons exclusivement un état d’impulsion entre les ordres

(−5, . . . ,5)~kL par un protocole de contrôle de la phase du réseau optique déterminé par contrôle

optimal, une technique présentée au chapitre 5. Les champs de contrôles utilisés, les distributions

en impulsions et les images expérimentales sont présentés sur la figure E.1.
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Figure D.1 – Monômes en impulsion obtenus par contrôle optimal. Gauche : champs de

contrôle ϕ(t) utilisés pour produire le monôme. Milieu : comparaison des distributions en im-

pulsion idéales (rouge) aux distributions en impulsion obtenues expérimentalement (bleu). Les

barres d’erreurs correspondent à une incertitude poissonienne (
√
N avec N la fraction du nombre

d’atomes dans un ordre de diffraction). Droite : Images expérimentales correspondantes.





EBinômes d’impulsions

Dans cette série d’expériences, nous peuplons exclusivement une superposition de deux états

d’impulsion entre les ordres (−3, . . . ,3)~kL par un protocole de contrôle de la phase du réseau

optique déterminé par contrôle optimal, une technique présentée au chapitre 5. Toutes les combi-

naisons possibles de binômes (les champs de contrôles utilisés, les distributions en impulsions et

les images expérimentales) sont présentées sur la figure E.1. On remarque des halos de collision

lorsque deux ordres côte à côte sont peuplés. Le temps de vol est trop long (supérieur à 20 ms)

pour pouvoir apercevoir les halos de collisions entre des ordres séparés de plus que 1~kL, ces der-

niers étant trop dilués à ce temps de vol.
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Figure E.1 – Binômes en impulsion obtenus par contrôle optimal. Gauche : champs de contrôle

ϕ(t) utilisés pour produire le binôme. Milieu : comparaison des distributions en impulsion idéales

(rouge) aux distributions en impulsion obtenues expérimentalement (bleu). Les barres d’erreurs

correspondent à une incertitude poissonienne (
√
N avec N la fraction du nombre d’atomes dans

un ordre de diffraction). Droite : Images expérimentales correspondantes.



FAutres résonances de l’effet tunnel

assisté par le chaos observées
Dans cette annexe, nous présentons deux autres résonances de l’effet tunnel assisté par le chaos

que nous avons observées et les spectres de Floquet correspondants.

Figure F.1 – Deux autres résonance de l’effet tunnel assisté par le chaos. a-b : Exemples

expérimentaux d’oscillation tunnel. c : Fréquences tunnels mesurées expérimentalement (points

rouges) en fonction de l’inverse de la constante de Planck effective ~eff comparées aux prédictions

théoriques/numériques (bleu). Les zones bleutées correspondent à l’incertitude sur γ . d : Portrait

de phases dans lequel la résonance c est observée. Il correspond aux paramètres de modulation

(γ = 0.229 ± 0.001, ε = 0.6). e-h : Même que pour a-b mais pour les paramètres de modulation

(γ = 0.315 ± 0.005, ε = 0.39). g : La ligne rouge verticale correspond à la position de la résonance

où aucune fréquence n’a pu être extraite du signal expérimental.
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OBSERVÉES

Figure F.2 – Mécanisme tunnel des résonances présenté sur la figure F.1. a : Spectre de Floquet

du système (γ = 0.229 ± 0.001, ε = 0.6). Les états réguliers symétrique et anti-symétrique sont

représentés en rouge et bleu respectivement. Les états chaotiques sont représentés en vert. b-e :

Représentation de Husimi des différents états impliqués dans le transport par effet tunnel assisté

par le chaos. f-j : Même que a-e mais pour le système (γ = 0.315± 0.005, ε = 0.39).
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du temps. PhD thesis, Université Toulouse 3-Paul Sabatier, 2016.
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titjean, P. Schlagheck, and D. Guéry-Odelin, “Phase transition kinetics for a bose einstein

condensate in a periodically driven band system,” New Journal of Physics, vol. 20, no. 5,

p. 053035, 2018.

[157] X. Zhou, S. Jin, and J. Schmiedmayer, “Shortcut loading a bose–einstein condensate into an

optical lattice,” New Journal of Physics, vol. 20, no. 5, p. 055005, 2018.



BIBLIOGRAPHIE 283

[158] S. Kling, T. Salger, C. Grossert, and M. Weitz, “Atomic bloch-zener oscillations and stückel-

berg interferometry in optical lattices,” Physical review letters, vol. 105, no. 21, p. 215301,

2010.

[159] M. J. Davis and E. J. Heller, “Quantum dynamical tunneling in bound states,” The Journal

of Chemical Physics, vol. 75, no. 1, pp. 246–254, 1981.

[160] R. Lawton and M. Child, “Local and normal stretching vibrational states of h2o : Classical

and semiclassical considerations,” Molecular Physics, vol. 44, no. 3, pp. 709–723, 1981.

[161] E. J. Heller and M. J. Davis, “Quantum dynamical tunneling in large molecules. a plausible

conjecture,” The Journal of Physical Chemistry, vol. 85, no. 4, pp. 307–309, 1981.

[162] E. Heller, “Dynamic tunneling and molecular spectra,” The Journal of Physical Chemistry,

vol. 99, no. 9, pp. 2625–2634, 1995.

[163] E. J. Heller, “Air juggling and other tricks,” Nature, vol. 412, no. 6842, pp. 33–34, 2001.
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Résumé : En attendant de parvenir à construire un ordinateur quantique universel, les

physiciens se sont attelés à développer des simulateurs quantiques : un système capable

d’émuler des modèles de divers domaines de la physique sur lequel l’utilisateur possède

un grand degré de contrôle. Les travaux présentés dans cette thèse portent sur un tel

simulateur réalisé à l’aide condensats de Bose-Einstein manipulés par un réseau optique

unidimensionnel. Dans ce manuscrit, nous décrivons plusieurs travaux expérimentaux

réalisés en proche collaboration avec des physiciens théoriciens. Le premier d’entre eux

porte sur le contrôle d’halos de diffusion. Nous proposons un nouveau protocole de

contrôle de ces halos portant sur un décalage abrupt de la phase du réseau optique. Cette

première étude soulève une nouvelle question : peut-on, par un variation adéquate de la

phase du réseau optique, façonner la distribution en impulsion du condensat ? Cette ques-

tion est un problème d’optimisation bien posé auquel la théorie du contrôle optimal peut

répondre. Grâce à ce formalisme, nous sommes en mesure de contrôler l’état quantique du

condensat dans le réseau optique. Ces nouveaux types de protocoles peuvent permettre de

préparer des états initiaux permettant d’observer de nouveaux effets physiques. Un de ces

effets est le transport d’un nuage d’atomes dans un paysage classiquement chaotique. Nous

avons modulé périodiquement l’amplitude du réseau optique de telle manière à générer

un espace des phases mixtes dans lequel nous avons mis en évidence un effet tunnel dit

”assisté par le chaos”.

Abstract : While seeking to build a universal quantum computer, physicists have been wor-

king on developing quantum simulators : a system capable of emulating models of others

domains of physics over which the user has a large degree of control. The work presented in

this thesis concerns such a simulator realized with Bose-Einstein condensates manipulated

by a one-dimensional optical lattice. In this manuscript, we describe several experimental

works realized in close collaboration with theoretical physicists. The first one is about the

control of scattering halos. We propose a new protocol to control these halos by abruptly

shifting the phase of the optical lattice. This first study then naturally raises a new ques-

tion : can we, by an adequate variation of the optical lattice’s phase, shape the momen-

tum distribution of the condensate ? This question is an optimization problem that optimal

control theory is able to answer. Using this formalism, we are able to control the quantum

state of the condensate within the lattice. These new types of protocols open interesting

perspectives as the preparation of initial states for the observation of physical effects that

are difficult to observe. One of these effects is the the transport of a cloud of atoms in a

classically chaotic landscape. We have periodically modulated the amplitude of the optical

lattice in such a way as to generate a mixed phase space in which we have demonstrated a

so-called ”chaos-assisted tunneling”.


