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C H A P I T R E 1

Introduction

Le domaine de la physique atomique, initialement dévolu à la spectroscopie des atomes,
a ouvert de nombreuses applications lorsque l'on a pris conscience du degré exceptionnel de
contrôle que l'on pouvait avoir non seulement sur leur état électronique, mais aussi sur leur
mouvement. A l'aide de manipulation par des ondes lasers et des champs magnétiques, il est
par exemple devenu possible de refroidir des échantillons atomiques jusqu'à des températures
de l'ordre du nanoKelvin. Ces sources froides peuvent alors être employées pour des expériences
très diverses, en les soumettant à des potentiels quasiment arbitraires générés par des champs
magnétostatiques, optiques, ou micro-ondes.

Parmi ces expériences, plusieurs grands groupes se dessinent. Il est par exemple possible
de pro�ter de l'extrême degré de maitrise des atomes pour faire la métrologie des constantes
fondamentales, ou de forces inertielles. Cette approche passe en général par la réalisation d'in-
terféromètres atomiques, exploitant la nature ondulatoire de la matière. Ou encore, les tech-
niques d'atomes froids peuvent être employées à réaliser des situations physiques incomprises,
souvent inspirées du domaine de la physique statistique et de la matière condensée.

L'interférométrie atomique

Il a fallu plusieurs décennies, à partir de la mise en place du formalisme quantique, pour
réussir à tirer parti de la nature ondulatoire des atomes. Après la réalisation de masques de
di�raction matériels [Keith 88, Carnal 91], le contrôle de la di�raction par des ondes lumi-
neuses stationnaires [Oberthaler 96, Oberthaler 99] a ouvert grand les portes pour transposer
sur la matière tous les interféromètres hérités de deux siècles de travail sur les ondes lumineuses
[Keith 91, Riehle 91, Kasevich 91, Cronin 09]. Ceux-ci permettent maintenant de réaliser des
mesures de précision de constantes fondamentales et de forces inertielles [Peters 01, Bordé 02,
Mi�re 06]. Ainsi, l'unité de temps est dé�nie à partir de la mesure interférométrique de la
di�érence d'énergie entre deux niveaux électroniques du Cesium, dans les horloges atomiques
[Wynands 05]. Désormais, de nouvelles con�gurations d'interféromètres sont étudiées, qui réa-
lisent le modèle de la marche au hasard quantique [Karski 09, Kempe 09]. Elles ouvrent de
nouvelles portes vers la réalisation d'algorithmes de calcul quantique avec des atomes froids.

Les simulateurs quantiques

Le contrôle du mouvement des atomes ouvre aussi la possibilité d'approcher des questions
ouvertes avec de nouvelles observables. En particulier, le domaine des gaz d'électrons en matière
condensée présente des phénomènes complexes de physique à N corps, impliquant de nombreux
ingrédients tels que la statistique de Fermi, la structure de bandes, les interactions, le désordre,
et la dimensionnalité. Pour obtenir une vision plus claire sur le rôle de chacun, il peut être
avantageux de porter ces systèmes vers les atomes froids. Non seulement les paramètres peuvent
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2 Chap 1 - Introduction

être contrôlés sans devoir fabriquer un nouvel échantillon à chaque fois, mais des observables
complémentaires sont disponibles.

Un exemple phare de cette approche est la réalisation du modèle de Bose-Hubbard dans les
réseaux optiques. Le contrôle des interactions a permis d'observer la transition métal-isolant
de Mott [Greiner 02]. Depuis, l'e�et de la compétition entre le désordre et les interactions
sur les propriétés de transport a été abordé par plusieurs expériences [Pasienski 10, White 09,
Deissler 10]. Simultanément, les techniques de sondage progressent, jusqu'à permettre d'étudier
les transitions de phase à partir d'observables microscopiques [Greiner 02, Bakr 09, Sherson 10,
Bakr 10].

Contenu du manuscrit

Lors de ce travail de thèse, j'ai eu la chance d'aborder trois aspects de la physique des atomes
froids. La première année a été dévolue au refroidissement laser et évaporatif d'un échantillon
atomique [Brantut 08, Clément 09, Stern 10], a�n d'obtenir un condensat de Bose-Einstein
avec un fort taux de répétition. La seconde année porte sur la thématique de l'interférométrie
atomique. Nous avons étudié une méthode de suspension d'un échantillon ultrafroid contre
la gravité, ouvrant la voie par exemple à la construction d'horloges atomiques à longs temps
d'interrogation sur des systèmes compacts. Cette technique est basée sur des interférences à
ondes de matière [Robert-de Saint-Vincent 10b, Bourdel 10]. En�n, la dernière année a été
dévolue à la problématique du transport d'atomes dans un système bidimensionnel désordonné
[Robert-de Saint-Vincent 10a]. Une étude quantitative des dynamiques de propagation dans
le désordre a été réalisée, dans une situation e�cacement décrite par la mécanique classique.
Après la mise en évidence et caractérisation d'une dynamique di�usive, nous sommes désormais
prêts à aborder les e�ets des interférences sur le transport d'ondes de matière.

1) Lévitation par interférences à ondes multiples

Nous nous intéressons tout d'abord à l'exploitation d'une source ultrafroide pour des me-
sures par interférométrie atomique. Ces mesures peuvent être sensibles à des forces inertielles ou
aux propriétés internes de l'atome, comme la masse ou les états électroniques. Pour améliorer
leur qualité, il est possible de :

1. Augmenter la séparation des voies, a�n de gagner en sensibilité. Pour un senseur inertiel,
ceci revient à éloigner au maximum les trajectoires [Müller 09, Kovachy 10, Cladé 10].
Pour une horloge atomique, ceci revient à employer des transitions atomiques de fré-
quences optiques et non plus micro-ondes [Katori 03].

2. Augmenter le nombre de voies, a�n de réaliser un interféromètre à ondes multiples
[Weitz 96, Hinderthür 99, Aoki 01, Shinohara 02]. La di�érence de phase maximale entre
deux voies détermine la �nesse des franges, tandis que le déphasage minimal détermine
l'interfrange. Ceci permet d'améliorer la sensibilité des interféromètres sans compliquer
l'identi�cation des franges, et évite donc le recours à une mesure complémentaire.

3. Maintenir les di�érentes voies séparées le plus lontemps possible. Toutefois, la chute libre
des atomes dans le système expérimental borne le temps d'interrogation réalisable. Au
sol, des fontaines atomiques de 1 mètre de haut permettent des temps d'interrogation
de l'ordre de 0.5 s (voir Fig. 1.1). En vue d'applications dans l'espace, des prototypes
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d'horloges atomiques et de senseurs intertiels en microgravité sont testés à travers le
monde [Stern 09, van Zoest 10, Laurent 06].

Notre travail est une approche alternative à ce dernier point. Alors que les techniques
de refroidissement permettent désormais de réaliser des sources atomiques ultrafroides com-
pactes [Du 04], quelles méthodes permettraient de prolonger les temps d'interrogation sur ces
systèmes ? Certaines horloges atomiques sont par exemple piégées dans un potentiel pério-
dique [Takamoto 03, Campbell 08]. Nous présentons à notre tour deux techniques de suspen-
sion contre la gravité, dans un volume inférieur au mm3, à l'aide d'une di�raction répétée sur
une onde stationnaire [Impens 06, Hughes 09, Robert-de Saint-Vincent 10b, Bourdel 10].

Figure 1.1 � Di�érents interféromètres atomiques. a) Sur une expérience au sol, une fontaine
atomique de 1 m de haut permet de réaliser près de 0.5 s d'interrogation. D'autres interféro-
mètres atteignent de longs temps d'interrogation en microgravité, soit dans un avion en vol pa-
rabolique (b) [Stern 09] soit dans une tour de chute libre (c) [van Zoest 10]. Nous recherchons
une technique pour réaliser des interféromètres à long temps d'interrogation sur des systèmes
compacts, comme par exemple une puce à atomes (d) [Du 04]).

Le premier chapitre est dévolu à la préparation de l'échantillon ultrafroid. Pour réaliser
une mesure interférométrique, il est possible d'utiliser une source diluée, de quelques mm3,
dont la distribution de vitesse est �ltrée par une excitation Raman. Une autre approche est de
préparer une source dense et collimatée par refroidissement évaporatif. Nous préparons cette
source dans un piège à l'intersection de faisceaux laser fortement désaccordés des résonances
atomiques. Nous mettons en oeuvre une géométrie alliant un chargement e�cace au contrôle
du taux de collision tout au long du refroidissement. Ceci permet la préparation d'une source
collimatée avec un temps de cyclage complet de l'ordre de 10 s.

Le second chapitre décrit une première solution pour maintenir l'échantillon dans un
petit volume malgré l'accélération de la gravité. Nous faisons rebondir le nuage sur un miroir
de Bragg constitué d'un potentiel optique périodique. Nous décrivons en détail le processus
de di�raction d'un paquet d'onde atomique par le réseau optique. Nous présentons ensuite
les conditions sous lesquelles l'application pulsée, répétée périodiquement, de ce miroir peut
maintenir les atomes suspendus contre la gravité pendant plusieurs dizaines de millisecondes.
Ce schéma est ensuite démontré expérimentalement.

Dans le troisième chapitre, le miroir de Bragg est utilisé dans le régime de résau mince,
pulsé pendant des temps plus courts. Une partie du paquet d'onde atomique n'est ni ré�échie ni
transmise par le miroir, mais envoyée vers de nouveaux ordres de di�raction. Ceci ouvre la voie à
de nombreuses trajectoires se recombinant périodiquement, sur lesquelles les atomes e�ectuent
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4 Chap 1 - Introduction

une marche au hasard quantique. En variant légèrement le temps entre deux événements de
di�raction, les interférences peuvent exacerber les pertes vers des voies en chute libre, ou au
contraire maintenir les atomes suspendus à l'encontre des probabilités classiques. Ce schéma
réalise un interféromètre à ondes multiple sensible à la gravité, dont les signaux de franges
s'a�nent lorsque l'on prolonge la suspension.

2) Dynamiques de transport 2D en milieu désordonné

La seconde partie de cette thèse quitte le domaine de l'interférométrie atomique, pour
approcher la thématique des propriétés de transport de systèmes désordonnés [Modugno 09,
Lagendijk 09, Sanchez-Palencia 10]. Les atomes froids ont abordé cette question à partir des
systèmes unidimensionnels. Le piégeage classique entre pics du désordre a été mis en évi-
dence en premier [Clément 05, Fort 05, Lye 05, Schulte 05], rapidement suivi par le phéno-
mène de localisation d'Anderson bloquant la propagation d'une onde en milieu désordonné
[Anderson 58, Billy 08, Roati 08, Dries 10]. Depuis, le problème s'est enrichi par des expé-
riences où les interactions interatomiques sont importantes, soit à l'aide de résonances de Fesh-
bach [Deissler 10], soit à l'aide d'un con�nement dans un réseau 3D [Pasienski 10, White 09].
Les systèmes bidimensionnels désordonnés restent peu explorés expérimentalement.

Figure 1.2 � Les atomes froids servent désormais à étudier l'in�uence du désordre sur les
propriétés de transport. Image : mise en évidence de la localisation d'Anderson dans un système
unidimensionnel désordonné [Billy 08]. Les atomes s'étendent le long d'une pince optique. En
présence d'un faible champ de tavelures, leur expansion est stoppée.

Dans le premier chapitre, nous mettons en place une expérience de transport bidimen-
sionnel en présence d'un potentiel désordonné. Le protocole envisagé est d'étudier l'expansion
2D des atomes à partir d'un point source. Ceci nécessite la réalisation d'un piège bidimen-
sionnel sans con�nement transverse sur une surface de l'ordre du mm2, que nous réalisons en
con�nant l'échantillon dans le plan noir d'un faisceau antisymétrique. Le désordre est généré
par une �gure de tavelures (ou speckle), créé en illuminant les atomes via une lame di�usante.
En�n, nous mettons en place une imagerie par �uorescence sensible à de très faibles densités
atomiques.

Le second chapitre concerne une première série d'expériences dans un régime de transport
classique. Nous étudions le processus d'expansion di�usive des atomes dans le plan désordonné,
et mesurons des coe�cients de di�usion fortement dépendants de l'énergie, en accord quantitatif
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avec une modélisation théorique. Cette dernière met en évidence la présence de nombreuses
dynamiques de transport selon les énergies : di�usive, piégée, ou transitoirement subdi�usive.
Les premiers travaux expérimentaux vers le régime piégé sont présentés.

En�n, le troisième chapitre présente deux perspectives à moyen terme, en cours de réali-
sation. En premier lieu, nous montrons que notre expérience est dans la gamme de paramètres
adéquate pour observer la localisation d'Anderson en deux dimensions. En second lieu, les
interactions dans le nuage sont su�samment fortes pour que nous traversions la transition
de phase Berezinskii-Kosterlitz-Thouless [Berezinskii 72, Kosterlitz 73, Hadzibabic 09]. Nous
observons l'apparition d'un ordre à longue portée dans le nuage, et envisageons maintenant
d'étudier l'impact du potentiel désordonné sur cette transition [Kuroyanagi 10].
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C H A P I T R E 2

Un condensat de Bose-Einstein comme

source collimatée

Les gaz ultrafroids sont une ressource utile pour réaliser des mesures de précision, soit des
propriétés intrinsèques des atomes eux-mêmes - ce qui a permis l'essor des horloges atomiques
[Wynands 05], soit encore des forces agissant sur eux [Peters 01, Bordé 02, Canuel 06]. Ainsi,
les interféromètres atomiques permettent maintenant des mesures de l'accélération locale de la
gravité g avec une précision relative de l'ordre de 10−8 en 1s. Un temps d'interrogation élevé
est requis pour obtenir les meilleures précisions. Toutefois, ce temps est en partie limité par
l'expansion de l'échantillon, et donc par sa température.

Le refroidissement par évaporation représente une alternative aux techniques de �ltrage en
vitesse par transition Raman pour générer des sources atomiques collimatées. Dans ce premier
chapitre, nous présentons un dispositif expérimental permettant de rejoindre la transition de
Bose-Einstein en phase gazeuse [Anderson 95, Davis 95], à une température de l'ordre de 100
nK. L'emploi de potentiels de piégeage générés par l'interaction avec une onde laser permet de
garder le champ magnétique comme degré de liberté pour les expériences futures. Nous obtenons
ainsi une source dense, de forte brillance, utilisable pour des mesures interférométriques.

Feuille de route

Pour obtenir un nuage dense et ultrafroid à partir d'un gaz à température ambiante, deux
techniques doivent être successivement employées. La première est le refroidissement laser
[Cohen-Tannoudji 98, Phillips 98, Chu 98]. Elle repose sur l'exercice de forces dissipatives sur
un atome par une lumière résonante avec une transition atomique. La seconde technique est
basée sur le processus d'évaporation [Masuhara 88], qui permet d'augmenter le nombre de par-
ticules à basse énergie en perdant quelques particules de forte énergie. Ce processus repose sur
une rethermalisation constante de l'échantillon, et donc sur un taux de collisions élevé tout au
long de l'évaporation.

Ces techniques doivent être combinées sur notre dispositif expérimental, représenté en
Fig. 2.1. Les atomes de Rubidium 87 sont manipulés dans une enceinte à ultra-vide pour évi-
ter toute interaction avec l'environnement. Nous employons l'interaction avec une radiation
laser pour freiner et collecter un nombre maximal d'atomes, d'abord dans une chambre annexe
où réside une vapeur de Rubidium (en haut à droite de la �gure), puis dans une chambre
d'expérience présentant une meilleure qualité de vide. En�n, nous employons la force conserva-
tive exercée par un laser loin de résonance pour procéder au refroidissement par évaporation.
Ce laser est représenté en jaune dans le schéma, et piège les atomes au croisement de deux
faisceaux.

Ce chapitre suivra cette logique associée aux étapes de refroidissement. Une première partie
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10 Chap 2 - Un condensat de Bose-Einstein comme source collimatée

décrira le système de collection et de détection d'une vapeur froide, employant des sources laser
résonantes avec les transitions atomiques. Dans un second temps, nous présenterons comment
un laser fortement désaccordé des transitions atomiques peut être utilisé pour réaliser un piège
conservatif, et nous nous pencherons sur quelques spéci�cités du piégeage du Rubidium 87
par un laser à 1565 nm. Dans une troisième partie, nous présenterons notre technique de
refroidissement par évaporation, assurant un chargement e�cace puis une évaporation avec un
contrôle optimal du taux de collisions durant l'évaporation.

Figure 2.1 � Schéma de l'expérience. Une vapeur atomique est collectée dans une première
chambre (en haut à droite) par refroidissement laser, puis transférée vers l'enceinte principale
(au centre). Après une seconde étape de refroidissement laser, les atomes sont transférés dans un
piège conservatif créé par deux faisceaux laser fortement désaccordés des résonances atomiques
(en jaune sur l'image). On y procède au refroidissement par évaporation jusqu'à l'obtention
d'un condensat de Bose-Einstein.

2.1 Collection et détection des atomes

Pour réaliser un condensat de Bose-Einstein, il convient tout d'abord de collecter un échan-
tillon de quelques milliards d'atomes. Cette collection est réalisée à l'aide des techniques de
refroidissement laser, basées sur des cycles d'absorption / émission spontanée de lumière. Ces
processus transfèrent de l'impulsion à l'atome, et peuvent être contrôlés pour exercer une
force de friction. On distingue di�érents mécanismes, souvent simultanément à l'oeuvre : le
refroidissement Doppler, le refroidissement Sisyphe (dans une mélasse optique), et le piège
magnéto-optique (PMO) permettant d'obtenir un con�nement spatial. Ce même phénomène
d'absorption / émission spontanée est aussi utilisé pour l'imagerie.

Dans les prochaines pages, nous allons présenter brièvement l'ensemble du montage expéri-
mental, en relation avec cette phase de collection. Une description plus complète est disponible
dans [Varoquaux 08, Clément 08, Brantut 09]. Une première partie est dédiée à l'agencement
global de l'expérience, en di�érentes chambres sous ultra-vide. Une seconde partie présente
le système laser employé pour réaliser le refroidissement laser. Nous �nirons par la technique
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2.1 Collection et détection des atomes 11

d'imagerie employée pour détecter les atomes.

2.1.1 Chambre de science

Le schéma général de l'enceinte employée est présenté en Fig. 2.2. Elle est constituée de
deux chambres : la "chambre de collection" avec une pression de l'ordre de 10−8 mbar, et la
"chambre de science" avec une pression inférieure à 10−10 mbar. Toutes deux sont reliées par un
tube de pompage di�érentiel de 1 mm de diamètre et approximativement 1.5 cm de longueur.
Le vide de la chambre de science est assuré par une pompe ionique 50 L/s et une pompe à
matériau adsorbant ("getter") 50 L/s, tandis que la chambre de collection emploie une seconde
pompe à getter 50 L/s. Une pompe ionique 2 L/s sert de jauge de pression à cet endroit.

Pompe
ionique

2 l/s

Pompe ionique
50 l/s

getter

Chambre
de science

Chambre
de collection

Vanne

ge
tte

r

K
Rb

Sources
atomiques

Figure 2.2 � Schéma de l'enceinte sous ultra-vide. Les atomes de Rubidium et de Potassium
(pour les expériences ultérieures) sont sous forme métallique à proximité de la chambre de
collection (en haut à droite). La chambre de collection et la chambre de science (au centre)
sont reliées par un tube de pompage di�érentiel. Le vide est assuré par des pompes ioniques (50
L/s et 2 L/s) et par des pompes à matériau adsorbant (getter) 50 L/s.

Une vapeur de Rubidium 87 est générée par une cellule de Rubidium à l'état métallique,
située à proximité de la chambre de collection. La cellule est chau�ée à une température de
80�C pour maximiser la migration des atomes vers cette chambre. Là, les atomes de la vapeur
sont refroidis suivant deux axes de l'espace par un piège magnéto-optique 2D [Varoquaux 08,
Clément 08]. Selon le troisième axe, un faisceau supplémentaire, dit "pousseur", pousse les
atomes de la chambre de collection vers la chambre de science. Ils y sont collectés par un PMO
standard suivant tous les axes de l'espace.

2.1.2 Système laser

Les mécanismes de refroidissement laser exploitent une transition électronique fermée, sur
laquelle ont lieu des cycles d'absorption/ émission spontanée de photons permettant d'exercer
une force dissipative sur l'atome. L'atome de Rubidium 87 dispose d'une transition optique à
780 nm entre les états de la structure �ne |5S1/2 > et |5P3/2 >. Nous freinons les atomes à
l'aide d'un laser, dit "piège", proche de la transition entre les états hyper�ns |5S1/2 F = 2 > et
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12 Chap 2 - Un condensat de Bose-Einstein comme source collimatée

|5P3/2 F = 3 > (voir Fig. 2.3). En raison d'un faible désaccord (≈ 18 MHz), les atomes peuvent
aussi être excités vers |5P3/2 F = 2 > et de là se désexciter vers l'état |5S1/2 F = 1 >. Un
second laser, dit "repompeur", pompe ces atomes vers l'état |5P3/2 F = 2 >, d'où ils ont une
probabilité ∼ 1/2 de revenir dans l'état fondamental |5S1/2 F = 2 > de la transition cyclante.

Figure 2.3 � Niveaux électroniques de l'atome de Rubidium 87. Seuls les états de la structure
�ne associés à la raie D2 à 780 nm sont représentés. Le refroidissement laser et l'imagerie
exploitent la transition cyclante |5S1/2 F = 2 >→ |5P3/2 F = 3 >. Un laser sur la transition
|5S1/2 F = 1 >→ |5P3/2 F = 2 > permet de maintenir les atomes dans la transition cyclante.

Notre système de refroidissement laser nécessite donc au moins deux sources, "piège" et
"repompeur", de fréquences séparées par 6.6 GHz. Nous employons par ailleurs la transition
piège pour l'imagerie par absorption, et dédions une troisième source laser à cette utilisation.
Le système laser complet est présenté en Fig. 2.4.

Les trois sources laser sont des diodes montées en cavité étendue face à un réseau par
ré�exion en con�guration Littrow [Nyman 06]. La diode "sonde" est asservie sur un spectre
d'absorption saturée. Les deux diodes "piège" et "repompeur" sont asservies sur la première
par battement sur une même photodiode rapide. Le montage employé pour générer les signaux
d'erreur à partir de ce battement est décrit dans [Brantut 09].

Le laser "sonde" est envoyé vers l'expérience via deux �bres, l'une pour réaliser l'imagerie
par absorption (voir partie 2.1.3), l'autre pour le faisceau "pousseur" du PMO 2D. Les deux
sources laser "piège" et "repompeur" sont mélangées en amont d'un ampli�cateur optique.
Après ampli�cation, une partie de la lumière est envoyée par �bre vers le PMO 3D de la
chambre de science. L'autre partie passe par un second ampli�cateur avant d'être envoyée par
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2.1 Collection et détection des atomes 13

�bre vers le PMO 2D de la chambre de collection. En�n, une �bre dite "pompage optique"
permet de transporter de la lumière du repompeur par une voie indépendante, en prévision de
la phase d'imagerie.

Figure 2.4 � Schema de la table laser pour le refroidissement laser et la détection des atomes
de Rubidium 87. Nous utilisons trois sources primaires, qui après asservissement et ampli�-
cation sont envoyées vers l'expérience via cinq �bres optiques. Les �bres PMO 3D et PMO
2D transportent simultanément de la lumière piège et repompeur. La �bre de pompage optique
transporte indépendamment de la lumière repompeur. Le laser sonde est asservi sur un spectre
d'absorption saturée, et sert de référence pour asservir par battement les deux autres sources
lasers.

2.1.3 Imagerie par absorption

Notre expérience emploie une imagerie par absorption [Clément 08]. Un laser accordé sur la
transition |5S1/2 F = 2 >→ |5P3/2 F = 3 > traverse le nuage pendant approximativement 50
µs. Comme présenté en Fig. 2.5, ce faisceau laser est détecté sur une caméra CCD pixel�y QE,
en aval d'un objectif télécentrique de grandissement 1/3 et d'ouverture numérique 0.13, puis
d'un objectif de microscope (de grandissement 10 ou 20 selon les expériences) pour conjuguer le
plan des atomes avec la surface du détecteur. Durant l'impulsion de lumière sonde, les atomes
absorbent la lumière avec une section e�cace σabs. Nous mesurons la densité optique OD(x, y)
du nuage en comparant le signal de CCD S(x, y) au signal en l'absence d'atomes S0(x, y) pour
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14 Chap 2 - Un condensat de Bose-Einstein comme source collimatée

remonter à la densité atomique n intégrée sur l'axe de visée :

OD(x, y) = −ln

(
S(x, y)

S0(x, y)

)
=

∫
n(x, y, z)σabsdz (2.1)

La valeur de la section e�cace σabs dépend du désaccord du laser par rapport à la transition
(par défaut, 0 MHz) et de la polarisation du laser. En polarisation circulaire, et si le champ
magnétique est parallèle à la direction de propagation du faisceau, les atomes sont rapidement
pompés dans un état extrémal mF = ±2 [Steck 06]. La section e�cace vaut alors :

σabs =
3λ2

2π

1

1 + 4 δ
2

Γ2 + I
Isat

(2.2)

Nous employons ici la longueur d'onde λ du laser, le désaccord δ de la sonde, la largeur de raie
Γ, et l'intensité de saturation Isat ' 1.6mW. Toutefois, notre laser est polarisé linéairement et
il faut appliquer un facteur correctif pour tenir compte des e�ets de pompage entre les di�érents
sous-niveaux hyper�ns mF durant l'imagerie. Dans notre con�guration, nous estimons que la
section e�cace est réduite d'un facteur 2.13 par rapport à l'expression 2.2.

Toutefois, cette sonde n'adresse que les atomes dans l'état |5S1/2 F = 2 >. Pour compter
l'ensemble des atomes, nous envoyons une impulsion de lumière repompe accordée sur la tran-
sition |5S1/2 F = 1 >→ |5P3/2 F = 2 >, d'une puissance de 200 µW/cm2 ' Isat/10 et d'une
durée de 1 ms.

Figure 2.5 � Schéma de l'imagerie par absorption. Un faisceau résonant avec la transition
|5S1/2 F = 2 >→ |5P3/2 F = 3 > traverse l'enceinte en diagonale. Après un objectif télécen-
trique de grandissement 1/3, le plan du nuage est imagé sur une caméra CCD pixelfy QE par
un objectif de microscope de grandissement 10 ou 20.

2.2 Potentiel dipolaire à 1565 nm

Dans notre piège magnéto-optique, nous disposons d'un échantillon froid de quelques 109

atomes à une température de l'ordre de 100µK. Pour obtenir la condensation, nous devons
procéder par refroidissement évaporatif dans un piège conservatif. Celui-ci est souvent réalisé
en exploitant l'interaction entre le moment magnétique des atomes et un champ magnétique
inhomogène. Il est alors possible de piéger les atomes dans un minimum de champ. Toutefois,
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2.2 Potentiel dipolaire à 1565 nm 15

cette solution, réalisée avec des bobines macroscopiques, réalise des pièges relativement lâches,
nécessitant de longs temps d'évaporation. Une première alternative est de nanostructurer des
�ls conducteurs sur une puce atomique [Folman 00, Hänsel 01], ce qui permet d'obtenir des
con�nements plus forts, et un taux de répétition élevé au prix d'un nombre d'atomes réduit
(quelques 104 contre ∼ 106 précédemment, pour le Rubidium 87). Une seconde solution, que
nous allons développer ici, consiste à exploiter l'interaction du dipôle électrique atomique avec
le champ électrique oscillant d'une onde laser non résonante [Adams 95, Grimm 00]. Cette tech-
nique, outre un taux de répétition élevé comme sur puce à atomes, permet en plus de conserver
le champ magnétique comme degré de liberté pour exploiter d'autres e�ets (résonances de
Feshbach notamment). Les condensats de 87Rb typiques y sont de taille intermédiaire ∼ 105.

Nous présenterons succintement le concept de déplacement lumineux, et comment cela peut
être exploité pour piéger des atomes. Nous présenterons ensuite notre montage expérimental,
utilisant un laser à �bre dopé Erbium émettant 50 W à 1565 nm. Nous �nirons par la méthode
de transfert des atomes du piège magnéto-optique vers ce potentiel conservatif.

2.2.1 Déplacements lumineux

Principe : Nous étudions l'e�et d'une onde laser sur un atome neutre, et plus précisément
sur un alcalin. Dans un tel atome, l'unique électron de valence est responsable d'un nombre
réduit de transitions excitables par laser.

En l'absence d'excitation, le dipôle moyen de l'atome est nul. Toutefois, le champ électrique
oscillant peut forcer une oscillation du dipôle à la même fréquence, avec éventuellement un
certain déphasage. En notation de Fourier, on dé�nit la polarisabilité dynamique α(ω) reliant le
dipôle atomique ~d au champ ~E, tel que ~d(ω) = α(ω) ~E(ω) 1. En régime stationnaire d'oscillation
forcée, le centre de masse du dipôle induit est soumis à une force moyenne qui dérive du
potentiel Vdip = −1/2 < ~d(t) · ~E(t) >, où <> dénote un moyennage temporel sur plusieurs
périodes optiques. Dans cette valeur moyenne, seule la partie réelle de α(ω) apparaît.

Atome à deux niveaux et polarisation rectiligne : Considérons tout d'abord le cas d'un
atome couplé à une onde polarisée linéairement, de pulsation ω. Par ailleurs, nous négligeons
la structure �ne et hyper�ne de l'atome. L'électron externe est décrit par un nombre quantique
principal n et un moment cinétique orbital L (de projection mL sur l'axe de quanti�cation). La
polarisabilité d'un atome dépend de l'état |n,L,mL > du mouvement de l'électron externe, et
des di�érents états auxquels l'onde laser le couple. Dans le cadre du modèle simple d'un atome
à deux niveaux |n,L,mL > et |n,L+ 1,mL >, séparés par une énergie ~ω0, le potentiel vu par
l'atome dans son état fondamental vaut [Grimm 00] :

Vdip = −3πc2

2ω3
0

(
Γ

ω − ω0
+

Γ

ω + ω0

)
I (2.3)

Dans cette équation, la force du dipôle atomique est contenue dans la largeur naturelle Γ de
l'état excité.

A proximité de résonance, on constate que ce potentiel décroit en fonction de 1
ω−ω0

. A titre

de comparaison, les forces dissipatives dûes à la pression de radiation décroissent en 1
(ω−ω0)2

.

Il est donc possible, en s'éloignant de résonance, de rendre les forces dissipatives négligeables

1. En général, cette équation est vectorielle et α est un tenseur. Pour la plupart des applications en lumière
polarisée, le choix du repère adéquat permet de revenir à une équation scalaire.
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16 Chap 2 - Un condensat de Bose-Einstein comme source collimatée

devant la force dérivant du potentiel dipolaire. Par ailleurs, le signe du potentiel dépend du
signe du désaccord (potentiel attractif si ω < ω0, répulsif sinon).

Par commodité pour la suite, nous dé�nissons un désaccord réduit δ̃ de la façon suivante :

δ̃ =

(
1

ω − ω0
+

1

ω + ω0

)−1

(2.4)

Atome réel et polarisation quelconque : L'expression ci-dessus du déplacement lumineux est
couramment employée pour décrire le piégeage dipolaire par des lasers très fortement désaccor-
dés des résonances atomiques, notamment les sources à CO2. Lorsque l'on s'approche un peu
plus des résonances, il faut tenir compte de la structure interne de l'atome. L'électron externe
est en e�et a�ecté par le couplage de son spin orbital L avec le spin intrinsèque S (structure
�ne, décrite par J = L+S), ainsi que par un couplage au spin nucléaire I (structure hyper�ne,
décrite par F = J+I). Pour un atome dans un état |i >= |n,L, J, F,mF >, le potentiel résulte
d'un couplage par la lumière à tous les autres états |f >= |n′, L′, J ′, F ′,m′F >. Ce couplage
dépend de la polarisation de la lumière incidente (q = −1, 0, 1 pour des polarisation σ−, π, σ+).
On obtient :

Vdip,i = −
∑
f

| < i|dqEq|f > |2

2 ~ δ̃i,f
(2.5)

où dq est la composante q de l'opérateur vectoriel dipolaire, et Eq est l'amplitude du champ

oscillant : ~E(t) = Eqcos(ωt)~eq. Le terme de couplage peut être calculé à partir de données
spectroscopiques [Safronova 06, Arora 07, Steck 06].

Pour piéger un alcalin, nous nous intéressons au déplacement lumineux de l'état fonda-
mental |nS1/2 > de l'atome. Nous notons δ̃1 le désaccord réduit de la transition dite D1

|nS1/2 >→ |nP1/2 > et δ̃2 le désaccord réduit de la transition dite D2 |nS1/2 >→ |nP3/2 >.
Par ailleurs, gF est le facteur de Landé issu de la projection des états de spin total F,mF

sur les états de spin orbital électronique L,mL. Ce facteur vaut −1/2 et +1/2 respectivement
dans les états hyper�ns F = 1 et F = 2 de la multiplicité |5S1/2 > du Rubidium 87. En
négligeant la séparation hyper�ne des niveaux n,L, J excités par rapport aux désaccords, on
obtient l'expression suivante [Grimm 00] :

Vdip =
−πc2

2ω3
0

Γ

(
1− qgFmF

δ̃1

+
2 + qgFmF

δ̃2

)
I (2.6)

Mise en évidence : Nous employons un laser à 1565 nm pour exercer une force dipolaire sur
les atomes. Nous pouvons calculer, suivant l'expression 2.6, le déplacement lumineux de l'état
|5S1/2 >, majoritairement dû au couplage vers les états |5P1/2 > et |5P3/2 > (les transitions
respectives étant à 794 et 780 nm). Nous obtenons un potentiel attractif pour les atomes dans
|5S1/2 > car le laser est dans le rouge des deux transitions.

Considérons maintenant l'état |5P3/2 >. Il peut être peuplé lors des phases de refroidisse-
ment laser et d'imagerie. Comme montré en Fig. 2.6, il est couplé essentiellement aux états
|5S1/2 >, |6S1/2 >, |4D5/2 > et |4D3/2 >. Ces deux dernières transitions, à 1529 nm, sont
proches de la longueur d'onde du laser et induisent donc un fort déplacement lumineux vers le
rouge (potentiel attractif) de l'état |5P3/2 >.

Lorsque l'on image le nuage par absorption de lumière à 780 nm, cette lumière sonde est
par défaut résonante avec la transition atomique dans l'espace libre. Lorsque l'on désaccorde la

16



2.2 Potentiel dipolaire à 1565 nm 17

sonde, la lumière n'est résonante que dans les régions de l'espace où le déplacement lumineux
compense ce désaccord. Ceci peut être exploité pour caractériser in-situ le potentiel dipolaire :
ainsi, en Fig. 2.7, nous imageons par absorption les équipotentielles du piège dipolaire en
ajustant le désaccord de la sonde. Le nuage, directement issu d'un PMO, sert ici de sonde pour
étudier le potentiel optique [Brantut 08]. On pourrait au contraire employer ce déplacement de
la transition pour obtenir une information locale sur les atomes. En e�et, la taille des zones
sensibles à la sonde ne dépend que du gradient de déplacement lumineux et de la largeur de
raie, tandis que la résolution du système optique n'entre pas en compte.

Pour ces images, deux faisceaux identiques sont croisés hors focus, avec un waist (rayon
à 1/e2 en intensité) proche de 200 µm à l'intersection. Ils réalisent un potentiel de piégeage
maximal de 115 µK et un déplacement de la transition de 100 MHz. Cette géométrie n'est
toutefois pas celle employée pour obtenir la condensation de Bose-Einstein, que nous allons
voir maintenant.

Figure 2.6 � Déplacements lumineux des niveaux de l'atome de Rubidium 87. A gauche :
niveaux électroniques couplés par le faisceau laser à 1565 nm. A droite : le niveau fondamental
|5S1/2 > est déplacé vers le rouge (e�et de piégeage) par un faisceau gaussien. L'état excité
de la transition d'imagerie et de refroidissement |5P3/2 > est déplacé dans le même sens mais
d'une énergie 42.6 fois supérieure.

2.2.2 Montage optique

Nous présentons maintenant le montage optique du piège dipolaire. Celui-ci doit répondre à
deux contraintes pour le refroidissement par évaporation. Tout d'abord, il faut pouvoir charger
un grand nombre d'atomes dans le piège, ce qui suppose un grand volume de piégeage. Ensuite,
un fort taux de collision est requis pour assurer la rethermalisation permanente du nuage.
Ceci va de paire avec un fort con�nement. Nous allons maintenant présenter une géométrie qui
concilie ces deux contraintes en apparence contradictoires, en répondant à chacune par l'emploi
d'un faisceau laser di�érent.

La �gure 2.8 présente le schéma optique du piège dipolaire. Un faisceau de 50 W et de waist
0.9 mm est dé�échi par un modulateur acousto-optique 40 MHz (A.A. Optoelectronics) pour
contrôler la puissance en aval. L'ordre dé�échi (28 W) est focalisé au coeur de l'enceinte par
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18 Chap 2 - Un condensat de Bose-Einstein comme source collimatée

Figure 2.7 � Images d'absorption montrant les équipotentielles du piège. En ajustant le désac-
cord de la lumière sonde par rapport à la transition D2 en l'espace libre de (a) -40 MHz,(b)
-80 MHz et (c) -100 MHz, correspondant à des déplacements du niveau fondamental de 45 µK,
91 µK, et 115 µK respectivement, nous observons des zones d'égale intensité laser, c'est-à-dire
des équipotentielles du piège. Les inserts des images b) et c) montrent une coupe selon l'axe
horizontal.

une lentille de focale 292 mm, avec un waist de 150 µm. Il s'agit du premier bras. Le faisceau
est recollimaté en sortie, puis à nouveau dé�échi par un modulateur acousto-optique 2. L'ordre
di�racté est agrandi d'un facteur 12.5 par deux lentilles de -40 mm et 500 mm, puis est focalisé
par une lentille de 292 mm sur les atomes, avec cette fois-ci un waist de 22 µm 3. Il s'agit du
second bras. La puissance disponible est ici de 14 W. Les deux faisceaux se croisent sur les
atomes avec un angle de 56�.

2.2.3 Chargement du piège

Pour charger le piège dipolaire à partir d'un PMO et obtenir un échantillon dense à fort taux
de collisions, nous procédons selon une stratégie en deux temps [Brantut 09]. Le premier bras,
large, sert de volume de piégeage pour capturer un grand nombre d'atomes. Nous les transférons
ensuite dans l'intersection avec le second bras, fortement con�nant, a�n d'augmenter le taux
de collisions. Notons en�n que l'échantillon doit être pompé entre temps dans l'état hyper�n
|5S1/2F = 1 >. En e�et, si l'on conservait le nuage dans l'état |F = 2 > sans polariser
la projection mF , des collisions inélastiques avec changement d'état hyper�n auraient lieu.
Chaque atome concerné par le changement d'état hyper�n libèrerait h × 6.8 GHz sous forme
d'énergie cinétique, ce qui chau�erait le nuage et causerait des pertes.

La séquence expérimentale commence par un PMO contenant typiquement 109 atomes. Le
désaccord du faisceau de refroidissement est amené à 120 MHz pendant 60 ms a�n de comprimer
le nuage (ce désaccord élevé permet de réduire les forces répulsives liées à la di�usion multiple
de photons [Petrich 94, Kuppens 00]). A ce stade nous commençons le transfert dans le piège

2. La di�érence de fréquence entre les deux bras du piège permet de brouiller leurs interférences. Celles-ci
pourraient sinon coupler les atomes aux vibrations acoustiques des miroirs, ce qui causerait un échau�ement
du nuage.

3. Les deux waists sont calibrés par une mesure des fréquences de con�nement du piège. Celle-ci est réalisée
soit par observation d'oscillations du centre de masse du nuage, soit par chau�age paramétrique [Brantut 09].
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2.2 Potentiel dipolaire à 1565 nm 19

Figure 2.8 � Schéma optique du piège dipolaire. Un premier modulateur acousto-optique
contrôle la puissance du premier bras, focalisé sur les atomes par une lentille de focale F1
= 292 mm. En sortie de l'enceinte, le faisceau est recollimaté puis passe à nouveau par un
modulateur acousto-optique. Après un système optique de grandissement 12,5 (constitué des
lentilles de focales F2 = -40 mm et F3 = 500 mm), il est à nouveau focalisé sur les atomes, et
intersecte le premier passage du faisceau.

dipolaire. Le faisceau large à 1565 nm, de waist 150 µm et de puissance 28 W, est allumé. Il
crée alors un potentiel piégeant de 74 µK de profondeur, et un déplacement de la transition de
64 MHz. Le faisceau fortement con�nant, de waist 22 µm, est lui aussi allumé à faible puissance
(0.7 W, soit un potentiel de 86 µK et un déplacement lumineux de 75 MHz) mais contribue au
chargement de façon minoritaire en raison de son faible volume de piégeage. Simultanément,
le champ quadrupolaire du PMO est coupé, et le désaccord du faisceau de refroidissement est
amené à 200 MHz. Ainsi, comme on peut le voir en Fig. 2.9a, la lumière de refroidissement
reste partout dans le rouge de la transition a�ectée par le déplacement lumineux. Ceci réalise
une mélasse optique très loin de résonance en présence du faisceau large à 1565 nm, pendant
50 ms.

Durant cette période, nous ne changeons pas la fréquence du faisceau repompeur, qui reste
résonant hors des faisceaux à 1565 nm. Par contre, au fond du piège, cette lumière est désaccor-
dée de 130 MHz. L'e�cacité de repompage se trouve donc réduite et les atomes s'accumulent
dans l'état hyper�n |F = 1 > du fondamental |5S1/2 > (voir Fig. 2.9b). En réduisant la
puissance de la lumière repompeur jusqu'à 21 µW/cm2 (soit 1/30 de sa valeur usuelle), nous
exacerbons cet e�et et constatons que 99% des atomes piégés sont dans l'état |F = 1 >. Par
comparaison, dans l'espace libre cette proportion est de 97%, ce qui démontre que le laser
à 1565 nm réduit le taux de repompage vers l'état fondamental |F = 2 > de la transition
cyclante.

A ce stade, nous éteignons les faisceaux de refroidissement laser. Nous disposons de 3.107

atomes, piégés le long du faisceau large à une température de 20 µK. La densité dans l'espace
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20 Chap 2 - Un condensat de Bose-Einstein comme source collimatée

Figure 2.9 � Chargement du piège dipolaire. a) Le fort déplacement lumnieux de la transition
de refroidissement est compensé en désaccordant la lumière piège par -200 MHz, pour refroidir
simultanément dans et hors du piège. Par contre, la lumière de repompage n'est pas désaccordée,
ce qui, comme présenté en b), permet d'accumuler les atomes dans un état noir au centre du
piège.
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2.3 Evaporation 21

des phases vaut 4 : D ≈ 2.10−5, et les atomes ne sont pas piégés selon l'axe du faisceau. A�n
d'obtenir un con�nement fort suivant les trois directions de l'espace, après extinction de la
mélasse optique, nous augmentons la puissance du second bras, faisceau fortement con�nant,
jusqu'à 6 W en 3 ms 5. Après 100 ms de mouvement libre, 3.106 atomes sont piégés au croisement
dans un mélange des trois composantes de spin mF . Ils sont thermalisés à une température de
65 µK. Les fréquences de con�nement au centre du piège sont alors 124 Hz, 3.8 kHz et 3.8 kHz
(mesurées par excitations de modes dipolaires, monopolaires, et par chau�age paramétrique).
La di�érence d'énergie entre le fond du piège croisé et les points de fuite sur l'axe du bras large
est de l'ordre de 740 µK (associée à un déplacement lumineux de la transition de refroidissement
de l'ordre de 640 MHz). La densité dans l'espace des phases vaut donc 2.5 10−3.

L'e�cacité de ce dernier transfert ne va pas de soi, car le taux de collision initial dans le
faisceau large est trop faible pour permettre une thermalisation. Toutefois, des simulations de
trajectoires individuelles, menées par T. Bourdel, ont montré que chaque atome passant par le
croisement y orbite quelques centaines de millisecondes avant de repartir. Pendant ce temps,
la densité locale monte fortement, jusqu'à obtenir un taux de collision su�sant (>1kHz) pour
que les atomes thermalisent et s'accumulent au fond du piège. La situation est alors favorable
pour commencer un refroidissement par évaporation.

2.3 Evaporation

Nous disposons désormais d'un échantillon dans un piège conservatif, avec un fort taux
de collision. Nous pouvons procéder au refroidissement par évaporation en réduisant progres-
sivement la profondeur du piège. Nous présenterons tout d'abord quelques lois d'échelle de
l'évaporation, en mettant l'accent sur le rôle des collisions élastiques. Nous verrons notam-
ment que pour les con�gurations usuelles de piège optique, le taux de collision décroît au
cours de l'évaporation, ralentissant la thermalisation du nuage [O'Hara 01a]. Puis nous pré-
senterons notre réalisation d'une con�guration permettant l'évaporation tout-optique dans le
régime d'emballement du taux de collision, jusqu'à obtention d'un condensat [Clément 09].

2.3.1 Lois d'échelle de l'évaporation

La technique d'évaporation dans un piège conservatif repose sur une rethermalisation per-
manente de l'échantillon, assurée par les collisions binaires élastiques [Luiten 96, Berg-Sørensen 97].
Pour un gaz de N particules, à température T , dans un piège dont la moyenne géométrique
des fréquences de con�nement s'écrit ω/2π, le taux de collision moyen vaut :

Γcol = n0σvr (2.7)

où n0 = N(mω2)3/2

(2πkBT )3/2
est la densité centrale, σ est la section e�cace de collision, et vr =

4
√
kBT/πm est la vitesse moyenne relative entre deux atomes. Dans la limite des basses

4. Pour évaluer la densité dans l'espace des phases, nous considérons en première approximation N/3 atomes
par composante de spin. L'expression employée est alors D ≈ n0/3 ·λ3

dB , où n0 est la densité au centre du piège
et λdB = h/

√
2πmkBT est la longueur d'onde de De Broglie.

5. Nous avons constaté que l'usage d'une puissance plus forte aboutit à une densité dans l'espace des phases
plus faible.
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22 Chap 2 - Un condensat de Bose-Einstein comme source collimatée

énergies, (E ≤ 50µK), σ peut être considérée constante [Kokkelmans 97]. On obtient donc
essentiellement :

Γcol ∝ Nω3/T (2.8)

Nous allons déterminer à partir de l'équation 2.8 comment le taux de collision évolue lorsque
l'on procède à l'évaporation. Nous reprendrons ici le raisonnement de [Hung 08], aussi détaillé
dans [Brantut 09]. L'objectif du refroidissement par évaporation est d'augmenter la densité
dans l'espace des phases D en perdant un minimum d'atomes. Dans le calcul à suivre, nous
chercherons à déterminer les conditions pour avoir une évaporation e�cace (− d lnD

d lnN > 2), puis
à voir si ces conditions sont accompagnées d'une hausse ou d'une baisse du taux de collisions
en évaluant d lnΓcol

d lnD .
Tout d'abord, ce qui di�érencie les di�érents pièges utilisés (piège magnétique, optique,

hybride) est le lien entre l'évolution de la fréquence de con�nement moyenne ω et l'évolution
de la profondeur du piège U0. On introduit le paramètre

ν =
ω̇/ω

U̇0/U0

(2.9)

Dans un piège magnétique, où l'évaporation est forcée par une onde radio-fréquence, ce para-
mètre vaut 0 car le con�nement est constant. Par contre, dans un piège optique crée au focus
d'un faisceau laser fortement désaccordé, ce paramètre vaut 1/2 (c'est-à-dire ω ∝

√
P ).

Par ailleurs, nous considérons une évaporation dont les rampes sont ajustées pour que le
rapport U/kBT = η reste constant. Nous montrerons que ceci permet de maintenir constante
l'e�cacité de l'évaporation. Ce facteur η vaut typiquement de 6 à 12 selon la rapidité avec
laquelle on procède.

Nous pouvons maintenant dériver la dépendance de T en N . En suivant le calcul de
[O'Hara 01a], basé sur un bilan d'énergie du système ouvert qu'est le nuage piégé, on aboutit
à :

Ṫ

T
=
η + κ− 3

3− 3ν

Ṅ

N
:= α

Ṅ

N
(2.10)

ce qui nous permet de dé�nir le facteur α. Dans cette expression, κ est un nombre sans dimen-
sion qui caractérise l'énergie cinétique d'un atome qui quitte le piège. Ce nombre dépend de la
dimensionnalité de l'évaporation. Si les atomes quittent le piège par toutes les directions (on
parle d'évaporation 3D), alors il vaut κ = 3/2 [Ketterle 96].

Des trois équations 2.8, 2.9 et 2.10, il ressort :

Γ̇col
Γcol

=
U̇0

U0
·
(

1

α
+ 3ν − 1

)
(2.11)

On peut procéder de même pour la densité dans l'espace des phases :

Ḋ

D
=

d

dt
ln

(
Nω3

T3

)
=

U̇0

U0
·
(

1

α
+ 3ν − 3

)
(2.12)

Nous arrivons �nalement aux deux relations suivantes, transcrites en fonction du paramètre η :

Ḋ

D
=
Ṅ

N
· (4− η − κ) (2.13)

Γ̇col
Γcol

=
Ḋ

D
· (3ν − 1)(η + κ+ 4) + 2

(3ν − 3)(η + κ+ 4)
:=

Ḋ

D
· β (2.14)

où nous dé�nissons le facteur β.
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2.3 Evaporation 23

Conséquences de ces relations : Tout d'abord, l'équation 2.13 détermine le paramètre η
nécessaire à une évaporation e�cace. Si l'on souhaite par exemple avoir un gain d'un facteur
100 dans l'espace des phases pour une réduction du nombre d'atomes d'un facteur 10, indépen-
damment du type de piège, il faut η + κ = 6 en négligeant les sources de pertes 6. Toutefois, il
n'est pas possible d'augmenter in�niment l'e�cacité de l'évaporation car la durée des rampes
d'évaporation croît aussi avec η - ce qui limite expérimentalement ce paramètre à une dizaine
au mieux.

Intéressons nous maintenant au taux de collisions Γcol. Pour un piège magnétique, l'équation
2.14 assure que ce taux augmente avec D si η + κ > 6. Pour prendre un exemple typique,
l'application numérique à η = 8 assure Γcol ' D0.21. Partant d'un nuage chargé à D = 10−5,
le taux de collision va donc augmenter d'un facteur 105×0.21 ∼ 11 lors de l'évaporation. Par
contre, pour un piège optique gaussien dont on réduit la profondeur, pour tout η + κ > 6 le
paramètre β est négatif, donc le taux de collisions chute. Alors, si l'on part de la même densité
initiale dans l'espace des phases, nous nous attendons à une réduction de Γcol d'un facteur
1000 (β = −0.57 pour η = 8). Nous avons toutefois vu ci-dessus une technique pour charger
un piège optique à mieux que D = 10−3, ce qui correspond encore à une chute de Γcol par un
facteur 55 7.

2.3.2 Evaporation dans le régime d'emballement

Historiquement, le problème de la chute du taux de collision a d'abord été compensé par
des techniques de chargement performantes [Kuppens 00, Barrett 01, Granade 02, Lin 09b].
Des chargements à densité dans l'espace des phases de l'ordre de 10−2 ont été réalisés, assurant
une baisse du taux de collision de l'ordre du facteur 20 seulement. Par la suite, de nouvelles
techniques sont ensuite venues relâcher la contrainte sur les conditions initiales.

Tout d'abord, il est possible d'augmenter localement la densité dans l'espace des phases
en altérant localement la densité d'état. Cette technique, dite du "dimple" et démontrée sur
un système hybride par [Stamper-Kurn 98], revient à ajouter un piège fortement con�nant au
sein d'un grand piège, e�cacement chargé, faiblement con�nant. Une majorité d'atomes reste
dans le piège lâche, et assure le rôle d'un réservoir froid en équilibre thermodynamique avec
les atomes au sein de la zone fortement con�née. Une étude approfondie de cette technique est
disponible dans [Comparat 06].

Une seconde technique consiste en une compression progressive du piège optique pour
maintenir le con�nement. Un système de lentille mobile permet soit de contrôler la taille du
focus d'un faisceau de piégeage [Chang 06], soit, dans le cas d'un piège croisé, de déplacer
les foci par rapport à l'intersection [Han 01]. Notre expérience dispose de ce degré de liberté
[Varoquaux 08], mais le con�nement longitudinal du faisceau étroit est trop fort pour pouvoir
passer d'une situation fortement défocalisée à une situation au focus sans déverser les atomes
d'un minimum local de potentiel vers un autre.

En�n, une troisième solution consiste à superposer une force indépendante de la position sur
le potentiel de piégeage gaussien. Cette méthode a tout d'abord été démontrée par [Hung 08].
Elle permet d'obtenir un paramètre ν inférieur à 0.1, et donc une évaporation dans le régime
d'emballement pour η + κ supérieur à 7. Cette réalisation emploie un gradient de champ
magnétique sur des atomes de Cesium dans un piège optique faiblement con�nant (≈ 50 Hz).

6. On peut trouver une façon de les traiter dans [Ketterle 96, Luiten 96, Brantut 09].
7. Ces applications numériques négligent l'e�et de la gravité, qui change la loi d'échelle dans un piège optique

en �n d'évaporation.
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24 Chap 2 - Un condensat de Bose-Einstein comme source collimatée

Toutefois, le piège optique de notre expérience, plus raide, nécessiterait un gradient de champ
excessif pour forcer l'évaporation. De plus, ce schéma exclut l'emploi de résonances de Feshbach
sur des expériences similaires. Nous cherchons donc une solution équivalente toute-optique.

Cette solution est décrite dans la publication [Clément 09]. Comme présenté Fig. 2.10, nos
deux faisceaux, de waists très di�érents (150 et 22 µm), sont croisés hors-axe. Les atomes sont
piégés dans le bras con�nant, et sont évaporés vers l'axe du faisceau faiblement con�nant. Une
fois là, ils sont libres de s'éloigner le long de l'axe de ce faisceau - il est essentiel pour cela que
celui-ci soit faiblement incliné par rapport à l'horizontale 8. Ainsi, on tire pro�t du gradient
de potentiel créé par le faisceau large au niveau des atomes piégés dans le faisceau fortement
con�nant. Sur la �gure 2.10b, on observe qu'il est possible de réduire ainsi la profondeur du
piège tout en a�ectant très peu le con�nement.

Notre rampe d'évaporation est décrite sur la �gure 2.11, où sont aussi tracées les évolutions
de la densité dans l'espace des phases et du taux de collisions. Ce dernier est déduit de la mesure
de N , T et ω, selon l'équation 2.7. Une première partie de l'évaporation (jusqu'à 1.5 s) procède
par réduction de toutes les puissances, comme sur la plupart des expériences. Durant cette
phase, nous cherchons en e�et à minimiser les collisions inélastiques liées à la forte densité de
l'échantillon. On observe alors une chute du taux de collisions d'un facteur 20 pour un gain dans
l'espace des phases d'un facteur 100. Par contre, la seconde moitié de l'évaporation maintient
le con�nement, et un facteur ∼ 20 d'augmentation dans l'espace des phases est associé à une
hausse du taux de collisions d'un facteur ∼ 2. 9

Figure 2.10 � Disposition géométrique permettant l'évaporation dans le régime d'emballement.
a) Les atomes sont piégés dans le faisceau fortement con�nant, qui croise le faisceau large 80
µm en dessous de son axe. Les atomes peuvent s'échapper vers l'axe du faisceau large, où ils ne
sont pas piégés suivant la direction orthogonale au schéma. b) En augmentant la puissance du
faisceau large (de la courbe bleue (1) à la courbe rouge (2)), la profondeur du puit de potentiel
piégeant les atomes diminue alors que le con�nement est maintenu.

8. Sur notre expérience, nous évaluons l'inclinaison du faisceau large par rapport à l'horizontale à approxi-
mativement 1�.

9. Ces résultats sont compatibles avec les lois d'échelle présentées plus haut. Il faut toutefois noter que
l'évaporation s'e�ectue dans notre piège par un ou deux points de fuite bien dé�nis. Ceci a�ecte la durée des
rampes ainsi que l'énergie des particules évaporées - paramétrée par κ.
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Figure 2.11 � Evaporation dans le régime d'emballement. a) Rampes de puissance des lasers
faiblement (fortement) con�nants, respectivement en haut (en bas). b) Taux de collisions élas-
tiques en fonction du temps. Il diminue pendant une première phase d'évaporation de 1.5 s, puis
remonte d'un facteur deux surant la seconde moitié de l'évaporation. c) Densité dans l'espace
des phases le long de l'évaporation. Parti de D = 2, 5 10−3, nous observons la condensation de
Bose-Einstein au bout de 3s d'évaporation.
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26 Chap 2 - Un condensat de Bose-Einstein comme source collimatée

Figure 2.12 � Image du condensat de Bose-Einstein après une expérience de Stern et Gerlach.
Après 25 ms de chute libre dans le champ inhomogène crée par les bobines du PMO, on sépare
trois composantes de spin, dans les proportions 20, 37 et 43 %

Après trois secondes d'évaporation, nous observons une double structure avec inversion
d'ellipticité en temps de vol [Castin 96, Kagan 96], indices de la condensation de Bose-Einstein.
Le nuage contient typiquement 150 000 atomes, dont environ 50 % dans la phase condensée.
Une expérience de Stern-Gerlach (Fig. 2.12) permet de voir que le nuage contient un mélange
d'états de spin, dans lequel les trois états |F = 1,mF ∈ {−1, 0,+1} > sont représentés. En�n,
le fort taux de collision obtenu nous laisse la possibilité d'accélérer les rampes d'évaporation.
Un condensat de quelques milliers d'atomes a ainsi été obtenu après 650 ms d'évaporation,
pour un temps de cyclage complet de l'ordre de 3 secondes.

2.4 Conclusion

Nous avons présenté dans ce chapitre une technique de préparation d'un condensat de Bose-
Einstein, présentant un fort taux de répétition associé à un nombre convenable d'atomes. Les
principales di�cultés de la méthode toute-optique, le chargement et le maintien des collisions
durant l'évaporation, sont traitées indépendamment sans pour autant utiliser d'éléments mo-
biles sur le système optique. Un faisceau large permet d'assurer un grand volume de capture à
partir du PMO, puis un faisceau fortement focalisé permet d'assurer un taux de collisions élevé.
En�n, lorsque ces faisceaux ne sont pas croisés sur leurs axes, il devient possible de contrôler le
taux de collisions tout au long de l'évaporation et de se placer dans le régime d'emballement.

La longueur d'onde du piège optique, proche d'une transition à 1529 nm entre états excités,
induit dans le PMO une zone de dépompage qui facilite l'accumulation des atomes en un
nuage de densité élevée - de façon similaire à la projection d'une ombre dans un faisceau
repompeur. En annexe A, nous proposons une estimation théorique du nombres d'atomes que
l'on peut transférer directement d'un piège magnéto-optique vers un piège optique, allumés
simultanément, en fonction de la taille d'un volume noir. L'emploi d'un laser proche de la
transition à 1529 nm, indépendant du potentiel de piégeage, permettrait d'optimiser cet e�et
sur les expériences.
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C H A P I T R E 3

Un trampoline classique pour atomes

froids

Les échantillons ultrafroids, tel celui dont nous venons de décrire l'obtention, peuvent être
utilisés à des �ns de métrologie en exploitant leurs propriétés ondulatoires dans des interfé-
romètres. La faible température de ces échantillons permet d'obtenir l'analogue d'une source
monochromatique et collimatée, optimale pour réaliser des interférences de fort contraste et
brillance.

Toutefois, l'accélération dûe à la gravité limite les performances des interféromètres ato-
miques. Le temps d'interrogation, duquel dépend la sensibilité des mesures, est contraint par
le mouvement de chute libre des atomes dans le système expérimental. Pour réaliser des hor-
loges atomiques [Wynands 05] ou des mesures inertielles [Bordé 02], des fontaines atomiques de
hauteur de l'ordre du mètre ont été développées. Une autre alternative consiste à chercher un
mécanisme qui maintienne le nuage à hauteur constante sans pour autant perturber la mesure.
On peut penser par exemple à employer un miroir à atomes [Amino� 93] grâce à l'interaction
avec une onde évanescente à la surface d'un prisme. Les oscillations de Bloch dans un poten-
tiel périodique accéléré permettent aussi de guider et maintenir en suspension les bras d'un
interféromètre atomique [Cadoret 08, Kovachy 10, Cladé 10].

Nous présentons ici une autre approche, où les atomes sont ré�échis périodiquement sur un
miroir de Bragg réalisé par une onde stationnaire lumineuse. Nous commençons par présenter
le processus de di�raction et le système expérimental. Ensuite, nous introduisons la technique
de suspension, permettant de contrer la gravité pendant plusieurs dizaines de millisecondes, et
présentons nos résultats expérimentaux. Nous verrons que cette technique permet de réaliser
une mesure de gravité [Impens 06, Hughes 09, Robert-de Saint-Vincent 10b, Bourdel 10].

3.1 Di�raction sur un potentiel périodique

Comme en optique ondulatoire, un paquet d'onde atomique peut être di�racté sur un obs-
tacle présentant une périodicité spatiale [Berman 97, Cronin 09]. Il peut s'agir d'un masque pré-
sentant une transmission variable (absorbant), ou encore d'un masque de phase. Des masques
matériels [Keith 88, Carnal 91] ont tout d'abord été utilisés pour la réalisation sur des atomes
(voir Fig. 3.1), suivis par des ondes lumineuses stationnaires à résonance ou au contraire for-
tement désaccordées [Oberthaler 96, Oberthaler 99].

La technique que nous allons employer est celle de la di�raction sur le potentiel périodique
causé par une onde lumineuse stationnaire non résonante. L'atome évolue dans un potentiel
périodique selon la direction verticale (z), de pas λ/2 = 2π/K (où λ est la longueur d'onde de
la lumière). L'invariance du hamiltonien par translation discrète implique donc que l'impulsion
d'un atome peut changer de multiples de ~K selon z. Nous allons dans cette première partie
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30 Chap 3 - Un trampoline classique pour atomes froids

Figure 3.1 � Figure de di�raction d'atomes d'Helium par transmission à travers un réseau
nanostructuré, présenté en insert [Savas 96] Le pas de ce réseau vaut 100 nm. Figure reprise
de [Cronin 09].

étudier en détail le processus de di�raction.

Nous partirons d'une approche historique, basée sur les premières expériences de di�raction
d'un jet d'atomes par une onde stationnaire. Ceci nous permettra d'introduire le vocabulaire,
notamment la notion de réseau mince et de réseau épais. Ensuite, nous ferons le parallèle
avec notre expérience de di�raction d'un échantillon sans mouvement transverse par une onde
pulsée. Nous présenterons dans ce cadre le calcul complet des amplitudes de transfert entre
di�érentes composantes d'impulsion.

3.1.1 Di�raction d'un jet par une onde stationnaire d'extension �nie

Les premières expériences de di�raction de matière (notamment d'électrons [Davisson 27],
de neutrons [Mitchell 36, Greenberger 83], et d'atomes) impliquaient la propagation d'un jet
à travers une perturbation périodique selon une direction transverse au mouvement, dans une
zone d'interaction �nie. Par exemple, considérons un jet se propageant selon x et interagissant
avec le potentiel suivant :

V (x, y, z) = V (x, z) =
V0

2
(1 + cos(Kz)) ·Π(x/L) (3.1)

où l'on dé�nit la fonction porte : Π(u) = 1 si |u| < 1/2, et Π(x) = 0 sinon.

Nous considérons un état initial d'impulsion ~p = px ~ex + pz~ez à l'approximation paraxiale :
px >> pz. Les états de sortie sont déterminés par les deux considérations suivantes :

1. Le Hamiltonien est indépendant du temps, donc l'énergie totale est conservée. En raison
de l'extension �nie du potentiel, l'énergie cinétique des ondes planes ~p2/2m est conservée
par la di�raction.

2. La transformée de Fourier du potentiel est Ṽ (~k) ∝
(
δ(~k − ~K) + δ(~k + ~K)

)
· sin(kL/2)

kL/2 ). Il

couple donc des états d'impulsions dont la composante pz di�ère de multiples exacts de
~K, et dont la composante px di�ère de moins de 2π~/L (approximativement) .
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3.1 Di�raction sur un potentiel périodique 31

En conséquence, on distingue usuellement deux régimes, dits de réseau mince et de réseau
épais, qui se distinguent par le nombre d'états d'impulsion couplés par la di�raction :

Réseau mince : La �gure 3.2a représente la transformée de Fourier spatiale du potentiel
di�ractant, dans une situation où L << px

~K2 = LTalbot
2 . Dans ce régime, l'état pz peut être

transféré e�cacement vers les deux états voisins pz ± ~K.

Lorsque le terme d'énergie cinétique du Hamiltonien devient négligeable devant le terme
de couplage entre deux états d'impulsion séparés de ~K (approximation de Raman-Nath),
la traversée de l'onde stationnaire applique un masque de phase périodique sur la fonction
d'onde atomique [Henkel 94a]. Dans ce régime, les expériences telles que [Gould 86] (Fig. 3.3a)
observent qu'une onde plane à faible incidence est di�ractée vers de nombreux ordres d'impul-
sions pz séparées de multiples de ~K. On parle alors de di�raction de Kapitza-Dirac.

Figure 3.2 � Régimes de di�raction par un réseau mince (a), ou épais (b). Les schémas de
droite représentent la transformée de Fourier spatiale du potentiel di�ractant, ainsi q'un arc de
cercle représentant les di�érentes impulsions accessibles. Le recouvrement entre la transformée
de Fourier du potentiel et cet arc de cercle détermine les états d'impulsion e�cacement couplés.
L'épaisseur caractéristique distinguant les deux régimes est la longueur de Talbot LTalbot = 2px

~K2 .
Figure reprise de [Oberthaler 99].

Réseau épais : De même, la �gure 3.2b représente la transformée de Fourier spatiale du
potentiel di�ractant, dans une situation où L > px

~K2 . Dans ce régime, le couplage vers des états
di�ractés dépend fortement de l'angle d'incidence car l'énergie cinétique doit être conservée
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32 Chap 3 - Un trampoline classique pour atomes froids

Figure 3.3 � Distribution d'impulsion après di�raction par une onde stationnaire abordée dans
le régime de réseau mince (a) [Gould 86], et de réseau épais (b) [Martin 88]. Pour di�érents
angles d'incidence, le réseau mince permet de coupler de nombreux états d'impulsion séparés de
multiples de 2~k, tandis que le réseau épais en couple au maximum deux. Sur la �gure, reprise
de [Cronin 09], k est le vecteur d'onde du laser créant l'onde stationnaire, et donc K = 2k.
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3.1 Di�raction sur un potentiel périodique 33

selon l'axe z, sans compensation possible avec l'axe x. On parle de condition de Bragg pour

désigner cette contrainte. Ainsi, seuls les états à angle incidence θ
(n)
bragg = ±n tan−1(~K/2px)

(où n est un entier [Giltner 95]) sont e�cacement di�ractés, comme on le voit en Fig. 3.3b.

3.1.2 Di�raction d'un atome au repos par un réseau pulsé

Après la di�raction d'une onde atomique plane par un réseau d'extension limité, nous
étudions maintenant la di�raction d'atomes sans mouvement transverse par un potentiel pulsé
[Kozuma 99, Ovchinnikov 99, Deng 99] mais d'extension spatiale grande devant la taille de
l'échantillon. Par la suite, nous nous permettrons d'utiliser l'anglicisme "pulse" laser pour ne
pas confondre avec le mot impulsion associé à la quantité de mouvement. Nous avons cette fois
ci une situation unidimensionnelle, avec un Hamitonien dépendant du temps. Nous allons faire
le parallèle avec le cas précédent et montrer que le mouvement vertical est a�ecté de manière
similaire.

Le Hamiltonien 1D s'écrit maintenant :

H(t) =
p2

2m
+
V0

2
(1 + cos(Kz)) ·Π(t/τ) (3.2)

A cause de la dépendance temporelle, il n'y a plus systématiquement conservation de l'énergie
cinétique lors de la di�raction. L'invariance par translation discrète selon z assure toujours des
transferts d'impulsion multiples de ~K selon cet axe. On peut ainsi écrire l'opérateur potentiel
en base d'impulsions entre deux états d'impulsion |p > et |q > :

< q|V |p >=
V0

4
[δ(p− q + ~K) + δ(p− q + ~K)] ·Π(t/τ) (3.3)

Nous montrons maintenant que les mêmes considérations de réseau "mince" ou "épais"
s'appliquent à cette situation. Tout d'abord, restreignons-nous à une multiplicité d'états d'im-
pulsion couplés {|p0 + n~K >,n ∈ Z} où p0 est l'impulsion initiale. Décomposons la fonction
d'onde sur cette base : |ψ(t) >=

∑
n cn(t)|p0+n~K >. Nous dé�nissons γn(t) = cn(t)exp(iωnt),

où ~ωn est l'énergie cinétique de l'état |p0 + n~K >. Ceci revient à passer en représentation
d'interaction. Par ailleurs nous exprimons les éléments de matrice du potentiel périodique dans
la base des impulsions.

Alors , en dé�nissant ωk,i = ωk−ωi, l'équation de Schrödinger s'écrit de la façon suivante :

i~γ̇i(t) =
V0

4
[exp(iωi+1,it)γi+1(t) + exp(iωi−1,it)γi−1(t)] ·Π(t/τ) (3.4)

On décompose alors le couplage selon ses composantes de fréquences temporelles :

i~γ̇i(t) =
V0

4

∫
dω
sin(ωτ/2)

ωτ/2
(3.5)

· [γi+1(t) · exp(iωi+1,it− iωt) + γi−1(t) · exp(iωi−1,i − iωt)] (3.6)

Ainsi, il y aura couplage résonant entre deux états d'impulsion i, j = i± 1 par une composante

de fréquence temporelle du potentiel V (t) si
sin(ωj,iτ/2)
ωj,iτ/2

est de l'ordre de 1. Par exemple, la

di�érence d'energie entre l'état d'impulsion ~K/2 (à l'angle de Bragg) et l'état d'impulsion
3~K/2 vaut ~2K2/m. On observera donc un transfert entre ces deux états si τ < 2πm/~K2 ≈
33µs - par analogie, on dira que la di�raction procède en régime de réseau mince. A l'inverse,

33



34 Chap 3 - Un trampoline classique pour atomes froids

si τ est plus long que cette échelle de temps, le transfert entre deux états d'énergies cinétiques
di�érentes restera négligeable.

Nous noterons ici le parallèle entre la situation d'un �ux d'atome traversant un potentiel
stationnaire d'extension �nie, et celle d'atomes sans vitesse radiale soumis à un potentiel pulsé.
La dynamique selon z se décrit de la même manière en reliant le temps de traversée de l'onde
mL/px dans le premier cas à la durée du pulse τ dans le second. Par contre, le potentiel
stationnaire permet de transférer de l'énergie cinétique entre les di�érents axes du mouvement,
tandis que le potentiel pulsé échange lui-même de l'énergie avec l'atome.

3.1.3 Calcul des amplitudes de di�raction

Nous souhaitons extraire les amplitudes de di�raction entre di�érents états d'impulsion
couplés par une onde stationnaire. Pour cela, nous allons résoudre l'équation de Schrödinger.
Nous nous intéressons à un régime de durée du pulse faible, où le transfert a lieu vers de
multiples ordres, mais où l'approximation Raman-Nath n'est pas encore valable.

3.1.3.1 En l'absence de potentiel extérieur

Nous considérons une multiplicité d'états d'impulsion couplés, séparés de multiples de ~K.
Pour situer le problème, considérons les états de la base {|p0 +n~K >,n ∈ Z}, notés |pn >, où
p0 est proche de −~K/2. Dans cette base, les termes non nuls du hamiltonienH = p2/2m+V (z)
sont :

< pn|H|pn > =
p2
n

2m
(3.7)

< pn±1|H|pn > =
V0

4
· f(t) :=

~Ω0

2
· f(t) (3.8)

où nous dé�nissons la pulsation de Rabi Ω0, ainsi qu'une fonction enveloppe temporelle du
pulse f(t), de valeur comprise entre 0 et 1. Si l'on isolait les deux états | ± ~K/2 >, l'évolution
pour f(t) = 1 serait donc une oscillation de Rabi entre ces deux états à la fréquence Ω0/2π.

Nous résolvons numériquement l'équation de Schrödinger sur cette base d'impulsions. Nous
nous bornons à ne considérer que les impulsions inférieures en norme à 5~K/2. Précisons
quelques ordres de grandeur avant de poursuivre : nous allons réaliser un réseau de vecteur
réciproque K = 2kL, où kL est le vecteur d'onde d'un laser à 780 nm. Les temps d'interaction
seront compris entre 20 et 200 µs - la limite de réseau "mince" se situant à τ = 2πm

~K2 ' 33µs.

La �gure 3.4a représente l'évolution des populations des quatres états {| − 3~K/2 >, | −
~K/2 >, |~K/2 >, |3~K/2 >} pour un pulse court d'enveloppe carrée (f(t) = 1 entre t = 0 et
t = τ), de pulsation de Rabi Ω0 ≈ π/τ maximisant la ré�ection. L'état initialement peuplé est
|p0 >= | − ~K/2 >. On obtient un transfert e�cace à 93 % vers | + ~K/2 >, mais aussi près
de 3 % dans chacun des ordres | ± ~K3/2 >.

Un pulse plus long permet d'obtenir un transfert entre les deux états |±~K/2 > sans pertes
vers les ordres non résonants. On peut encore optimiser le transfert en utilisant une enveloppe
temporelle f(t) douce [Muller 08, Keller 99], de composantes de fréquences moins élevées. La
�gure 3.4b présente un tel transfert, avec f(t) = sin2(πt/τ) et τ = 180µs. La ré�ection est
alors e�cace à 99.88%, sans transfert vers les états d'énergie cinétique élevée.
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3.1 Di�raction sur un potentiel périodique 35

Figure 3.4 � Gauche : évolution des populations des quatres états d'impulsion centraux, lors
d'un pulse carré de durée τ = 35µs avec Ω0 ≈ π/32µs, optimisé pour maximiser la ré�ection.
L'e�cacité de celle-ci vaut 93%. Les états sont indexés par leurs vecteurs d'onde. Droite :
évolution des populations de ces mêmes états lors d'un pulse d'enveloppe f(t) = sin2(πt/τ),
avec une pulsation de Rabi maximale de Ω0 = 2π/220µs. On constate dans ce dernier cas que
les états d'impulsions élevées ne sont plus peuplés. La ré�ection est alors e�cace à 99.88%.

3.1.3.2 En présence de la gravité

Pendant l'interaction avec l'onde stationnaire, les atomes sont aussi soumis à l'accélération
de la gravité g. Cette accélération peut a�ecter la di�raction si le temps d'interaction est
trop long. On peut dériver comme suit une durée critique : la di�raction n'est pas a�ectée
si la sélectivité en énergie du pulse (dérivée comme pour dé�nir le régime de réseau mince :
δE ' h/τ) reste plus large que l'énergie cinétique acquise par l'atome en chute libre durant
cette même durée : δE ≈ p0gτ . Ce qui donne le critère suivant :

τ2 <
h

p0g
(3.9)

Ainsi, si p0 = ~K/2 = ~kL, on obtient τ < 280µs.

Suivi adiabatique de la base couplée : Pour résoudre l'évolution en présence de la gravité,
nous nous plaçons dans une base dépendante du temps, conservée sous l'e�et de la gravité
[Kovachy 10]. Ainsi, en l'absence d'onde stationnaire, un état d'impulsion |p0 > à l'instant t0
évolue vers |p0−mg(t− t0) > à l'instant t. On construit donc la base {|p0 +n~K−mg(t− t0) >
,n ∈ Z}, notés |pn >. L'hamiltonien associé à l'évolution de ces états a pour termes diagonaux

< pn|H(t)|pn >=
(p0 + n~K −mg(t− t0))2

2m
(3.10)

et pour termes de couplage

< pn±1|H(t)|pn >=
~Ω

2
· f(t) (3.11)

L'évolution obtenue est présentée sur la �gure 3.5. A gauche, un pulse carré de durée
τ = 300µs et de pulsation de Rabi Ω = π/τ , centré sur l'instant t0 où l'état incident a une
impulsion −~K/2, permet une ré�ection à 99.85 % en l'absence de gravité. Par contre, en
présence de gravité, ce transfert est réduit à 93 %. Toutefois, pour des impulsions de durée plus
courte, l'e�et de la gravité devient négligeable.
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36 Chap 3 - Un trampoline classique pour atomes froids

Figure 3.5 � Evolution des populations des états d'impulsion lors d'un pulse carré de durée
τ = 300µs et de pulsation de Rabi Ω0 = π/τ , lors de la ré�ection d'un état |−~K/2 >. Gauche :
en l'absence de gravité. Droite : en présence de la gravité. Cette dernière réduit l'e�cacité de
la ré�ection de 99.85 % à 93.2 %.

3.2 Réalisation expérimentale du réseau

Nous allons désormais réaliser un potentiel périodique sur notre échantillon atomique en
exploitant le phénomène de déplacement lumineux. Comme détaillé en 2.2.1, un atome dans
une onde laser non-résonante voit un potentiel proportionnel à l'intensité lumineuse locale. En
réalisant des interférences entre deux ondes planes contrapropageantes, on obtient un potentiel
périodique de vecteur réciproque K = 2kL, où kL = 2π/λL est le vecteur d'onde du laser.

3.2.1 Système laser

Nous employons un échantillon ultrafroid, à proximité du seuil de condensation. A ce stade,
les atomes sont dans l'état hyper�n |5S1/2, F = 1 >. Nous les illuminons avec de la lumière
résonante sur la transition |5S1/2, F = 2 >→ |5P3/2, F = 3 >. La lumière est ainsi décalée
de 6.6 GHz par rapport à la transition |5S1/2, F = 1 >→ |5P3/2 > (au centre de la raie de
structure �ne) 1. Les autres transitions (notamment la raie D1), sont plus lointaines et ont une
contribution négligeable au déplacement lumineux.

Le système laser est présenté en Fig.3.6. Pour réaliser le potentiel, nous utilisons la lumière
du laser "piège", après ampli�cation. Le laser "repompe", directement résonant sur une tran-
sition excitant les atomes de l'état |5S1/2, F = 1 >, doit être désinjecté de l'ampli�cateur pour
éviter toute absorption de lumière par les atomes.

Une fois le laser piège ampli�é, il est dévié par un modulateur acousto-optique en direction
d'une �bre optique dédiée. Comme pour le PMO, la polarisation du laser est alignée sur un axe
propre de la �bre. Sur le trajet, nous avons disposé une cellule avec une vapeur de Rubidium
chau�ée à 80�C. La majeure partie de la lumière, accordée sur la transition |F = 2 >→ |F ′ =
3 >, sature fortement la vapeur et est donc bien transmise. Par contre, le fond de �uorescence de
l'ampli�cateur est e�cacement �ltré par la cellule aux longueurs d'onde proches de la transition
de repompage.

En sortie de �bre, nous disposons de 100 mW de lumière polarisée linéairement. Le coupleur
de sortie est un coupleur 60FC-T-4-M30 de la marque Schäfter und Kirchho�, et délivre un

1. La structure hyper�ne de l'état |5P3/2 > s'étend sur 500 MHz. A partir de l'état fondamental |5S1/2, F =
1 >, la transition la plus proche, vers |5P3/2, F = 0 > est désaccordée d'environ 6.4 GHz.
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3.2 Réalisation expérimentale du réseau 37

Figure 3.6 � Source laser pour le réseau de di�raction. Nous employons le laser piège (déjà
représenté en Fig. 2.4), asservi sur la transition |5S1/2, F = 2 >→ |5P3/2, F = 3 > en amont
de l'ampli�cateur. Le laser de repompe, qui en temps normal passe par le même ampli�cateur,
en est désinjecté en agissant sur la puissance et la fréquence de la radiofréquence d'un modula-
teur acousto-optique (non-représenté). Une vapeur de Rubidium avant la �bre permet de �ltrer
l'émission spontanée de l'ampli�cateur à la fréquence repompe.

faisceau collimaté de waist 2,7 mm (rayon à 1/e2 en intensité). Pour des raisons d'encombre-
ment, ce faisceau est quasiment superposé au faisceau vertical du PMO, comme on peut le voir
sur le schéma Fig. 3.7. Avant le premier passage dans l'enceinte, il passe par les mêmes éléments
polarisants (polariseur linéaire puis lame quart d'onde à 45�). La lumière est donc polarisée
circulairement. Nous lui faisons traverser l'enceinte verticalement. Le faisceau est rétro-ré�échi
en bas de l'enceinte sans élément polarisant, ce qui réalise une onde stationnaire en polarisation
circulaire.

Figure 3.7 � Agencement de l'onde stationnaire sur l'expérience. Le faisceau traverse l'en-
ceinte verticalement, et est rétroré�échi par un miroir situé en bas de l'enceinte, sans élément
polarisant. L'onde est quasiment superposée au faisceau du PMO. Pour obtenir un réseau ver-
tical, il a été nécessaire de pencher l'ensemble du système expérimental.
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38 Chap 3 - Un trampoline classique pour atomes froids

3.2.2 E�ets de polarisation

Etant donné l'état de polarisation de la lumière et du spin atomique, les atomes ne voient
pas nécessairement tous un même potentiel périodique. Nous allons étudier le rôle du champ
magnétique dans ce problème, et dériver une condition sur ce dernier pour obtenir malgré tout
un potentiel périodique indépendant de l'état atomique.

3.2.2.1 Déplacement lumineux d'un mélange de spins en lumière circulaire

Comme mentionné précédemment, le potentiel périodique résulte du déplacement lumineux
exercé par une lumière à 780 nm, désaccordée de 6.6 GHz environ, sur des atomes dans l'état
|5S1/2, F = 1 >. Le désaccord par rapport à la transition D1 est très grand devant celui par
rapport à la transition D2, donc on ne tient compte que de cette dernière. A condition de
négliger la séparation hyper�ne (≈ 500MHz) de l'état excité |5P3/2 > devant ce désaccord,
nous pouvons calculer le déplacement lumineux selon l'équation 2.6.

Toutefois, notre échantillon atomique est un mélange des trois états de spinmF = −1, 0,+1,
comme observé par une expérience de Stern-Gerlach (voir �gure 2.12). Par ailleurs, l'onde
lumineuse est circulairement polarisée. La présence d'un champ magnétique, dé�nissant l'axe
de précession des spins atomiques, et le cas échéant son orientation, peut a�ecter l'e�et du
champ lumineux sur les atomes. Nous étudions maintenant deux cas extrêmes.

Première situation : Supposons qu'il existe un champ magnétique selon l'axe du réseau
(vertical), ou éventuellement que le champ est nul. L'axe de quanti�cation sur lequel projeter
les moments cinétiques atomiques comme lumineux est alors l'axe de propagation du laser (z).
L'équation 2.6 décrit le déplacement lumineux d'une onde polarisée sur un état donné de spin
mF . Dans cette expression, le terme antirésonant (en ω0 + ω) est négligeable devant le terme
résonant. La polarisation de l'onde est q = 1, et le facteur gF vaut 1/2. Le potentiel dipolaire
vu par un atome de spin mF vaut donc :

Vdip(q = 1,mF ) =
−πc2

2ω3
0

Γ

(
2 +mF /2

δ2

)
I (3.12)

Ainsi, les étatsmF = −1, 0,+1 voient des potentiels de profondeurs relatives 0.75, 1, 1.25. Cette
con�guration est donc défavorable à la manipulation d'un mélange de spins.

Deuxième situation : Supposons que le champ magnétique est orienté horizontalement. On
construit un repère orthonormé direct autour de ~ez′ = ~B/| ~B|, horizontal. Dans ce repère, on
peut décomposer la polarisation circulaire de la lumière sur les composantes ~ez′ (polarisation
q = 0) et ~e± = 1√

2
~ex′ ± i~ey′ (polarisations q = ±1). La polarisation du laser s'écrit alors :

~p = − i√
2
~ez′ +

1

2
(~e+ + ~e−) (3.13)

Chaque état mF voit la somme de trois potentiels associés au trois polarisations du champ
suivant l'équation 2.6. En conséquence, comme la proportion de polarisation q = 1 est la même
que celle de polarisation q = −1, les trois états atomiques sont soumis au même déplacement
lumineux. Cette con�guration semble donc favorable, et il faudra nous assurer d'en être proche.
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3.2 Réalisation expérimentale du réseau 39

3.2.2.2 Processus Raman entre états hyper�ns

Si nous réalisons la deuxième con�guration, le mélange des trois composantes de polarisation
de la lumière peut causer un processus de di�raction avec changement de l'état hyper�n mF .
Un tel processus, que nous appellerons di�raction Raman, résulte d'un couplage du second
ordre entre deux états d'impulsion et spin di�érents par deux champs lumineux Eq(±kL,±ω)
(indexés par leurs polarisations q, leurs vecteurs d'onde ±kL, et leurs fréquences ±ω).

Par exemple, les deux états de spins et impulsions opposés |p = ±~kL,mF = ±1 > sont
couplés par les deux ondes E+1(kL, ω) et E−1(−kL,−ω) avec la pulsation de Rabi 2 :

Ωraman = < −~kL,mF = −1|d+ · 2E+(+kL,+ω)

~
|5P3/2 >

1

2δ
(3.14)

× < 5P3/2|
d− · 2E−(−kL,−ω)

~
|+ ~kL,mF = +1 >

où δ est le désaccord à la transition |5S1/2, F = 1 >→ |5P3/2 > (grand devant la séparation
hyper�ne de l'état excité). Un processus similaire couple les états |mF = ±1 > avec l'état
mF = 0. Quatre paramètres sont pertinents pour déterminer si ces processus sont négligeables
devant la di�raction sans changement d'état :

1. La pulsation de Rabi de la di�raction sans changement d'état hyper�n (étudiée aupara-
vant)

2. La pulsation de Rabi de la di�raction Raman

3. La di�érence d'énergie cinétique entre les états d'impulsions

4. La di�érence d'énergie par e�et Zeeman entre les composantes de spin

L'amplitude de di�raction Raman peut être rendue négligeable si l'e�et Zeeman assure un
désaccord su�samment grand devant la pulsation de Rabi du processus Raman, et devant la
di�érence d'énergie cinétique entre les états d'impulsions. En annexe B, nous évaluons que pour
un couplage typique Ω ≈ 2π/80µs, le processus de di�raction Raman entre les états mF = ±1
est borné à un transfert inférieur à 10−4 à l'aide d'un champ B > 200mG.

Résumé : Pour obtenir un déplacement lumineux périodique indépendant de l'état de spin
atomique, un champ magnétique orthogonal à l'onde laser est nécessaire. Des mécanismes de
di�raction avec changement d'état interne peuvent être évités si ce champ est supérieur à
quelques centaines de milliGauss.

En réalisant cette situation, nous pouvons donc considérer que les atomes voient localement
un potentiel simplement donné par l'équation suivante, avec δ/2π = 6.6GHz :

Vdip =
−Γπc2

δω3
0

· I (3.15)

2. La convention de normalisation des champs est Eq(±kL,±ω) = Eq0(±kL)/2, où Eq0(±kL) est l'amplitude

du champ oscillant ~E(t) = Eq0(±kL)cos(±kLz − ωt)~eq.
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40 Chap 3 - Un trampoline classique pour atomes froids

3.2.3 Caractérisation in situ

3.2.3.1 Profondeur du potentiel

Pour évaluer la profondeur du réseau "in-situ", nous réalisons une oscillation de Rabi entre
les états d'impulsion | − ~K/2 > et | + ~K/2 >. La séquence expérimentale est la suivante :
nous lâchons un condensat du piège dipolaire croisé et le laissons en chute libre pendant
T = ~K/2mg ≈ 0.6ms. L'impulsion du nuage est alors p = −~kL = −~K/2. A ce mo-
ment nous réalisons une interaction pulsée avec le réseau. Après di�érents temps d'interaction,
nous éteignons le réseau et réalisons des temps de vol de 20 ms pour séparer les composantes
d'impulsion.

La �gure 3.8 présente les images obtenues après di�érents temps d'interaction avec l'onde,
tandis que la �gure 3.9 présente ces mêmes données, intégrées selon l'axe orthogonal à la
séparation. Nous observons une oscillation de période 75µs ≈ 2π/Ω0. A cette échelle de temps,
l'accélération dûe à la gravité est négligeable. On peut donc en déduire la profondeur crête-à-
crête du potentiel : V0 = 2~Ω0 ≈ h× 26(±2) kHz.

Cette valeur peut être comparée au calcul ab initio du potentiel lors de cette expérience.
Les puissances au coeur de l'enceinte sont estimées à 3.7 mW dans un sens, 1.7 mW dans
l'autre à cause de pertes sur les éléments optiques. Les deux faisceaux ont un waist de 2.7 mm.
En utilisant l'expression 3.15, on peut en e�et déduire une amplitude pic-pic du potentiel (de
minimum non nul à cause du déséquilibre de puissance) d'environ h× 24 kHz.

Figure 3.8 � Oscillation de Rabi entre les deux états d'impulsion | ± ~K/2 >. Le temps
d'interaction avec l'onde stationnaire augmente par pas de 5 µs entre deux images consécutives.
Les atomes sont observés après 20 ms de temps de vol pour observer la distribution d'impulsion.
Nous extrayons de ces images la période de Rabi du couplage, en l'occurence 75 µs.

3.2.3.2 Pertes par émission spontanée

Notre échantillon peut par ailleurs être chau�é par des processus d'absorption/ émission
spontanée de photons. Sur un condensat à environ 100 nK, chaque photon à 780 nm absorbé
puis émis spontanément dans une direction aléatoire transfère une impulsion à l'atome, qui
récupère une énergie cinétique de l'ordre de ~2k2

L/2m ≈ h× 3.7 kHz ≈ kB × 180 nK.

Le taux d'émission spontanée Γsp fait intervenir la fraction d'atomes ne dans l'état excité
|5P3/2 > selon l'expression Γsp = Γne. Il s'exprime comme suit en fonction de l'intensité
[Le Bellac 03] :

Γsp =
Γ

2

s

1 + s
(3.16)
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3.2 Réalisation expérimentale du réseau 41

Figure 3.9 � Images en temps de vol de la �gure 3.8 , intégrées suivant l'axe orthogonal à
la séparation. Un ajustement par deux gaussiennes de même largeur permet de distinguer les
deux composantes d'impulsion. Sur la seconde image à 20 µs, nous discernons aussi l'ordre non
résonant d'impulsion | − 3~K/2 >.
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42 Chap 3 - Un trampoline classique pour atomes froids

Où s est le paramètre de saturation, en présence de l'intensité moyenne 3 I :

s =
I

Isat

1

1 + 4∆2/Γ2
(3.17)

Nous employons ici l'intensité de saturation du Rubidium à 780 nm Isat = 1.6mW/cm2. Pour
les puissances mentionnées ci-dessus, nous obtenons un taux d'émission spontanée Γsp = 107 /s.
En conséquence, lors d'une demi-oscillation (40 µs), la proportion d'atomes ayant di�usé de la
lumière vaut 0.4% 4.

3.3 Suspension sur un miroir de Bragg pulsé périodiquement

Nous disposons maintenant d'un potentiel périodique, sur lequel nous avons démontré la
possibilité de di�racter le nuage. En utilisant l'onde stationnaire comme miroir de Bragg, il
devient possible de maintenir les atomes suspendus en les ré�échissant régulièrement vers le
haut. Nous parlerons par la suite de trampoline classique 5. Nous allons voir par ailleurs que
cette technique de suspension, employant un miroir sélectif en vitesse [Moler 92], permet de
réaliser une mesure de l'accélération de la gravité g [Impens 06, Hughes 09, Bourdel 10].

3.3.1 Présentation du schéma

Un atome, lancé vers le haut avec une impulsion ~K/2, réalise une parabole sous l'in�uence
de la gravité. Son impulsion retombe au bout d'un certain temps à −~K/2, instant auquel
il est possible de le ré�échir sur le miroir de Bragg pour le relancer vers le haut. Ce schéma
peut être reproduit un grand nombre de fois consécutives si l'on équilibre l'accélération de la
gravité et les transferts d'impulsion réalisés lors des événements de di�raction. Cette condition
est respectée pour une période entre deux pulses de :

T0 =
~K
mg

=
2~kL
mg

≈ 1.2 ms pour 87Rb (3.18)

On obtient alors une trajectoire du centre de masse représentée en Fig. 3.10.

Par contre, si la période di�ère de T0, le nuage va chuter sous l'e�et d'une accélération
moyenne ~K

mT − g. Nous allons considérer une situation où le déplacement de l'échantillon reste
négligeable devant la taille de la zone d'expérience. Par contre, d'une période sur l'autre, les
atomes abordent le réseau avec un désaccord à la condition de Bragg de plus en plus élevé : le
nuage est donc rapidement perdu si T 6= T0.

Nous dérivons maintenant la ré�ectivité de la série de pulses en fonction de la période. Pour
plus de simplicité, nous nous restreignons ici à la di�raction par des pulses d'enveloppes tempo-
relles carrées, de durées τ . Pendant l'interaction avec l'onde stationnaire, les états d'impulsions

3. En général, le taux d'émission spontanée ne dépend pas simplement de l'intensité moyenne car les atomes
se localisent aux minima de potentiel [Cladé 06]. Toutefois, comme détaillé dans [Gerbier 10], le taux de chauf-
fage reste fonction de l'intensité moyenne seulement. Nous négligeons cette distinction pour un réseau allumé
brutalement, situation où - au moins provisoirement - la distribution des atomes est uniforme.

4. Cette proportion est en fait indépendante de la durée du pulse, tant que la puissance est ajustée de
manière à maintenir Ωτ constant.

5. Le mot classique employé ici est associé au fait que nous ne recombinons pas de paquets d'onde atomiques
pour réaliser un interféromètre - par opposition au chapitre suivant.
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3.3 Suspension sur un miroir de Bragg pulsé périodiquement 43

Figure 3.10 � Trajectoire du trampoline classique, pour T = T0. L'altitude du nuage, ainsi
que la vitesse des atomes, sont maintenues constantes d'un instant t à un instant t+ T0.

p ≈ −~K/2 et p ≈ +~K/2 sont couplés avec une pulsation de Rabi Ω. Nous négligeons ici le
couplage vers d'autres états d'impulsions (à la limite de réseau épais), ainsi que l'accélération
g pendant chaque interaction avec le réseau di�ractant.

Pour un atome lâché une demi période avant le premier pulse avec une impulsion p0 ≈ 0,
l'impulsion pi en entrée du i-ième pulse vaut :

pi = p0 −
mgT

2
+ (i− 1)×mg(T0 − T ) (3.19)

= p0 −
~K
2

+

(
i− 1

2

)
×mg(T0 − T ) (3.20)

Nous évaluons alors le désaccord ~δi entre les deux états d'impulsion pi et pi + ~K :

δi =
1

~

(
(pi + ~K)2

2m
− p2

i

2m

)
(3.21)

=
K

m

(
p0 + (i− 1

2
)mg(T0 − T )

)
(3.22)

La fraction transférée vers l'état ré�échi vaut, après une fraction d'oscillation de Rabi non-
résonante [Fabre 06] de durée τ :

Ri(τ) =
1

1 + δ2
i /Ω

2
sin2

(
Ωτ

2

√
1 +

δ2
i

Ω2

)
(3.23)

La durée du pulse réalise Ωτ = π, pour maximiser la ré�ectivité à résonance.
A partir des équations 3.20 , 3.22 et 3.23, nous pouvons calculer numériquement la trans-

mission d'une série de N pulses pour une période T arbitraire en multipliant les ré�ectivités
de chaque miroir. Cette transmission doit être évaluée sur toute la distribution d'impulsion
initiale du nuage, relâché à température �nie.

La �gure 3.11 présente le résultat de cette évolution. Nous considérons un échantillon à
une température de 130 nK, et le soumettons à 25 pulses de 80 µs séparés d'une période T.
Si T = T0, la distribution d'impulsion du nuage s'a�ne progressivement (�gure a). Ceci cause
inévitablement des pertes durant les premiers pulses, sur lesquelles nous reviendront bientôt.
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44 Chap 3 - Un trampoline classique pour atomes froids

Par contre, si T 6= T0, les pertes augmentent à chaque rebonds. En Fig. 3.11b, nous ob-
servons que la fraction suspendue après les 25 pulses présente un maximum en fonction de T ,
de rayon à mi-hauteur 5 µs. Dans la publication [Impens 06], il est démontré que cette réso-
nance s'a�ne en N3/2, où N est le nombre de pulses. Outre l'intérêt en soi de la suspension
des atomes, utilisable par exemple pour maintenir une horloge atomique suspendue dans un
volume réduit pendant un long temps d'interrogation, on obtient par ailleurs une mesure de la
gravité qui va en s'a�nant avec le nombre de rebonds.

Figure 3.11 � Suspension d'un nuage thermique à 130 nK par 25 pulses carrés de 80µs.
a) : Evolution de la distribution d'impulsion, représentée tous les cinq pulses, pour T = T0.
On observe une forte sélection en vitesse de la distribution du nuage pendant les cinq pre-
miers pulses. b) Fraction suspendue après 25 pulses en fonction de la période. On observe une
résonance centrée sur T0, de rayon à mi-hauteur 5 µs.

3.3.2 Réalisation expérimentale

3.3.2.1 Paramètres des pulses

Di�érents ingrédients contraignent la durée des pulses pour réaliser un trampoline. Nous
listons les deux principaux :

� La gravité a�ecte la di�raction 6 si les pulses ont une durée supérieure à environ 280 µs
(voir partie 3.1.3.2)

� En régime de réseau mince (τ < 33µs), on s'attend à des pertes dûes à la di�raction vers
des états d'impulsion non résonants (di�érents de ±~K/2).

Entre ces deux régimes, nous optimisons par ailleurs la qualité de la di�raction en employant des
pulses d'enveloppe f(t) = sin2(πt/τ) (voir partie 3.1.3.1 ainsi que les publications [Keller 99,
Muller 08]). La largeur τ de cette enveloppe est �xée à 180 µs, comme sur les calculs de
di�raction présentés en Fig. 3.4.

La série de pulses est contrôlée par deux générateurs de fonction SRS contrôlant une source
RF ampli�ée, comme présenté en Fig. 3.12. Le premier SRS génère une série d'impulsions,
séparées de la période T. Chacune de ces impulsions déclenche l'émission par le second SRS
d'une arche de sinus de durée préprogrammée. Le signal généré contrôle alors l'enveloppe d'une
source radiofréquence à 110 MHz, ampli�ée à 2W. La radiofréquence ainsi générée alimente le

6. à moins d'appliquer une rampe de fréquence linéaire sur l'un des deux faisceaux contrapropageants, ce
que nous ne faisons pas.
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3.3 Suspension sur un miroir de Bragg pulsé périodiquement 45

modulateur acousto-optique dé�échissant la lumière vers la �bre optique, et donc vers l'expé-
rience.

Figure 3.12 � Chaîne de contrôle de l'amplitude du réseau optique. Sur réception d'un signal
de synchronisation, le premier générateur de fonction SRS génère une série de N signaux TTL
espacés d'une période T . Le second générateur de fonction SRS génère une tension de forme
arbitraire pour chaque signal de déclenchement qu'il reçoit. Ces signaux sont envoyé sur l'entrée
du pilote RF, qui module la puissance de sortie de la RF proportionnellement à la tension reçue.
Ce système permet de générer une série de pulses RF de forme arbitraire. Figure reprise de
[Brantut 09]

3.3.2.2 Observation expérimentale

Nous réalisons le trampoline classique sur des échantillons à 130 nK, légèrement au-dessus
de la température critique de condensation. Cet échantillon est libéré du piège dipolaire environ
0.6 ms avant le premier événement de di�raction, de sorte que les atomes ont une impulsion
moyenne −~K/2 au centre de l'enveloppe temporelle du pulse.

En �n de séquence, nous imageons le nuage par absorption 1 ms après le dernier pulse.
En Fig. 3.13, nous observons que le nuage est séparé en plusieurs composantes à di�érentes
altitudes. La plus haute composante, visible sur l'image de droite seulement, est suspendue à
hauteur constante contre la gravité, tandis que les autres composantes correspond aux pertes
lors de chacun des pulses - le premier pulse étant associé au nuage le plus bas. Nous extrayons
la fraction maintenue à hauteur constante et réalisons cette mesure pour di�érentes périodes.
Après 25 pulses, nous obtenons la résonance Fig. 3.14 (moyennée sur 3 réalisations).
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46 Chap 3 - Un trampoline classique pour atomes froids

Figure 3.13 � Images par absorption du nuage, 1 ms après le dernier d'une série de 23
pulses en arche de sinus, de durée 180 µs. A gauche, la période est de 1.218 ms. A droite, la
période est de 1.196 ms. Sur cette dernière image, nous observons un nuage suspendu contre la
gravité au-dessus du reste de l'échantillon, comprenant environ 10 % de l'ensemble des atomes.
En-dessous, nous observons les portions non ré�échies lors des impulsions successives.

Figure 3.14 � Fraction suspendue en fonction de la période, après 25 rebonds. Nous observons
une résonance centrée sur T0 = 1.1996(10) ms, de largeur rms ≈ 6µs. Celle-ci fournit une
mesure de g = 9.81(1)m/s2.
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3.3 Suspension sur un miroir de Bragg pulsé périodiquement 47

La période centrale de la résonance est T0 = 1.1996(10)ms. Nous maintenons suspendus
environ 11% des atomes pendant les 30 ms de l'expérience. La largeur de la courbe vaut 6µs
(rayon rms issu d'un ajustement gaussien). Par l'expression eq. 3.18, nous déduisons g =
9.81(1) m/s2 - où l'incertitude est associée à notre rapport signal sur bruit de l'ordre de 5.

3.3.2.3 Limitations associées à la température

Cette technique peut être appréhendée à la fois comme une méthode de suspension et une
mesure de la gravité. Concernant ce dernier point, la précision de la mesure croît avec le nombre
de rebonds en en N3/2 (comme démontré dans [Impens 06]). Toutefois, le nombre maximal de
rebonds est limité par la température de l'échantillon, et ce en raison de deux phénomènes :

Filtrage des impulsions : La mesure est basée sur une sélection constante de la vitesse de
l'échantillon. Cette sélection, même lorsque T = T0, va �ltrer la distribution d'impulsion du
nuage à chaque rebond, ce qui cause de fortes pertes même au sommet de la résonance. La
�gure 3.15 présente une modélisation de ce phénomène, responsable de la perte de 90 % des
atomes après 25 pulses carrés de 80µs.

Figure 3.15 � Suspension d'un nuage thermique à 130 nK par 25 pulses carrés de 80µs,
selon le modèle. a) Fraction suspendue en fonction du nombre de rebonds, pour T = T0. En
25 rebonds, près de 90 % des atomes sont perdus. b) Ré�ectivité de chaque pulse au cours du
trampoline. Alors que les premiers pulses �ltrent fortement la distribution des atomes, au bout
de 25 pulses la ré�ectivité remonte à 98 %.

On observe que ces pertes s'atténuent au cours de l'opération du trampoline en T = T0 : si
le premier pulse �ltre 56% de la distribution, le dernier d'une série de 25 n'en perd plus que 2%.
Il reste à trouver un compromis entre des pulses longs, fortement sélectifs en vitesse, associés
à une résonance �ne mais à de fortes pertes au début, ou bien des pulses courts, faiblement
sélectifs, mais assurant un meilleur rapport signal sur bruit et permettant un nombre plus
élevé de rebonds. La marge de manoeuvre sur le temps d'interaction reste toutefois restreinte,
pour rester dans la limite de réseau épais sans être a�ecté par la gravité pendant les pulses.
Finalement, ces pertes sont d'autant plus critique que l'échantillon est chaud.

Expansion transverse du nuage : Par ailleurs, l'expansion libre du nuage dans les directions
transverses au réseau vient a�ecter l'e�cacité de di�raction après un grand nombre de rebonds.
La distribution d'impulsion transverse n'étant pas �ltrée par la di�raction, le rayon rms du
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48 Chap 3 - Un trampoline classique pour atomes froids

nuage après un temps t vaut σ =
√

kBT
m · t. Par ailleurs, le potentiel di�ractant a une extension

limitée : l'intensité, et donc la pulsation de Rabi, sont homogènes à ±1% près sur une zone de
rayon 270 µm (le waist du faisceau valant w = 2.7 mm). A partir de 76 ms, soit 63 rebonds,
ces deux tailles se rejoignent et l'e�cacité de la di�raction est a�ectée en bord de nuage.
Ce problème peut se contrebalancer en courbant le front d'onde du réseau di�ractant pour
refocaliser le nuage lors de chaque rebond [Impens 06].

L'expérience de trampoline classique a été réalisée par [Hughes 09] dans un régime net-
tement plus favorable vis-à-vis de ces deux limitations. Un nuage condensé, de potentiel chi-
mique 10 Hz, a été utilisé. Ceci correspond à une dispersion de vitesse inférieure à 0.3 mm/s,
à comparer à notre distribution de largeur rms 3.5 mm/s. Dans leurs conditions, un quart de
l'échantillon a pu être suspendu pendant environ 80 rebonds, soit 100 ms.

Sur notre expérience, nous avons choisi de ne pas utiliser un nuage condensé. Dans notre
piège optique fortement con�nant le potentiel chimique est en e�et proche de la température.
Lorsque l'on coupe le piège, l'énergie d'interaction du condensat se relaxe en énergie cinétique :
la distribution de vitesse selon z s'a�ne peu lors du passage de la transition. En raison des
pertes d'atomes en �n d'évaporation, l'emploi d'un nuage thermique légèrement au-dessus de
la température de condensation nous a assuré un meilleur signal à bruit.

3.3.3 Perspectives

Ce schéma pourrait supporter quelques améliorations. La plus évidente serait l'emploi d'une
polarisation linéaire pour éviter les soucis associés à la structure hyper�ne de l'atome. Nous
avons toutefois véri�é par une expérience de Stern et Gerlach que nous suspendions bien les
trois composantes de spinmF simultanément. Notons par ailleurs que l'emploi de l'étatmF = 0
éviterait d'être sensible aux forces de gradients magnétiques.

La proposition théorique originale [Impens 06] suggère d'employer, lors de chaque ré�ec-
tion, une succession de deux transitions Raman. La réalisation technique de cette proposition
nécessite de pouvoir changer les polarisations des ondes en un très court laps de temps, rendant
l'emploi d'un modulateur électro-optique nécessaire. Malgré tout, un avantage majeur de cette
con�guration est que l'on peut alors optimiser la durée des pulses sans risquer la di�raction de
Kapitza-Dirac vers des ordres non souhaités. Selon la température de l'échantillon, il pourra
être favorable d'employer des pulses courts, faiblement sélectifs en impulsion lors des premiers
pulses pour minimiser les pertes "intrinsèques" du schéma et réaliser un grand nombre de
rebonds.

Ce trampoline représente une alternative à la technique, éprouvée par ailleurs, de guidage
par oscillations de Bloch [Cadoret 08, Kovachy 10]. Cette dernière permet de réaliser des sus-
pensions de plusieurs secondes [Clade 05, Ferrari 06]. Elle est par contre très fortement sensible
aux interactions [Roati 04], est n'est donc pas adaptée à la suspension de condensats de Bose-
Einstein - à moins d'employer une résonance de Feshbach pour annuler la longueur de di�usion
[Gustavsson 08]. Pour manipuler des sources denses comme un condensat de Rubidium, nous
voyons en annexe C que certains défauts du processus de di�raction (associés aux interac-
tions et à l'indice optique du nuage) s'estompent au contraire sur le trampoline après quelques
rebonds, grâce à l'expansion de l'échantillon.

L'expérience [Hughes 09] a démontré une application prometteuse de ce schéma, en suspen-
dant deux bras d'un interféromètre atomique l'un au-dessus de l'autre pendant approximati-
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3.3 Suspension sur un miroir de Bragg pulsé périodiquement 49

vement 100 ms. De façon similaire, des horloges atomiques avec des temps d'interrogation de
l'ordre de 100 ms pourraient être réalisées en employant une telle technique de suspension. Ceci
permettrait une miniaturisation de ces dispositifs de haute précision, le trampoline classique
ici décrit se déroulant dans un volume d'environ 100 µm de côté.
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C H A P I T R E 4

Un trampoline quantique pour atomes

froids

Dans l'expérience précédente, nous avons suspendu un nuage ultra-froid contre la gravité
en le ré�échissant périodiquement sur un miroir de Bragg. L'expérience étant réalisée dans le
régime de réseau épais, les ordres de di�raction supplémentaires étaient négligeables et nous
les assimilions à des pertes. Toutefois, en se situant dans le régime de réseau mince, ces ordres
supplémentaires peuvent enrichir la situation. En créant de nouvelles trajectoires qui se recom-
binent régulièrement, nous construisons un interféromètre intrinsèquement en lévitation autour
du trampoline classique, opposant des voies suspendues à des voies de pertes en chute libre.

Une première partie de ce chapitre sera dévouée à la présentation des trajectoires ato-
miques, et à l'observation d'un interférogramme dans la fraction d'atomes suspendus. Dans
un second temps, nous présenterons un modèle reproduisant les observations. Les outils théo-
riques introduits pour le modèle permettront ensuite d'analyser individuellement quelques ca-
ractéristiques de l'interférogramme. Nous verrons en�n que, de façon similaire à la proposition
[Impens 09], cet interféromètre est un interféromètre à ondes multiples sensible à la gravité
[Robert-de Saint-Vincent 10b]. Il réalise deux fonctions à la fois : la suspension d'un échantillon
dans un volume réduit pendant une longue durée, ainsi qu'une mesure de force à l'intérieur de
ce volume.

4.1 Présentation de l'interféromètre

4.1.1 Schéma

La séquence expérimentale est identique à celle du trampoline classique. Toutefois, nous
employons des pulses d'enveloppe carrée et de durée courte (τ ≈ 35µs), ce qui nous amène à
la limite de réseau mince. La puissance de l'onde stationnaire est à nouveau optimisée pour
maximiser la ré�ection de | − ~K/2 > vers | + ~K/2 >. Nous avons vu en Fig. 3.4b qu'une
di�raction dans ces conditions réalise un transfert non négligeable vers des ordres d'impulsions
plus élevées. Par la suite, nous parlerons d'ordres non-résonants pour désigner les ordres de
di�raction avec changement de l'énergie cinétique. Comme schématisé en Fig. 4.1b, un état
d'impulsion | − ~K/2 > est séparé en quatre états (essentiellement) : 93 % du paquet d'onde
est di�racté vers |+~K/2 >, environ 3 % va dans chacun des deux ordres |±3~K/2 >}, tandis
que moins de 1 % est transmis dans l'état | − ~K/2 >.

Supposons pour le moment que l'onde stationnaire est pulsée à la période T0, assurant
une suspension stationnaire par le trampoline classique. La di�raction vers ces ordres supplé-
mentaires permet alors l'apparition de nombreuses trajectoires, représentées en 4.1a. L'ordre
| − 3~K/2 > en sortie de pulse, accéléré sous l'e�et de la gravité, n'est pas a�ecté par le
pulse suivant : c'est une voie de pertes. Toutefois, les autres ordres ont une probabilité non
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52 Chap 4 - Un trampoline quantique pour atomes froids

négligeable d'être renvoyés vers la trajectoire stationnaire du trampoline classique. Ainsi, lors
de chaque pulse, di�érentes trajectoires se recombinent, et leurs interférences déterminent la
fraction d'atomes perdus via l'état d'impulsion | − 3~K/2 >.

Figure 4.1 � a) Trajectoires des atomes. Une onde stationnaire est pulsée périodiquement
pour di�racter le nuage, ce qui ouvre de nombreuses trajectoires - dont les populations sont
représentées en échelle de gris. b) Di�raction à ordre multiple : un état incident |−~K/2 > est
essentiellement di�racté vers |+ ~K/2 > (ligne épaisse), mais une fraction est aussi di�ractée
vers les états | ± 3~K/2 > ou simplement transmise sans changement d'impulsion.

4.1.2 Observation de l'interférogramme

Comme pour le trampoline classique, le nuage est imagé après une série de pulses pour
mesurer la fraction suspendue. La �gure 4.2 présente ainsi deux images, réalisées après une
série de 15 pulses de durée 35 µs. En l'absence d'ordres de di�raction non-résonants, la fraction
suspendue manifesterait une résonance en fonction de la période entre les pulses, de rayon à
mi-hauteur 23 µs. Toutefois, nous observons que pour deux périodes distantes de 8 µs (T =
1.206 ms (a) et 1.198 ms (b) ) la fraction suspendue passe de 24 % à 6 %. Si l'on trace cette
fraction en fonction de la période (�gure 4.3, après 10 pulses), on observe une modulation
de fort contraste (0.55) non explicable par le processus de �ltrage en vitesse du trampoline
classique. Nous allons maintenant expliquer cet interférogramme.

4.2 Modélisation du trampoline quantique

Dans les prochaines pages, nous présentons les outils permettant de modéliser l'interféro-
mètre. Nous réalisons un modèle semi-classique d'évolution des paquets d'onde permettant un
traitement simple des événements de di�raction comme de chute libre. Ce modèle est basé sur
la décomposition de l'état atomique sur un mélange statistique d'états gaussiens en position et
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Figure 4.2 � Images par absorption prises 2 ms après le dernier d'une série de 15 pulses,
de période 1.206 ms (a) et 1.198 ms (b). L'image s'étend sur 3 mm verticalement. Les atomes
suspendus contre la gravité sont dans le cercle en haut des images. Les tâches en-dessous cor-
respondent aux voies de pertes, qui sont fortement réduites en (b) par comparaison avec (a).
Les deux tâches en bas de l'image correspondent aux pertes en A et B de la �gure 4.1a, où il
n'y a pas de recombinaison de trajectoires ni d'interférences.

Figure 4.3 � Fraction d'atomes suspendus en fonction de la période, pour un trampoline de 10
pulses de 36 µs. Les points expérimentaux sont reliés par des segments de droite pour guider le
regard. On observe un système de franges de fort contraste, englobé dans une enveloppe causée
par un e�et de �ltrage en vitesse semblable au trampoline classique.
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54 Chap 4 - Un trampoline quantique pour atomes froids

en impulsion, limités par Heisenberg 1. L'évolution d'un de ces états à travers l'interféromètre
peut, sous certaines conditions, se décrire à l'aide du formalisme des intégrales de chemin
[Storey 94] par une propagation sur le schéma discret de trajectoires présenté en Fig. 4.1a.
Chaque voie (z, p) est caractérisée par une position et une impulsion moyennes, et est associée
à une amplitude de probabilité complexe.

Pour pouvoir appliquer ce traitement semi-classique, nous aurons besoin de quelques contraintes
sur les largeurs initiales en impulsion σp et en position σz des états sur lesquels nous e�ectuons
la décomposition :

1. σp/m×NT << σz, où NT est la durée totale de l'expérience

2. σp << ~K
3. σz <

~K
m T ≈ 14µm, qui est la distance entre deux trajectoires séparées lors d'un pulse

(voir par exemple les points O et O1 en Fig. 4.1a).

La condition 1 permet de négliger l'étalement spatial du paquet d'onde durant les phases de
chute libre - qui pourrait toutefois être traité en employant le formalisme ABCD [Bordé 01]. La
condition 2 permet de traiter la di�raction du paquet d'onde comme celle d'une onde plane, en
employant les calculs développés dans la partie 3.1.3. En�n, la condition 3 permet de négliger
le recouvrement spatial des composantes situées en des voies d'altitude di�érentes.

Nous allons maintenant présenter les outils permettant de calculer les amplitudes de pro-
babilité de chaque voie de l'interféromètre représenté en Fig. 4.1a, en traitant séparément les
événements de di�raction et les phases de chute libre.

4.2.1 Evénements de di�raction

Dans la partie 3.1, nous avons présenté le calcul de l'amplitude de di�raction entre di�érents
états d'impulsion, en présence d'un potentiel V (z) = V0

2 (1 + cos(Kz)). Il y a ici implicitement
un choix de repère, tel que z = 0 se situe sur un ventre de l'onde stationnaire (par exemple, à
une distance λ/2 du miroir de rétroré�ection). C'est dans ce repère que nous allons expliciter
la di�raction d'un état limité par Heisenberg, d'extension spatiale δz et d'impulsion moyenne
~k0. Dans les lignes qui suivent, les kets associés à des états d'impulsion seront indicés par le
vecteur d'onde.

Ecrivons en base de position cet état initial :

< z|ψ0 >=
1√

2πσ2
z

eik0z · e−
(z−z0)

2

2σ2z (4.1)

On peut encore l'exprimer dans la base des impulsions :

< k|ψ0 >=

√
σ2
z

2π
ei(k0−k)z0 · e−

(k−k0)
2σ2z

2 (4.2)

Par choix d'un état tel que δp << ~K (condition 2), toutes les composantes k de ce pa-
quet d'onde sont di�ractées vers des composantes k + nK avec approximativement la même
amplitude de di�raction

An(k) ≈ An(k0) =< k0 + nK|U(τ)|k0 > (4.3)

1. Cette décomposition est justi�ée plus en détail dans la thèse [Brantut 09].
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où U(τ) est l'opérateur évolution entre le début et la �n du pulse 2. Cette amplitude An(k0) se
calcule numériquement comme détaillé dans la partie 3.1. Alors, la fonction d'onde en sortie
de pulse s'écrit, en base d'impulsions :

< k|ψ(τ) > =
∑
n

An(k0) < k − nK|ψ0 > (4.4)

=
∑
n

An(k0)

√
σ2
z

2π
ei(k0+nK−k)z0 · e−

(k−k0−nK)2σ2z
2 (4.5)

Ainsi, l'état incident est di�racté en plusieurs composantes n, d'impulsions centrales ~(k0+nK).
Si l'on réalise une transformée de Fourier pour revenir en base de positions, on obtient :

< z|ψ(τ) > =
∑
n

An(k0)
1√

2πσ2
z

ei(k0+nK)z · e−
(z−z0)

2

2σ2z (4.6)

=
∑
n

An(k0)einKz < z|ψ0 > (4.7)

où l'on observe que toutes les composantes n gardent la forme gaussienne initiale, a�ectée
d'une amplitude An(k0)einKz. Les composantes n de l'état �nal |ψ > sont des fonctions d'onde
de norme inférieure à 1, satisfaisant aux trois hypothèses initiales du calcul. On associe à
chacune un état semi-classique, de position et impulsion centrales (z0, p0 + n~K), et a�ecté
d'une amplitude An(k0)einKz0 par rapport à l'état incident. On considère que le laser a transmis
sa phase au niveau du centre du paquet d'onde. Pour de nombreux senseurs inertiels atomiques,
c'est cette phase nKz0 lors de chaque ré�ection ou séparatrice qui fournit la mesure [Peters 01].

Pour découpler la modélisation des séparatrices et des phases de chute libre, nous mettons
les amplitudes de di�raction en représentation d'interaction, en plaçant l'origine des temps au
milieu du pulse. Ceci permettra de modéliser l'interféromètre comme la succession d'événements
de di�raction instantanés entrecoupés de chutes libres de durées T . Nous compensons la phase
associée au terme d'énergie cinétique du Hamiltonien, dans l'état incident d'impulsion moyenne
~k0 pendant la première moitié du pulse, puis dans l'état d'impulsion moyenne ~(k0 + nK)
pendant la seconde moitié du pulse. En conséquence, nous dé�nissons l'amplitude Ãn :

Ãn(k0) = exp

(
+i

~(k0 + nK)2

2m

τ

2

)
·An(k0) · exp

(
+i

~k2
0

2m

τ

2

)
(4.8)

Où An(k0) est calculée numériquement comme détaillé dans la partie 3.1 3. Alors, l'événement
de di�raction de l'état semi-classique (z0, p0) vers l'état (z0, p0 + n~K) est considéré comme
instantané, associé à une amplitude

A(z0,p0)→(z0,p0+n~K) = Ãn(k0) · exp(inKz0) (4.9)

2. Pour prendre en compte la gravité, nous devrions parler du transfert entre l'état |k0 + mgτ/2~ > et
l'état |k0 + nK −mgτ/2~ >. Pour τ2 << 2π/k0g, l'amplitude de transfert est peu a�ectée et nous omettons
d'expliciter l'e�et de la gravité pendant le pulse.

3. Si l'amplitude de di�raction An est évaluée en tenant compte de la gravité, alors la relation 4.8 se corrige

sous la forme Ãn(k0) = An(k0) · exp
[
i
∫ τ/2
0

dt ~(k0+nK−mgt/~)
2

2m
+ i
∫ 0

−τ/2 dt
~(k0−mgt/~)2

2m

]
.
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Commentaire : Ce traitement des événements de di�raction n'est pas rigoureux, notamment
lorsque nous négligeons la dépendance en impulsion de l'amplitude de di�raction sur l'état
gaussien incident. Une approche complète [Antoine 06] permettrait par exemple de prédire un
e�et de déformation du pro�l spatial de l'onde de matière, connu sous le nom d'e�et Borrmann.
Dans la limite de réseau mince, ceci reste négligeable.

4.2.2 Phases de chute libre

Une description complète de l'évolution du paquet d'onde gaussien lors des phases de chute
libre emploie le formalisme "ABCD" [Bordé 02], analogue à celui employé pour calculer la
propagation de faisceaux lasers. Ce formalisme prend en compte l'étalement du paquet d'onde
ainsi que la courbure de phase associée à la séparation progressive des composantes de vitesse.

Nous considérons toujours un paquet d'onde gaussien, de position initiale moyenne zi et
impulsion initiale pi = ~ki, limité par Heisenberg. Lors d'une évolution sous l'e�et de la gravité,
il évolue en une nouvelle fonction d'onde qui n'est plus limitée par Heisenberg, de position et
impulsion centrales zf et pf = ~kf :

ψi(z) ∝ e
− (z−zi)

2

2σ2z · eiki(z−zi) =⇒ ψf (z) ∝ e−
(z−zf )

2

2σ′2z · ei[φ+kf (z−zf )+χ(z−zf )2] (4.10)

Le paquet d'onde s'est étalé spatialement, via le terme σ′2z > σ2
z , et le front d'onde a acquis une

courbure exprimée par le terme χ(z − zf )2. Tout ceci peut se calculer analytiquement dans le
cadre du formalisme ABCD. Toutefois, dans le cadre de l'hypothèse (1) :

σp
mNT << σz, nous

négligeons ces deux e�ets.

Alors, le calcul se réduit à deux étapes. La position moyenne dans l'espace des phases
(zf , pf ) se déduit de la position initiale (zi, pi) selon les équations classiques du mouvement.
Lors de la propagation, l'ensemble de la fonction d'onde acquiert une phase proportionnelle à
l'intégrale d'action classique le long de la trajectoire [Feynman 65, Storey 94] :

φ =
1

~

∫
dtL(z(t), v(t)) (4.11)

où L(z, v) est le Lagrangien d'une particule en chute libre sous l'in�uence de g :

L(t) =
1

2
mv(t)2 −mgz(t) (4.12)

Après calcul de la trajectoire, on montre que cette phase vaut

φchute(zi, vi;T ) = 1/3mg2T 3 −mgziT + 1/2mv2
i T −mgviT 2 (4.13)

4.2.3 Modélisation complète

Nous utilisons maintenant ces deux outils pour modéliser l'interféromètre, pour un nombre
arbitraire de rebonds. Cette modélisation permet de connaître les populations de chaque voie,
ainsi que d'e�ectuer une mesure de la gravité.

Dé�nissons tout d'abord les trajectoires, en nous basant sur la �gure 4.1. Les atomes partent
d'un point source (z0 = 0, v0 ≈ 0) à l'instant t = 0. Les pulses de di�raction sont réalisés aux
instants ti = (i − 1/2)T . Nous cherchons à déterminer l'amplitude de probabilité de présence
aux di�érentes positions en chacun de ces instants.
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4.2 Modélisation du trampoline quantique 57

Si T = T0 et v0 = 0, les atomes se distribuent sur un réseau présenté en Fig. 4.1. En entrée
de chaque noeud, nous considérons jusqu'à trois composantes d'impulsion : +~K/2, −~K/2,
et −3~K/2. En sortie de chaque noeud, nous suivons les trajectoires associées aux impulsions
+3~K/2, +~K/2, et −~K/2. La composante d'impulsion de sortie −3~K/2 est assimilée à une
voie de perte, car après accélération sous l'e�et de la gravité jusqu'à une impulsion −5~K/2 elle
sera très faiblement di�ractée par le pulse suivant. Les composantes d'impulsions plus élevées
sont négligées, et de ce fait assimilées à des pertes.

Ayant sélectionné ces quelques composantes d'impulsion, nous pouvons préciser le réseau
de noeuds sur lequel les trajectoires se recoupent lors de chaque période. Toujours si T = T0,
la trajectoire du trampoline classique reste à altitude nulle, mais certaines composantes se
recombinent sur des noeuds d'altitudes zα = α~K

m T ≈ α× 14µm - où α est un entier.

Si T 6= T0 et pour v0 quelconque, le réseau se déforme mais reste similaire. Les noeuds d'un
même étage α suivent des trajectoires de chute libre sous une accélération moyenne

geff =
~K
mT
− g (4.14)

Ainsi, leurs altitudes se disposent selon :

zα[ti = (i− 1/2)T ] = v0ti + 1/2geff · (ti)2 + α
~K
m
T (4.15)

Toutes les impulsions sont par ailleurs translatées du même δp(ti) = ~ δk(ti) tel que

~ δk(ti) = mgeff ti +mv0 (4.16)

Pour évaluer numériquement la propagation sur ce réseau, nous réalisons de façon séquen-
tielle les deux éléments suivants :

1) Evolution libre : Entre deux pulses, chaque composante de position et impulsion ψ(z, k)
acquiert une phase lors de la chute libre, déterminée selon l'équation 4.13. Les composantes
d'impulsion +~K/2+δp en début de parabole restent au même étage α (dont l'altitude évolue au
cours du temps), tandis que les deux autres composantes d'impulsions montent ou descendent
d'un étage.

2) Evénements de di�raction : Durant un pulse, en chaque noeud, les amplitudes ψ(z, k)
des composantes d'impulsion en entrée et en sortie sont reliées par une matrice de transfert :

ψout(zα,+3K/2 + δk)
ψout(zα,+K/2 + δk)
ψout(zα,−K/2 + δk)

 = T ·

 ψin(zα,+K/2 + δk)
ψin(zα,−K/2 + δk)
ψin(zα,−3K/2 + δk)

 (4.17)

avec T dé�nie comme suit : Ã1(K2 + δk) exp(iKzα) Ã2(−K2 + δk) exp(2iKzα) Ã3(−3K
2 + δk) exp(3iKzα)

Ã0(K2 + δk) exp(0) Ã1(−K2 + δk) exp(iKzα) Ã2(−3K
2 + δk) exp(2iKzα)

Ã−1(K2 + δk) exp(−iKzα) Ã0(−K2 + δk) exp(0) Ã1(−3K
2 + δk) exp(iKzα)

 (4.18)
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58 Chap 4 - Un trampoline quantique pour atomes froids

et où zα et δk dépendent de l'instant ti, comme expliqué plus haut. Les amplitudes de di�raction
dans cette matrice sont calculées numériquement. Notons que cette opération ne conserve pas la
norme du paquet d'onde, en raison de l'existence des voies de pertes ±5~K/2+δp (négligeables)
et −3~K/2 + δp (principalement).

En �n de calcul, après N pulses, la fraction suspendue est calculée en sommant les popu-
lations de chaque noeud. Nous considérons donc comme suspendus non seulement les atomes
au point O (α = 0 à l'instant t = tN ), sur la trajectoire du trampoline classique, mais aussi les
atomes montés ou descendus de quelques niveaux sur le schéma.

Sommation sur la distribution de vitesse : En�n, comme pour le trampoline classique, nous
devons sommer les populations �nales sur di�érentes réalisations du calcul, pour des vitesses
initiales v0 reproduisant la distribution thermique du nuage. Nous utilisons la distribution de
vitesse selon l'axe vertical d'un nuage thermique à 130 nK, qui est un gaussienne de largeur
rms 0.65 vrec (où vrec = ~K/2m est la vitesse de recul).

Nous ajustons le modèle sur la courbe expérimentale via le paramètre g = 9.815 m/s2.
La �gure 4.4 présente le résultat de ce calcul, pour un interféromètre de 10 pulses de 36
µs. Le modèle reproduit l'enveloppe ainsi que les di�érentes modulations. Les ingrédients du
modèle étant satisfaisants, nous pouvons maintenant expliquer les principales caractéristiques
de l'interférogramme, avant d'étudier son application aux mesures de forces.

Figure 4.4 � Fraction d'atomes suspendus en fonction de la période, pour un trampoline de 10
pulses. La ligne continue résulte de notre modélisation (voir texte). Elle reproduit les franges
observées ainsi que l'enveloppe de l'ensemble du signal. Des pertes de 15 % sont ajoutées a
posteriori.

4.3 Pincipales caractéristiques de l'interférogramme

Nous employons désormais les outils développés ci-dessus pour isoler et expliquer les carac-
téristiques du signal observé. Nous nous intéressons aux interfranges des di�érentes modulations
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4.3 Pincipales caractéristiques de l'interférogramme 59

visible sur l'interférogramme, ainsi qu'à l'enveloppe du signal.

4.3.1 Système de franges principal

La caractéristique la plus frappante de l'interférogramme est une modulation du signal
associée à un interfrange de l'ordre de 16 µs, avec un contraste élevé - valant 0.55 en moyenne
sur deux franges proches du centre. Nous allons isoler les trajectoires responsables de ce système
d'interférences.

L'interféromètre élémentaire :
Nous constatons que le schéma de trajectoires, rappelé en Fig. 4.5a, est pour partie composé de
la juxtaposition de nombreux interféromètres de types Mach-Zehnder, tels que représenté en
Fig. 4.5b. Le bras inférieur de ces interféromètres est sur la trajectoire du trampoline classique ;
on s'attend à ce qu'il soit plus peuplé que l'autre bras - associé à une di�raction non-résonante.
La phase relative des deux composantes au point de recombinaison détermine la proportion
d'atomes maintenus sur la trajectoire suspendue, aboutissant en O. Nous calculons maintenant
cette phase.

Figure 4.5 � a) Trajectoires des atomes. b) Interféromètre élémentaire : d'une trajectoire
stationnaire de trampoline classique (ligne épaisse), un atome peut être di�racté au point A
vers |3~K/2 >. Il est ensuite ré�échi en B1 de |~K/2 > vers |−~K/2 > une période plus tard,
pour en�n se recombiner avec la trajectoire stationnaire au point C.

Les processus de di�fraction mis en jeu sont :
� voie inférieure : une di�raction d'ordre +1 (transfert d'une impulsion +~K) en A, en B,
puis en C

� voie supérieure : une di�raction d'ordre +2 en A, une di�raction d'ordre -1 en B1, puis
une d'ordre +2 en C

Si T = T0 et v0 ≈ 0, les processus d'ordre ±1 sont des ré�ections et conservent l'énergie ciné-
tique. Ce n'est pas le cas des processus d'ordre 2, présents exclusivement sur le bras supérieur.
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60 Chap 4 - Un trampoline quantique pour atomes froids

Phase interférométrique :
Pour une vitesse v1 ≈ −~K2m en entrée du premier pulse, nous calculons selon les équations du
mouvement classique les positions et vitesses de chacune des quatres paraboles de chute libre
dans cet interféromètre. Nous évaluons alors les phases acquises durant les chutes libres et lors
des événements de di�raction 4 :

δφ = φAB1C..O − φABC..O (4.19)

= φchute(AB1) + φchute(B1C)− φchute(AB)− φchute(BC) (4.20)

+2KzA +Arg(Ã2)−KzB1 +Arg(Ã−1) + 2KzC +Arg(Ã2)

−(KzA +KzB +KzC + 3Arg(Ã1))

= −KgT 2 + φ0 (4.21)

où la notation Arg fait référence à l'argument - ou phase - d'une amplitude complexe, et où
les lettres font référence aux noeuds du schéma de trajectoires de la �gure 4.5. Dans cette
di�érence de phase, tous les termes de chute libre s'annulent, et seules restent les phases liées
aux événenements de di�raction [Peters 01]. Par ailleurs, nous nous situons dans une gamme de
période T ∼ T0 = ~K

mg a�n que la trajectoire du trampoline classique soit e�cacement suspen-
due. Si l'on développe la phase interférométrique autour de T0, on prévoit un interférogramme
sinusoïdal d'interfrange δT = π

KgT0
= πm

~K2 ≈ 16µs.
Cette valeur correspond a l'interfrange observé sur l'expérience, en Fig. 4.3. Toutefois, nous

avons aussi un terme de phase φ0 = 2Arg(Ã2)+Arg(Ã−1)−3Arg(Ã1), qui dépend de la durée
des pulses τ . Cette di�érence de phase entre les deux voies est similaire à celle aquise lors d'une
oscillation de Rabi non résonante entre deux états, en représentation d'interaction : selon cette
interprétation, elle serait proportionnelle à la di�érence d'énergie cinétique entre les voies et à
la durée de l'interaction (lors des deux évenements de séparation puis de recombinaison) :

φ0 ≈
2~K2

m
τ (4.22)

Nous observons en e�et, sur la �gure 4.6, que les sommets des franges d'interférences
bougent en fonction de la durée des pulses, avec une pente moyenne en accord qualitatif avec
l'argument ci-dessus. Un calcul de la phase de l'interféromètre élementaire ABC..O−AB1C..0
selon l'expression 4.21 pour di�érentes durées de pulses τ (de pulsation de Rabi π/τ), représenté
sur la même �gure, reproduit l'observation expérimentale.

Un interférogramme de fort contraste : Le signal d'interférences présente un contraste de
l'ordre de 0.6 à l'issue de 10 impulsions. Ceci peut paraitre surprenant, en raison de la faible
amplitude de la voie supérieure de l'interféromètre élémentaire ABC..O − AB1C..O. Dans la
voie de sortie suspendue contre la gravité en C, l'amplitude issue de la branche supérieure a en
e�et une norme de l'ordre de |A2|2 ≈ 0.03.

Toutefois, en dix pulses, il existe 8 interféromètres de ce type construits successivement à
partir de la branche inférieure : via AB1C, ou via BC1D, et ainsi de suite. De manière générale,
pour un interféromètre de N pulses, si l'on considère que l'amplitude de la branche inférieure
est de l' ordre de 1 tout du long, il existe N-2 contributions individuelles de même déphasage
δφ = −KgT 2 + φ0 et d'amplitudes |A2|2. Au point de sortie O, le contraste augmente donc
avec le nombre de rebonds.

4. Pour simpli�er la lecture, nous omettons d'indiquer les impulsions exactes associées à chaque amplitude
de di�raction, ne laissant donc que l'ordre du processus.
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Figure 4.6 � Position de trois maxima de franges consécutives, autour de la frange la plus
haute, en fonction de la durée des pulses. On observe une dérive illustrant le rôle des phases
acquises lors des événements de di�raction non résonants. Les points expérimentaux sont as-
sortis d'incertitudes sur les mesures de maxima. Les lignes sont issues du calcul de la phase de
l'interféromètre élémentaire, en utilisant g= 9.815 m/s2.

4.3.2 Système de franges secondaire

Outre la modulation d'interfrange 16µs, on observe sur l'interférogramme une modulation
plus faible, d'interfrange double. Nous associons cet interfrange à la présence d'interféromètres
similaires à AB1C1..O1−ABC1..O1 ou encore à AB2C2..O2−ABC2..O2 (voir Fig. 4.7). Leurs
points de sortie (O1 ou O2) sont situés 14 µm au-dessus ou en-dessous de la trajectoire station-
naire, mais ne sont pas distingués de celle-ci lors de la détection. Le signal que nous obtenons
résulte donc de la somme des populations à ces di�érentes altitudes.

Figure 4.7 � Interféromètre responsable de la seconde modulation : d'une trajectoire sta-
tionnaire de trampoline classique (ligne épaisse), un atome peut être di�racté au point A vers
l'impulsion 3~K/2. Il est ensuite transmis sans di�raction au point B1 et se propage jusqu'en
C1. Une seconde trajectoire vient l'y rejoindre, où l'atome ne quitte la trajectoire stationnaire
qu'au point B par une di�raction d'ordre +2.

Ainsi, les processus de di�raction mis en oeuvre dans l'interféromètreAB1C1..O1−ABC1..O1

sont :

� voie inférieure : une di�raction d'ordre +1 en A, une di�raction d'ordre +2 en B, une
transmission (ordre 0) en C1

� voie supérieure : une di�raction d'ordre +2 en A, une transmission en B1, une di�raction
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62 Chap 4 - Un trampoline quantique pour atomes froids

d'ordre +1 en C1

On remarque que les processus de di�raction sont symétriques sur les deux branches : en
première approximation, la phase de l'interféromètre ne devrait pas dépendre de la durée des
pulses.

Phase interférométrique :
On détermine comme précédemment les trajectoires classiques (position et vitesse) impliquées,
pour déterminer les phases de chute libre et de di�raction de cet interféromètre :

δφ = φAB1C1..O1 − φABC1..O1 (4.23)

= −KgT 2 + 8ErT/~ + φ1 (4.24)

où Er = ~2K2/8m est l'énergie de recul. A nouveau, si l'on se met dans les conditions de
rebonds stationnaires T ' T0 , on peut dériver l'interfrange :

δT ∼ 2π/(8Er/~− 2KgT0) ∼ −2π/(8Er/~) ≈ 33µs (4.25)

ce qui reproduit l'observation expérimentale.

4.3.3 Enveloppe du signal

Figure 4.8 � Comparaison de l'enveloppe de l'interférogramme au modèle de trampoline clas-
sique. La courbe verte continue résulte du calcul complet des ré�ectivités, mais assimile les
ordres de di�raction non résonants à des pertes. Elle présente une résonance de rayon à mi-
hauteur 38 µs - à comparer aux 70 µs approximativement observés expérimentalement. A titre
de comparaison, la courbe bleue pointillée résulte du calcul simple de ré�ectivité, en approxima-
tion de réseau épais, présenté en 3.3.1 : la largeur est la même qu'avec le calcul extensif mais
les pertes sont fortement sous-estimées.

En�n, nous observons que l'interférogramme est compris dans une enveloppe de rayon à
mi-hauteur de l'ordre de 70 µs. Cette enveloppe est assimilable à l'e�et de �ltrage en vitesse
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déjà démontré dans le trampoline classique. La �gure 4.8 permet d'être plus quantitatif sur ce
point. Aux points expérimentaux, nous comparons sur la �gure 4.8 la courbe de résonance du
trampoline classique calculée selon deux modèles :

� La courbe bleue continue résulte du calcul complet de ré�ectivité des miroirs de Bragg,
selon la partie 3.1.3, en assimilant les ordres supérieurs de di�raction à des pertes. Le
rayon à mi-hauteur de la courbe de résonance vaut 38 µs, et le transfert maximal est de
l'ordre de 11 %, approximativement à mi-hauteur des franges.

� La courbe verte pointillée résulte du calcul simpli�é de ré�ectivité présenté en 3.3.1. Le
rayon à mi-hauteur n'est pas a�ecté par l'approximation de réseau épais e�ectuée, mais
les pertes sont fortement sous-estimées.

L'enveloppe observée est donc sensiblement plus large que celle associée aux seules ré�ec-
tions d'ordre 1 sur le miroir de Bragg. Lorsque la période di�ère fortement de T0, le nuage
peut en e�et être suspendu en montant ou descendant de quelques étages sur le schéma - ce
qui implique soit des processus d'ordre +2 si T > T0, soit des transmissions si T < T0.

4.4 Un interféromètre à ondes multiples

Jusqu'à présent, nous avons vu que l'accumulation de nombreux interféromètres élémen-
taires permet d'obtenir une modulation de fort contraste, malgré le faible poid individuel de
chacune des trajectoires dé�échies vers le haut. Nous allons maintenant voir que notre interfé-
romètre est aussi un interféromètre à onde multiple, recombinant des trajectoires de phases de
plus en plus élevées lorsque le nombre de rebonds augmente.

L'interféromètre multi-onde "type" est la cavité Fabry-Pérot, dans laquelle une in�nité
d'ondes, présentant des déphasages commensurables, interfèrent dans les voies de ré�ection
et transmission du système. On obtient des franges d'interférences non sinusoïdales fortement
piquées, tout en conservant un interfrange large facilitant l'identi�cation des franges. Cet inter-
féromètre fonctionne en régime continu, et seule la qualité des miroirs limite le chemin optique
maximal et donc la �nesse des raies.

Le domaine de l'interférométrie atomique travaille depuis une quinzaine d'années à la créa-
tion d'interféromètres à ondes multiples [Weitz 96, Hinderthür 99, Aoki 01] puis à leur exploi-
tation pour des mesures [Shinohara 02]. En faisant rebondir le nuage dans un volume restreint
pendant un temps long par un e�et d'interférences, ce trampoline est lui aussi un résonateur
pour ondes de matière. L'analogie est toutefois à prendre avec précautions, car les di�érents
chemins interférant en sortie avec des multiples du même déphasage ont tous été maintenus en
suspension durant le même temps, imposé par l'expérimentateur. Le déphasage maximal est
alors associé au nombre d'aller-retour possibles entre la trajectoire stationnaire et des positions
plus élevées en un nombre �ni de rebonds. Nous précisons maintenant cette decription.

4.4.1 Des contributions de déphasage élevé

Considérons les di�érentes trajectoires reliant le point A à la voie de sortie suspendue
O. Nous les classi�ons en Fig. 4.9. Nous avons centré notre étude, jusqu'à présent, sur la
trajectoire du trampoline classique, ne comportant que des événements de di�raction résonants
(ligne a de la �gure). Cette trajectoire donne la référence de phase. Nous avons décompté N-
2 trajectoires e�ectuant un aller retour vers le premier niveau, avec un déphasage δφ (ligne
b de la �gure). Mais lorsque le nombre de rebonds devient grand, nous pouvons dénombrer
(N−2)(N−5)

2 trajectoires qui montent à deux reprises et récupèrent une phase 2δφ (ligne c de la
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64 Chap 4 - Un trampoline quantique pour atomes froids

�gure) - et ainsi de suite. Ainsi, l'amplitude totale associée à une phase nδφ est de l'ordre de(
N |A2|2

)n
. La contribution des chemins de déphasage élevé devient donc importante lorsque

N |A2|2 devient d'ordre unité. La �gure 4.10, issue de [Brantut 09], permet de comparer les
di�érentes contributions en fonction du nombre de rebonds.

Figure 4.9 � Di�érentes classes de trajectoire. a) Trajectoire du trampoline classique, servant
de référence de phase. b) Un exemple de trajectoire déviée une fois vers le haut. La phase de
ce chemin est δφ, et il en existe N-2. c) Un exemple de trajectoire déviée à deux reprises vers
le haut. La phase de ce chemin est 2δφ : il contribue à l'a�nement des franges. d) Exemple de
trajectoire de phase δφ′ non commensurable avec δφ, déviée une fois vers le haut mais transmise
à deux reprises par l'onde stationnaire au niveau supérieur. Cette classe de trajectoires vient
brouiller le système de franges.

4.4.2 A�nement des franges

Lorsque nous augmentons le nombre de pulses de sorte que N |A2|2 devienne de l'ordre de
1, la contribution des chemins de phase élevée devient non négligeable : nous entrons dans le
régime d'interférences à ondes multiples. En Fig. 4.11, nous présentons la frange de plus fort
signal (proche de T = T0) après 10 puis 20 pulses de 35 µs. Après 20 rebonds, la frange s'a�ne
tandis que le contraste atteint approximativement 1. En insert Fig. 4.11b, nous observons que
le rayon à mi-hauteur des franges passe de 4.1 µs après 10 pulses, où N |A2|2 ≈ 0.3, à 2.1 µs
après 30 pulses, où N |A2|2 ≈ 0.9. Les contributions relatives à l'amplitude de sortie au point
O des trajectoires de phases 0, δφ et 2δφ progressent de (1, 0.26, 0.01) respectivement pour 10
pulses à (1, 0.9, 0.32) après 30 pulses.

Nous extrayons de ces données une mesure de la gravité à l'aide du modèle, et trouvons
g = 9.815(4) m/s2. La valeur connue par ailleurs de g à Palaiseau est 9.8095 m/s2, selon la
base WGS84. Malgré un bon rapport signal sur bruit, on voit en Fig. 4.11 que la précision de
la mesure est limitée par le fait que les franges ont une forme irrégulière dont il ne su�t pas de
pointer les extrema. Le modèle doit reproduire les amplitudes de nombreuses trajectoires, dont
certains déphasages ne sont pas commensurables (voir par exemple le chemin (d) en Fig. 4.9).
De plus, les �uctuations techniques de la puissance de l'onde stationnaire peuvent brouiller les
franges, sur lesquelles le modèle s'ajuste alors moins bien.
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Figure 4.10 � Contributions à l'amplitude �nale des principales familles de trajectoires, pour
des pulses de 33 µs, en fonction du nombre de pulses. En bleu : trajectoire de phase 0. En
rouge : trajectoires de phase δφ, en vert : trajectoires de phase 2δφ, et en jaune : trajectoires
de phase 3δφ. A partir de 15 pulses environ, la contribution de l'ordre 1 devient majoritaire.
On s'attend donc à des franges sinusoïdales de fort contraste. A partir de 70 pulses environ,
la contribution des trajectoires de phase 2δφ égale celle des trajectoires de phase δφ. Figure
reprise de [Brantut 09]

Figure 4.11 � a) Franges d'interférences pour 10 (diamands) et 20 (triangles) rebonds. Les
points sont expérimentaux, tandis que les lignes sont issues du modèle avec g = 9.815(4) m/s2.
Des pertes ont été rajoutées à posteriori, de 20 et 32 % respectivement. Le contraste augmente
de 0.6 à presque 1, tandis que les franges s'a�nent. b) Rayon à mi-hauteur des franges expé-
rimentales en fonction du nombre de rebonds. Après 30 rebonds, la �nesse de l'interféromètre
atteint 4, ce qui indique l'in�uence de chemins de déphasage élevé.
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4.5 Conclusion et perspectives

4.5.1 Points forts et améliorations possibles

Ce schéma, où la fonction d'onde atomique est séparée puis recombinée à de nombreuses
reprises successives, semble présenter une certaine robustesse face aux bruits et biais. La fonc-
tion de transfert du trampoline est étudiée dans la thèse [Brantut 09] pour quanti�er la réponse
face aux vibrations acoustiques du miroir de rétroré�ection. Certains biais, associés à l'emploi
de nuages denses comme le sont les condensats de Bose-Einstein (voir annexe C), sont atténués
par la succession "en série" de nombreux interféromètres élémentaires.

Il existe un certain nombre de possibilités pour améliorer la technique. A�n de réaliser plus
de rebonds, une source plus froide est requise, par exemple en employant un condensat de
Bose-Einstein dans un piège faiblement con�nant [Hughes 09]. Par ailleurs, il serait possible
d'optimiser les amplitudes de di�raction vers les di�érents ordres de di�raction en jouant sur
l'enveloppe temporelle des pulses [Keller 99].

Mais surtout, l'emploi d'un atome léger comme le Lithium, et/ou d'une onde stationnaire
de longueur d'onde plus courte, permettrait d'améliorer sensiblement les performances, et ce
pour les raisons suivantes :

1. La période associée au trampoline classique T0 = ~K
mg serait augmentée. L'interfrange

δT = π/KgT0 serait donc a�né d'un facteur égal au rapport des masses.

2. Une masse légère est associée à une énergie de recul élevée. Alors, à température égale,
la distribution d'énergie cinétique de l'échantillon initial serait plus aisément négligeable

devant l'énergie de recul : kBT <<
~2k2L
2m . Ceci permettrait de minimiser les pertes, et donc

de réaliser autant de rebonds avec un meilleur rapport signal sur bruit ou éventuellement
plus de rebonds.

En contrepartie, pour obtenir les mêmes e�cacités de di�raction, la durée des impulsions

devrait être plus courte pour maintenir τh ·
~2k2L
2m constant et rester à la limite du régime de réseau

mince. Une technique de refocalisation du nuage, comme détaillée en [Impens 06], pourrait par
ailleurs être utilisée pour bloquer l'expansion transverse du nuage, d'autant plus rapide que la
masse est faible.

4.5.2 Perspectives

Notre interféromètre est comparable à un certain nombre de schémas explorés ou en court
d'exploration. Il y a maintenant 16 ans, Henkel et al [Henkel 94b] proposaient la réalisation d'un
interféromètre atomique en utilisant une onde évanescente modulée pour séparer et recombiner
les voies. Comme on le voit en Fig. 4.12, cette technique peut être prolongé en interféromètre
répété fort semblable à notre situation. Sur un autre plan, la proposition théorique [Impens 09]
suggère d'employer des transitions Raman pour développer un interféromètre à ondes multiples,
qui à nouveau suspend le nuage contre la gravité. Cette solution propose un meilleur contrôle
du schéma de trajectoires de l'interféromètre. Par contre, elle implique une cohérence de phase
du nuage à longue portée.

Les perspectives de tels "lévitateurs quantiques "sont similaires à celles du trampoline clas-
sique, et se trouvent tant du côté des senseurs inertiels que des horloges atomiques [Impens 11].
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Figure 4.12 � Il est possible de di�racter un nuage sur un miroir à atomes, constitué d'une
onde évanescente à la surface d'un prisme, d'amplitude modulée. Ceci peut être utilisé pour
construire des interféromètres sensibles à la gravité, dans lequel les trajectoires atomiques se
recombinent périodiquement. Figure extraite de [Henkel 94b].

En premier lieu, nous pouvons maintenir l'échantillon dans un faible volume et mesurer les
forces qui s'y exercent, comme [Carusotto 05, Harber 05]. Toutefois, la résolution spatiale de
notre interféromètre dépend de la force. En e�et, si l'on veut que les trajectoires restent sta-
tionnaires, la période moyenne est reliée à la force selon T ≈ ~K

F . Alors, la séparation des

principaux bras de l'interféromètre vaut δz = ~2K2

mF . Pour pouvoir employer notre interféro-
mètre à une mesure locale de la force F, il faut que celle-ci soit su�samment homogène sur la
distance δz - ce qui semble par exemple peu réaliste pour la mesure de forces de surface du
type Van der Waals.

La technique semble plus prometteuse pour suspendre des horloges atomiques contre la gra-
vité durant de longs temps d'interrogation. Par rapport aux horloges sur réseau [Takamoto 03,
Campbell 08], ou à la suspension par oscillations de Bloch [Clade 05, Ferrari 06], la profon-
deur des potentiels optiques est inférieure et surtout le temps d'interaction avec ceux-ci est
fortement réduit 5. Ceci pourrait minimiser certaines sources de biais et bruits. Le trampoline
pourra donc se révéler une approche complémentaire aux solutions existantes, après une étude
des nouveaux biais et une amélioration des performances - notamment en termes de durée de
suspension. L'ensemble de ces techniques, piégées ou en lévitation, associées à l'avènement des
puces atomiques, ouvrent la voie à des mesures de précision sur des montages miniaturisés
[Du 04].

Un exemple de marche au hasard quantique : Notre système illustre de manière frappante
la di�érence entre un transport probabiliste (classique) et ondulatoire (quantique), via la réali-
sation d'une marche au hasard [Aharonov 93, Karski 09, Kempe 09] à travers le schéma discret
de trajectoires.

Par ailleurs, la séquence expérimentale présente une forte similarité avec le système du
rotateur rigide périodiquement perturbé (periodically kicked rotor), où les interférences peuvent
bloquer la di�usion dans l'espace des moments [Moore 94, Ringot 00], ou au contraire l'accélérer

5. Notons que des longueurs d'ondes magiques, permettant d'annuler le déplacement lumineux di�érentiel de
la transition horloge dans un potentiel optique, ne sont pas nécessairement disponibles pour toutes les espèces
[Rosenbusch 09].
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68 Chap 4 - Un trampoline quantique pour atomes froids

[d'Arcy 01, Ryu 06]. En changeant les échelles de temps de la séquence (durée et périodicité
des pulses), la marche au hasard dans l'espace des impulsions passe dans l'espace des positions.
Alors, les interférences peuvent accélérer la chute des atomes sous l'e�et de la gravité ou au
contraire les maintenir con�nés à altitude constante.
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Dynamiques de transport dans un

milieu bidimensionnel désordonné
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C H A P I T R E 5

Introduction

Dans le seconde partie de cette thèse, nous allons utiliser notre dispositif pour aborder un
nouveau domaine d'application des atomes froids : l'étude de systèmes inspirés des probléma-
tiques de matière condensée, et en particulier de leurs propriétés de transport. Ce domaine
s'enrichit de nouvelles questions, au fur et à mesure que quatre paramètres clés sont explorés :
la température - grâce aux techniques de cryogénie ; la dimensionnalité - on pense notamment
aux systèmes nanostructurés de boîtes quantiques, �ls quantiques et puits quantiques en 0, 1
et 2 dimensions ; les interactions - en contrôlant la densité de porteurs de charges ; et en�n, le
désordre, alors que les techniques de nanofabrication progressent.

Si le remplissage des bandes, causées par la structure périodique du matériau, sert d'in-
grédient de base pour distinguer un métal d'un isolant [Ashcroft 02], ces quatre paramètres
conduisent en e�et une phénoménologie bien plus riche. La température, via les collisions per-
manentes entre le bain de phonons et les porteurs de charge, contrôle le mouvement di�usif de
ces derniers. Il s'agit de l'ingrédient de base du modèle de Drude pour décrire la conduction
ohmique à température ambiante. Par ailleurs, les interactions font apparaître de nouvelles
phases quantiques, notamment les di�érents types de supraconducteurs, où à l'inverse la phase
isolante de Mott [Mott 68]. En�n, la présence de désordre peut à nouveau changer du tout au
tout les propriétés de conduction. Un mécanisme emblématique de suppression du transport
par le désordre est la localisation d'Anderson [Anderson 58].

Les phénomènes observés sont spéci�ques de la dimensionnalité du système. Notamment, un
système bidimensionnel est aisément a�ecté par le piégeage classique des porteurs de charge de
basse énergie entre les pics du désordre. Cette transition de percolation, entre un régime isolant
lorsque la majorité des porteurs sont piégés et un régime conducteur lorsque les zones accessibles
se connectent, a été étudiée numériquement sur des modèles sur réseau [Kirkpatrick 73], avant
d'être transcrite pour des systèmes continus [Smith 79, Weinrib 82].

Lorsque l'on rajoute les interactions entre porteurs de charge, la compétition avec le désordre
fait apparaitre une phénoménologie riche, comme par exemple la transition supraconduc-
teur/isolant dans certains �lms d'alliages métalliques [Dubi 07]. Une physique complexe est
aussi avantageusement explorée dans les hétérostructures semiconductrices GaAs/AlAs ainsi
que dans les transistors au Silicium Si-MOSFETs 1. Ces échantillons sont notamment employés
pour étudier l'e�et hall quantique fractionnaire [Stormer 99, Tsui 99, Laughlin 99].

Un MOSFET est constitué de deux électrodes reliées par un gaz 2D de porteurs de charge,
dont on peut contrôler la densité à l'aide d'une tension de grille (voir Fig. 5.1). Ce gaz, à l'in-
terface entre un semiconducteur et un oxyde isolant, est très sensible aux défauts de la surface.

1. Le sigle MOSFET signi�eMetal Oxide Semiconductor Field E�ect Transistor , ce qui se traduit en français
par transistor à e�et de champ à structure métal-oxyde-semiconducteur .
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Un intense débat est né au sujet d'une transition métal-isolant, observée à basse température
dans ce système [Kravchenko 04, Punnoose 05]. A faible densité de porteurs, on observe en
Fig. 5.2 que la résistivité diminue avec la température alors que les excitations thermiques
aident les porteurs à traverser le paysage désordonné. On parle de comportement isolant. A
forte densité par contre, la résistivité est plus faible à basse température et augmente lorsque
l'on chau�e l'échantillon. On parle de comportement métallique, où les excitations thermiques
gênent le transport. Il fut pourtant communément admis qu'un système bidimensionnel ne
pouvait pas avoir des propriétés de conduction métalliques avant cette remise en question
[Abrahams 01, Fleury 08]. Cette transition en fonction de la densité de porteurs est observée
à l'identique sur les systèmes de nanostructures GaAs/AlAs [Das Sarma 05, Allison 06].

Figure 5.1 � Représentation schématique d'un MOSFET. Le transistor est constitué de deux
électrodes reliées par une interface entre un semi-conducteur et une couche d'oxyde isolante.
En présence d'un champ électrique appliqué via la grille de polysilicium, des porteurs de charge
s'accumulent à cette interface, con�nés en deux dimensions. La valeur du champ électrique
permet de controler leur densité. Source : Wikipedia commons.

Figure 5.2 � Observation de la transition métal-isolant dans les transistors Si-MOSFET. A
faible densité électronique, la résistivité diminue avec la température. A forte densité par contre,
les excitations thermiques sont défavorables à la conduction. Figure reprise de [Kravchenko 04].
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Contribuer au débat avec des atomes froids : Cet exemple illustre la phénoménologie riche
pouvant émerger des ingrédients de la physique du solide : la statistique de Pauli, la dimension-
nalité, le désordre, les interactions coulombiennes à longue portée, et quelques degrés de liberté
supplémentaires (notamment la polarisation des fermions). Ces ingrédients sont maintenant
portés un à un vers les systèmes d'atomes froids : la préparation d'échantillons fermioniques dé-
générés, dans plusieurs composantes de polarisation, est maitrisée [DeMarco 99]. Les premières
expériences de transport dans des systèmes désordonnés ont commencé en di�érentes dimen-
sionnalités [Billy 08, Roati 08, Dries 10, Robert-de Saint-Vincent 10a, Pasienski 10]. Après le
contrôle des interactions à courte portée par des résonances de Feshbach, de nouvelles expé-
riences commencent à étudier les interactions dipolaires à longue portée [Lahaye 07].

Parmi les paramètres caractéristiques de la transition métal-isolant observée dans les Si-
MOSFETs, étudiés par [Fleury 10], nous notons par exemple que le vecteur d'onde à la surface
de Fermi kF et le libre parcours moyen lB des électrons concernés sont reliés par k · lB ≈ 2. Ceci
caractérise un milieu très fortement di�usant. Dans cette thèse, nous allons montrer que nous
sommes capables de reproduire ceci sur un échantillon de bosons ultrafroids, ouvrant la porte à
l'observation de la localisation d'Anderson. Ainsi, le domaine des atomes froids est maintenant
à même de reproduire des systèmes de matière condensée, en ajoutant un à un les ingrédients
de façon contrôlée.
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C H A P I T R E 6

Mise en oeuvre de l'expérience

Dans ce chapitre, nous décrivons le montage d'une expérience de transport à travers un
milieu bidimensionnel désordonné. Nous commencerons par introduire le projet expérimental et
ses principales contraintes. Puis nous présenterons le dispositif, en commençant par le système
d'imagerie par �uorescence sensible aux faibles densités atomiques. Nous mettrons en place et
caractériserons le con�nement vertical, réalisé dans le plan noir d'un faisceau similaire au mode
gaussien TEM01, ainsi que le potentiel désordonné, réalisé à l'aide d'une �gure de tavelures
(ou speckle).

6.1 Projet expérimental

Nous cherchons à étudier le transport de particules bosoniques, approximativement sans
interactions, dans un milieu bidimensionnel et en présence d'un potentiel désordonné. Ce sys-
tème est dépourvu de mécanisme dissipatif, contrairement au modèle de Drude de la conduction
Ohmique. Il révèle de nombreux comportements di�érents selon l'énergie des particules. Dans
le cadre de la physique classique, une propagation di�usive est attendue aux grandes éner-
gies, tandis qu'à la limite opposée d'énergie très faible, les particules peuvent être piégées dans
le désordre - de façon similaire à [Clément 05, Fort 05, Schulte 05]. Dans le régime a priori
conducteur, des corrections quantiques peuvent encore apparaître réduisant, voire annulant les
coe�cients de di�usion : on parle de localisation d'Anderson [Anderson 58], respectivement
faible et forte.

Nous réalisons le paysage de potentiel à l'aide de déplacements lumineux, tant pour con�ner
les atomes dans un plan que pour générer le désordre. A�n d'étudier les di�érentes dynamiques,
nous devons explorer une vaste gamme de paramètres - essentiellement, en jouant sur la tem-
pérature du nuage en �n d'évaporation ou bien sur la profondeur du désordre.

La dynamique des particules sera étudiée en observant l'expansion d'un ensemble d'atomes
à partir d'un point source, de manière similaire à [Billy 08, Roati 08]. L'échelle de distance
à laquelle un comportement, par exemple di�usif, se développe, peut être bien plus grande
que la distance typique entre les extrema du désordre. Il est donc nécessaire de réaliser des
expansions sur de grandes surfaces - de l'ordre du mm2. En conséquence, nous devons réaliser
un con�nement vertical raisonnablement homogène sur cette surface, dénué de tout e�et de
piégeage dans le plan horizontal. De plus, l'imagerie doit être sensible à de très faibles densités
atomiques pour observer le nuage dilué. En�n, pour réaliser une dynamique di�usive à de
courtes échelles spatiales ou observer des corrections quantiques, la portée de la corrélation
spatiale du désordre doit être aussi faible que possible. Ceci nécessite de projeter le désordre,
généré optiquement, avec une grande ouverture numérique.
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6.2 Imagerie par �uorescence

Pour réaliser des images sensibles à de très faibles densités atomiques, nous mettons en
place un système d'imagerie par �uorescence. Nous employons une caméra EM-CCD (Electron-
Multiplying Coupled-Channel Device) Andor Ixon+. L'arrangement géométrique des éléments
est présenté en Fig. 6.1.

Les atomes sont excités par une mélasse optique, et la �uorescence est collectée par le haut
par une paire de doublets de diamètre 2 pouces et de focale 190 mm, placés à 190 mm des
atomes. Après ré�exion sur un miroir à 45�, l'image est transportée sur le capteur EM-CCD
par une paire de doublets 2 pouces de focale 150 mm. La plus forte ouverture numérique de cet
étage de transport d'image, comparé à l'étape de collection, assure de ne pas diaphragmer le
cône de lumière. Chaque pixel du capteur collecte la �uorescence issue d'une colonne traversant
le nuage selon l'axe optique.

Comme l'imagerie a lieu sur l'axe vertical du PMO, nous n'utilisons que les faisceaux de
mélasse horizontaux pour exciter le nuage. Le faisceau vertical montant vers la caméra est
obturé mécaniquement en amont de l'enceinte, au foyer d'une lunette de grandissement 1. Le
faisceau descendant, durant la phase de PMO, est superposé à l'axe d'imagerie de la façon
suivante : initialement collimaté, il est focalisé par une lentille de focale 100 mm sur un miroir
mobile, ≈ 95 mm au-dessus du couple de lentilles de collection. Ainsi le faisceau traverse bien
l'enceinte collimaté. Pendant la phase d'imagerie, le miroir mobile est relevé : le faisceau de
mélasse ne va plus vers l'enceinte et la caméra peut collecter la �uorescence des atomes.

Figure 6.1 � Agencement du système d'imagerie par �uorescence sur l'expérience. Les atomes
sont observés par le haut de l'enceinte. Le plan des atomes est conjugué au capteur par une
paire de doublets achromatiques de focales 190 mm, distants des atomes d'environ 190 mm,
suivis d'une paire de doublets achromatiques de focale 150 mm. Nous employons une caméra
ampli�ée EM-CCD Andor Ixon+.

Notre imagerie, d'ouverture numérique 0.13, a une profondeur de champ de l'ordre de
15µm. Plus précisément, un point source dans le plan conjugué au capteur peut être déplacé
verticalement de ±130µm avant d'illuminer plusieurs pixels de la caméra. Ceci pose problème
pour imager des nuages après des temps de vol longs (supérieurs à 5 ms) en raison de leur
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mouvement de chute libre, et demande de déplacer une lentille (voir Fig. 6.1) pour maintenir
la mise au point. Pour des temps de vol plus longs que 35 ms, le nuage sort des faisceaux de
mélasse 2D. Nous avons donc ajouté une mélasse sur un seul axe (1D), 3.5 cm plus bas. Elle
permet de réaliser des images après 86 ±4 ms de temps de vol. Le grandissement est recalibré
par comparaison avec des images par absorption.

6.2.1 Optimisation de l'excitation

Nous optimisons l'excitation de la �uorescence suivant les deux paramètres de mélasse
suivants : désaccord et temps d'exposition. Nous cherchons un compromis entre un signal fort
(associé à un désaccord faible et à une exposition longue) et une bonne résolution spatiale
(limitée par le mouvement di�usif des atomes dans la mélasse [Hodapp 95]).

En fonction du désaccord de la mélasse, la �gure 6.2a présente le nombre de coups observés
sur un nuage froid initialement subrésolution après une exposition de 150 µs. Le signal est bien
plus large que la largeur naturelle de la transition Γ = 6MHz, car la lumière est fortement
saturante (I ≈ 5Isat sur chacun des quatre faisceaux). Par contre, en Fig. 6.2b, nous observons
que la taille du nuage varie de façon très sensible en fonction du désaccord. Légèrement dans
le bleu (entre 5 et 10 MHz), le nuage est chau�é et grossit rapidement. Légèrement dans le
rouge, le nuage est refroidi par la mélasse optique et di�use lentement. Loin de part et d'autre
de la résonance, nous observons des tailles intermédiaires car les atomes sont peu a�ectés par
la mélasse. Il semble que le meilleur compromis entre résolution et signal soit obtenu pour un
désaccord compris entre -5 et -10 MHz.

Dans un second temps, une fois le désaccord �xé, nous ajustons le temps d'exposition selon
la résolution requise pour l'expérience (Fig. 6.2c,d). Ainsi, pour un désaccord de - 10 MHz,
après 100 µs d'exposition nous résolvons 15 µm, tandis qu'après 300 µs nous ne résolvons plus
que 25 µm.

Pour la suite des expériences, un désaccord de -5 MHz associé à un temps d'exposition
entre 150 et 220 µs sera utilisé. Ces valeurs optimales sont comparables à celles de l'expérience
[Bücker 09].

6.2.2 Détectivité de l'imagerie :

Une caméra ampli�ée EM-CCD tire sa force du fait que le signal de photo-électrons est
ampli�é avant d'ajouter le bruit de lecture. Ceci permet d'obtenir de très bons rapports signal
à bruit, notamment pour l'imagerie d'échantillons fortement dilués. Nous allons dans les pro-
chaines lignes caractériser le bruit de la caméra et, par comparaison à un signal atomique, en
déduire notre détectivité.

Nous opérons la caméra avec un capteur refroidi à -40�C. Dans les conditions de l'expé-
rience, c'est-à-dire dans une pièce noire mais en présence des faisceaux de mélasse, nous mesu-
rons le bruit de la caméra en fonction du gain. En Fig. 6.3, nous présentons un histogramme
du nombre de coups par pixel en l'absence d'atomes, sans gain (a) ou avec un gain ×31 (b).
Outre un déplacement de la moyenne du signal de fond, nous observons un élargissement et
une déformation de l'histogramme, qui devient assymétrique.

Dans le tableau 6.1, nous présentons pour di�érents gain le nombre moyen de coups par
pixel ainsi que la déviation standard du bruit. Le paramètre d'intérêt étant le rapport signal
à bruit, nous indiquons en-dessous le rapport Gain / Deviation standard du bruit. En-dessous
du gain 21, le bruit dominant est le bruit de lecture. Nous gagnons rapidement en rapport
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Figure 6.2 � Optimisation de la mélasse pour l'imagerie par �uorescence, sur un nuage initia-
lement subrésolution. a,b : Nombre de coups reçus par le capteur et taille du nuage en fonction
du désaccord, pour une exposition de 150 µs. c,d : Nombre de coups et taille du nuage en
fonction du temps d'expositions, pour un désaccord de -10 MHz.

Figure 6.3 � Histogramme de bruit du capteur CCD, en présence des faisceaux d'excitation
de la �uorescence mais en l'absence d'atomes. Entre une image sans gain EM (a) ou avec gain
EM ×31 (b), nous observons un élargissement et une déformation de l'histogramme.
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signal à bruit en augmentant l'ampli�cation. Au-delà du gain 31, le bruit dominant est le
bruit de photons (ou éventuellement le bruit thermique du détecteur), qui est ampli�é avec le
signal atomique. Lorsque l'on augmente l'ampli�cation EM, nous ne faisons plus que perdre en
dynamique alors que le rapport signal sur bruit approche une asymptote.

Gain EM 1 2 6 11 21 31

Signal moyen 804 941 972 1002 1070 1113

Deviation standard 26 28 32 43 74 106

Gain / bruit 0.038 0.071 0.188 0.256 0.284 0.292

Table 6.1 � Caractérisation du détecteur porté à -40�C, en présence des faisceaux de mélasse
mais en l'absence d'atomes. En fonction du gain de l'ampli�cation EM, nous présentons le
nombre de coups moyen par pixel et la déviation standard du bruit. En�n, le rapport entre le
gain de la caméra et la déviation standard du bruit est un critère de qualité, à mettre en balance
toutefois avec la dynamique de l'image.

Pour évaluer la détectivité de la caméra, nous comparons à gain 21 le signal par atome
(calibré par des images d'absorption) avec la déviation standard du bruit. Nous estimons que
le rapport signal à bruit vaut 1 pour une densité de 2.4 atomes par pixel - sachant que chaque
pixel du détecteur, après binning, est conjugué à une surface de 12x12 µm dans le plan des
atomes.

Ces performances sont clairement limitées par le bruit de lumière ambiante. De meilleures
performances ont été obtenues plus récemment avec une meilleur protection face aux sources
de lumière parasite (di�usion de la lumière de mélasse dans l'enceinte, écrans d'ordinateurs),
assurant une détectivité de 2 atomes par pixel avec un gain 60. Moyennant un travail sur
les lumières parasites et une meilleure ouverture numérique, le même type de caméra peut
permettre une détectivité à l'atome unique [Bücker 09].

6.3 Le con�nement vertical

6.3.1 Revue des techniques

Le domaine des atomes froids, après avoir atteint les températures nécessaires à l'observa-
tion de la condensation de Bose-Einstein, s'est tourné vers l'étude des gaz con�nés en basses
dimensions. Ces travaux abordent notamment les e�ets de la dimensionnalité sur les phases
quantiques, ou encore sur les interactions à deux ou trois corps. Il en est ressorti un certain
nombre de techniques de con�nement 2D, que nous présentons succintement.

Contre une onde évanescente (Fig. 6.4a) : Une première technique est de piéger les atomes
contre la surface d'un prisme, au point d'équilibre entre une onde évanescente répulsive et
une force extérieure (gravitationnelle, magnétique, ou optique) [Gauck 98]. De tels systèmes
ont permis de manipuler des quasi-condensats con�nés en deux dimensions [Rychtarik 04], et
sont adaptés à l'implémentation d'une imagerie à très forte résolution dans le plan des atomes
[Gillen 09].
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82 Chap 6 - Mise en oeuvre de l'expérience

Figure 6.4 � Quelques techniques de con�nement pour réaliser des pièges bidimensionnels. a)
Contre une onde évanescente. b) Dans un piège magnétique habillé par radiofréquence. c) Dans
une onde lumineuse stationnaire. d,e) Dans ou entre une ou plusieurs nappes de lumière.

Dans un piège magnétique habillé (Fig. 6.4b) : Il est aussi possible d'utiliser le potentiel
e�ectif résultant d'un piège magnétique habillé par un couplage radiofréquence. Les atomes sont
adiabatiquement chargés dans une superposition d'états hyper�ns de spins opposés, et restent
con�nés à proximité d'une surface de champ magnétique constant [Zobay 01, Colombe 04]. Ce
piège 2D, intrinsèquement courbé, peut par ailleurs être transformé en piège torique à l'aide
de potentiels optiques [Heathcote 08], par exemple pour étudier l'établissement de courants
permanents.

Dans une onde lumineuse stationnaire (Fig. 6.4c) : Le potentiel périodique crée par une onde
lumineuse stationnaire fortement désaccordée peut aussi être utilisé pour piéger des atomes
en deux dimensions [Burger 02, Bouchoule 02, Günter 05]. Il faut rendre négligeable l'e�et
tunnel entre sites voisins, en employant un réseau su�samment profond ou bien en jouant
sur l'angle entre les faisceaux pour espacer les franges. Cette technique a permis d'accéder à la
physique à N corps, de l'étude des vortex jusqu'à la transition de Berezinskii-Kosterlitz-Thouless
[Stock 05, Hadzibabic 06]. Les mesures sont toutefois réalisées sur plusieurs échantillons à la
fois - ce qui interdit les mesures de �uctuations. Il est de plus di�cile de faire en sorte que tous
soient obtenus sous les mêmes paramètres thermodynamiques.

A l'aide de nappes de lumière (Fig. 6.4d,e) : Une dernière technique optique permet de
réaliser un piège 2D. Un unique faisceau laser, désaccordé vers le rouge des transitions ato-
miques et fortement focalisé sur un de ses axes à l'aide d'optiques cylindriques, peut réaliser
le con�nement souhaité. Cette technique permet elle aussi d'étudier les transitions de phases
en dimension 2, de la quasi-condensation [Görlitz 01] à la transition Berezinskii-Kosterlitz-
Thouless [Cladé 09] - dont nous reparlerons à la �n de ce manuscrit. Toutefois, le pro�l du
faisceau est responsable d'un con�nement dans le plan où le mouvement n'est pas gelé.

Ce dernier point peut être corrigé en piégeant les atomes, non dans une nappe de lumière
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6.3 Le con�nement vertical 83

attractive, mais entre deux nappes de lumière répulsive - désaccordée vers le bleu des transitions
atomiques. On réalise ces nappes en insérant une lame de phase sur le trajet du faisceau,
déphasant de π une moitié par rapport à l'autre [Smith 05, Meyrath 05a, Meyrath 05b]. On
crée alors un mode antisymétrique similaire à un mode TEM01, avec un plan noir où piéger
les atomes. Nous emploierons cette technique pour béné�cier d'un piège très plat dans le plan.

6.3.2 Montage

Pour décrire notre piège, nous commencerons par décrire la source laser à 767 nm, générant
le potentiel dipolaire répulsif. Dans un second temps, nous présenterons le montage optique per-
mettant de focaliser sur les atomes un faisceau antisymétrique en champ. Nous caractériserons
�nalement le potentiel, théoriquement puis à l'aide d'une mesure optique du faisceau.

6.3.2.1 Source laser

Le potentiel dipolaire répulsif est généré à l'aide de lumière à 767 nm. Cette source laser
est choisie pour être employée par ailleurs au refroidissement laser du potassium. Cet aspect
est développé dans la publication [Stern 10], mais ne sera pas abordé dans ce manuscrit.

Le système laser, présenté en Fig. 6.5, tire pro�t de la technologie laser aux longueurs d'onde
telecom, stable et modérément onéreuse. La source primaire est une diode �brée émettant à
1534 nm (Fitel FOL 15DCWD-A81-19530-C, Furukawa Electric), soit deux fois la longueur
d'onde de la raie D2 du potassium 39K. Un ampli�cateur �bré dopé Erbium (Keopsys) fournit
environ 200 mW de lumière, qui sont ensuite injectés dans un cristal de doublage de fréquence
(HC Photonics). Le doublage est réalisé dans un guide d'onde de 32 mm de longueur et 0.5 mm
d'épaisseur. Le matériau non-linéaire (MgO :SLN) est périodiquement inversé, et nous réalisons
le quasi-accord de phase en ajustant la température, et donc la dilatation du matériau. Ainsi,
un four maintient le cristal à une température de ≈ 50�C 1. En sortie, nous obtenons environ
9 mW de lumière à 767 nm 2, que nous injectons dans un ampli�cateur optique pour obtenir
environ 700 mW de lumière.

En sortie d'ampli�cateur, la lumière est séparée en deux voies par un cube polarisant. L'une
des voies va vers un dispositif d'asservissement semblable à celui utilisé pour le refroidissement
laser du Rubidium 3. L'autre voie est à nouveau séparée en deux : une partie est injectée dans
une �bre optique, et servira à créer le potentiel désordonné que nous présenterons plus tard.
L'autre partie est ampli�ée à nouveau puis envoyée vers le système optique du piège 2D.

Filtrage de la lumière : Pour nos expériences, il est important que la lumière ne soit pas
absorbée par les atomes. Or, les ampli�cateurs optiques à 767 nm génèrent une émission spon-
tanée jusqu'à 780 nm. Nous cumulons donc deux techniques de �ltrage en aval de chaque �bre.
La lumière est tout d'abord �ltrée par un cube polarisant : à l'aide d'une lame à retard λ/2 à
767 nm mais λ/1 à 780 nm, la lumière à 767 nm est transmise par le cube tandis que 99 % de
la lumière à 780 nm est dé�échie. Dans un second temps, la lumière passe à travers une cellule
chau�ée à 80�C contenant du Rubidium en phase gazeuse saturée.

1. A cette température, un e�et photoréfractif vient régulièrement déteriorer l'e�cacité du doublage. L'e�-
cacité nominale est récupérée en chau�ant le cristal vers 60 à 70 �C pendant 15 à 30 minutes.

2. Une technologie plus mature, testée sur le projet Miniatom, permet maintenant d'obtenir près de 200 mW
en sortie du doubleur.

3. Cet asservissement n'est pas nécessaire pour con�ner le Rubidium, mais pour réaliser un PMO de potas-
sium (voir [Stern 10]).
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84 Chap 6 - Mise en oeuvre de l'expérience

Figure 6.5 � Source laser telecom doublée pour le con�nement 2D du Rubidium (et pour le
refroidissement laser du potassium [Stern 10]). La source primaire est une diode �brée à 1534
nm. Cette lumière passe par un ampli�cateur �bré dopé Erbium (EDFA), puis la lumière à
767 nm est générée par doublage de fréquence dans un milieu non-linéaire en guide d'onde
(WG). Après ampli�cation, elle peut être asservie en fréquence par spectroscopie d'absorption
saturée de 39K, puis envoyée vers l'expérience. Des cellules de vapeur de Rubidium et des
éléments polarisants dichroïques permettent de �ltrer les résidus de lumière à 780 nm émis par
les ampli�cateurs optiques - voir texte.
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6.3 Le con�nement vertical 85

6.3.2.2 Schéma optique

En sortie de �bre, nous récupérons un mode gaussien TEM00 isotrope, que nous souhaitons
antisymétriser pour obtenir un plan noir. Ce système a vécu plusieurs versions successives. Nous
présentons maintenant la version avec laquelle l'étude de l'expansion di�usive 2D du nuage
ultrafroid a été réalisée. Nous reviendrons en temps voulu sur une amélioration du montage.

Le schéma optique est représenté en Fig. 6.6. La sortie de �bre est collimatée par un coupleur
Schäfter und Kirchhof A3.1, qui fournit un mode gaussien symétrique TEM00 de waist 0.28
mm se propageant horizontalement vers les atomes.

Sur l'axe vertical, le faisceau est tout d'abord élargi d'un facteur 20 par deux lentilles
conjuguées de focales 10 mm (cylindrique) et 200 mm (sphérique). Puis, une lentille cylindrique
de focale 200 mm focalise le faisceau dans le plan des atomes. Juste avant cette dernière lentille,
alors que le faisceau est collimaté, nous insérons une lame de phase (Silios). La moitié supérieure
du faisceau est déphasée de π par rapport à la moitié inférieure. En aval, le champ électrique
est alors antisymétrique par rapport au plan horizontal et l'intensité dans ce plan est nulle.

Sur l'axe horizontal, le faisceau est agrandi d'un facteur 4 par une lentille cylindrique de
focale -50 mm, couplée à la lentille sphérique de focale 200 mm déjà utilisée pour l'autre axe
du faisceau. Nous obtenons un faisceau collimaté, avec idéalement un waist de 1.1 mm, qui se
propage jusqu'aux atomes sans autre élément optique - à l'exception des hublots. Le système
laser délivre approximativement 150 mW au niveau des atomes. La puissance est asservie par
une photodiode en sortie de l'enceinte.

Figure 6.6 � Montage optique employé pour préparer les nappes de lumière. Des lentilles
cylindriques (C) permettent de focaliser fortement le faisceau suivant la direction verticale, tout
en laissant l'axe horizontal collimaté avec un waist d'environ 1.1 mm. Une lentille sphérique
(S) est commune aux deux axes. Une lame de phase 0−π permet de générer un plan noir dans
lequel piéger les atomes.

6.3.2.3 Propriétés du piège

Ce montage génère un faisceau de champ antisymétrique par rapport au plan horizontal,
et donc d'intensité nulle dans ce plan. Selon [Smith 05], le pro�l dans le plan focal (y,z) de la
dernière lentille s'écrit :

I =
2P

πwywz
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w2
z

)
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86 Chap 6 - Mise en oeuvre de l'expérience

où les waists wy, wz peuvent être calculés à partir de la propagation d'un faisceau gaussien
TEM00 le long du système optique, et où la fonction erfi est dé�nie par rapport à la fonction
erreur erf selon erfi(z) = −i · erf(i z). Notons que ce pro�l, bien que similaire à un mode
gaussien TEM01, présente à waists égaux une enveloppe selon z plus large et une fréquence de
con�nement plus faible d'un facteur ≈ 1.8.

Nous prévoyons des waist wz = 9µm et wy = 1.1mm selon les deux directions z (verticale)
et y (horizontale, transverse à la propagation). La longueur de Rayleigh associée au con�nement
vertical vaut zR = 330µm. Pour un faisceau de 150 mW, le piège est alors profond de 4.7 µK
(en tenant compte de la gravité) et o�re un con�nement vertical au focus ωz

2π ≈ 1 kHz.
Par ailleurs, le piège est légèrement anticon�nant dans le plan horizontal, et ce pour deux

raisons :

Le niveau fondamental du piège harmonique dépend de la position dans le plan, en raison
du pro�l d'intensité gaussien selon y, et de la défocalisation verticale du faisceau lorsque l'on
parcourt x. Si l'on considère des atomes piégés dans l'état fondamental du mouvement vertical,
leur énergie se décompose de la façon suivante :

E =
p2
x + p2

y

2m
+

~ωz(x, y)

2
(6.2)

où ωz(x, y) est le con�nement vertical en un point du plan horizontal. Ce second terme re-
vient à une énergie potentielle maximale en x = 0, y = 0. A l'aide de l'équation 6.1, on peut
dériver la courbure de ce terme de potentiel selon les deux axes x et y et donc les fréquences
d'anticon�nement associées :

ωx = i

√
~ωz(0, 0)

4mz2
R

≈ 2iπ × 0.5Hz (6.3)

ωy = i

√
~ωz(0, 0)

mw2
y

≈ 2iπ × 0.3Hz (6.4)

L'altitude d'équilibre, où la force de gravité est compensée par la force dipolaire, varie aussi
en fonction de la position dans le plan. Les atomes glissent donc sous l'e�et de la gravité
sur une surface incurvée. Si l'on somme l'énergie gravitationnelle et le potentiel dipolaire sur
cette surface, nous obtenons un potentiel antipiégeant (voir Fig. 6.7a). A proximité du centre
toutefois, les fréquences d'anticon�nement valent 0.9 Hz et 0.3 Hz, selon les axes x et y.

Cet anticon�nement reste modéré, et nous n'en avons pas de mesure expérimentale. Par
contre, la surface d'équilibre au-dessus de la nappe supérieure est fortement courbée. Le po-
tentiel est anticon�nant selon l'axe y, mais avec une fréquence de 2.7 Hz, et devient con�nant
selon l'axe longitudinale, avec une fréquence de 5.4 Hz (voir Fig. 6.7b). Si nous chargeons par
erreur les atomes dans ce piège, nous observons sans ambiguité que le mouvement des atomes
après extinction du con�nement à 1565 nm n'est pas ballistique dans le plan.

6.3.2.4 Caractérisation ex vivo

Le système optique est aligné et caractérisé en dehors de l'enceinte, en imageant le plan
focale de la dernière lentille (c'est-à-dire, à terme, le plan des atomes) sur une caméra CCD
pixel�y. Nous mesurons ainsi le waist horizontal du faisceau, qui vaut 1.3 mm. En insérant un
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6.3 Le con�nement vertical 87

Figure 6.7 � Energie potentielle totale sur la surface d'équilibre : a) entre les deux nappes,
b) sur la nappe supérieure. La ligne continue est mesurée sur l'axe y transverse au faisceau,
pour x = 0. La ligne pointillée est mesurée sur l'axe longitudinal x, pour y = 0. Notons que
les variations d'énergie en ordonnée de la �gure b, au-dessus de la nappe supérieure, sont bien
plus élevées que celles de la �gure a, entre les deux nappes.

objectif de microscope ×25 entre le plan des atomes et le détecteur, nous observons en Fig. 6.8
le plan noir entre deux nappes, où nous souhaitons con�ner les atomes. Les deux crêtes sont
séparées d'approximativement 16 microns, ce qui selon l'expression du pro�l d'intensité en eq.
6.1 est cohérent avec le waist calculé initialement (wz ≈ 9µm).

Figure 6.8 � Pro�l du faisceau de con�nement vertical. Gauche : photo du faisceau, imagé
par un objectif de microscope ×25 sur le capteur d'une caméra CCD pixel�y. On observe deux
nappes de lumière séparées par un plan noir, ainsi que quelques rebonds de part et d'autre. Sur
la partie supérieure de l'image, le signal est causé par des ré�ections sur le bord de l'objectif
de microscope. Droite : pro�l vertical du faisceau - obtenu après intégration de l'image suivant
l'axe horizontal. Les deux nappes de lumière sont séparées d'environ 16 microns.
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88 Chap 6 - Mise en oeuvre de l'expérience

6.3.3 Mise en oeuvre sur les atomes

6.3.3.1 Alignement du piège

Nous envoyons maintenant ce faisceau sur le nuage ultra-froid. Pour focaliser le faisceau
au bon endroit, nous procédons en deux temps. Tout d'abord, nous imageons par �uorescence
un échantillon en �n d'évaporation (ponctuel) sur une caméra CCD, disposée face au faisceau
de piégeage 2D. Nous employons pour ce faire un dispositif de grandissement ≈ 2 constitué de
deux lentilles de 100 et 200 mm. Dans un second temps, nous allumons le piège ; la caméra
nous permet alors de centrer et de focaliser le faisceau dans le plan des atomes. Une fois les
atomes transférés dans le piège, l'horizontalité est ajustée en observant le mouvement du centre
de masse tout au long d'une expansion libre dans le plan, con�née verticalement, de 150 ms.

6.3.3.2 Caractérisation in vivo

Nous disposons de deux techniques pour caractériser le potentiel au niveau des atomes. Nous
pouvons tout d'abord utiliser les atomes pour mesurer la force dipolaire à di�érentes altitudes.
Nous contrôlons l'altitude du piège 2D à l'aide d'une platine micrométrique, permettant de
translater l'ensemble du système optique. Pour mesurer la force qu'il exerce à l'altitude du
condensat, nous relâchons brutalement le con�nement 3D à 1565 nm, puis après 10 µs - de
sorte que le nuage n'a pas bougé - nous allumons le piège 2D pendant typiquement 1 ms. Cette
durée doit être courte devant la période d'oscillation du piège, de façon à pouvoir négliger le
mouvement du nuage. En�n, nous mesurons la vitesse du centre de masse à l'aide d'un temps
de vol de 20 ms.

Une telle mesure est présentée en Fig. 6.9. En a), nous présentons la position du centre
de masse en �n de temps de vol en fonction de son altitude à l'instant de l'impulsion. En b),
nous avons à titre de comparaison la forme théorique du potentiel, dont nos points sont censés
former la dérivée. De cette mesure, nous extrayons la distance entre les deux maximums du
potentiel (associés à deux "zeros" de notre mesure de force). Nous observons cette fois ci une
distance de 22 microns. Ceci correspondrait à un waist vertical wz = 12µm. Ayant mesuré le
waist horizontal wy = 1.3 mm, nous pouvons réévaluer la fréquence de con�nement à 640 Hz.

Indépendamment, nous mesurons la fréquence d'oscillation verticale du piège. Des temps
de vol sont réalisés après di�érents temps de tenue dans le piège 2D seul, a�n de mesurer les
oscillations de la vitesse du centre de masse. L'oscillation est déclenchée en éteignant brutale-
ment le con�nement du piège dipolaire 3D à 1565 nm, laissant le nuage hors équilibre. En Fig.
6.10, nous observons ainsi des oscillations à une fréquence de 680 Hz.

6.3.3.3 Défauts du piège

Nous observons un certain nombre de défauts dans notre piège, susceptibles d'a�ecter
l'étude des propriétés de transport par des expériences d'expansion. Notamment, la planéité
du potentiel est perturbée par deux défauts techniques :

Horizontalité : Nous mesurons l'horizontalité du piège en relâchant le nuage dans le piège
2D à un instant t = 0, puis en observant le mouvement du centre de masse dans le plan.
Ce mouvement est une parabole, de laquelle nous extrayons une vitesse initiale imputée au
lâcher, et une accélération causée par le défaut d'horizontalité du piège. Après optimisation,
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6.3 Le con�nement vertical 89

Figure 6.9 � a) Déplacement vertical du centre de masse du nuage, après une impulsion du
piège 2D durant 1 ms puis une chute libre de 20 ms, en fonction de l'altitude du piège 2D. c)
Pro�l théorique du faisceau selon l'axe verticale. Le waist est ajusté à 12 µm pour faire corres-
pondre les extremums du potentiel avec les points de déplacement nul. b) Déplacement attendu
en conséquence, dérivant du potentiel. Le déplacement maximal observé est plus faible qu'at-
tendu, vraisemblablement car le mouvement des atomes dans le potentiel n'est pas négligeable
pendant la durée de l'impulsion.
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90 Chap 6 - Mise en oeuvre de l'expérience

Figure 6.10 � Mesure de la fréquence de con�nement du piège 2D. Après di�érents temps
d'oscillation, le piège est relâché et nous observons la vitesse du centre de masse du nuage
après un temps de vol de 20 ms. Pour une puissance laser de 150 mW, nous observons des
oscillations de fréquence 680 Hz.

l'accélération dans le plan est inférieure à 2 10−2 m/s2, ce qui correspond à un angle de 0.1�par
rapport à l'horizontale.

Corrugations du potentiel : Pour de longs temps d'expansion ballistique du nuage dans le
plan, nous observons la formation de structures allongées dans l'axe de propagation du piège
2D. Un exemple d'image, obtenue après une expansion de 70 ms d'un nuage à environ 200 nK,
est présenté en Fig. 6.11. Nous estimons que de légères modulations du minimum du potentiel,
de l'ordre de 1 à 10 nK, pourraient expliquer cet e�et. Ce défaut n'est pas corrigé en changeant
l'angle d'incidence sur les hublots 4, et n'est pas sensible au diaphragmage des faisceaux. A
la �n de ce manuscrit, nous emploierons toutefois un second montage, employant des prismes
anamorphoseurs, pour lequel ces corrugations ont été réduites. Un e�et des aberrations du
système optique est donc à suspecter.

Emission spontanée : Pour un nuage piégé à une température de l'ordre de 200 nK, nous
pouvons évaluer l'intensité moyenne vue par les atomes et en déduire un taux théorique d'ab-
sorption. Si le potentiel dipolaire moyen < Vdip > vu par les atomes est de l'ordre de kBT ,
alors le taux de di�usion vaut approximativement :

Γsp '
< Vdip >

~

(
ω

ω0

)3 Γ

ω − ω0
≈ 0.02/s (6.5)

Où ω est la pulsation du laser, ω0 est la pulsation de la transition atomique, et Γ la largeur de
raie.

Expérimentalement, nous observons un chau�age bien plus marqué. Dans le piège dipolaire
à 1565 nm en �n de rampe d'évaporation, en présence du con�nement vertical, et en utilisant

4. Ainsi, des franges d'interférences entre di�érentes ré�ections ne semblent pas être la cause du problème.
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6.4 Réalisation d'un potentiel désordonné 91

Figure 6.11 � Signal de �uorescence d'un nuage de 200 nK, après 70 ms d'expansion dans
le piège 2D. Nous observons la formation de structures allongées dans le nuage, selon l'axe de
propagation du faisceau de con�nement.

une cellule de Rubidium à température ambiante pour �ltrer l'émission à 780 nm, nous obser-
vons un temps de vie du nuage piégé de l'ordre de 0.2 secondes. Si l'on augmente la pression
de Rubidium en chau�ant la cellule à 80�C, le temps de vie est multiplié par plus de dix,
prouvant le rôle de la base d'émission spontanée des ampli�cateurs optiques.

6.4 Réalisation d'un potentiel désordonné

Pour réaliser un potentiel désordonné, nous projetons une �gure de tavelures (ou speckle)
sur les atomes. Il s'agit d'une distribution d'intensité aléatoire, observée en aval d'une source lu-
mineuse secondaire rugueuse (en ré�ection ou en transmission) éclairée par une source primaire
cohérente. Le speckle a fait son entrée dans le domaine des atomes froids via la thématique
du refroidissement laser [Horak 98, Grynberg 00] avant d'être appliqué à l'étude des proprié-
tés de transport dans un potentiel désordonné [Clément 05, Lye 05, Billy 08, Dries 10]. La
compétition entre les interactions et l'e�et du désordre dans un réseau optique, complétant
le lien vers les problématiques de matière condensée, est aussi étudiée en employant cet outil
[Pasienski 10, White 09].

Pour nos études de transport dans un système bidimensionnel, nous employons cette tech-
nique en béné�ciant de l'expertise du laboratoire [Clément 06]. Nous commencerons par la
présentation rapide de quelques propriétés statistiques du speckle. Dans un second temps, nous
verrons le montage optique employé pour générer ce potentiel. Nous �nirons par la mise en
place de ce potentiel sur les atomes, et résumerons l'agencement général de l'expérience.

6.4.1 Propriétés du speckle

En aval d'un di�useur éclairé par une source cohérente, les ondes partielles émises par les
di�érents points du di�useur interfèrent avec des phases aléatoires. Ceci produit un signal d'in-
tensité fortement contrasté, organisé en grains de lumière répartis aléatoirement. Les propriétés
statistiques de cette �gure ont été étudiées en profondeur [Goodman 07], et nous allons résumer
ici quelques points utiles pour la suite.
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92 Chap 6 - Mise en oeuvre de l'expérience

Nous ciblons toutefois une con�guration particulière. Un di�useur par transmission est
éclairé par une onde plane polarisée linéairement et d'extension transverse �nie. Une lentille est
accolée à ce di�useur. Nous étudions les propriétés du désordre au point focal de cette lentille.
Cette con�guration permet notamment de concentrer un maximum d'intensité lumineuse dans
la zone d'intérêt.

Propriétés statistiques d'ensemble : De même que le di�useur peut être représenté par
un masque de phase aléatoire, le champ lumineux dans le plan focal de la lentille est une
variable aléatoire. Dans la suite de cette partie, nous allons étudier les propriétés statistiques
du désordre sur di�érentes réalisations, comme obtenues par exemple en remplaçant le di�useur
par un autre de même rugosité, ou en éclairant une autre zone d'un même di�useur. Ainsi, les
moyennes (notées <>), variances, et autres moments du désordre sont évaluées sur un ensemble
de réalisations.

Pour étudier les propriétés de transport d'un échantillon atomique dans ce désordre, il fau-
drait en principe moyenner les résultats expérimentaux sur di�érentes réalisations du désordre.
Toutefois, nous allons réaliser des expériences où le mouvement des atomes est étudié à une
échelle de distance où le potentiel est décorrélé entre deux points (c'est-à-dire, une échelle de
distance grande devant la taille typique des grains du désordre). Alors, les propriétés statis-
tiques d'ensemble que nous allons dériver deviennent pertinentes pour décrire la dynamique
des atomes dans une unique réalisation du désordre [Clément 06].

6.4.1.1 Distribution d'intensité

Le champ électrique sur les atomes est la somme de champs émis par di�érents points du
di�useur, de phases aléatoires distribuées homogènement sur [0, 2π]. Dans le plan complexe, le
champ électrique est donc le résultat d'une marche au hasard markovienne, de variance �nie.
En vertu du théorème de la limite centrale, pour une in�nité de points sources sur le di�useur,
la distribution de probabilité du champ E en un point quelconque du plan focal image est donc
une gaussienne isotrope dans le plan complexe :

p(E = Aeiφ) =
1√

2πA2
0

· exp

(
− A2

2A2
0

)
(6.6)

où A0 est la valeur rms de l'amplitude du champ, déterminée par l'intensité lumineuse sur le
di�useur, par l'angle solide dans lequel la lumière est di�usée, et par la focale de la lentille. Nous
déduisons alors la loi de probabilité de l'intensité du champ, non gaussienne mais exponentielle :

p(I) =
1

Ī
exp

(
−I
Ī

)
(6.7)

Où Ī est simultanément l'intensité moyenne, et la variance de l'intensité.

6.4.1.2 Corrélation spatiale

Corrélation transverse : Par ailleurs, le désordre présente une corrélation spatiale à courte
portée, que nous allons maintenant évaluer. Nous dé�nissons la corrélation à deux points comme
suit :

G2(δ~r) =< I(~r)I(~r + δ~r) > (6.8)
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où ~r, ~δr sont deux vecteurs 2D dans le plan focal image.
A l'approximation paraxiale, le champ électrique E(~r) dans le plan focal image de la lentille

est relié au champ électrique dans le plan du di�useur E(~R) = A(~R)eiφ(~R) par une transforma-
tion de Fourier :

E(~r) ∝
∫
d~RE(~R)e

−i kL
f
~r·~R

(6.9)

où f est la focale de la lentille, et kL le vecteur d'onde du laser. On peut alors calculer G2(δ~r) :

G2(δ~r) = < E∗(~r)E(~r)E∗(~r + δ~r)E(~r + δ~r) > (6.10)

∝
∫
d~R1d~R2d~R3d~R4e

i
kL
f
~r·(~R1−~R2+~R3−~R4)

e
i
kL
f
δ~r·(~R3−~R4)

(6.11)

× < E∗(~R1)E(~R2)E∗(~R3)E(~R4) >

Notons que seule la phase φ(~R) du champ E est aléatoire, et qu'elle est homogènement répartie
sur (0, 2π). En conséquence, la moyenne statistique à l'intérieur de l'intégrale sera non nulle
seulement dans les deux cas suivants :

� 1) ~R1 = ~R2 et ~R3 = ~R4

� 2) ~R1 = ~R4 et ~R2 = ~R3

Si le di�useur est éclairé par un faisceau gaussien de waist w, alors dans chacun des deux
cas ci-dessus :

< E∗(~R1)E(~R2)E∗(~R3)E(~R4) >∝ e−2(R2
1+R2

3)/w2
(6.12)

Seul le terme de phase dépendant de δ~r est di�érent dans les deux cas. En �n de compte on
obtient

G2(δ~r) ∝
∫
d~R1d~R2e

−2(R2
1+R2

3)/w2 ·
(

1 + eikLδ~r·(
~R2−~R1)/f

)
(6.13)

G2(δ~r) = Ī2

(
1 + e

−w
2k2Lδr

2

4f2

)
(6.14)

Ainsi, la fonction de corrélation présente un terme constant, associé à la valeur moyenne du
désordre, et un terme gaussien de largeur rms représentatif de la taille typique des grains :

σ =

√
2f

kLw
(6.15)

Plus communément dans la littérature, il est fait mention d'un éclairage uniforme à l'inté-
rieur d'une pupille de diamètre D. Le calcul se mène de la même manière pour donner :

G2(δ~r) = Ī2

(
1 +

∣∣∣∣2J1(πDδr/λf)

πDδr/λf

∣∣∣∣2
)

(6.16)

où J1 est la fonction de Bessel sphérique de première espèce.

En présence d'une ouverture numérique limitée par la taille des lentilles ou du di�useur, il
y a un compromis à trouver entre ces deux situations. L'éclairage uniforme assure le grain le
plus �n, mais est associé à de fortes pertes lorsque le faisceau est diaphragmé.
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94 Chap 6 - Mise en oeuvre de l'expérience

Corrélation longitudinale : Ci-dessus, nous avons dérivé la longueur de corrélation du désordre
dans le plan focal image de la lentille. Ce calcul peut être reproduit pour un déplacement δz sui-
vant l'axe optique [Goodman 07]. Dans la situation usuelle d'une ouverture circulaire éclairée
uniformément, on obtient :

G2(δz) = Ī2

(
1 +

∣∣∣∣sin(D2δz/8λf2)

D2δz/8λf2

∣∣∣∣2
)

(6.17)

Si l'on approxime cette fonction de corrélation par une gaussienne, le rayon rms de cette dernière
est de l'ordre de

σlong ≈ 2.8λ
f2

D2
(6.18)

6.4.1.3 Speckle partiellement développé

Pour déterminer les propriétés statistiques du speckle, nous avons supposé qu'en chaque
point de la zone d'expérience, l'ensemble des points du di�useur contribuent avec des phases
indépendantes et aléatoirement distribuée sur [0, 2π]. Si ce n'est pas le cas, le contraste de la
�gure de speckle diminue. Qualitativement, le pro�l du faisceau focalisé par le système optique
sans di�useur persiste, superposé à la �gure de speckle aléatoire. Nous observerons cet e�et en
caractérisant notre désordre.

6.4.2 Mise en place

6.4.2.1 Système optique

La source laser à 767 nm, décrite en 6.3.2.1 pour le con�nement vertical, est aussi utilisée
pour créer le potentiel désordonné. Le système optique est représenté en Fig. 6.12. La lumière
sort d'une �bre optique sans coupleur de sortie, avec une ouverture numérique de 0.12. La
divergence est augmentée par une lentille divergente de focale -40 mm, puis le faisceau est
collimaté par un doublet achromatique de focale 150 mm, et de diamètre 75 mm - diaphragmant
le faisceau à D/2 = 1.3 w. Puis un second doublet identique vient focaliser le faisceau sur
les atomes. Juste après la dernière lentille, nous insérons la lame di�usante (Luminit). La
transmission de l'ensemble de ce système optique vaut 0.81. L'intensité du speckle est asservie
sur une photodiode en sortie de l'enceinte.

L'angle maximal de déviation du di�useur, 0.5�, est le fruit d'un compromis entre une
homogénéité du speckle sur une grande surface et une forte intensité.

6.4.2.2 Caractérisation du speckle

Comme pour le piège 2D, nous caractérisons le speckle en dehors de l'enceinte, en imageant
sur une caméra CCD pixel�y.

En Fig. 6.13a, nous plaçons le capteur de la caméra au foyer de la dernière lentille. Le
speckle est compris dans une enveloppe de waist 1.1 mm. Il n'est pas pleinement développé :
nous observons en e�et au centre du speckle un système d'anneaux légèrement plus brillants,
de diamètre 110 µm. Ces anneaux sont aussi observés en l'absence de di�useur, et sont causés
par les aberrations du système optique 5.

5. Sur les expériences plus récentes, un di�useur avec un angle de déviation de 1�est utilisé. Le speckle est
alors pleinement développé, en ce sens qu'il n'y a plus trace dans le speckle du pro�l d'intensité en l'absence de
di�useur.

94



6.4 Réalisation d'un potentiel désordonné 95

Figure 6.12 � Système optique du speckle. La lumière sort d'une �bre nue, d'ouverture nu-
mérique 0.12. La divergence est augmentée par une lentille divergente de focale -40 mm, puis
le faisceau est collimaté par un doublet achromatique de focale 150 mm. Une lentille identique
focalise la lumière sur les atomes. La lame di�usante est accolée juste derrière la dernière
lentille.

Il est important d'employer des doublets corrigés des aberrations sphériques. En e�et, si
l'angle de déviation du di�useur est inférieur à l'erreur angulaire associée aux aberrations
sphériques en bord de lentille, tous les points du di�useur ne contribuent plus au champ en
chaque point du plan focal image ; la longueur de corrélation est réduite en conséquence. En
employant un système optique semblable avec des lentilles singlets, nous avons constaté une
augmentation de la longueur de corrélation - que nous mesurerons dans quelques lignes.

Figure 6.13 � Images de la �gure de speckle. a) Sans grandissement. Au centre de la �gure,
de waist 1.1 mm, nous observons quelques anneaux de diamètre 110 µm prouvant que le speckle
n'est pas pleinement développé. b) Avec un grandissement 25. Nous observons un système de
grains de dimensions et amplitude aléatoires.

Sur l'image 6.13b, nous observons une zone du speckle avec un objectif de microscope x25.
L'image est bruitée par la di�usion sur les bords de l'objectif 6. Nous mesurons la fonction de

6. Ce bruit est de corrélation spatiale plus �ne que le speckle imagé, et nous réduisons son e�et en applicant
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corrélation spatiale g2(δr) = G2(δr)/Ī2 sur cette image. En �g. 6.14, nous voyons que cette
corrélation est approximativement gaussienne, de rayon rms 0.8 µm. Ceci correspondrait, selon
l'equation 6.15, à un waist sur le di�useur de 33 mm, alors que le rayon des ouvertures vaut 37
mm. Nous sommes donc dans une situation intermédiaire entre une illumination gaussienne et
une illumination uniforme diaphragmée.

Si l'on applique les équations associée à une ouverture uniforme diaphragmée, nous pouvons
donner une borne inférieure à la longueur de corrélation du désordre selon l'axe optique :
σlong = 9µm. Cette longueur sera longue devant l'épaisseur des nuages con�nés durant nos
expériences (voir chapitre suivant).

Figure 6.14 � Corrélation spatiale transverse du speckle. Nous observons une corrélation
approximativement gaussienne, de rayon rms 0.77 microns. Les points sont expérimentaux,
réalisés à partit de l'image 6.13b, tandis que la courbe résulte d'un ajustement gaussien.

6.4.2.3 Agencement de l'expérience

Nous agençons les di�érents éléments de l'expérience selon la �gure 6.15. Comme nous
l'avons déjà vu, le piège 2D se propage horizontalement, tandis que l'imagerie est réalisée par
le haut. Par contre, le speckle est projeté vers le piège 2D avec un angle de 30 �par rapport à
l'horizontale. En conséquence, l'intersection des grains avec le plan horizontal donne un désordre
e�ectif anisotrope 7. La longueur de corrélation selon l'axe y vaut donc 0.8 µm, tandis que la
longueur de corrélation selon l'axe x, partiellement sur l'axe optique du speckle, vaut 1.6 µm.

6.5 Conclusion du chapitre

Dans les pages précédentes, nous avons mis en place une expérience à même d'étudier le
transport d'atomes selon deux dimensions en présence d'un potentiel désordonné. Les atomes
sont con�nés verticalement par un piège de fréquence 680 Hz, et sont libres de se propager
dans le plan, avec un anticon�nement résiduel de l'ordre de 1 Hz. Le désordre est anisotrope,

un léger �ltre gaussien sur l'image.
7. Nous véri�erons plus tard que la longueur des grains est supérieure à l'épaisseur du nuage piégé.
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Figure 6.15 � Agencement des éléments de l'expérience autour de l'enceinte à vide. Les atome
sont piégés dans le plan horizontal et imagés selon l'axe vertical. Le désordre est projeté sur les
atomes avec un axe de 30 �par rapport à l'horizontale.

corrélé à une échelle de distance de 0.8 et 1.6 µm selon les deux axes propres. Nous pouvons
désormais étudier la dynamique des atomes sur une surface proche du mm2, à l'aide d'une
imagerie sensible à de très faibles densités (2.7 atomes par zone de 12x12 µm).
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C H A P I T R E 7

Une expérience de transport dans le

régime classique

Nous étudions maintenant les propriétés de transport du milieu désordonné que nous avons
mis en place pour les atomes. A ce jour, une dynamique di�usive d'atomes froids a été ob-
servée en présence des mécanismes dissipatifs du refroidissement laser [Jurczak 96, Horak 98,
Grynberg 00, Grynberg 01, Sanchez-Palencia 02], ou encore dans un réseau conservatif en pré-
sence de collisions interatomiques [Schneider 10]. Nous allons maintenant voir qu'un système
purement conservatif et sans interactions peut aussi être responsable d'une dynamique similaire
au mouvement Brownien.

Ce chapitre, dévolu à un régime de transport classique, s'organise comme suit. Dans un
première partie nous introduisons les concepts de di�usion et de di�usion anormale. Nous
présentons ensuite une expérience à énergie élevée (autorisant une excitation du mouvement
transverse) où nous mettons en évidence un comportement di�usif. Nous étudions alors plus
en détail la dynamique à l'aide d'une modélisation numérique, et réalisons une mesure ex-
périmentale de coe�cients de di�usion en accord quantitatif avec la théorie. Nous �nissons
le chapitre par nos premiers pas vers un régime de plus basses énergies, où nous souhaitons
mettre en évidence le transport subdi�usif de particules ainsi que leur piégeage sous le seuil de
percolation du désordre. Cette étude est une première étape avant de pouvoir identi�er des ef-
fets quantiques de suppression du transport, comme la localisation d'Anderson, sans confondre
leurs signatures avec des propriétés classiques du système.

7.1 Phénoménologie du transport classique

7.1.1 La dynamique di�usive

Les processus di�usifs réalisent un pont entre des thématiques aussi variées que l'hydrody-
namique (mélange de �uides), la thermique (propagation de la chaleur), la chimie des polymères
(conformation des molécules longues, a�ectant la réactivité), ou encore l'électronique (conduc-
tion ohmique). Dans toutes ces situations, l'objet étudié se propage sous l'e�et d'une force
�uctuante - ou d'un équivalent formel. Le même comportement est observé : la variance du
déplacement est proportionnelle au temps (ou à la longueur du polymère...)

Nous illustrons brièvement deux approches par lequelles le comportement di�usif a histori-
quement été approché.

7.1.1.1 Le mouvement Brownien

Le premier modèle de di�usion est basé sur l'observation du mouvement Brownien par R.
Brown en 1927 [Brown 28]. Il s'agit du mouvement chaotique de particules situées à l'intérieur

99
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du milieu intracellulaire de grains de pollen 1. L'explication proposée en 1905 par [Einstein 05]
repose sur une compétition entre les impacts discrets des particules avec les molécules du milieu,
responsables d'une force �uctuante aléatoire, et l'e�et d'ensemble de ces mêmes collision : la
force de frottement visqueux. Cette situation est formellement décrite par le modèle de Langevin
[Langevin 08]. La propagation di�usive est caractérisée, à une échelle de temps longue devant
le temps caractéristique de dissipation du mouvement, par une distribution de probabilité de
déplacement gaussienne, de variance proportionnelle au temps de parcours :

P (~r) =
1

(4πDt)d/2
exp(−~r 2/4Dt) (7.1)

où d représente la dimensionnalité du système et D est un coe�cient, nommé coe�cient de
di�usion. Il est déterminé par les propriétés du �uide (viscosité et température) ainsi que par
la taille de la particule étudiée.

Cette dynamique se révèle extrêmement générale : identi�ée sur des particules mésosco-
piques, elle décrit aussi extrêmement bien la propagation de la chaleur, ou, à l'extrême opposé,
le mouvement d'électrons dans un milieu métallique à température ambiante. Le modèle de la
conduction de Drude est en e�et fondé sur les collisions des électrons avec le bain de phonons
du milieu cristallin. Ainsi, la conduction ohmique est un exemple de mouvement Brownien
[Ashcroft 02].

7.1.1.2 Le modèle de la marche au hasard

Ce mouvement chaotique peut être décrit par un modèle simpli�é de marche au hasard.
Ce formalisme a été mis en relation avec le mouvement Brownien par M. Smoluchowski, G.
Uhlenbeck, D. Ornstein, et d'autres encore. Il s'est de plus révélé applicable à l'étude de la
conformation des polymères - avec de fortes implications concernant l'étude de leurs propriétés
mécaniques et de réactivité.

Nous introduisons le modèle de marche au hasard à temps discrets. Dans cette description
simple, la particule e�ectue à temps régulier un saut de longueur et direction aléatoire. Si
chaque saut est décorrélé du mouvement précédent, le processus est dit Markovien.

Le paramètre que l'on recherche est en général le déplacement ~r de la particule au bout de
N pas, qui résulte de l'ensemble des sauts ~δi :

~r =
N∑
i=1

~δi (7.2)

Si le processus est Markovien, chacun des sauts ~δi obéit à une même distribution de probabilité
p(~δ). Supposons pour la suite que le problème est à symétrie centrale (p(~δ) = p(−~δ)), et que
la loi de probabilité est isotrope. Si cette loi présente une variance �nie < ~δ2 >= σ2, alors
en vertu du théorème de la limite centrale, la somme des variables aléatoires indépendantes
~δi tend après un grand nombre N de sauts vers une loi de probabilité gaussienne de variance
Nσ2. Le processus est donc di�usif.

1. Contrairement à une idée répandue, le mouvement Brownien n'a pas été observé sur les grains de pollen
eux-même.
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Du mouvement continu à la marche au hasard discrète : Le mouvement di�usif continu
peut être caractérisé par deux grandeurs : une échelle de temps, et une échelle de distance. La
longueur de Boltzmann lB re�ète la distance caractéristique parcourue par la particule avant
que sa direction de propagation ne soit décorrélée de la direction initiale. De même, le temps de
Boltzmann τB re�ète le temps caractéristique de mémoire de la vitesse initiale, ou encore, de
décroissance de la fonction < ~v(t0) ·~v(t0 + τ) > 2. Ces deux grandeurs sont dé�nies par rapport
à la constante de di�usion D, en dimension d et pour une particule de vitesse quadratique
moyenne v, selon [Kuhn 07] :

D =
l2B
τB

=
vlB
d

=
v2τB
d2

(7.3)

Ces paramètres peuvent servir à modéliser le mouvement continu par une succession stro-
boscopique de sauts aléatoires. Ainsi, si l'on relève la position de la particule en des instants
séparés par δt = 2τB/d, on observe une loi de probabilité de déplacement p(~δ) gaussienne de
variance < ~δ2 >= 4l2B. Après un grand nombre N de sauts, réalisés en un temps t = 2NτB/d,
la loi de probabilité du déplacement totale présente donc une variance

< ~r2 > = 2d
l2B
τB
t (7.4)

ce qui décrit bien un comportement di�usif de coe�cient D =
l2B
τB
. Notons toutefois qu'à une

échelle de temps inférieure à 2τB/d, la propagation continue n'est pas descriptible par un modèle
di�usif car ce dernier prévoit une vitesse de propagation supérieure à v. Nous aborderons ce
régime transitoire [Lai 05] lors des expériences.

E�et de la dimensionnalité : Ce parallèle tiré entre les marches au hasard markoviennes
et les processus di�usifs en général, est un atout pour étudier les propriétés du mouvement
réel. Il permet en particulier d'évaluer la probabilité de la présence de boucles dans une tra-
jectoire. Le théorème de Polya [Polya 21, Domb 54, Hughes 95] statue que, en dimensions 1
et 2, la probabilité de retour vers l'origine à temps in�ni tend vers 1. Au delà de la dimen-
sion 2 par contre, la probabilité de retour à temps in�ni reste inférieure à 1 - elle vaut 0,34
pour une marche au hasard tridimensionnelle comme décrite au paragraphe précédent. Ceci
a de fortes conséquences sur le comportement physique des systèmes désordonnés, classiques
comme quantiques. En particulier, la dimension 2 est une dimension critique pour le phénomène
de localisation d'Anderson, qui peut s'interpréter en termes d'interférences entres trajectoires
formant des boucles (voir Chap. 8).

7.1.2 La di�usion anormale

Nous venons d'introduire la notion de dynamique di�usive à partir du mouvement chaotique
de particules sous l'e�et d'une force �uctuante. Il existe toutefois des situations fréquentes où
une propagation chaotique peut suivre une loi non di�usive [Bouchaud 90, Metzler 00].

Ces situations peuvent être appréhendées dans le cadre des marches au hasard. Ainsi, le
temps entre deux sauts peut être une variable aléatoire, avec une distribution de probabilité
p(t). Celle-ci peut ne pas admettre de variance, par exemple si sa forme asymptotique est

2. La moyenne désigne ici indi�éremment soit une moyenne temporelle sur une trajectoire, soit une moyenne
sur di�érentes réalisations de trajectoires.
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p(t) ∼
(
t
τ

)−1−α
, avec 0 < α < 1. Comme on peut le voir en Fig. 7.1, la distribution de présence

après un temps t n'est pas gaussienne, et sa variance dépend du temps à la puissance α < 1 : on
parle de propagation subdi�usive. Ce type de processus est par exemple observé en physique
atomique dans le cadre du refroidissement sub-recul, avec la technique de "Velocity-Selective
Coherent Population Trapping" [Aspect 88, Bardou 94, Bardou 02] - où la marche au hasard
s'e�ectue dans l'espace des impulsions.

Figure 7.1 � Distribution de probabilité de présence lors d'une marche de Lévy, après des
expansions de durées relatives t = 0.1 , 1 et 10. Pour cet exemple, les temps d'attente obéissent
à une loi de probabilité en t−3/2 - similairement à la propagation dans l'espace des vitesses des
atomes durant un refroidissement sub-recul par le mécanisme VSCPT [Bardou 02]. Source :
[Metzler 00].

Un second exemple de dynamique non di�usive est celui des vols de Lévy, pour lesquels
la distribution de probabilité des déplacements p(~δ) décroît lentement aux grandes longueurs
et n'admet plus de variance. Alors, le théorème de la limite centrale ne s'applique plus, et
la propagation ne peut plus être caractérisée par une équation de di�usion. Cette dynamique
reproduit par exemple la propagation des maladies ou des devises à travers le monde, a�ectées
par les di�érentes échelles du réseau de transport (routier, ferroviaire, aérien...), ou encore
la manière dont les animaux explorent un environnement en quête de nourriture. De telles
situations ont été observées récemment sur la propagation de la lumière dans un milieu di�usant
inhomogène [Barthelemy 08] - comme présenté en Fig. 7.2. Plus récemment encore, les collisions
inélastiques entre photons et atomes ont été exploitées pour a�ecter la propagation de la lumière
dans une vapeur atomique [Mercadier 09].

De façon plus générale, des processus appelés "marches de Lévy" permettent de prendre en
compte une vitesse de propagation �nie pendant les sauts [Blumen 89]. Ceux-ci donnent lieu
à des comportements très divers, où la variance du déplacement peut être sublinéaire comme
superlinéaire en temps.

Pour conclure, nous introduisons le vocabulaire de dynamique sub- et super-di�usive
comme suit : a partir d'un point source, l'expansion est dite sub-di�usive si la variance du
déplacement est proportionnelle au temps à une puissance α < 1. Elle est dite super-di�usive
si la variance du déplacement est proportionnelle au temps à une puissance α > 1.

102



7.2 Résultats préliminaires 103

Figure 7.2 � Vol de Lévy dans un milieu désordonné. Un rayon lumineux se propage dans un
milieu constitué de billes transparentes liées par un matériau de même indice optique mais rem-
pli de di�useurs. A cause de l'inhomogénéité du milieu, la lumière est tantôt bloquée dans une
zone réduite, et tantôt se propage sur une grande distance à travers une bille. L'insert illustre
la structure fractale du matériau, associée à la distribution de tailles des billes transparentes.
Source : [Barthelemy 08].

7.2 Résultats préliminaires

Nous venons d'introduire la diversité de comportements accessibles au transport chaotique
de particules classiques. Nous souhaitons étudier ces di�érentes dynamiques lors d'une propa-
gation à travers un potentiel désordonné. Dans cette situation, le potentiel de speckle est la
source d'une force �uctuante, similairement au mouvement Brownien, mais contrairement à
[Jurczak 96, Grynberg 00] il n'y a pas de processus de dissipation. Dans les lignes qui suivent,
nous introduisons notre expérience de transport en présentant quelques premiers résultats ex-
périmentaux. Nous commencerons par présenter les paramètres typiques de l'expérience, dans
un régime que nous dénommerons "de haute énergie". Dans un second temps, nous mettrons
en évidence une dynamique d'expansion di�usive des atomes de l'échantillon.

7.2.1 Paramètres de l'expérience

Préparation de l'échantillon : Nous transférons les atomes dans le piège 2D de la façon
suivante. Nous préparons un nuage ultrafroid, non dégénéré, de 2. 105 atomes dans le piège
dipolaire 3D à 1565 nm. En 5 ms, nous allumons le con�nement vertical sur les atomes. Puis,
en 200 ms, nous réduisons la puissance du piège à 1565 nm, ce qui réalise un refroidissement
par évaporation con�né dans le plan. Nous obtenons un échantillon comportant entre 1. 105

et 1.5 105 atomes, à une température de 200 ±20 nK (légèrement supérieure à la température
critique de condensation). Le désordre est alors allumé en 4 ms. Nous relâchons le nuage 1 ms
plus tard en éteignant le con�nement 3D à 1565 nm. Après un certain temps d'expansion dans
le plan horizontal, nous coupons tous les potentiels puis imageons le nuage 0.1 ms plus tard
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104 Chap 7 - Une expérience de transport dans le régime classique

par �uorescence.

Grandeurs caractéristiques Nous résumons maintenant les principales grandeurs de l'expé-
rience, regroupées par ailleurs en table 7.1.

Tout d'abord, nous pouvons comparer quatre énergies caractéristiques :

1. L'énergie mécanique des particules est de l'ordre de kBT ≈ kB × 200 nK.

2. Le con�nement vertical ωz = 2π × 680 Hz ≈ kB
~ × 33 nK est inférieur d'un facteur 6 à

l'énergie des excitations thermiques. La dynamique des atomes présente donc, en plus de
l'expansion dans le plan, une oscillation verticale rapide.

3. Avec une puissance optique de l'ordre de 66 mW, nous réalisons un potentiel désordonné
de profondeur moyenne et déviation standard V̄ = kB × 53 nK. Bien qu'inférieur d'un
facteur quatre à la température du nuage, il laisse toutefois une forte probabilité pour les
particules de croiser des pics de potentiel infranchissables [Weinrib 82]. Environ 2 % de
la surface est énergétiquement inaccessible aux atomes d'énergie kBT .

4. Dans le cadre de la mécanique quantique, une dernière échelle d'énergie apparaît, associée
à la taille caractéristique des grains σ ∼ σy. Cette échelle vaut Eσ = ~

mσ2 ≈ kB × 9 nk.
Un calcul théorique des propriétés de di�usion est possible en mécanique quantique dans
le régime perturbatif, de petit paramètre V̄ 2

EEσ
. Ce rapport valant 1.6, notre expérience

est hors du cadre de validité des théories analytiques développées par exemple dans
[Kuhn 05, Miniatura 08] 3.

De même, nous avons trois longueurs caractéristiques à comparer :

1. La longueur de corrélation du désordre est de l'ordre de σ = σy ≈ 0.8µm selon l'axe y.
Le désordre est anisotrope, avec une corrélation deux fois plus longue sur l'axe x.

2. Selon le vecteur d'onde des atomes dans le plan, les événements de di�usion (au sens de
"collision") sur le potentiel désordonné doivent être ou non traités quantiquement. Dans
notre échantillon, ce vecteur d'onde vaut k =

√
2mkBT/~ ≈ 2π/0.7µm. Ainsi, le para-

mètre sans dimension k×σ est de l'ordre de 7 (�1) : les collisions sont approximativement
classiques et les particules sont assimilables à des objets ponctuels se mouvant dans le
potentiel désordonné.

3. En�n, le rayon rms du nuage selon l'axe con�nant z est de l'ordre de r ∼
√
kBT/mω2

z ≈
1µm. Or les grains de speckle ont un rayon de corrélation longitudinal σlong ∼ 9µm :
nous pouvons donc considérer qu'ils traversent le nuage de part en part, et supposer le
désordre invariant selon son axe de propagation.

7.2.2 Mise en évidence d'un comportement di�usif

7.2.2.1 Première observation

Après préparation de l'échantillon, nous coupons le con�nement 3D à 1565 nm pour laisser
s'étendre le nuage dans le plan, en présence du con�nement vertical et du désordre. En Fig.
7.3, nous constatons que l'expansion est alors fortement ralentie (rangée du bas) par rapport
à une expansion ballistique sans potentiel désordonné (rangée du haut).

3. Dans la gamme de paramètres associés à la limite perturbative, la longueur de Boltzmann est légèrement
trop élevée pour que la dynamique di�usive ne se mette en place l'échelle de l'expérience. De plus, nous verrons
en Chap. 8 que les corrections quantiques sont aussi peu susceptibles d'être observables dans ce régime.
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7.2 Résultats préliminaires 105

kBT ~ωz V̄ σ Eσ kσ V 2

kBTEσ

kB × 200 nK kB × 33 nK kB × 53 nK 0.8 µm kB × 9 nK 6.7 1.6

Table 7.1 � Paramètres des premières expériences. La longueur de corrélation du speckle dans
la direction y est σy = σ, tandis qu'en raison de l'inclinaison du désordre, la corrélation dans
la direction x est σx = 2σ.

Figure 7.3 � Densité atomique après expansion dans le plan horizontal après di�érents temps
d'expansion. La rangée du haut présente des expansions ballistiques en l'absence de désordre,
tandis que la rangée inférieure présente des expansions en présence de désordre.
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106 Chap 7 - Une expérience de transport dans le régime classique

En Fig. 7.4a, nous observons plus en détail le pro�l de densité après 50 ms d'expansion.
Nous observons deux structures 4. Au centre se présente une structure piquée et anisotrope.
Sur les bords, nous observons un halo isotrope, de densité comparable à ce que l'on observe
en l'absence de désordre. Nous en déduisons que les atomes de ce halo, de grande vitesse, ont
été peu a�ectés par le désordre à l'échelle de temps de l'expérience, tandis que les atomes du
centre, d'énergie plus faible, ont été fortement a�ectés.

Si l'on intègre cette image suivant un axe du plan (en Fig. 7.4b et c), on identi�e plus aisé-
ment le pro�l fortement piqué au centre. Après 200 ms d'expansion, le signal sur l'ensemble de
l'image est grand devant celui obtenu sans désordre : seuls restent des atomes non ballistiques,
fortement a�ectés par le désordre 5. Le pro�l est clairement non gaussien et, dans l'hypothèse
d'un comportement di�usif, suggère que les coe�cients de di�usion sont dépendent fortement
de l'énergie des di�érents atomes du nuage [Shapiro 07, Beilin 10].

Figure 7.4 � Densité atomique après expansion dans le plan horizontal, en présence de
désordre. a) Image après 50 ms d'expansion. b,c). Densités intégrées le long des deux axes
propres. Les ronds correspondent au pro�l imagé après 50 ms d'expansion. Les carrés corres-
pondent à une expérience de 200 ms d'expansion.

7.2.2.2 Une signature simple

Une première signature d'un comportement di�usif pourrait être recherchée dans l'évolution
de la taille rms du nuage en fonction du temps. Si la majorité des atomes réalisent une expansion
di�usive à partir d'un même point source, cette taille évolue proportionnellement à la racine
du temps d'expansion t - même si les atomes d'énergies di�érentes ne di�usent pas avec les
mêmes coe�cients.

4. L'échelle de gris de la �gure 7.4a est ajustée de façon à mettre en valeur les zones de faible densité
atomique. Ceci explique la di�érence par rapport à l'image 7.3.

5. Nous discuterons ceci de façon plus quantitative en 7.5.2.
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Toutefois, il est di�cile expérimentalement d'extraire cette valeur rms sur un signal dilué,
et nous ne disposons pas non plus d'une expression analytique simple de la densité à ajuster
sur nos données. Une autre signature, plus élémentaire, est à notre portée. Supposons que nous
observons l'expansion du nuage sur des distances bien supérieures à sa taille initiale. Alors, de
même que la taille varie en

√
t suivant les deux axes du plan, la densité au point source varie

comme 1/t. Par opposition, une expansion ballistique en l'absence de désordre est associée à
une décroissance de la densité centrale comme 1/t2.

Nous véri�ons ce comportement en Fig. 7.5 sur des expansions avec et sans désordre, durant
15 à 200 ms. Ainsi, lors d'une expansion purement ballistique, nous observons que la courbe n0

en fonction de t est linéaire en échelle log-log, re�étant une dépendance algébrique d'exposant
−2.0−0.2

+0.3. L'incertitude ici présentée résulte d'une �uctuation entre di�érentes séries de données,
supérieure à l'incertitude de chaque série. Nous supposons que cette �uctuation est causée par
les corrugations du potentiel de piégeage. Si nous faisons la même analyse lors d'une expansion
en présence du désordre, n0 présente à nouveau une dépendance algébrique en fonction de t,
d'exposant −0.9 ± 0.2. Ceci semble compatible avec un comportement di�usif de la majorité
des particules. Dans la suite de ce manuscrit, nous chercherons à extraire leurs coe�cients.

Figure 7.5 � Evolution de la densité crête du nuage n(0,0,t) en fonction de la durée d'ex-
pansion - en représentation log-log. Triangles : expansion en l'absence de désordre. Cercles :
expansion en présence de désordre. Les droites sont des fonctions d'ajustement avec une dépen-
dance algébrique en t, entre 15 et 200 ms. Les exposants obtenus sur ce jeu de données sont
-0.98 et -2.2, respectivement avec et sans désordre.

7.3 Modélisation classique

A�n de réaliser des mesures quantitatives sur la dynamique des atomes, nous devons nous
assurer d'un certain nombre de connaissances a priori sur le système. Notamment, en raison
de la vaste gamme d'énergie recouverte par la distribution thermique de l'échantillon, nous
devons véri�er quels régimes de transport existent dans notre système : les atomes risquent-ils
d'être piégés, ou d'avoir un comportement non-di�usif, dans certaines gammes d'énergie ?
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108 Chap 7 - Une expérience de transport dans le régime classique

Comme mentionné en 7.2.1, les calculs analytiques perturbatifs [Kuhn 05, Miniatura 08]
ne sont pas dans leur domaine de validité pour décrire notre système (nous y reviendrons
au chapitre 8). Toutefois, comme kσ > 1, nous pouvons raisonnablement nous baser sur une
simulation classique du mouvement de particules ponctuelles.

7.3.1 Un premier modèle simple

Nous employons tout d'abord une modélisation très simple pour faire pressentir la présence
de di�érentes dynamiques de transport. Nous générons numériquement un potentiel de speckle
2D similaire à celui de notre expérience. Pour une énergie de particule donnée, nous identi�ons
les zones classiquement inaccessibles en raison de leur énergie potentielle élevée. Nous simulons
ensuite une propagation, en ligne droite et à vitesse constante dans les zones accessibles, et
entrecoupée par des événements de ré�ection élastique sur les bords des zones inaccessibles.
Cette modélisation est purement 2D.

Figure 7.6 � Zones accessibles à une particule d'énergie E = 0.3V̄ (gauche) et E = V̄ (droite).
Le désordre présente une anisotropie d'un facteur deux comme nos expériences. Lorsque E =
0.3V̄ , la particule est piégée dans une surface �nie (illustré en vert pâle) mais il faut un temps
long pour qu'elle en traverse tous les goulots et explore l'ensemble de la zone accessible. Lorsque
E = V̄ , la particule n'est en général pas piégée (quelques exceptions sont noti�ées en vert pâle).
En bleu, nous présentons une trajectoire résultant de ré�ections élastiques sur les parois des
zones exclues. Nous observons que la particule e�ectue parfois un grand nombre de rebonds
avant de sortir d'une enclave entre quelques pics de potentiel, pour en rejoindre une nouvelle
plus éloignée.

En Fig. 7.6, nous introduisons le résultat de ce type de calcul, dans un désordre fort. A
gauche, nous présentons l'allure des zones accessibles et inaccessibles pour une énergie E =
0.3V̄ . Nous voyons que la particule peut être piégée dans des zones d'extension �nie - dont
l'une est ici identi�ée en vert. La taille de cette zone peut être grande devant la taille typique
d'un grain de désordre, et une longue trajectoire est requise pour que la particule en franchisse
tous les goulots d'étranglement.

A droite, nous présentons la même �gure pour E = V̄ , assortie d'une trajectoire simulée
comme expliqué ci-dessus. Nous voyons qu'il existe encore quelques zones piégées, mais l'es-
sentiel de la surface est connectée. Toutefois, à partir de la trajectoire présentée en bleu, nous
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observons que la particule peut rester longtemps dans une enclave entre quelques grains (en
bas à gauche), avant de trouver une trajectoire d'échappement, comme celle qui mène vers le
coin supérieur droit. Ce comportement pourrait être assimilable à une marche de Lévy (voir
partie 7.1.2).

Nous introduisons maintenant une modélisation plus complète, permettant de caractériser
les di�érentes situations qualitativement et quantitativement.

7.3.2 Di�érents régimes de transport

Les résultats que nous présentons dans cette partie ont été obtenus en collaboration avec
Luca Pezzé et Laurent Sanchez-Palencia, et sont présentés dans la publication [Pezzé 11]. Ils
reposent sur la simulation des trajectoires classiques des atomes dans le potentiel désordonné,
en 2D. Pour étudier la dynamique à une énergie donnée, la position de la particule et sa direction
de départ sont tirés au hasard, tandis que sa vitesse est ajustée pour obtenir l'énergie totale
souhaitée. Les moyennes et variances sont évaluées sur di�érentes réalisations du désordre et
orientations initiales de la vitesse. Ces simulations mettent en évidence la présence de régimes
de subdi�usion et de piégeage sous le seuil de percolation du désordre.

Les simulations sont réalisées dans un système d'unités adimensionnées. L'unité de longueur
est la longueur de corrélation du désordre σR = σy ≈ 0.8µm. L'unité de temps est dé�nie selon

τR =
√
mσ2/V̄ ≈ 0.5ms, où m est la masse des atomes.

Régime di�usif :
Dans un premier temps, nous étudions les trajectoires d'atomes disposant d'une énergie élevée
devant la profondeur du désordre. La �gure 7.7 présente la trajectoire d'une particule dans le
plan, issue initialement de la position (x = 0, y = 0), avec une énergie totale (cinétique plus
potentielle) E = 3 V̄ . La variance du déplacement, dans un premier temps, va comme le carré
du temps. La dynamique est donc transitoirement ballistique, jusqu'à ce que le vecteur vitesse
se décorrèle de sa valeur initiale [Lai 05]. A partir de cette échelle de temps, de l'ordre de 50
ms, la dynamique devient di�usive et la variance du déplacement est proportionnelle au temps.

Régime piégé :
Lorsque le potentiel est su�samment profond, il est possible de piéger des particules aux abords
d'un minimum local de potentiel. Ce mécanisme survient très facilement dans un système
unidimensionnel [Clément 05, Fort 05, Schulte 05]. Dans les systèmes bidimensionnels, le seuil
de désordre responsable d'une suppression du transport a été étudié dès les années 1970. Le
comportement critique à proximité de ce seuil dépend des propriétés de corrélation du désordre
[Kirkpatrick 73]. En particulier, le seuil de percolation des zones énergétiquement accessibles
a été déterminé dans un speckle répulsif, expérimentalement [Smith 79] puis théoriquement
[Weinrib 82], et vaut Eperc ≈ 0.52 V̄ .

La �gure 7.8 présente la dynamique d'une particule dans le plan avec une énergie totale
(cinétique plus potentielle) E = 0.3 V̄ . A nouveau, la variance est initialement quadratique en
temps. En 10 ms, la dynamique devient subdi�usive, puis au bout d'environ trois secondes la
variance arrête d'augmenter car les particules ont exploré toute la zone accessible.
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110 Chap 7 - Une expérience de transport dans le régime classique

Figure 7.7 � a) Un exemple de trajectoire dans le plan d'une particule d'énergie E = 3 V̄ .
b) Variance du déplacement entre deux instants en fonction de l'intervalle de temps t. Nous
observons une première dynamique transitoire ballistique, où la variance du déplacement est
quadratique en temps. Au-delà d'environ 50 ms, la variance devient linéaire en temps, ce qui
traduit un comportement di�usif.

Figure 7.8 � Dynamique d'une particule d'énergie E = 0.3 V̄ . Nous présentons la variance
du déplacement entre deux instants en fonction de l'intervalle de temps t. Nous observons plu-
sieurs dynamiques transitoires. De ballistique, le comportement devient subdi�usif en environ
10 ms, avec une variance dépendant du temps à la puissance ∼ 0.4. Au-delà de quelques se-
condes, la variance du déplacement devient stationnaire car les particules ont exploré l'espace
�ni accessible à partir de leurs positions de départ.

110



7.3 Modélisation classique 111

Régime transitoire subdi�usif :
A temps su�samment long, il existe seulement deux dynamiques. Si E < 0.52 V̄ , les atomes
cessent de se propager car ils sont piégés sous le seuil de percolation. Sinon, ils se propagent
suivant un comportement di�usif.

Toutefois, lorsque l'on regarde la propagation des atomes en un temps �ni, il n'y a pas une
transition brusque entre ces deux comportements. De part et d'autre du seuil de percolation,
on assiste à une dynamique subdi�usive transitoire [Lacasta 04, Sancho 04]. Si E < 0.52 V̄ ,
il faut en e�et du temps pour que les particules explorent l'espace qui leur est accessible. Si
E > 0.52 V̄ , comme nous l'avons vu en Fig. 7.6, les particules sont parfois piégées dans une
enclave entre quelques grains avant de s'échapper vers une autre enclave. En Fig. 7.9a, nous
observons à nouveau ce comportement sur la trajectoire d'une particule d'énergie totale E = V̄
à partir de la nouvelle modélisation. En étudiant la variance du déplacement en fonction du
temps sur la �gure 7.9b, nous observons une succession de trois comportements : ballistique à
temps court (t < 10ms), puis subdi�usif à temps intermédiaire (entre ≈ 10 ms et ≈ 1 s), avant
de rejoindre �nalement le comportement di�usif, de variance linéaire en temps.

La �gure 7.10 permet de repérer, pour deux temps d'expansion di�érents, la gamme d'éner-
gie concernée par cette dynamique subdi�usive transitoire. Nous traçons pour les deux échelles
de temps l'exposant α reliant la variance du déplacement au temps : < r2(t) >' tα. Après
1s (triangles et courbes continues), celui-ci passe rapidement de 0 (piégeage) à 1 (di�usion)
aux alentours du seuil de percolation Eperc ≈ 0.52V̄ . Par contre, pour des temps compris
entre 50 ms et 500 ms (ronds et courbes pointillées), le changement de régime s'étend encore
approximativement sur l'intervalle 0 ≤ E ≤ 2V̄ .

Ceci correspond à l'échelle de temps des expériences : nous dirons donc que pour E < 2V̄ ,
les atomes ont un comportement subdi�usif, plus fortement marqué en-dessous du seuil de
percolation (α < 0.6).

Figure 7.9 � a) Un exemple de trajectoire dans le plan d'une particule d'énergie E = V̄ .
La particule semble régulièrement piégée dans des petites zones, puis au bout d'un temps aléa-
toire e�ectue un grand déplacement avant de se faire capturer à nouveau un peu plus loin.
b) Variance du déplacement entre deux instants en fonction de l'intervalle de temps t. Nous
observons plusieurs dynamiques transitoires. Le comportement est ballistique durant quelques
millisecondes, puis devient subdi�usif entre 10 ms et 1 s. A temps long toutefois, la variance se
met à dépendre linéairement du temps, ce qui traduit un comportement asymptotique di�usif.
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Figure 7.10 � Exposant α caractérisant la dynamique des atomes, selon < r2(t) >∝ tα,
en fonction de l'énergie. Les ronds correspondent au comportement transitoire à une échelle
de temps comprise entre 50 et 500 ms - et les deux couleurs correspondent aux deux axes x
et y du système. La dynamique est subdi�usive jusqu'à une énergie E = 2 V̄ . Les triangles
correspondent au comportement après plus de 500 ms : le régime transitoire subdi�usif s'est
resserré autour de Eperc ≈ 0.52 V̄ , laissant la place aux comportements di�usifs ou piégés de
part et d'autre.

7.3.3 Mouvement transverse

Couplage des degrés de liberté : Dans nos premières expériences, nous sommes à un régime
de température tel que kBT ≥ ~ωz, où ωz est le con�nement vertical. Les grains de speckle
ont une longueur grande devant l'épaisseur du nuage piégé, et on peut supposer le désordre
invariant par translation selon son axe optique. Toutefois, en raison de son inclinaison par
rapport au plan des atomes, il peut coupler le mouvement vertical au mouvement horizontal
pour les particules d'énergie supérieure à ~ωz. 6

Nous étudions ce couplage à l'aide des simulations numériques. La simulation reste purement
classique, y compris en ce qui concerne le mouvement vertical. Les particules se meuvent donc
dans un potentiel 3D, constitué d'un oscillateur harmonique suivant z et d'un speckle invariant
par translation selon son axe, inclinée de θ = 30�sur le plan des atomes. Plus précisément,
nous générons un speckle 2D isotrope Viso(X,Y ). Le potentiel total vu par les atomes s'écrit
alors V (x, y, z) = Viso(xsinθ − zcosθ, y) + 1

2mω
2
zz

2.

En Fig. 7.11, nous observons qu'en approximativement 5 ms, une particule initialement
lancée dans le plan horizontal redistribue son énergie entre les di�érents degrés de liberté,
incluant l'oscillateur harmonique vertical. Le mouvement vertical reste stationnaire, tandis
que le nuage ne s'étend que dans le plan. Alors, la dynamique d'expansion est gouvernée par
l'énergie totale de la particule (conservée par le mouvement) et non par l'énergie cinétique dans
le plan, qui est une grandeur �uctuante.

6. Ce ne serait pas le cas si le speckle était projeté sur les atomes selon l'axe vertical, car alors le mouvement
dans le plan serait séparable du mouvement vertical. Toutefois, cet axe supporte déjà l'imagerie par �uorescence
et deux faisceaux du PMO.
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Figure 7.11 � Energie d'une particule selon les quatre degrés de liberté suivants : cinétique
selon x, cinétique selon y, cinétique selon z, potentielle selon z dans l'oscillateur harmonique.
Nous présentons une moyenne sur de nombreuses réalisations du désordre, mais où la direction
initiale de la particule et l'énergie totale sont inchangées. Nous observons que l'énergie, initia-
lement purement dans le mouvement horizontal, se redistribue en quelques millisecondes entre
les quatre degrés de liberté.

Modi�cation de la dynamique : Nous pouvons comparer les simulations numériques en situa-
tions 2D et 3D verticalement con�né. Dans les deux cas, l'expansion n'a lieu que dans le plan.
En régime di�usif, les coe�cients de di�usion sont plus élevés en 3D, même si l'on compare à
énergie cinétique moyenne dans le plan identique, telle que E2D = E3D/2. En e�et, l'énergie
du mouvement transverse sert occasionnellement à franchir des obstacles élevés dans le plan.

Toutefois, un fait important reste conservé : les mêmes régimes de propagation sont

observés lorsque l'on varie l'énergie. En particulier, le seuil de percolation, sous lequel les
atomes sont piégés à temps long, se situe toujours pour une énergie mécanique totale E =
E3D < 0.52V̄ . Ceci corrobore l'idée que l'énergie transverse peut servir à franchir les obstacles.
De même, aux temps intermédiaires (50-500 ms), nous observons une dynamique subdi�fusive
dans la même gamme d'énergie que précédemment : E3D < 2V̄ .

7.4 Distribution d'énergie de l'échantillon

Lorsque nous chargeons notre échantillon dans le désordre, nous ne sélectionnons pas une
énergie précise. Une même réalisation de l'expérience est sensible à toutes les dynamiques à
travers la distribution d'énergie du nuage [Shapiro 07, Beilin 10]. Pour analyser les résultats,
il est donc crucial de connaître cette distribution.

Lors de l'allumage du désordre, nous communiquons une énergie potentielle à la particule.
Ceci résulte en un échau�ement du nuage. Dans les pages qui suivent, nous commencerons
par montrer que notre échantillon a le temps d'entamer une rethermalisation au début de
l'expansion. Ensuite, nous estimerons l'échau�ement dans le cas d'un allumage soudain (non
adiabatique) 7. Dans un dernier temps, nous dériverons la distribution d'énergie �nale, en tenant

7. Le cas d'un allumage adiabatique est présenté dans la publication [Pezzé 11].
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compte de la densité d'état semi-classique en présence du désordre et de la quanti�cation du
mouvement vertical.

7.4.1 Thermalisation du nuage

Nous véri�ons tout d'abord si les atomes peuvent rejoindre un équilibre thermodynamique
après l'allumage du désordre. En Fig. 7.12a, nous mesurons la densité atomique au centre
du nuage 8. Cette mesure est réalisée après di�érents temps d'expansion dans le désordre, de
l'instant ou le con�nement 3D est coupé jusqu'à 250 ms plus tard. Nous pouvons en déduire,
en Fig. 7.12b, le taux de collisions binaires élastiques au centre du nuage selon l'équation
2.7. En moins de 15 ms, allumage du désordre compris, les atomes ont subi en moyenne une
collision élastique. Au-delà, le taux de collisions devient négligeable. En conséquence, après les
dix premières millisecondes d'expansion dans le désordre, nous considérerons que l'échantillon
est thermalisé mais s'étend désormais sans interactions.

Figure 7.12 � Collisions élastiques entre atomes aux premiers instants de l'expansion. a)
Densité d'atomes au centre du nuage. b) Taux de collisions binaires élastiques au centre du
nuage. En moins de 15 ms, allumage du désordre compris, les atomes ont subi plus d'une
collision élastique. Les points à temps court sont obtenus sans gain EM, tandis que les points
à temps long sont obtenus avec un gain ×12. Le léger désaccord entre les deux courbes est
attribuable à l'incertitude de notre calibration du gain.

7.4.2 Température d'équilibre

Pour déterminer la distribution d'énergie du nuage, nous devons d'abord estimer la tempé-
rature d'équilibre Tf en fonction de la température initiale Ti et de la profondeur du désordre.
Nous réalisons une estimation a maxima en supposant que le potentiel est branché brusquement
et que la redistribution d'énergie a lieu après l'extinction du con�nement 3D.

Pour ce calcul, il est di�cile de prendre en compte analytiquement la quanti�cation du
mouvement vertical. Nous séparons donc le traitement en deux situations limites : soit une
dynamique 3D semi-classique (kBT >> ~ωz), applicable aux premières expériences de di�usion,
soit une dynamique purement 2D applicable aux dernières expériences de ce chapitre, dans le
régime subdi�usif.

8. Par �uorescence, nous mesurons la densité surfacique. Puis, à partir de la température et du con�nement
vertical, nous déduisons la densité volumique du nuage.
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Dynamique 3D : Nous prenons en compte la dynamique verticale en négligeant la quanti-
�cation des états de l'oscillateur harmonique vertical (car kBT/~ωz = 6 >> 1). Juste après
l'allumage du désordre et l'extinction du con�nement 3D, l'énergie moyenne des atomes se
compose de plusieurs termes :

� L'énergie cinétique initiale dans les trois directions Ec = 3kBTi/2
� L'énergie potentielle dans l'oscillateur harmonique vertical EOH = kBTi/2
� L'énergie potentielle soudainement acquise à l'allumage du désordre. Si le nuage initial est
su�samment grand devant la longueur de corrélation σ, alors cette énergie vaut Esp = V̄ .

Nous dé�nissons la fonction de partition du système, à la température T et en présence de
tous les potentiels, selon :

Z(β) =

∫
dx dy dz d3p exp

(
−β~p

2

2m
− βVsp(x, y, z)−

βmω2
zz

2

2

)
(7.5)

où l'on note β = 1/kBT . Nous allons l'utiliser pour déterminer la température �nale Tf , car
l'énergie moyenne par particule s'exprime de deux façons :

< E >= − ∂

∂β
(lnZ) (βf ) = 2kBTi + V̄ (7.6)

Pour calculer cette fonction de partition, nous utilisons la propriété statistique du speckle
suivante :

< exp(−I) >=
1

1 + Ī
(7.7)

où nous identi�ons moyenne sur di�érentes réalisations et moyenne spatiale (voir section 6.4.1).
On montre alors que la fonction de partition s'écrit, à un facteur de proportionnalité près :

Z(βf ) ∝ 1

β2
f

· 1

1 + βf V̄
(7.8)

Pour évaluer la température d'équilibre, nous calculons l'énergie moyenne, déjà connue par
ailleurs, selon < E >= −∂βln(Z)(βf ). L'équation 7.6 devient alors du second degré en βf et
dépend de V̄ , βi et βf ; Elle se transcrit comme suit :

β2
f

(
2V̄

βi
+ V̄ 2

)
+ βf

(
−2V̄ +

2

βi

)
− 2 = 0 (7.9)

Ainsi, si nous chargeons un nuage à 200 nK dans un désordre de 53 nK, la température �nale
sera de 205 nK. L'échau�ement n'est donc pas visible. Il devient plus important (en valeur
relative) pour de plus faibles températures initiales.

Dynamique 2D : Si nous réduisons la température du nuage jusqu'à entrer dans un régime
2D où le mouvement vertical est �gé, nous devons dériver une nouvelle version de l'équation
7.10 suivant la même méthode :

β2
f

(
V̄

βi
+ V̄ 2

)
+ βf

(
−V̄ +

1

βi

)
− 1 = 0 (7.10)

Ce résultat est légèrement di�érent de la situation tridimensionnelle, et prévoit notamment
une plus forte élévation de la température. En e�et, l'énergie potentielle fournie par le désordre
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est communiquée à un nombre plus restreint de degrés de liberté. De plus, à la limite de
température initiale nulle, l'équation d'ordre deux ci-dessus se résout pour donner :

kBTf =
2

1 +
√

5
V̄ ≈ 0.62V̄ (7.11)

En conséquence, même si kBTi << V̄ , un chargement brusque dans le désordre amènera une
fraction signi�cative de l'échantillon au-dessus du seuil de percolation du potentiel.

7.4.3 Distribution d'énergie du nuage thermalisé

Nous venons de déterminer la température du nuage après le chargement dans le poten-
tiel désordonné. Toutefois, l'expansion d'un nuage contient l'information sur di�érentes classes
d'énergies, de comportements di�érents. Nous devons donc pousser l'analyse plus loin et déter-
miner, à partir de cette température, la distribution d'énergie complète de l'échantillon.

Nous calculons cette dernière en tenant compte de la quanti�cation du mouvement vertical
par l'oscillateur harmonique. Par contre, le mouvement dans le plan est traité de façon semi-
classique. Nous évaluons la densité d'état associée au potentiel en négligeant la quanti�cation
des états du mouvement piégés entre les grains du désordre. La densité d'état du système se
dé�nit comme suit :

ρ(E) ∝
∫
d2r d2p

∑
n

δ

(
E − n~ωz − V (~r)− p2

2m

)
(7.12)

où δ est la fonction de Dirac, ~r et ~p désignent la position et l'impulsion dans le plan, et n désigne
l'état quantique du mouvement vertical. L'origine des énergies est située à vitesse nulle dans le
plan, dans l'état n = 0. Nous réalisons un changement de variable, en passant d'une intégrale
sur les coordonnées ~r à une intégrale sur la variable aléatoire V (~r) dont nous connaissons la
distribution de probabilité P (V ) = 1

V̄
exp(−V

V̄
). Dans un boîte de taille L macroscopique, la

transformation s'écrit pour une fonction F arbitraire :∫
d2rF (V (~r)) = L2

∫
dV P (V )F (V ) (7.13)

Nous considérons un échantillon non dégénéré, et négligeons l'e�et du potentiel chimique. Alors,
en utilisant la statistique de Boltzmann, nous calculons la distribution d'énergie du nuage :

N(E) ∝ ρ(E) exp

(
− E

kBT

)
(7.14)

∝
E/~ωz∑
n=0

[
1− exp

(
n~ωz − E

V̄

)]
· exp

(
− E

kBT

)
(7.15)

Considérons maintenant l'échantillon des premières expériences, à une température ini-
tiale de 200 nK. En �gure 7.13a, nous observons la distribution d'énergie avant l'allumage du
désordre 9. Celle-ci présente des dents de scie associées aux di�érentes excitations du mouvement
vertical. Lorsque l'on allume le désordre, après thermalisation nous obtenons la distribution
d'énergie représenté en Fig. 7.13b. Bien que la température ait peu changé, les discontinuités
de la distribution ont été lissées et les très basses énergies ont été dépeuplées.

9. En l'absence du désordre, la distribution d'énergie se dérive correctement de l'équation 7.15 à la limite

V̄ → 0 et vaut N(E) ∝
[
E
(

E
~ωz

)
+ 1
]
· exp

(
− E
kBT

)
- où nous employons la notation partie entière E.
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Figure 7.13 � Distribution d'énergie du nuage thermalisé. a) Nuage à 200 nK dans le piège
2D avant d'allumer le désordre. b) Nuage à 205 nK en présence du désordre de profondeur
53 nK. Les régions grisées correspondent à des régimes d'expansion subdi�usive (gris claire) et
piégé à temps long sous le seuil de percolation (gris foncé).

Conclusion de la partie : Nous disposons maintenant de la distribution d'énergie des atomes
dans le désordre, pour des situations 3D (kBT > ~ωz) comme 2D (kBT < ~ωz). Nous constatons
surtout que, pour les expériences à une température de 200 nK, seulement 6 % des atomes sont
dans le régime transitoire subdi�usif (E < 2V̄ ), et 0.4 % resteront asymptotiquement piégés.
Ainsi, nous prévoyons un comportement di�usif pour la grande majorité de la distribution.
Cette information nous permet maintenant d'aborder des mesures quantitatives.

7.5 Mesure expérimentale des coe�cients de di�usion

Nous connaissons maintenant l'ensemble des propriétés thermodynamiques de l'échantillon,
ainsi que les propriétés statistiques du désordre dans lequel il évolue. Nous avons déjà observé
que le comportement de particules à 200 nK était fortement a�ecté par un désordre à 53 nK.
Le suivi de la densité pic du nuage en fonction du temps, ainsi qu'une modélisation numérique,
nous indiquent que la dynamique d'expansion devrait être di�usive pour une majorité d'atomes,
tandis que les excitations verticales restent stationnaires. Forts de cette information, nous allons
maintenant extraire les coe�cients de di�usion de nos expériences.

Ces coe�cients pourront être comparés à ceux extraits de la modélisation théorique. Un bon
accord entre les deux résultats permettra d'ouvrir la voie à l'étude des régimes de transport à
basse énergie (subdi�usion, piégeage, voire localisation d'Anderson). Notons que ces coe�cients
seront obtenus dans un régime où les théories analytiques ne sont pas valides.

7.5.1 Un ajustement des données sur un modèle di�usif

Pour extraire une information quantitative, nous comparons les pro�ls de densité en �n
d'expansion à un modèle phénoménologique de di�usion, paramétré par des coe�cients de
di�usion dépendants de l'énergie.

Nous introduisons ce modèle en quelques étapes. Partons d'une situation simple : un en-
semble de particules di�usent dans le plan à partir d'un point source, avec le même coe�cient
de di�usion. Si le désordre est anisotrope, la di�usion sera paramétrée par deux coe�cients de
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di�usion - un par axe propre du système. Alors, en un temps t d'expansion, les particules se
répartissent sur une gaussienne anisotrope :

n(x, y, t) =
1

4π
√
DxDyt

exp

(
− x2

4Dxt
− y2

4Dyt

)
(7.16)

Nos données ne présentent pourtant pas une structure gaussienne, mais au contraire fortement
piquée. Comme mentionné plus haut, ceci peut s'expliquer si les atomes di�usent avec des
coe�cients de di�usion dépendants de leur énergie. Ainsi, le pro�l de densité résulte de la
somme sur la distribution d'énergie N(E) de di�érentes gaussiennes en expansion di�usive :

n(x, y, t) =

∫
dEN(E)

1

4π
√
Dx(E)Dy(E)t

exp

(
− x2

4Dx(E)t
− y2

4Dy(E)t

)
(7.17)

Nous retrouvons sur cette équation la dépendance en 1/t de la densité centrale n(0, 0, t). Pour
comparer cette expression aux images obtenus après expansion, nous la convoluons par la
résolution �nie du système d'imagerie, de l'ordre de σ0 ≈ 15µm 10. A�n d'extraire les coe�cients
de di�usion, nous utilisons deux informations préalables :

1. Nous avons déterminé plus haut (section 7.4.3) la distribution d'énergie dans le désordre
N(E). Etant donné la faible proportion d'atomes dans le régime transitoire subdi�usif
E < 2V̄ ou asymptotiquement piégé E < 0.52V̄ , nous supposons que l'ensemble de la
distribution réalise une expansion di�usive.

2. Pour déterminer les coe�cients de di�usion, nous employons un ansatz sur la forme de
leur dépendance en énergie Dx,y(E) a�n de limiter le nombre de paramètres ajustables.
Nous développons ce point maintenant.

Forme de la fonction D(E) La forme des fonctions Dx,y(E) peut être déterminée à partir
de la modélisation numérique. Pour nos paramètres expérimentaux et un mouvement 3D, la
�gure 7.14 présente les coe�cients de di�usion pour des énergies supérieures à 2V̄ . Dans la
représentation log-log, nous observons une dépendance clairement algébrique. Plus précisément,
les coe�cients de di�usion obtenus par le modèle dans les conditions de l'expérience s'expriment
comme suit :

Dx(E) = 2.4

√
V̄ σ2

m

(
E

V̄

)2.8

(7.18)

Dy(E) = 0.65

√
V̄ σ2

m

(
E

V̄

)2.8

(7.19)

Les paramètres numériques Dx,y(E = V̄ ) ne peuvent dépendre que de deux paramètres
indépendants : de l'anisotropie du désordre σx/σy, et, dans le cas d'une dynamique tridimen-
sionnelle, du rapport ~ωz/V̄ . Surtout, les coe�cients de di�usion manifestent une dépendance
algébrique en énergie avec un exposant 2.8.

10. La convolution est réalisée analytiquement. Sur chaque axe et à chaque énergie, nous remplaçons la
gaussienne normée de variance 2Dt par une gaussienne normée de variance 2Dt+ σ2

0 . Remarquons qu'alors, la
dépendance en 1/t de la densité centrale n'est attendue qu'après une expansion telle que pour la majorité des
atomes, 2Dt >> σ2

0 .
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A titre de comparaison, les simulations réalisées dans une situation purement bidimen-
sionnelle fournissent aussi une dépendance algébrique, mais avec un exposant 3.15. Ce dernier
résultat, obtenu sur un désordre non perturbatif, di�ère signi�cativement des calculs quan-
tiques en perturbation (voir chapitre 7 et [Miniatura 08]) qui prédisent pour kσ >> 1 une
dépendance algébrique d'exposant 2.5.

Figure 7.14 � Coe�cients de di�usion extraits de la modélisation numérique de Luca Pezzé,
en fonction de l'énergie. Les points sont extraits des simulations, et sont présentés sur chacun
des deux axes propres du système. Les droites sont des ajustements sur ces points avec une
dépendance algébrique en énergie (apparaissant linéaire en échelle log-log).

Pour ajuster nos données sur le modèle di�usif, nous emploierons donc l'ansatz suivant :

Dx,y = D0
x,y ×

(
E

Erec

)γ
(7.20)

qui a l'avantage de permettre une comparaison directe à la modélisation numérique. La dépen-
dance en énergie y est algébrique mais d'exposant libre. Ceci laisse trois paramètres physiques
à ajuster : D0

x, D
0
y, γ. Nous employons une énergie de référence indépendante des données du

problème et donc parfaitement déterminée : l'énergie de recul de l'atome de Rubdium sous une
lumière à 780 nm (sur la raie D2), Erec ≈ kB × 180 nK. Cette échelle d'énergie n'a pas de
signi�cation particulière mais elle est d'un ordre de grandeur bien adapté au problème, et est
souvent utilisée dans les problèmes d'atomes refroidis par laser.

Résultat de l'ajustement En employant l'ansatz ci-dessus, nous pouvons ajuster l'expression
7.17 sur chacune de nos images, après convolution par la résolution de l'imagerie (≈ 15µm).
La distribution d'énergie N(E) est déterminée selon l'équation 7.15, après détermination indé-
pendante de V̄ , T, ωz, et du nombre d'atomes dans l'échantillon atomique source Ntotal

11.

La �gure 7.15 présente le pro�l de densité surfacique après une expansion de 200 ms. Sur
de telles images, nous n'observons plus de traces du halo en expansion ballistique. Di�érentes
coupes à travers le nuage, selon l'axe x comme l'axe y et à di�érentes distances du centre, sont

11. Il n'est pas important de déterminer le nombre d'atomes lui-même. Nous devons en fait déterminer
précisément le nombre de coups générés par la �uorescence de l'ensemble de l'échantillon sur la caméra ampli�ée.
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comparées au résultat de la fonction d'ajustement. Nous obtenons un très bon accord du centre
jusqu'aux ailes. Nous trouvons :

D0
x = 3.0(1.5)× 10−7m2/s (7.21)

D0
y = 8.7(4.3)× 10−8m2/s (7.22)

γ = 3.3(3) (7.23)

Les barres d'erreur sur les coe�cients D0
x,y sont associées aux incertitudes des mesures du

nombre d'atome Ntotal, de la température T , de la profondeur du désordre V̄ et de la fréquence
de con�nement ωz/2π utilisés pour calculer N(E). Le tableau 7.2 explicite les incertitudes
associées à chaque paramètre. Notons aussi que si l'on emploie une distribution d'énergie résul-
tant d'un allumage brusque du speckle mais sans thermalisation ultérieure (non explicitée dans
ce manuscrit), le résultat est identique au pourcent près. En plus de ces barres d'erreurs sur
un jeu de données, la répétition de cette même expérience pour des températures légèrement
di�érentes (entre 180 et 220 nK) donne une �uctuation de l'ordre de ±15%. L'incertitude sur
γ est largement dominée par les �uctuations d'un jeu de données sur l'autre.

Paramètre Ntotal T ωz V̄

Incertitude du paramètre ±10% ±5% ±10% ±15%

Incertitude sur γ ±2% ±0.2% ±1% ±1%

Incertitude sur D(E = Erec) ±22% ±13% ±3% ±7%

Table 7.2 � Incertitude sur la détermination expérimentale des coe�cients de di�usion, causée
par l'incertitude sur les paramètres Ntotal, T, ωz, V̄ sur un même jeu de données.

Le rapport entre les deux coe�cients de di�usion vaut Dx/Dy = 3.45(15) tandis que les
simulations numériques ont donné 3.7. Par ailleurs, les coe�cients de di�usion évalués par la
modélisation numérique à E = Erec valent Dx(Erec) = 1.3(0.6) × 10−7m2/s et Dy(Erec) =
3.5(1.7) × 10−8m2/s - où l'incertitude est associée à notre méconnaissance de V̄ et ωz. Ainsi,
l'évaluation expérimentale des coe�cients de di�usion semble en accord quantitatif avec la
théorie, au vu des barres d'erreur relativement élevées de part et d'autre.

7.5.2 Discussion du cross-over ballistique / di�usif

L'ajustement réalisé ci-dessus fournit les coe�cients de di�usion à toutes les énergies, à par-
tir d'une seule image. Nous avons pu véri�er que di�érentes images à paramètres semblables
(température comprise entre 180 et 220 nK) mais prises des jours di�érentes fournissent les
mêmes coe�cients de di�usion à l'énergie caractéristique Erecoil = 180nK, à ±15% près. Par
contre, si l'on réalise l'ajustement sur des images à di�érents temps d'expansion, nous obser-
vons une dérive en fonction du temps, résumée dans le tableau 7.3. Entre 100 et 200 ms, les
coe�cients de di�usion ajustés augmentent d'environ 50 %. Ceci indique que l'expansion n'est
plus ballistique (nous aurions alors eu un facteur 2), mais suggère toutefois que nous observons
la dynamique à une échelle de temps trop proche du temps de Boltzmann [Lai 05] - or les
nombreuses énergies présentes dans le nuage couvrent une large gamme de τB.

Nous n'avons pas pu, dans cette gamme de paramètre, interpréter des expansions d'une
durée supérieure à 200 ms. Le pro�l de densité est observable jusqu'à 1 s, mais les atomes
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Figure 7.15 � Pro�l de densité après 200 ms d'expansion. a) Représentation en fausse 3D du
pro�l observé. Le nuage est fortement piqué au niveau du point source, et présente une embase
large. b) Comparaison avec la fonction d'ajustement. Les courbes de gauche (droite) sont des
coupes selon x (y) à di�érentes positions y (x). Les courbes rouges passent par le centre du
nuage, et les autres coupes sont distantes de 36 µm de proche en proche. Les courbes sont
déplacées verticalement pour la clarté de la �gure. Les lignes sont le résultat de l'ajustement
selon la fonction 7.17 en employant l'ansatz 7.20.

t [ms] 200 190 180 160 150 130 120 110 100

D0
x [10−8 m2/s] 8.7 8.9 8.4 7.3 6.5 6.5 5.6 6.3 5.2

D0
y [10−7 m2/s] 3.0 3.0 2.8 2.5 2.2 2.2 1.9 2.1 1.7

γ 3.3 3.2 3.1 3.1 3.0 2.9 2.8 2.8 2.8

Table 7.3 � Valeurs des coe�cients de di�usion D0
x et D0

y, et de l'exposant γ, ajustés sur
des expériences employant di�érents temps d'expansion. Entre 100 et 200 ms, les coe�cients
à E = Erec ont augmenté de 50 %. Bien que les valeurs ne soient pas encore stabilisées à 200
ms, nous expliquons dans le texte pourquoi celles-ci sont vraisemblablement proches de la valeur
asymptotique.
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122 Chap 7 - Une expérience de transport dans le régime classique

s'éloignent alors trop du point source et le speckle ne peut plus être considéré comme homogène
sur l'ensemble de la surface. Nous allons toutefois fournir un argumentaire en faveur de la
mesure à 200 ms, malgré l'impossibilité d'observer une stabilisation des coe�cients issus de
l'ajustement.

Nous extrayons les coe�cients de di�usion comme précédemment à partir de l'image à 200
ms. Nous essayons ensuite de déterminer si des atomes de comportement ballistique peuvent
être restés dans la zone de détection, à di�érents temps d'expansion 12. Nous nous basons pour
ce faire sur deux informations :

� Dans un premier temps, nous évaluons l'énergie E(τB) associée à un temps de Boltzmann
τB égal à la durée de l'expansion, à partir de la relation τB(E) = 4D(E)/v2. La vitesse
considérée est la valeur quadratique moyenne de la vitesse dans le plan : v =

√
E/m. En

raison de l'anisotropie des coe�cients Dx(E) et Dy(E), nous disposons de deux estima-
teurs du temps de Boltzmann. Nous sélectionnons les valeurs de l'axe x, fournissant la
plus faible énergie caractéristique E(τB).

� Dans un second temps, nous évaluons quelle classe d'énergie serait sortie de la zone de
détection lors d'une propagation ballistique non a�ectée par le désordre. La zone de
détection est de côté L = 1.08 mm, centrée sur le point source. Alors, pour chaque temps

t d'expansion, les atomes d'énergie EL >
(
L
2t

)2
m seraient sortis.

Si E(τB) < EL, il risque d'y avoir des atomes encore ballistiques (ou superdi�usifs) dans la
zone de détection : la fonction d'ajustement n'est pas justi�ée. Ceci est le cas après 100 ms
d'expansion, où E(τB) ≈ 4V̄ mais où EL ≈ 5.5V̄ . A l'inverse, si E(τB) > EL, les atomes
ballistiques ont eu le temps de sortir de la zone de détection : ils ne contraignent donc pas
l'ajustement. Ceci est le cas après 200 ms d'expansion, où E(τB) ≈ 5.5V̄ et où EL ≈ 1.4V̄ .

Sur la �gure 7.16, nous illustrons plus en détail ce raisonnement sur les temps d'expansion
100 et 200 ms. Nous présentons à titre de repère la distribution d'énergie du nuage. Dans un
second temps, l'énergie à partir de laquelle une propagation ballistique mènerait les atomes
hors de l'image (vt > L

2 ) est repérée par la ligne verticale tiretée. Ensuite, sur la droite de
l'image, la gamme d'énergie E > E(τB) est repérée en gris. Dans cette zone, la dynamique des
atomes n'est vraisemblablement pas encore di�usive. Pour information, nous grisons aussi les
zones de faible énergie associées aux dynamiques subdi�usives voires piégées .

Par ailleurs, nous identi�ons la gamme d'énergie sur laquelle la fonction d'ajustement est
contrainte. Pour ceci, nous traçons la fonction χ2(E) quanti�ant la "distance" entre le pro�l de
densité expérimental nimage(x, y) et le pro�l de densité de la fonction d'ajustement dont sont
retirés les atomes d'énergie supérieure à E. Formellement, nous mesurons cette distance selon :

χ2(E) =

∫
dx dy (najustement(e < E)− nimage)2∫

dx dy (nimage)2
(7.24)

Après 100 ms d'expansion, nous constatons plusieurs choses. Tout d'abord, l'énergie E(τB)
repérant le cross-over entre dynamique di�usive et dynamique ballistique est proche, voire
inférieure à l'énergie EL à partir de laquelle une propagation ballistique mène hors de la zone
de détection. En conséquence, il y a un fort risque d'observer des atomes non di�usifs sur

12. Pour en faire un argument auto-cohérent, le raisonnement doit être réalisé en employant pour chaque temps
d'expansion les coe�cients de di�usion extraits de sa propre image. Toutefois, pour une meilleure lisibilité, il
est plus aisé de ne pas changer les valeurs à chaque fois.
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7.5 Mesure expérimentale des coe�cients de di�usion 123

Figure 7.16 � Cross-over vers le régime ballistique, après 100 ms (a) et 200 ms (b). La courbe
continue est la distribution initiale d'énergie. La courbe pointillée est la distribution d'énergie
des atomes présents sur l'image, selon l'ajustement. La zone grisée de droite repère une zone
où le temps de Boltzmann est de l'ordre de, ou supérieur au temps d'expansion. Dans cette
zone, la dynamique des atomes est donc dans le régime transitoire, entre expansion ballistique
et di�usive. Les deux zones gris-foncé de gauche représentent les gammes d'énergie associées
à la subdi�usion et au piégeage sous le seuil de percolation, à titre de rappel. La ligne poin-
tillée verticale marque l'énergie à partir de laquelle une propagation ballistique mènerait hors
de la zone de détection. Plus elle est éloignée de la limite vers le régime ballistique, moins nous
risquons d'extraire de fausse information à partir d'atomes non di�usifs. En�n, les diamants
représentent la fonction χ2(E) (voir texte), quanti�ant la distance entre l'image expérimen-
tale et la contribution des seuls atomes d'énergie inférieure à E. Lorsque sa dérivée est faible
(notamment aux fortes énergies), la fonction d'ajustement est peu contrainte par la gamme
d'énergie concernée.
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124 Chap 7 - Une expérience de transport dans le régime classique

l'image. Ce risque est con�rmé par le fait que la fonction χ2(E) est loin d'avoir rejoint son
asymptote à E(τB) : l'ajustement est contraint par des atomes de dynamique contestable.
En�n, la fonction d'ajustement présente une lacune de 18% d'atomes dans la zone de détection
par rapport à l'image expérimentale (cette information n'est pas visible sur les courbes).

Après 200 ms, la situation est bien plus favorable. Les atomes dont la dynamique n'est
pas encore di�usive sont à des énergies telles que vt >> L/2. Aucun atome ballistique n'est
donc présent sur l'image. Nous con�rmons ce point en observant aussi que la déviation χ2(E)
a presque rejoint son asymptote avant la zone de cross-over ballistique/di�usif. Ainsi, peu
d'information est extraite à partir des atomes d'énergie supérieure à 6V̄ . En�n, la fonction
d'ajustement présente le bon nombre d'atomes dans la zone de détection par rapport à l'image
expérimentale à 0.3% près.

Nous pouvons pro�ter de cette occasion pour discuter à nouveau le rôle des régimes subdif-
fusifs et piégés, présents dans la distribution. La fraction subdi�usive, au sens large, représente
6 % de la distribution complète des atomes, et 18 % des atomes e�ectivement observés dans
la zone de détection après 200 ms. La fraction fortement subdi�usive associée à temps long au
piégeage sous le seuil de percolation représente seulement 1.2% des atomes étudiés après 200
ms. 13

7.5.3 Conclusion

Dans cette partie, nous avons mis en évidence l'expansion di�usive 2D d'un nuage d'atomes
ultrafroids dans un potentiel désordonné. A partir d'un ajustement d'un modèle sur les pro�ls
de densité observés, nous avons extrait des coe�cients de di�usion fortement dépendants de
l'énergie, en accord quantitatif avec une modélisation numérique. Cette étape est un premier
pas pour étudier le comportement des atomes à de plus basses énergies, où nous nous attendons
à observer une dynamique transitoire subdi�usive ainsi qu'un phénomène de piégeage sous le
seuil de percolation.

7.6 Dynamique à basses énergies

Pour étudier la dynamique de transport non di�usif à basse énergie, nous devons réaliser
quelques modi�cations sur l'expérience. Dans un premier temps, nous présentons les améliora-
tions du montage ainsi que de la séquence expérimentale permettant d'obtenir, non seulement
un nuage 6 fois plus froid, mais aussi une situation où la majorité des atomes sont piégés
dans l'état fondamental du mouvement vertical. Dans un second temps, nous introduirons nos
premières observations dans cette nouvelle gamme de paramètres.

7.6.1 Poursuite du refroidissement

Modi�cation du piège 2D : Tout d'abord, le piège 2D a été modi�é a�n d'augmenter le
con�nement vertical et de se rapprocher d'une situation purement bidimensionnelle. Le schéma
optique, représenté en Fig. 7.17, présente essentiellement deux modi�cations :

13. La fonction χ2(E) représente la somme des carrés des di�érences entre le modèle tronqué en énergie et
l'image expérimentale. L'aire sous la courbe n'est donc pas proportionnelle à la population concernée.
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7.6 Dynamique à basses énergies 125

� Le faisceau est focalisé sur les atomes par une lentille de 15 cm de focale, plus proche
des atomes, contre 20 cm précédemment. En augmentant l'ouverture numérique, nous
améliorons donc la focalisation des nappes de lumière sur les atomes.

� L'anisotropie du faisceau avant la dernière lentille du montage est obtenue en employant
des prismes anamorphoseurs au lieu d'optiques cylindriques. Il semble que cela réduise
les corrugations du potentiel.

Ce faisceau a été caractérisé suivant la même procédure que le précédent piège, employé
lors des expériences de di�usion. En Fig. 7.18, nous mesurons une fréquence de con�nement
de 850 Hz dans le piège en observant les oscillations du centre de masse. Par ailleurs, nous
mesurons sur les atomes la distance entre les deux maxima des nappes de lumière à l'aide de
la méthode exposée en 6.3.3.2 et l'estimons à 12 µm. Le chargement de ce piège est amélioré
par un transfert progressif, en typiquement 200 ms.

Figure 7.17 � Montage optique du nouveau piège 2D. Une lentille cylindrique (C) permet de
focaliser fortement le faisceau suivant la direction verticale, tout en laissant l'axe horizontal
collimaté avec un waist d'environ 1.1 mm. Nous employons des prismes anamorphoseurs pour
obtenir un faisceau collimaté anisotrope en amont de la dernière lentille cylindrique, de focale
15 cm.

Optimisation de l'évaporation : Pour étudier la dynamique subdi�usive, nous devons aussi
réduire la température du nuage. Nous pouvons gagner un facteur 6 en température en ajustant
le rapport d'anisotropie du piège. Nos atomes sont en e�et piégés par deux faisceaux à 1565 nm
de waists très di�érents (150 et 22 µm), en plus du con�nement vertical à 767 nm. Sur la �gure
7.19a, nous observons le potentiel dipolaire dans le plan horizontal, dans la situation employée
pour générer des échantillons à 200 nK. La profondeur du faisceau con�nant (horizontal sur
l'image) est plus faible que celle du faisceau large. Les atomes sont piégés à l'intersection,
et peuvent s'évaporer via le faisceau large. Sur la �gure 7.19b, nous observons la nouvelle
con�guration en �n d'évaporation dans le piège 2D. La puissance du faisceau con�nant est à
peu près identique, mais celle du faisceau large a été réduite d'un facteur 10, de sorte que les
deux profondeurs sont similaires. Les atomes sont toujours piégés à l'intersection, dans un puit
de potentiel de profondeur peu a�ecté, mais le con�nement a été réduit sur deux des trois axes.

Nous pouvons pro�ter de ce refroidissement adiabatique pour poursuivre l'évaporation vers
de plus basses profondeurs. Nous arrivons ainsi à atteindre des températures de l'ordre de 30
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126 Chap 7 - Une expérience de transport dans le régime classique

Figure 7.18 � Oscillation transverse du nuage dans le nouveau piège 2D. Après di�érents
temps d'oscillation, le piège est coupé et nous observons la vitesse du centre de masse de l'échan-
tillon après un temps de vol de 15 ms. La fréquence de con�nement est évaluée à 850 Hz.

nK 14. A titre de comparaison, l'énergie associée au con�nement transverse vaut ~ωz ≈ kB×40
nK. La majorité des atomes sont dans le niveau fondamental du mouvement vertical - comme
nous le verrons en Fig. 7.20a.

Avec une température de 30 nK et une profondeur du désordre de kB×66 nK 15, l'énergie
communiquée au nuage lors du branchement du speckle est alors importante. Si l'allumage est
soudain, selon les calculs de la partie 7.4.2, la température du nuage dans le désordre est de
l'ordre de 64 nK. Expérimentalement, un allumage progressif du speckle (en typiquement 30
ms) en présence du con�nement �nal à 1565 nm permet de diminuer légèrement la température
dans le désordre (vers ∼ 55± 5 nK).

Bilan du transfert : La �gure 7.20 présente les distributions d'énergie, à 30 nK en l'absence
de désordre, puis à 64 nK en présence de désordre, dans le piège de con�nement vertical 850
Hz. De nombreux atomes sont désormais dans le régime subdi�usif, à hauteur de 55 % de la
distribution, et près de 8% sont sous le seuil de percolation. La situation est donc favorable à
l'étude de ces nouveaux régimes prédits par la modélisation numérique.

7.6.2 Premiers résultats

Nous présentons maintenant les premières observations expérimentales sous ces conditions.
Nous employons, dans le nouveau piège 2D, un nuage de 15 000 atomes. La température dans
le désordre est de l'ordre de 60 nK. Ce dernier a une profondeur de 66 nK.

14. Ceci n'est pas possible en dehors du piège 2D. En l'absence de celui-ci, le rôle bras large est de compenser
la gravité. Si l'on réduit trop sa puissance, les atomes ne sont plus piégés par le second bras en �n d'évaporation.
15. Suite à quelques améliorations, nous disposons de plus de puissance que lors des expériences de di�usion.
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Figure 7.19 � Potentiel de piégeage dans le plan horizontal en �n d'évaporation, pour a) les
expériences de di�usion à 200 nK, b) les expériences de subdi�usion à 30 nK. La puissance du
faisceau con�nant (horizontal sur les images), de waist 22 µm, est approximativement conservée
entre les deux situations. En réduisant la puissance du faisceau large, de waist 150 µm, jusqu'à
équilibrer les profondeurs des deux bras, les atomes restent piégés au croisement mais la fré-
quence de con�nement est réduite sur deux axes. On peut ensuite pro�ter de ce refroidissement
adiabatique pour poursuivre un peu l'évaporation.

Figure 7.20 � Distribution d'énergie du nuage thermalisé. a) Nuage à 30 nK dans le nouveau
piège 2D, en l'absence de désordre. b) Nuage à 64 nK en présence du désordre de profondeur
66 nK. Désormais, 55 % des atomes sont dans les régimes transitoirement subdi�usifs (grisés),
et 8% ont une énergie sous le seuil de percolation (zone gris foncé).
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128 Chap 7 - Une expérience de transport dans le régime classique

En Fig. 7.21, nous présentons les pro�ls de densité obtenus après 10 ms, 3s, 5s et 7s. Les
courbes représentent des pro�ls intégrés sur un axe, tandis que nous voyons les images en
inserts. La taille du nuage évolue peu, tandis que le nombre d'atomes semble décroître. Nous
observons un léger élargissement du nuage suivant l'axe observé (x), qui semble s'arrêter avant
la �n de l'expansion. La forme du nuage reste piquée.

Figure 7.21 � Pro�ls de densité intégrés suivant l'axe y, et images correspondantes en insert,
après di�érents temps d'expansion dans le désordre. Les échelles de couleur des inserts ne sont
pas identiques.

A l'échelle de 7s, la modélisation numérique suggère que le régime subdi�usif transitoire
a essentiellement disparu : les atomes sont vraisemblablement soit di�usifs soit piégés. Pour
étudier leur dynamique, nous évaluons en Fig. 7.22a la taille rms du nuage 16. Initialement
de 12 × 80µm, elle évolue rapidement vers une taille stable de 50 × 60µm. Cette valeur est
toutefois biaisée, car elle ne concerne qu'une fraction limitée du nuage ressortant du bruit de
l'imagerie et un halo di�us peut ne pas être détecté.

16. Ceci est plus facile à réaliser que lors des expériences de di�usion car les atomes détectés restent concentrés
sur une zone plus petite.
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Il est di�cile de diagnostiquer le comportement des atomes. Nous serions tentés de dire que
les ≈ 8% d'atomes restant sur l'image après 7s correspondent aux atomes d'énergie inférieure à
0.52V̄ . Toutefois, en Fig. 7.22b, nous voyons que le nombre d'atomes a décru exponentiellement
dès la première seconde d'expansion. Le temps caractéristique vaut 2.8 s, ce qui correspond
aux temps de vie observés lors de la caractérisation du piège 2D (voir section 6.3.3.3). Nous
ne distinguons pas deux étapes, l'une de départ des atomes di�usifs, l'autre de décroissance
exponentielle du nombre d'atomes piégés. Par ailleurs, la taille initiale �nie nous empêche de
tirer une information sur la dynamique des atomes, qui a eu lieu à une échelle plus petite. 17

Figure 7.22 � a) Rayon rms du nuage suivant les deux axes x (diamands) et y (ronds).
Initialement de 12 × 80µm, la taille évolue vers 50 × 60µm à 7s. Elle ne concerne toutefois
qu'une fraction limitée des atomes et n'exclut pas la présence d'un halo di�us. b) Nombre
d'atomes détectés en fonction du temps d'expansion. Il décroît exponentiellement avec un temps
caractéristique de 2.8s.

7.7 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons étudié la dynamique de transport classique dans un milieu
bidimensionnel désordonné. Dans une première situation où kBT > V̄ , nous avons mesuré
des coe�cients de di�usion fortement dépendants de l'énergie, en accord quantitatif avec une
modélisation numérique. Celle-ci nous informe que le comportement des atomes à basse énergie
peut ressembler à une marche de Lévy et être transitoirement subdi�usif. De plus, il existe une
énergie Eperc en-dessous de laquelle les atomes sont piégés entre les grains du désordre. Des
premières expériences à kBT ≈ V̄ ont été réalisées, pour lesquelles une fraction signi�cative
du nuage est vraisemblablement sous ce seuil de percolation. Bien que les résultats soient
compatibles avec la modélisation numérique, nous manquons d'une signature expérimentale
pour identi�er les dynamiques sans avoir recours à la théorie.

17. En régime di�usif par exemple, la variation de la densité pic n0 en 1/t est attendue pour des temps tels
que 2Dt > σ2

0 , où σ0 est la taille initiale du nuage ou la résolution du système d'imagerie. Toutefois, à cause
de la variété des coe�cients de di�usion du nuage, il existe toujours des atomes pour lesquels 2Dt < σ2

0 . Une
conséquence de ceci est que les coe�cients de di�usion extraits au paragraphe 7.5 auraient dû nous mener à
mesurer une variation approximativement algébrique de n0 en t, mais d'exposant -0.6. Notre observation d'un
exposant -0.9 pourrait être expliquée par un mécanisme de chau�age. Tout ceci met les e�ets de subdi�usion
hors de portée de ce diagnostic.
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130 Chap 7 - Une expérience de transport dans le régime classique

Comprendre les propriétés de transport classique, en fonction de l'énergie, et en-dehors des
limites de calcul perturbatif, est une première étape nécessaire avant de rechercher des e�ets
de corrections quantiques, comme la localisation d'Anderson. Certaines propriétés associées à
la localisation d'Anderson, comme la décroissance exponentielle des états localisés par inter-
férences, pourraient être confondues avec des propiétés classiques du système. Les simulations
numériques montrent par exemple qu'en régime piégé et à énergie donnée, les pro�ls de densité
moyennés sur di�érentes réalisations sont eux aussi exponentiels, en raison de la distribution
statistique de taille des zones énergétiquement accessibles. La recherche d'un e�et quantique
devra donc passer par une nouvelle signature, comme nous le verrons au chapitre prochain.
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C H A P I T R E 8

Perspectives de l'expérience

Dans ce chapitre, nous présentons les expériences réalisables à moyen terme à partir de
nos paramètres expérimentaux. Nous disposons de deux perspectives. La première est dans
la continuité des résultats présentés jusqu'ici, et consiste en une mise en évidence du phéno-
mène de localisation d'Anderson dans un système bidimensionnel. Ce phénomène a�ecte la
propagation d'une onde dans un milieu désordonné, et peut rendre isolant un système qui
serait conducteur selon une théorie particulaire. La seconde perspective est associée à une thé-
matique très di�érente : celle des transitions de phases quantiques. Nous disposons en e�et
maintenant d'un système bidimensionnel et d'un désordre contrôlé. L'étude de la transition de
Berezinskii-Kosterlitz-Thouless et de l'in�uence du désordre sur celle-ci semble alors accessible.

8.1 Vers la localisation d'Anderson

Dans un premier temps, nous introduisons brièvement le phénomène de localisation d'An-
derson [Anderson 58]. Dans un second temps, nous présentons quelques résultats des études
théoriques sur ce sujet, et en déduisons la gamme de paramètres dans laquelle ce phénomène
pourrait être expérimentalement accessible. Nous concluons sur une discussion des moyens re-
quis pour distinguer un e�et de suppression du transport par interférences d'un e�et de piégeage
classique.

8.1.1 Introduction

La localisation d'Anderson est un phénomène d'interférences bloquant le transport di�usif
d'une onde dans certains milieux désordonnés, en l'absence de processus dissipatif. Ce mé-
canisme est rendu responsable de nombreuses propriétés de transport en physique du solide,
notamment du caractère isolant de la plupart des systèmes bidimensionnels à basse température
[Abrahams 01, Fleury 08], des �uctuations universelles de conductance [Lee 87, Sche�old 98],
et semble aussi un ingrédient de l'e�et Hall quantique [Stormer 99, Laughlin 99, Tsui 99].

Toutefois, ce phénomène n'est pas spéci�que des seules ondes de matière électroniques
[van Rossum 99]. Il est observé sur de nombreux systèmes, dont la propagation de lumière dans
un milieu di�usant aléatoire [Wolf 85, Albada 85, Dalichaouch 91, Wiersma 97, Störzer 06] ou
dans un cristal photonique [Schwartz 08, Lahini 09], ou encore la propagation d'ondes sonores
[Weaver 90, Maynard 01, Faez 09] et d'ondes sismiques [Larose 04, Papazoglou 10] (voir par
exemple Fig. 8.1). La communauté des atomes froids s'est depuis intéressée avec succès à
la question dans des systèmes unidimensionnels [Billy 08, Roati 08, Dries 10, Modugno 09,
Sanchez-Palencia 10]. Dans l'ensemble de ces domaines, l'e�et de la compétition entre la loca-
lisation d'Anderson et les interactions est une question ouverte [Uren 80, Bishop 81, Lahini 08,
Deissler 10].
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132 Chap 8 - Perspectives de l'expérience

Figure 8.1 � Propagation d'ondes sismiques à travers un milieu granulaire. Sur une même
réalisation expérimentale, plusieurs régimes de transport sont représentés : expansion ballistique,
di�usive, et faiblement localisé. Source : [Margerin 08]
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Figure 8.2 � Quelques paires de trajectoires contribuant à la probabilité de transfert du point
r au point r′. a) Deux trajectoires di�érentes. La phase relative est aléatoire, et en moyenne ces
termes ne contribuent pas au transport entre les deux points. b) Deux trajectoires identiques.
Ce terme correspond à la probabilité de transport classique entre les deux points. c) Deux trajec-
toires superposées, parcourant une boucle en sens inverse. L'interférence constructive entre ces
trajectoires a�ecte la conduction entre deux parties éloignées de l'échantillon. Figure extraite
de [Bernard 10].
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8.1 Vers la localisation d'Anderson 133

Le mécanisme est illustré en Fig. 8.2. Une onde essaie de se propager d'un point r à un
point r′. Selon le formalisme des intégrales de chemin, le propagateur du point r au point r′ en
un temps t résulte d'une somme d'amplitudes de propagation selon les trajectoires classiques
possibles entre les deux bouts : K(~r, ~r′, t) =

∑
i ai. La probabilité de passage résulte alors de

la somme des produits croisés d'amplitudes entre paires de chemins i et j à travers le milieu
di�usant : |K|2 =

∑
i,j a

∗
i aj .

Certaines paires ont des phases totalement décorrélées (image a), et leurs contributions se
moyennent à zéro. Certaines sont identiques (image b), et fournissent la probabilité classique
|ai|2 de suivre ces trajectoires. En�n, deux trajectoires peuvent être superposées mais e�ectuer
une même boucle en sens inverse (image c). Elles interfèrent alors constructivement.

Ce dernier type de contributions augmente le poids des trajectoires e�ectuant des boucles
fermées. Naïvement, ceci peut ralentir le transport du point r au point r′. On parle alors de
localisation faible, souvent mise en évidence via son corollaire : le phénomène de rétrodi�usion
cohérente [Wolf 85, Albada 85, Bidel 02, Larose 04] - voir Fig. 8.3. Les interférences peuvent
devenir assez importantes pour annuler les coe�cients de di�usion et bloquer le transport à
grande échelle : on parle alors de localisation forte.

Figure 8.3 � Mise en évidence de la localisation faible d'ondes sismiques en milieu naturel, par
[Larose 04]. Gauche : montage expérimental. Droite : puissance du signal rétrodi�usé en fonc-
tion de la distance à la source, après di�érents temps de propagation. On observe l'apparition
du cône de rétrodi�usion cohérente.

Cette description en termes de trajectoires classiques permet de pressentir que la locali-
sation est fortement sensible à la dimensionnalité, car la probabilité d'e�ectuer une boucle
dans une marche au hasard décroît très rapidement avec celle-ci [Domb 54, Hughes 95].Ainsi,
en l'absence de mécanisme de décohérence, la localisation d'Anderson survient en 1D à une
distance dépendant linéairement de l'énergie, tandis qu'en 2D cette distance en dépend approxi-
mativement exponentiellement, et qu'en 3D il existe une énergie critique au-delà de laquelle la
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localisation forte n'a pas lieu [Abrahams 79, Mueller 10] 1.

8.1.2 Détermination des paramètres optimaux

La propagation de particules dans un potentiel désordonné peut être étudiée analytiquement
selon une approche perturbative. Nous présentons ici des résultats spéci�ques d'un désordre gé-
néré par un speckle sur des ondes de matière. Nous irons rapidement aux expressions permettant
de déterminer les paramètres optimaux pour une observation expérimentale du phénomène.

L'approche théorique, appelée théorie auto-cohérente de la localisation" (Self-consistent
theory of localization) [Vollhardt 80, Wöl�e 10], se découpe en deux étapes successives. Des
coe�cients de di�usion sont d'abord déterminés par une théorie de transport semi-classique,
où les collisions avec le désordre sont traitées quantiquement mais sans préserver les cohé-
rences. Dans un second temps, ces coe�cients sont renormalisés pour tenir compte des e�ets
d'interférences.

Rappelons ici que dans un gaz non dégénéré et/ou bosonique, toutes les énergies doivent
être considérées. Ceci contraste avec les études du transport di�usif d'électrons dégénérés, pour
lesquels toute la dynamique est déterminée à l'énergie de Fermi [Tokura 98].

8.1.2.1 Coe�cients de di�usion semi-classiques

Nous cherchons à connaître les coe�cients de di�usion, ou de manière équivalente la lon-
gueur de Boltzmann lB = 2D/v, en négligeant les e�ets d'interférences entre di�érentes trajec-
toires dans le désordre. Ce calcul est dérivé selon une théorie de perturbation dans un potentiel
de speckle isotrope, en 2D comme en 3D [Kuhn 05, Kuhn 07, Miniatura 08]. Nous regroupons
tout d'abord quelques points clefs de leur raisonnement :

1. Les changements d'impulsion sont traités comme des événements indépendants, sans
préservation des cohérences. En d'autres termes, dans l'espace des impulsions k, le traite-
ment est analogue à une équation de Boltzmann portant sur les populations n(k). Cette
équation est linéaire, et doit respecter la conservation locale du nombre de particules.

2. Dans le cadre d'une hypothèse de propagation di�usive à partir d'une source ponctuelle
à l'instant t = 0, elle s'écrit sous la forme :

∂

∂t
n(~k, t) + k2D(k)n(~k, t) = δ(t) (8.1)

où le coe�cient D(k) reste à déterminer. Pour un désordre isotrope, il ne dépend pas de
la direction de ~k.

3. Le calcul de D(k) nécessite une approche perturbative analogue à la règle d'or de Fermi.

Celle-ci dérive du petit paramètre V̄ 2

EEσ
<< 1, où E est l'énergie de la particule, et

Eσ = ~2
mσ2 est nommée énergie de corrélation du désordre. C'est une nouvelle échelle

d'énergie, qui n'apparaissait pas dans la description classique du chapitre précédent.

Résultat de la théorie de di�usion : Nous présentons directement le résultat �nal, pour
une situation bidimensionnelle. Le potentiel de speckle considéré est généré par un di�useur
d'ouverture circulaire illuminé uniformément. Dans ces conditions, la fonction de corrélation

1. L'argument employé pour démontrer l'existence d'une transition pour des dimensions d > 2 est connu
sous le nom de théorie d'échelle de la localisation [Abrahams 79].
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8.1 Vers la localisation d'Anderson 135

transverse du désordre est caractérisée par une fonction de Bessel de première espèce (voir eq.
6.16), isotrope et de rayon σ. Le paramètre klB, proportionnel au coe�cient de di�usion selon
D = ~klB/2m, est exprimé dans trois régimes caractérisés par le paramètre sans dimension kσ.

klB ≈ 2EEσ
V̄ 2 si kσ << 1 (8.2)

klB ≈ π
2(π2−8)

E2
σ

V̄ 2 si kσ = 1 (8.3)

klB ≈ 90π
128

EEσ
V̄ 2 (kσ)3 si kσ >> 1 (8.4)

8.1.2.2 Vers la localisation d'Anderson

Une seconde étape de calcul évalue a posteriori l'e�et des interférences pour renormaliser
les coe�cients de di�usion ci-dessus (selon un calcul présenté entre autres dans [Kuhn 07,
Mueller 10]). En 3D, à partir d'une certaine énergie, les coe�cients sont réduits mais non
nuls : on parle de localisation faible. Par contre, dans les systèmes 1D et 2D, cette approche
retourne toujours des coe�cients nuls en l'absence de mécanisme de déphasage. La théorie
auto-cohérente (voir références ci-dessus) permet toutefois d'évaluer des coe�cients de di�usion
D(k, ω) dépendants de l'échelle de temps observée 1/ω. A temps court (ω →∞), on retrouve
les coe�cients de la théorie de Boltzmann, tandis qu'à temps longs (ω → 0) les coe�cients
convergent vers 0 en 1D et 2D, ce qui traduit le phénomène de localisation forte.

Pour en déduire la longueur de localisation, il faut alors reprendre l'équation de di�usion
8.1. En représentation de Fourier (k, ω), associée à une source ponctuelle en ~r = 0 à l'instant
t = 0, elle s'exprime sous la forme

n(~k, ω) =
1

−iω +D(k, ω)k2
(8.5)

En prenant la limite ω → 0 puis en réalisant une transformée de Fourier pour retourner en
coordonnées spatiales, il est alors possible d'extraire la forme asymptotique r →∞ de la densité
n(r, t→∞) et d'en déduire une longueur caractéristique de décroissance ξloc.

Dans un système bidimensionnel, les études théoriques montrent que cette longueur de
localisation est reliée au libre parcours moyen lB(k) selon :

ξloc = lB
√

exp(πklB)− 1 ≈ lB exp(πklB/2) (8.6)

A partir de l'expression de lB(k), nous pouvons rechercher la gamme de paramètres où la
localisation devient accessible à une observation expérimentale (c'est-à-dire, sur une expérience
d'atomes froids, apparaît à une échelle inférieure au mm). Essentiellement, en raison du terme
exponentiel de l'équation 8.6, ceci est envisageable à proximité immédiate de klB ≈ 1. On
distingue alors trois cas limites :

� Dans la limite kσ >> 1, la longueur de Boltzmann est déterminée par l'équation 8.4.
Le dernier terme (kσ) étant grand par hypothèse, il faudrait réaliser V̄ 2

EEσ
>> 1 - ce

qui amène loin du régime perturbatif, et donc du domaine de validité des calculs. La
localisation est donc peu vraisemblable à des échelles expérimentales.

� Dans la limite opposée kσ << 1 (eq. 8.2), il faut rejoindre la limite perturbative ( V̄ 2

EEσ
≈

1) pour observer la localisation.
� De même, dans la situation intermédiaire kσ = 1 (eq. 8.3), la localisation est attendue

si Eσ ≈ V . Mais alors on obtient aussi V̄ 2

EEσ
≈ 1. Notons par ailleurs qu'alors E ≈ V̄ , ce

qui est à proximité immédiate du régime de piégeage classique.
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8.1.3 Du point de vue de l'expérience

Expérimentalement, nous allons simultanément sonder la dynamique sur une vaste gamme
d'énergie. Tous les comportements seront représentés sur une même expérience, et il convien-
dra d'attribuer la bonne cause à chacun d'entre eux. Nous devons donc déterminer quelles
classes d'énergies seront classiquement piégées, et lesquelles seront peut-être localisées par in-
terférences.

Dans un premier temps, nous résumons les progrès expérimentaux récents pour montrer que
nous sommes dans un régime favorable. Dans un second temps, nous employons ces paramètres
pour évaluer l'impact de la localisation d'Anderson aux énergies représentées dans l'échantillon.

Progrès expérimentaux récents Pour quanti�er les paramètres de notre expérience, rappe-
lons que la corrélation transverse de notre désordre est approximativement gaussienne. Selon
[Kuhn 07], les mêmes propriétés de transport sont attendues entre un désordre de corrélation
gaussienne de distance caractéristique σG et un désordre de fonction de corrélation de Bessel
de première espèce de rayon σB si ces deux rayons sont reliés par σB = σG/

√
2.

Après cette parenthèse, revenons à notre expérience. Les expériences de di�usion ont été
réalisées avec kσG = 6.7 - où nous utilisons la longueur de corrélation courte, selon y, et le
vecteur d'onde caractéristique dans le plan k =

√
2mkBT/~. Nous avons depuis progressé sur

plusieurs fronts pour réduire ce paramètre.

La température a été réduite de 200 nK à 30 nK en changeant le rapport d'aspect du
con�nement à 1565 nm. Nous avons depuis rajouté un troisième faisceau à 1565 nm, de waist
168 µm. Il intersecte le plan horizontal avec un angle d'environ 45�. Ceci permet de réduire les
fréquences de con�nement, jusqu'à 6.3 × 12 Hz. La température mesurée est alors de l'ordre
de 10 nK en l'absence de désordre.

Par ailleurs, nous avons réduit la longueur de corrélation du désordre. Le speckle est désor-
mais généré par un laser Verdi 18 W émettant à 532 nm. Avec un montage optique similaire au
précédent (voir Fig. 8.4), nous mesurons une corrélation transverse approximativement gaus-
sienne, de rayon σG = 0.55µm. Nous avons alors kσB ≈ kσG/

√
2 ≈ 0.7 sur l'axe court du

désordre. A en croire les résultats théoriques ci-dessus, nous sommes donc dans un régime fa-
vorable à l'observation de la localisation d'Anderson. Nous les extrapolons toutefois en-dehors
de leur régime de validité. Les travaux du chapitre 6 seront alors importants, par exemple pour
rechercher des déviations par rapport à un modèle classique ou semi-classique.

Quelques chi�res spéculatifs Nous estimons maintenant le désordre nécessaire à l'observation
de la localisation d'Anderson, et la latitude dont nous disposons sur l'énergie des particules
avant que la longueur de localisation ne diverge. Cette approche est présentée en Fig. 8.5, et
suit le raisonnement suivant :

� Nous nous positionnons en kσB = 1. Sur notre expérience, σB ≈ σG/
√

2 ≈ 0.4µm. Ceci
dé�nit l'énergie typique des particules : E ≈ EσB/2 ≈ kB × 18 nK.

� Nous varions V̄ et, à partir des équations 8.3 et 8.6, nous en déduisons la longueur de
localisation.

� A titre d'information complémentaire, nous estimons le temps de localisation, estimé à
partir de la longueur de localisation et du coe�cient de di�usion semi-classique selon
τloc = ξ2

loc/D.
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8.1 Vers la localisation d'Anderson 137

Figure 8.4 � Nouveau système optique du speckle. Le faisceau laser collimaté à 532 nm,
issu d'un laser verdi V18, est fortement focalisé par une lentille asphérique de focale 2.75 mm.
Comme sur le montage précédent, la lumière est collimatée et focalisée sur les atomes par deux
doublets achromatiques de 150 mm de focale et 3" de diamètre. Un di�useur est accolé à la
dernière lentille.

Nous observons qu'à proximité du seuil de percolation, la localisation d'Anderson a lieu à
l'échelle du micron, soit un grain de speckle, en 50 ms. La longueur de localisation diverge
toutefois exponentiellement avec E/V̄ . Au-delà de E/V̄ ≈ 0.9, la localisation survient à des
échelles spatiales grandes devant 100 µm et à des temps grands devant 10 s. Il faut toutefois
prendre avec précautions ces chi�res, qui se basent sur des calculs perturbatifs à leur limite de
validité.

Figure 8.5 � Longueur et temps de localisation en fonction du rapport E/V̄ , en échelle log-lin.
Nous �xons l'énergie de la particule selon kσB = 1 et faisons varier la profondeur du désordre
V̄ . Ainsi, l'énergie des particules vaut donc toujours E = kB × 18 nK. La localisation semble
observable à courte distance et à une échelle de temps inférieure à 10 s, pour des énergies entre
le seuil de percolation Eperc ≈ 0.52 V̄ et approximativement E ≤ 0.9 V̄ .

Conclusion
La localisation d'Anderson risque d'être di�cile à identi�er en 2D car, pour qu'elle survienne
à une faible distance, la particule doit avoir une énergie proche du seuil de percolation. Nous
obtenons actuellement des échantillons à 20 nK après allumage d'un désordre de profondeur
V̄ ≈ kB × 40 nK. Même alors, en évaluant la distribution d'énergie, on constate que près de
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75% des atomes ont une énergie supérieure à 0.9 V̄ et se propagerons de manière di�usive à
l'échelle de temps de l'expérience. Après 10 s, si seuls restent sur l'image les atomes piégés ou
localisés au sens d'Anderson à faible distance, plus de 40% de ceux-ci seront sous le seuil de
percolation classique.

Cette situation est très di�érente des systèmes 1D et 3D. En 1D, la longueur de localisation
dépend linéairement de lB. On obtient ainsi un e�et notable sur une plus grande plage d'énergie :
il est donc possible d'éviter le piégeage classique [Clément 05, Billy 08]. En 3D, les contraintes
sur l'énergie de la particule sont fortes [Yedjour 10], mais le seuil de percolation du désordre
est très éloigné : Eperc ≈ 5 10−4V̄ [Pilati 10]. Ainsi, les trois dimensionnalités nécessitent des
études très di�érentes - avec, en 2D, l'accent mis sur la compréhension du transport classique
à travers un désordre fort.

8.1.4 Identi�er la localisation d'Anderson

Contrairement aux expériences 1D, il nous manque une signature pour identi�er la localisa-
tion. Dans un système unidimensionnel par exemple, une décroissance exponentielle du paquet
d'onde localisé est une signature de la localisation forte [Sanchez-Palencia 07]. Dans un système
bidimensionnel, nos simulations numériques montrent qu'à proximité du seuil de percolation, la
dynamique purement classique génère des pro�ls exponentiels, semblant re�éter la distribution
de tailles des zones énergétiquement accessibles.

Les prochaines expériences devront donc trouver un moyen de discriminer deux phénomènes
ayant pour même e�et de bloquer le transport à des énergies proches. La localisation d'Anderson
est causée par les interférences entre les trajectoires e�ectuant une même boucle fermée en sens
inverse. Nous cherchons donc un moyen de brouiller ces interférences sans pour autant a�ecter
la dynamique de transport classique.

Une approche convaincante serait de supprimer la symétrie par renversement du temps
en ajoutant un champ de jauge e�ectif, analogue à un champ magnétique uniforme sur une
particule chargée [Lin 09a, Dalibard 10]. Dans les systèmes de gaz d'électrons 2D, une ma-
gnétorésistance négative est en e�et une signature �able des e�ets de localisation [Lee 81].
Les �uctuations universelles de conductance sont elles aussi sensibles au champ magnétique
[Lee 87].

Une seconde approche, en cours d'évaluation, serait de moduler faiblement l'amplitude du
désordre. La période de modulation devrait être plus courte que le temps de localisation typique
mais plus longue que le temps de traversée d'un grain. Il reste toutefois à déterminer si une
modulation su�sante pour déphaser les trajectoires contrapropagatives ne va pas aussi chau�er
l'échantillon et perturber la dynamique classique.
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8.2 Phases quantiques d'un système 2D désordonné

Nous présentons maintenant une seconde perspective de notre expérience. Nous dispo-
sons d'un échantillon ultrafroid con�né dans un piège bidimensionnel. Dans ces conditions
(kBT ≤ ~ωz), une transition de phase conduite par les interactions peut avoir lieu. Le méca-
nisme, décrit par Berezinski, Kosterlitz et Thouless [Berezinskii 72, Kosterlitz 73], est basé sur
l'appariement de vortex, en interaction à longue portée, en-dessous d'une certaine température.
Cette transition a maintenant été observée dans plusieurs expériences d'atomes ultra-froids,
en milieu continu [Hadzibabic 06, Cladé 09] comme sur réseau [Schweikhard 07]. L'impact du
désordre sur celle-ci reste toutefois à étudier.

Dans un premier temps, nous introduisons cette transition de phase. Nous expliquons pour-
quoi le désordre est un ingrédient susceptible de perturber le mécanisme Berezinskii-Kosterlitz-
Thouless (BKT). Dans un second temps, nous présentons quelques résultats expérimentaux,
attestant du fait que nous sommes dans la bonne gamme de paramètres pour étudier cette
problématique.

8.2.1 Introduction à la physique de Berezinskii-Kosterlitz-Thouless

Le système de bosons dégénérés en 2D peut être sujet à deux transitions de phase. La
transition de Bose-Einstein est guidée par la statistique quantique, tandis que la transition BKT
est un e�et d'interactions. Mais toutes deux a�ectent la cohérence de phase de l'échantillon,
évaluée par la quantité :

g1(~r) =< ψ†(~r0)ψ(~r0 + ~r) > (8.7)

où ψ(~r) est l'opérateur champ. Cette fonction est reliée à la population des états d'impulsion
selon :

g1(~r) =
1

4π2

∫ ∞
0

n(~k)ei
~k·~rd2k (8.8)

Dans un système bidimensionnel, les �uctuations thermiques empêchent d'avoir une cohérence
de phase de portée in�nie [Mermin 66]. Plus formellement, g1(r → ∞) = 0. Nous montrons
maintenant que ces deux transitions de phase sont toutefois responsables d'une augmentation
brusque de la portée de g1(~r) - phénomène qu'on appelle apparition d'un ordre à quasi-longue
portée. Nous présentons le rôle des interactions et du potentiel de piégeage (voir Fig. 8.6 et
[Hadzibabic 09]), avant de conclure sur les conditions nécessaires à l'apparition d'un ordre à
quasi-longue portée.

1) La condensation de Bose-Einstein en 2D En l'absence d'interactions, la transition de
Bose-Einstein est sensible à la densité d'états du système. Dans un système 2D in�ni et uni-
forme par exemple, la condensation n'a jamais lieu. Par contre, dans un potentiel harmonique,
on retrouve le phénomène d'accumulation d'une fraction macroscopique dans le même état
quantique. Pour un nombre N de particules, dans un con�nement isotrope de fréquence ω/2π,
la température critique de condensation s'écrit :

Tc =
~ω
kB
·
√

6

π

√
N (8.9)

A la limite thermodynamique (N →∞, Nω2 constante), l'état fondamental du piège tend vers
l'état d'impulsion ~k = ~0. La condensation de Bose-Einstein se manifeste par l'apparition d'une
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Figure 8.6 � Di�érentes phases du gaz de Bose 2D. a) En présence d'un piège et en l'ab-
sence d'interactions, la transition de Bose-Einstein est attendue. b) En l'absence de piège, la
transition de Bose-Einstein disparait. Par contre, des interactions peuvent faire apparaître une
nouvelle phase super�uide, dite de quasi-condensat. Le mécanisme de la transition est décrit par
Berezinskii, Kosterlitz et Thouless. c) En présence d'un piège et d'interactions, les mécanismes
peuvent co-exister. Figure reprise de [Battelier 07].

distribution piquée dans l'espace des moments, et donc, selon eq. 8.8, par une augmentation
brusque de la portée de la cohérence de phase.

Toutefois, selon une approche de densité locale, la densité n(~r) diverge au centre du piège
au seuil de la transition [Hadzibabic 08]. La présence d'interactions répulsives empêche donc
l'apparition d'une fraction condensée par stimulation bosonique.

2) Le mécanisme BKT Considérons un gaz dégénéré, mais non condensé, dans un système
uniforme. En présence d'interactions, les �uctuations de densité sont fortement réduites par
rapport au gaz idéal. La portée de la fonction de corrélation g1(~r) est alors déterminée par les
�uctuations de phases. Il en existe deux types, topologiquement di�érents. On trouve d'une
part les modes phononiques du �uide, dont l'énergie va continuement de 0 à ∞. D'autre part,
on trouve les vortex, qui sont des défauts de phase discrets autour desquels la phase tourne
d'un multiple de 2π. Ils sont associés à un mouvement de rotation d'un super�uide.

En présence des deux �uctuations, dans un gaz dégénéré, la fonction de corrélation décroit
exponentiellement, avec une échelle de longueur l ≈ λDB exp(nλ2

DB/2)/4π - où l'on dé�nit
la longueur d'onde de De Broglie λDB = h/

√
2πmkBT . Toutefois, à température donnée, il

existe une densité critique au-delà de laquelle les excitations thermiques ne peuvent plus créer
de vortex isolés, mais seulement des paires de vortex liés et de moments cinétiques opposés
[Hadzibabic 09].

Cette transition de phase est décrite par le mécanisme Berezinkii, Kosterlitz et Thouless
[Berezinskii 72, Kosterlitz 73]. Les �uctuations de phase sont alors dominées par les phonons.
Bien qu'elles ne permettent pas l'apparition d'un véritable ordre à longue portée [Mermin 66],
elles causent une décroissance seulement algébrique de la fonction de corrélation g1(r), d'ex-

140



8.2 Phases quantiques d'un système 2D désordonné 141

posant supérieur à (−1/4). Dans un système mésoscopique de taille �nie, cela su�t en général
à rétablir une cohérence de phase à l'échelle de l'échantillon - et donc à faire apparaître une
fraction condensée n(~k = ~0) macroscopique.

Pour déterminer la densité critique nc de cette transition de phase, il est nécessaire d'avoir
recours à des simulations de type Monte-Carlo. Elle est estimée à [Fisher 88, Prokof'ev 01] :

ncλ
2
DB ' ln

(
380.

g̃

)
(8.10)

où g̃ =
√

8π a
aOH

caractérise les interactions interatomiques en fonction de la longueur de

di�usion interatomique a et de aOH =
√
~/mωz. Ce paramètre, dans les expériences actuelles

de physique atomique, prend une valeur comprise entre 0.01 et 0.15.

8.2.2 In�uence du désordre sur la transition BKT

Dans le régime dégénéré, les �uctuations de densité sont fortement supprimées, de sorte que
les principales variations d'énergie sont associées aux �uctuations de phase. Cette hypothèse
de base du mécanisme BKT dans un �uide continu peut-être mise en défaut en présence d'un
potentiel désordonné. La création d'un vortex par une excitation thermique, impossible dans
le milieu homogène, peut redevenir favorable sur les pics du désordre, en raison de la densité
réduite en ces points. Ainsi, sur des condensats 3D en rotation, des expériences ont réussi
à contraindre un réseau hexagonal de vortex (excités par le mouvement de rotation et non
thermiquement) à s'arranger sur un réseau carré crée par un réseau optique 2D (voir Fig. 8.7
et [Tung 06]). Pour obtenir cet e�et, une profondeur du réseau optique égale à seulement 8 %
du potentiel chimique su�t.

Qualitativement, nous nous attendons donc à un fort e�et du désordre sur la transition
BKT, en raison de son impact sur le mouvement des vortex. Cette intuition est soutenue par
des études théoriques du modèle de spin XY sur réseau 2D [Wysin 05] ainsi que du modèle
de Bose-Hubbard 2D désordonné [Kuroyanagi 10] . Celles-ci observent une diminution de la
température critique, voire une disparition totale de la phase BKT au-delà d'un seuil critique
de désordre.

8.2.3 Premiers résultats expérimentaux

Lors de nos expériences de transport, nous avons préparé un échantillon dans le régime
2D avec kBT < ~ωz. La température du nuage a été ramenée jusqu'à 10 nK, tandis que le
con�nement transverse est de l'ordre de ω ≈ kB/~× 40 nK.

La transition BKT peut être diagnostiquée en observant les défauts de phase par interféro-
métrie atomique [Hadzibabic 06], et/ou en étudiant la portée de la cohérence de phase. Nous
réalisons des temps de vol de 86 ms pour sonder la distribution d'impulsion n(~k), reliée à la
fonction g1(~r) par une transformée de Fourier 2. L'apparition d'une double structure est alors
une signature de l'apparition d'une fraction condensée.

En Fig 8.8, nous présentons des images par temps de vol du nuage présentant une double
structure. En Fig. 8.8c,d nous voyons apparaître un pic prononcé à 30 nK. Le mécanisme

2. Ce temps de vol élevé est nécessaire pour pouvoir résoudre la distribution d'impulsion du nuage. Il
correspond à une chute libre de 3.6 cm.
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142 Chap 8 - Perspectives de l'expérience

Figure 8.7 � E�et d'un potentiel périodique sur un réseau de vortex. a) Image d'un condensat
en rotation. Un réseau d'Abrikosov de vortex s'est formé. Sa structure est hexagonale, comme
visible en d) sur la transformée de Fourier de l'image. c,f) En présence d'un réseau optique,
les vortex s'organisent suivant un réseau carré pour minimiser l'énergie. Figure reprise de
[Tung 06].

responsable de la transition est vraisemblablement le mécanisme BKT, car le con�nement
transverse est supérieur à la température de l'échantillon. Par comparaison, en Fig. 8.8a,b, nous
observons une double structure à 100 nK en changeant le rapport d'aspect du con�nement à
1565 nm. Dans ce cas, le mécanisme de la transition est la condensation de Bose-Einstein en
3D.

Il semble maintenant envisageable, en conservant la température critique dans le régime
2D, d'étudier l'impact du désordre sur la transition.

Quelques grandeurs caractéristiques

Les échantillons à 10 nK sont obtenus dans un piège de con�nement (6.3 Hz, 12 Hz, 850 Hz),
comme mesuré par oscillations du centre de masse. Ils contiennent approximativement 15 000
atomes. De ces paramètres, nous déduisons une longueur de cicatrisation ξ = (g̃n)−1/2 ≈ 1µm,
où g̃ ≈ 7 10−2, et n est la densité 2D au centre du nuage. La longueur ξ est aussi le rayon typique
d'un vortex, que nous pouvons comparer à la longueur de corrélation du désordre σ ≈ 0.5µm
suivant l'axe court.

Par ailleurs, le rayon rms du nuage thermique au seuil de la transition est estimée à 25 ×
13 µm. La distance typique de corrélation du désordre étant de σx × σy ≈ 1.1× 0.55µm, nous
pouvons considérer qu'il y a plusieurs dizaines d'extrema du potentiel désordonné à l'intérieur
du nuage.

Conclusion

Nous disposons d'un gaz 2D dégénéré. Nous observons l'apparition d'un ordre à longue
portée en réduisant la température, vraisemblablement gouverné par le mécanisme Berezinskii-
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8.2 Phases quantiques d'un système 2D désordonné 143

Figure 8.8 � Observation d'une double structure après 86 ms de temps de vol hors du piège 2D.
a,b) Observation de la condensation de Bose-Einstein à 3D, pour une température de 100 nK
(kBT ' 2.5~ω). A côté de l'image de �uorescence, nous présentons le pro�l de densité intégré
et mettons en évidence une double structure. La fonction d'ajustement est composée d'un pro�l
gaussien pour la fraction thermique et d'un pro�l de Thomas-Fermi pour la fraction condensée.
c,d) Observation de la transition BKT, pour une température de 30 nK. Nous contrôlons la
température à laquelle une double structure apparaît en changeant le rapport de puissance entre
les faisceaux de con�nement à 1565 nm, a�n que la transition soit gouvernée par le mécanisme
BKT.

143



144 Chap 8 - Perspectives de l'expérience

Kosterlitz-Thouless. Par ailleurs, nous pouvons projeter un potentiel désordonné sur le nuage,
de longueur de corrélation plus courte que la taille de l'échantillon mais comparable au rayon
des vortex. Nous espérons donc pouvoir a�ecter la dynamique de ces derniers, et donc mé-
canisme BKT. La première expérience à réaliser semble de suivre l'approche de [Wysin 05,
Kuroyanagi 10], en mesurant la température critique de la transition en fonction de l'ampli-
tude du désordre.

En�n, nous avons appris que l'équipe de S. L. Rolston, du Joint Quantum Institute (Ma-
ryland), construit une expérience ciblant la même thématique [Beeler 10].
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Conclusion

Ce travail de thèse présente deux utilisations d'une même source atomique ultrafroide.
Nous préparons l'échantillon dans un piège optique croisé, et démontrons que le choix d'une
géométrie assymétrique permet d'optimiser indépendamment la phase de chargement du piège
et la phase de refroidissemment par évaporation. En particulier, il est possible de garder un
contrôle indépendant de la profondeur du piège et du con�nement. Nous utilisons ceci pour
maintenir une thermalisation e�cace tout au long de l'évaporation en contrôlant le taux de
collisions élastiques. Cette stratégie n'est pas spéci�que de l'atome utilisé.

Un trampoline pour atomes froids : La première problématique abordée avec l'échantillon
ultrafroid est associée au domaine de l'interférométrie atomique. Nous mettons en place une
technique de suspension du nuage contre la gravité, a�n d'optimiser les mesures interféromé-
triques sur des montages compacts au sol. En di�ractant périodiquement l'onde de matière sur
un réseau de Bragg, dans le régime de réseau épais, nous transférons des impulsions compensant
l'accélération de la gravité. Nous démontrons que cette technique peut suspendre l'échantillon
dans un volume inférieur au mm3 pendant plusieurs dizaines de millisecondes. Lorsque l'on
réalise cette séquence expérimentale dans le régime de réseau mince, les atomes sont di�ractés
vers de nombreux ordres. La recombinaison répétée de nombreuses trajectoires réalise alors un
interféromètre à ondes multiples sensible à la gravité, permettant de maintenir les atomes dans
les voies suspendues malgré la très forte probabilité classique de rejoindre des trajectoires de
chute libre.

Une importante limitation des horloges atomiques est le mouvement de chute libre durant la
mesure. Les fontaines atomiques permettent les plus longs temps d'interrogation, à condition de
réaliser des systèmes volumineux. Récemment, les horloges sur réseau ont permis de s'a�ranchir
de cette limitation. Les senseurs inertiels assistent à la même évolution à l'aide de la méthode
d'oscillations de Bloch. Les deux techniques de trampoline pour atomes froids sont de nouvelles
alternatives pour augmenter le temps d'interrogation sur des systèmes compacts. Les temps
d'interaction avec les potentiels optiques y sont signi�cativement réduits.

Une étude du transport 2D en présence de désordre : Dans un second temps, nous pro�tons
de la versatilité du système expérimental pour implémenter la première étude expérimentale
dans le domaine des atomes froids de l'in�uence d'un potentiel désordonné sur le transport 2D.
Nous abordons le sujet par un régime de transport classique. A haute énergie, nous mettons en
évidence une dynamique de propagation di�usive, et mesurons des coe�cients de di�usion forte-
ment dépendants de l'énergie en accord avec une modélisation numérique. A plus basse énergie,
cette modélisation nous informe de la présence de nouvelles dynamiques de propagation : les
atomes peuvent être piégés entre les maxima du désordre, et une dynamique subdi�usive est
attendue de façon transitoire.
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Dans le cadre de la mécanique quantique, la propagation des ondes de matière à travers le
désordre est susceptible d'être bloquée par un e�et d'interférence, nommé localisation d'Ander-
son. L'expérience est désormais dans la gamme de paramètres adaptée pour mettre en évidence
ce phénomène. Nous travaillons désormais à dissocier les e�ets de transport classique, bloquant
le transport pour des énergies très similaires.

La localisation d'Anderson est explorée dans de nombreux domaines : matière condensée,
optique, propagation d'ondes classiques... Chacune a développé des observables spéci�ques
pour l'identi�er. Ainsi, les �uctuations de densité après propagation dans le milieu di�usant
portent une information quantitative sur la longueur de localisation [Cherroret 08, Faez 09,
Papazoglou 10]. De même, la distribution de temps de traversée à travers un matériau change
de forme lorsque les e�ets d'interférences deviennent prépondérants [Störzer 06]. Il serait in-
téressant de voir si ces observables pourraient être implémentées sur des systèmes d'atomes
froids, par exemple en étudiant la conduction d'un laser à atome [Guerin 06] à travers une zone
désordonnée d'extension �nie.

Les phases quantiques d'un système bidimensionnel : L'expérience de transport que nous
venons de décrire nécessite un con�nement bidimensionnel et une très basse température. La
source atomique, avant expansion, est alors dégénérée. Nous observons l'apparition d'un ordre
à longue portée dans l'échantillon, vraisemblablement gouverné par le mécanisme Berezinskii-
Kosterlitz-Thouless. Nous pouvons maintenant explorer l'in�uence du désordre sur cette tran-
sition de phase, étudiant ainsi sur un système de bosons le parallèle de la transition supracon-
ducteur/isolant observée dans les �lms d'alliages métalliques [Dubi 07].
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ANNEXE A

Chargement d'un piège noir

Dans le chapitre 2, nous avons vu que le déplacement lumineux de la transition de refroi-
dissement induit par le piège à 1565 nm facilite le chargement des atomes dans un état noir. En
général toutefois, une zone dépourvue de dépompage ("noire") est induite indépendamment du
piège conservatif. Nous construisons maintenant un modèle simple pour évaluer, en fonction de
la taille de la taille de cette zone noire, l'e�cacité de chargement d'un piège magnéto-optique
vers un piège conservatif. Cette approche est complémentaire de [O'Hara 01b], qui modélise le
chargement d'un piège conservatif lorsque, au contraire, le refroidissement laser est e�cace en
tout lieu.

A.1 Description du problème

La con�guration étudiée est la suivante. Nous superposons un piège magnéto-optique pour
87Rb à un piège conservatif (dipolaire ou magnétique). Par ailleurs, nous dé�nissons une zone
dénuée de repompage optique, centrée sur le piège conservatif mais contrôlée indépendamment
de ce dernier. Ceci est en général réalisé en véhiculant la lumière de repompage par un faisceau
indépendant, ce qui permet d'imager une ombre au centre du nuage. Alternativement, nous
suggérons l'emploi de lumière à 1528 nm pour déplacer la transition de pompage optique du
87Rb, comme actuellement étudié dans le groupe de M. Kasevich à Stanford.

Nous cherchons à déterminer le nombre d'atomes que l'on peut transférer dans le piège via
l'état noir |5S1/2, F = 1 >, ainsi que leur température. Cette situation stationnaire résulte
d'un équilibre entre le chargement des atomes issus du PMO vers la zone de piégeage, et les
mécanismes de pertes, notamment par évaporation et par collisions inélastiques.

A.2 Mécanisme de chargement

Nous étudions le mouvement des atomes, initialement dans le PMO, vers le piège conservatif.
En dehors de la zone noire, ce mouvement est di�usif. En présence de repompage, la température
est homogène sur l'ensemble du PMO. Lorsque les atomes rentrent dans la zone noire, ils
continuent de di�user spatialement jusqu'à ce qu'ils tombent dans l'état noir |5S1/2, F = 1 >.
Nous estimons maintenant le �ux d'atomes piégés par la zone noire.

Surface de dépompage

Tout d'abord, nous véri�ons que les atomes qui rentrent dans la zone noire sont tous capturés
par le piège. Nous employons le coe�cient de di�usion mesuré par [Hodapp 95] sur une mélasse
de Rubidium 85 : Dm = 6.10−4 cm2/s. Des coe�cients de di�usion plus de dix fois plus faibles
sont réalisables [Jurczak 96, Steane 92]. Toutefois, nous devons conserver une con�guration de
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150 Chap A - Chargement d'un piège noir

PMO, éventuellement fortement désaccordé, pour pouvoir charger le piège conservatif pendant
plusieurs secondes.

Estimons d'abord le temps que met un atome, une fois rentré dans la zone noire, pour
tomber dans l'état noir F = 1. Si la mélasse est désaccordée de 100 MHz 1, étant donné que
les niveaux |5P3/2, F

′ = 2 > et |5P3/2, F
′ = 3 > sont distants de 266 MHz, alors environ(

100
266−100

)2
≈ 1

3 des cycles aboutissent à un dépompage 2. Si le faisceau piège est saturant,

alors l'atome tombe dans |5S1/2, F = 1 > en un temps τ ∼ 3/Γ ≈ 3µs. La distance parcourue
pendant ce temps est :

d =
√

3 · 2Dmτ ≈ 1µm (A.1)

Tant que la taille de la zone noire reste grande devant d, nous considérons que les atomes du
PMO sont absorbés par une interface, en bordure de la zone noire, communiquant avec le nuage
dans le piège conservatif.

Flux entrant

Pour évaluer le �ux d'atomes se dépompant sur cette surface, nous considérons un système
à symétrie sphérique. Les atomes du PMO di�usent selon trois dimensions ; leur densité vaut
n = n0 à l'in�ni et n = 0 a la surface de la zone noire. Ces conditions aux limites sont crédibles si
le taux de chargement du PMO comprimé reste largement supérieur au �ux d'atomes dépompés
sur la zone noire - ce que nous devrons véri�er à posteriori.

Les équations de di�usion portant sur la densité n et le courant de particules j, prises en
régime stationnaire, s'écrivent :

∂n

∂t
= Dm∆n = 0 (A.2)

~j = −Dm
~∇n 6= 0 (A.3)

Dans le cadre d'une situation à symétrie sphérique, avec une zone noire de rayon R0, la solution
stationnaire est :

n(r > R0) = n0(1− R0

r
) (A.4)

d'où l'on déduit le �ux d'atomes absorbés par l'interface :

dN

dt noir
= Dmn04πR0 (A.5)

L'énergie typique des atomes à l'instant où ils tombent dans l'état noir est U(R0) + 3/2kBT ,
où T est la température de la mélasse. Le �ux d'énergie entrant dans le nuage piégé est donc :

dE

dt noir
=
dN

dt noir
· [U(R0) + 3/2kBT ] (A.6)

1. Nous prenons pour exemple le PMO comprimé employé sur notre expérience avant de charger le piège
optique. Le désaccord des faisceaux de refroidissement vaut 100 MHz, le gradient de champ 15 G/cm, et la
température 40 µK.

2. Nous négligeons les coe�cients de Clebsh-Gordan pour cette estimation.
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Discussion des hypothèses

� Le taux de chargement dérivé ci-dessus est valide en régime stationnaire. Toutefois, à
l'aide d'un faisceau à 1528 nm, il est possible de ne rendre noire la zone qu'après charge-
ment du PMO : de façon transitoire, le taux de chargement peut être bien plus élevé.

� Nous considérons comme irrémédiablement perdus les atomes évaporés, alors qu'ils de-
vraient être recapturés par le PMO. La condition aux limites n(R0) = 0 est donc discu-
table.

A.3 Evaporation libre

Nous estimons maintenant le premier processus de perte d'atomes : l'évaporation. Le nombre
d'atomes évaporés par unité de temps est évalué dans [Luiten 96, O'Hara 01a, Yan 09] en
fonction du rapport η = U/kBT et du taux de collisions élastiques Γcol :

dN

dt ev
= −2(η − 4) exp(−η)ΓcolN (A.7)

Le taux de collisions se dérive selon Γcol = n0σvr, où n0 est la densité centrale, σ est la section

e�cace de collision, et vr = 4
√

kBT
πm est la vitesse relative moyenne entre deux particules. Dans

un piège isotrope de fréquence de con�nement ω/2π, on aboutit au taux d'évaporation suivant :

dN

dt ev
= −(η − 4) exp(−η)

23/2σmω3

π2kBT
·N2 (A.8)

En�n, l'énergie emportée en moyenne par chacune de ces particules vaut dE/dNev = U +
κ kBT , avec κ = 3/2 dans le cadre d'une évaporation par l'ensemble de la surface du piège
[Ketterle 96]. Soit :

dE

dt ev
=
dN

dt ev
· (U + κ kBT ) (A.9)

A.4 Mécanismes de pertes

Qualité du vide

Les collisions avec le milieu ambiant sont responsables d'un taux de pertes Γ1c identique
pour toutes les classes d'énergie du nuage. Les �ux d'atomes et d'energie associés sont donc :

dN

dt 1c
= −Γ1cN (A.10)

dE

dt 1c
= −Γ1cN · 3kBT (A.11)

Collisions inélastiques

Le régime stationnaire est fortement déterminé par les pertes associées aux collisions inélas-
tiques, à trois corps, en raison de leur forte non-linéarité en fonction de la densité atomique.
Ce taux s'écrit dans un gaz thermique [Söding 9, Weber 03] :

dN

dt 3c
= −6L3c < n2 > ·N (A.12)
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où <> représente une moyenne sur le volume e�ectivement exploré par chaque particule :
< n2 >= 1

N

∫
d3r n3(r), et où L3c vaut 1.8 10−29 cm6/s pour le Rubidium 87 [Söding 9].En

fonction des grandeurs thermodynamiques du nuage piégé, on obtient le taux suivant :

dN

dt 3c
= −L3cN

3 2√
3

(
mω2

2πkBT

)3

(A.13)

Déterminons maintenant l'énergie moyenne des particules perdues par ce mécanisme. Le
taux de pertes est sensiblement plus fort au centre du piège, où la densité est plus élevée.
L'énergie potentielle moyenne d'un atome perdu par ce processus à trois corps est évaluée en
réalisant une moyenne spatiale pondérée par le nombre de collisions inélastiques par unité de
volume et de temps : 6L3cn

3(r). On obtient :

< U >3c=

∫
d3r

n3(r)

N3
U(r) =

1

2
kBT (A.14)

L'énergie totale d'une particule perdue, d'énergie cinétique moyenne 3/2kBT , vaut donc 2kBT .
Hors du régime hydrodynamique (Γcol < ω/2π), nous considérons que l'énergie de recombinai-
son de la molécule Rb2 n'est pas transmise au reste du nuage.

En �n de compte, la perte d'énergie du nuage par collisions inélastiques vaut donc :

dE

dt 3c
=
dN

dt 3c
· 2kBT (A.15)

A.5 Solution stationnaire

Nous résolvons le système d'équations suivant, dont les inconnues sont le nombre d'atomes
et la température :

dN

dt noir
+
dN

dt ev
+
dN

dt 1c
+
dN

dt 3c
= 0 (A.16)

dE

dt noir
+
dE

dt ev
+
dE

dt 1c
+
dE

dt 3c
= 0 (A.17)

Ces deux équations couplées sont d'ordre trois en N . Nous résolvons graphiquement le système
et choisissons la seule solution positive. Le paramètre ajustable expérimentalement est le rayon
R0 de la zone noire.

Paramètres

Le piège magnéto-optique comprimé, imposant le taux de chargement de la zone noire, est
caractérisé par les paramètres suivants :

� Temperature : T ≈ 40µK
� Densité : n0 ≈ 3 1010 cm−3

� Constante de di�usion : Dm ≈ 6 10−4 cm2/s

Nous considérons un piège conservatif généré au croisement de deux faisceaux de waist
80 µm, de puissance 2 W, à une longueur d'onde de 850 nm. Nous l'approximons par un
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con�nement harmonique isotrope, de fréquence de con�nement ω/2π = 380Hz, de profondeur 3

100 µK, et de rayon 57 µm.
Nous rappelons en�n les paramètres des di�érents processus de pertes :
� Taux de collision avec le gaz ambiant : Γ1c = 1/15 s−1

� Section e�cace de collision élastique : σ = 7 10−12 cm2

� Coe�cient de collisions à trois corps : L3c = 1.8 10−29 cm6/s

Résultat

Nous résolvons graphiquement les équations A.16 et A.17. Le résultat doit véri�er plusieurs
conditions pour être cohérent :

1. Le �ux d'atomes entrant dans la zone noire doit être faible devant le taux typique de
chargement d'un PMO. Sinon, la condition aux limites en densité n'est pas pertinente.

2. Le rayon du nuage piégé doit être inférieur au rayon de la zone noire. Sinon, les atomes
en cours de thermalisation dans le piège sont récupérés par le PMO.

Ce dernier point limite beaucoup le domaine de validité de notre calcul, et nous empêche de
réaliser une vraie optimisation du chargement en fonction du rayon de la zone noire. Nous
présentons toutefois le résultat du calcul dans une situation pertinente.

Lorsque la zone noire a un rayon de R0 = 35µm, le �ux d'atomes chargés vaut dN
dt noir

=
7.9 105s−1, largement inférieur au taux de chargement d'un PMO. La résolution graphique
des deux équations retourne U/kBT = 10.9 (soit une température de 9.2 µK). Le rayon rms
du nuage vaut 22 µm. Près de 1.3 106 atomes sont chargés, correspondant à une densité dans
l'espace des phases D = N (~ω/kBT )3 = 1.2 10−2, ainsi qu'à un taux de collisions élastiques
Γcol = 1900/s. Nous sommes dans le régime hydrodynamique : le chau�age associé à la recom-
binaison à trois corps est donc sous-estimé.

Echelle de temps du chargement

Le calcul que nous venons de présenter ne retourne que la situation stationnaire. A�n
d'estimer l'échelle de temps nécessaire pour rejoindre cet équilibre, nous employons une autre
approche. Nous simulons la thermalisation du nuage en résolvant numériquement l'équation de
Boltzmann dans le piège harmonique [Luiten 96], à partir d'un code présenté dans le rapport
de stage [Robert-de Saint-Vincent 07]. La simulation ne prend pas en compte les pertes à trois
corps, dépendantes de l'énergie.

Nous introduisons un �ux d'atomes par unité d'énergie, calculé avec une distribution d'éner-
gie cinétique thermalisée à 40 µK. L'énergie potentielle est par contre déterminée par U(R0)
au bord de la zone noire. Nous normalisons ce �ux à partir de dN

dt noir
évalué plus haut. Après

application de l'hypothèse d'ergodicité, nous obtenons un �ux d'atomes par unité d'énergie :

f(E > U(R0)) =
dN

dt noir
·

2
√
E − U(R0)

√
π(kBT )3/2

· exp [−(E − U(R0))/kBT ] (A.18)

La �gure A.1 présente le nombre d'atomes et la densité dans l'espace des phases en fonction du
temps selon cette simulation. Le régime stationnaire évalué plus haut par le modèle analytique

3. La profondeur du piège étant la di�érence d'energie entre le fond du croisement et l'énergie au fond d'un
des bras du piège, par lequel les atomes peuvent quitter la zone croisée.
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(D ≈ 1 10−2) est rejoint en environ 10 secondes. La densité dans l'espace des phases et le nombre
d'atomes continuent d'augmenter, mais vraisemblablement cette di�érence est à mettre sur le
compte des pertes inélastiques absentes de la simulation.

Figure A.1 � Simulation numérique du chargement de la zone noire. En approximativement
10 secondes, nous rejoignons une densité dans l'espace des phases de l'ordre de 0.01 (�gure de
droite, en échelle log de base 10). Le chargement se poursuit encore pendant une dizaine de
secondes supplémentaires selon cette simulation, mais l'absence de pertes inélastiques devient
alors une approximation erronée.

A.6 Conclusion

En conclusion, nous avons évalué l'e�cacité de chargement d'un piège conservatif en pré-
sence d'une zone dépourvue de repompage optique. Nous estimons que, pour un piège de 100
µK de profondeur et 380 Hz de fréquence de con�nement, il est possible de charger un million
d'atomes à une densité dans l'espace des phases de l'ordre de D ≈ 10−2. Cette situation, avec
un taux de collisions élastiques de l'ordre de 2000/s, est un point de départ favorable pour une
évaporation forcée. A l'aide d'une simulation numérique, nous estimons le temps caractéristique
du chargement à une dizaine de secondes.
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ANNEXE B

Transfert Raman en présence d'un

biais magnétique

Nos expériences de trampoline sont réalisées par di�raction sur une onde stationnaire po-
larisée circulairement. Comme observé par une expérience de Stern et Gerlach, les atomes
sont initialement dans une superposition des trois états de projection de spin mF de l'état
|5S1/2, F = 1 >. Nous observons qu'en �n d'une expérience de trampoline, la proportion des
trois composantes est identique dans l'échantillon suspendu. De manière générale pourtant,
l'onde stationnaire aurait pu a�ecter di�éremment chacune des composantes.

Dans la section 3.2.2, nous expliquons que s'il existe un champ magnétique de biais ortho-
gonal à la direction de propagation de l'onde laser, les déplacements lumineux (au deuxième
ordre en champ) vus par les trois états de spin sont identiques. Dans ce cas particulier, nous
étudions maintenant le couplage entre les états mF induit par le champ laser. Nous dérivons
une condition sur la valeur du champ magnétique pour rendre ce couplage négligeable.

Nous nous plaçons dans le repère aligné sur le champ magnétique (ez′ =
~B
||B|| est alors l'axe

autour duquel les spins atomiques précessent). Dans ce repère, la lumière est dans un état de
superposition entre les composantes de polarisation ~ez′ (polarisation q = 0) et ~e± = 1√

2
~ex′±i~ey′

(polarisations q = ±1). La polarisation du laser s'écrit :

~p = − i√
2
~ez′ +

1

2
(~e+ + ~e−) (B.1)

Les trois états du fondamental |5S1/2, F = 1,mF ∈ (0,±1) > sont alors couplés par des
processus du second ordre en champ électrique, représentés sur le schéma B.1. Par ailleurs,
le champ magnétique est responsable d'un déplacement par e�et Zeemann des énergies des
di�érents états de spin : δE(mF ) = mFµB, avec µ = h× 0.7 MHz/G.

Nous évaluons maintenant la probabilité de coupler deux états d'impulsions di�érentes
avec un changement de l'état de spin |mF >. Considérons par exemple un atome dans l'état
|mF = −1 >. Les processus de couplage au spin |mF = +1 > impliquent des champs lumineux
Eq(±k,±ω), indexés par leurs polarisations q, leurs vecteurs d'onde ±kL, et leurs fréquences
±ω. Plus précisément, une onde progressive ~E(t) = E0cos(kz−ωt)~eq est associée à deux termes
Eq(k,±ω) = E0/2

L'interaction avec le laser est désaccordé de ∆ = 2π×6.6 GHz. Nous négligeons la structure
hyper�ne de l'état excité, dont nous regroupons tous les états de spinmJ sous la même notation
|5P3/2 >. L'état de spin |mF = −1 > du niveau fondamental est alors couplé vers l'état de
spin |mF = +1 > par di�érents processus quasi-résonants du second ordre, avec changement
de l'impulsion p :
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156 Chap B - Transfert Raman en présence d'un biais magnétique

Figure B.1 � Schema de couplage des états de spin |mF >. La présence de plusieurs pola-
risations de lumière permet de coupler indirectement les trois états de spin. Nous négligeons
la structure hyper�ne de l'état excité, dont nous regroupons tous les états de spin mJ sous la
même multiplicité |5P3/2 >. Sur ce schéma, seule l'énergie de l'état interne est représentée. La
présence d'un champ magnétique lève la dégénérescence du fondamental par e�et Zeeman.

1. L'état |mF = −1, p > est couplé à |mF = +1, p′ = p > par deux ondes de polarisations
opposées q = ±1, et de même sens de propagation (par exemple +kL), avec la pulsation
de Rabi suivante :

Ω
(1)
Raman = < mF = −1, p|d+ ·

2E+(+kL,+ω)

~
|5P3/2 >

1

2∆
(B.2)

× < 5P3/2|
d− · 2E−(+kL,−ω)

~
|mF = +1, p >

Ce couplage aboutit à une oscillation entre les deux états de spin, sans changement de
l'impulsion. Autrement dit, il correspond à un terme de couplage entre les états mF

indépendant de la position.

2. Les deux états |mF = ±1 > sont aussi couplés via deux ondes de polarisation et de sens
de propagation opposés, avec alors un changement de l'état d'impulsion. Par exemple,
les états |mF = −1, p > et |mF = +1, p+ 2~kL > sont couplés avec la pulsation de Rabi
suivante :

Ω
(2)
Raman = < mF = −1, p|d+ · 2E+(+kL,+ω)

~
|5P3/2 >

1

2∆
(B.3)

× < 5P3/2|
d− · 2E−(−kL,−ω)

~
|mF = +1, p+ 2~kL >

Ce dernier cas peut transférer une impulsion au nuage. Nous recherchons une condition pour

que ce processus soit négligeable. La condition pour rendre le couplage Ω
(1)
Raman négligeable est

similaire. A partir de maintenant, pour une meilleure lisibilité, nous omettons l'indice (2) sur
la pulsation de Rabi.
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Pour quanti�er le problème, intéressons nous à la restriction du hamiltonien e�ectif aux
états de spin {mF = ±1}, et d'impulsion {p0, p0 + ~K} - où l'impulsion p0 est proche de
−~K/2. Les termes non-nuls du hamitonien e�ectif s'écrivent :

< p,mF |H|p,mF > =
p2

2m
+mFµB (B.4)

< p± ~K,mF |H|p,mF > =
~Ω

2
(B.5)

< p± ~K,mF = ±1|H|p,mF = ∓1 > =
~ΩRaman

2
(B.6)

Le couplage Ω décrit la di�raction de Bragg usuelle, utilisée par nos expériences. Si le dépla-
cement Zeemann est su�samment grand, le couplage par ΩRaman peut avoir un impact négli-
geable sur l'évolution du système. Nous précisons maintenant les énergies en jeu a�n d'évaluer
le champ magnétique adéquat.

Durant nos expériences, le potentiel périodique a une profondeur de l'ordre de V0 = h×25
kHz (voir la section 3.2.3), associé à un couplage entre états de même spin et d'impulsions
attenantes Ω = V0/2~ ≈ 2π × 12 kHz.

Ce couplage Ω résulte de la somme de :
� un couplage du second ordre par une onde de polarisation q =1 et d'amplitude 1/2, avec
un coe�cient de Clebsch-Gordan

√
3/2

� un couplage du second ordre par une onde de polarisation q =-1 et d'amplitude 1/2, avec
un coe�cient de Clebsch-Gordan

√
3/2

� un couplage du second ordre par une onde de polarisation q =0 et d'amplitude 1/
√

2,
avec un coe�cient de Clebsch-Gordan 1.

Par contre, le couplage ΩRaman résulte d'un seul processus, de couplage du second ordre
via deux ondes de polarisations opposées q = ±1 et d'amplitude 1/2, avec un coe�cient de
Clebsch-Gordan

√
3/2 .

On peut donc démontrer que

ΩRaman = Ω · 3

14
≈ 2π × 3 kHz (B.7)

Nous souhaitons minimiser le taux de transfert entre états de spins di�érents, dont la
di�érence d'énergie est contrôlée par le champ B. Raisonnons sur une oscillation de Rabi de
pulsation ΩRaman entre les deux états |mF = −1, p > et |mF = 1, p+ 2~kL >, arti�ciellement
isolés.

Dans les expériences de trampoline, le désaccord à la condition de Bragg est en général
inférieur à l'énergie de recul. Par contre, nous induisons un fort désaccord sur le couplage
Raman par e�et Zeemann : ~δ ≈ 2µB. Le transfert maximal d'un état de spin vers l'autre vaut
alors :

fmax =
1

1 + 4µ2B2/Ω2
Raman

≈
Ω2
Raman

4µ2B2
(B.8)

Ainsi, on peut rendre ce transfert négligeable (fmax ≈ 10−4 par exemple) pour B > Bc avec

Bc =

√
1

fmax
· ~ΩRaman

2µ
≈ 200mG (B.9)

157



158 Chap B - Transfert Raman en présence d'un biais magnétique

Conclusion : Le même raisonnement peut être réalisé concernant le couplage entre un état
mF = ±1 et l'état mF = 0, aboutissant aux mêmes ordres de grandeur. Un champ de l'ordre
de quelques centaines de milligauss est donc su�sant pour que le processus dominant reste la
di�raction de Bragg sans changement d'état de spin.
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ANNEXE C

Di�raction d'un échantillon atomique

dense

Le fait d'employer une source atomique dense et collimatée, proche du régime de conden-
sation, permet de créer un interféromètre de forte brillance. Toutefois, cela fait apparaître
quelques e�ets collectifs pouvant a�ecter le processus de di�raction.

Nous présentons deux mécanismes, illustrés en Fig. C.1, a�ectant la quantité de mouvement
transférée aux atomes lors de la di�raction. L'un d'eux est dû à une interaction médiée par la
lumière, tandis que l'autre est directement dû aux collisions entre les atomes, indépendamment
du réseau di�ractant. Pour plus de simplicité, nous les étudions dans le régime de réseau épais,
et à incidence de Bragg −~kL = −~K/2.

Figure C.1 � a) E�et de l'indice optique n. Un photon de vecteur d'onde kL dans le vide
rentre dans le milieu. Si il est absorbé par un atome, celui-ci reçoit alors une quantité de mouve-
ment n~kL. L'ensemble du milieu récupère la di�érence d'impulsion entre celle apportée par le
photon incident et celle transférée à l'atome. b) E�et des interactions. Lors de la séparation des
composantes di�ractées, initialement superposées, les interactions répulsives entre les nuages
causent un échange supplémentaire d'impulsion.

E�et de l'indice optique (Fig. C.1a) :

La quantité de mouvement portée par la lumière dans un mileu diélectrique est un sujet
de débat, initié par [Abraham 09], qui a�rmait qu'elle est proportionnelle à l'indice n du
mileu, et [Minkowski 08], qui a�rmait qu'elle est inversement proportionnelle à l'indice. La
réponse à cette question semble dépendre de la situation observée [Gordon 73]. Si l'on considère
la di�raction d'un atome par une onde stationnaire dans un milieu, on s'attend au résultat
d'Abraham : si la vitesse de phase de la lumière dans le milieu vaut vaut c/n, l'atome est
di�racté par un potentiel périodique de pas λ/2n, et récupère donc une impulsion multiple de
2n~kL. Cette intuition est validé expérimentalement par [Campbell 05]. Toutefois, l'impulsion
supplémentaire acquise par l'atome l'a été au détriment du milieu environnant, qui reçoit le
défaut d'impulsion 2(1− n)~kL.
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160 Chap C - Di�raction d'un échantillon atomique dense

Si maintenant une proportion non négligeable du nuage est di�ractée, a�n de conserver
l'impulsion totale du système atomes + photons, les impulsions transférées sont encore un peu
di�érentes. Comme présenté dans [Cladé 06], si une fraction Q du nuage est di�ractée dans
le régime de Bragg, alors les atomes dé�échis reçoivent une impulsion 2(n + Q(1 − n))~kL,
tandis que les atomes "non dé�échis" récupèrent en fait une légère impulsion de sens opposé
2Q(1− n)~kL.

Evaluons cet e�et : si le désaccord ∆ est grand devant la structure hyper�ne mais faible
devant la structure �ne, nous calculons l'indice du milieu selon l'expression :

n = 1 + f
3π

2
ρ

Γ

∆

(
λ

2π

)3

(C.1)

où f est la force d'oscillateur, valant 2/3 pour la transition D2, 1 et ρ est la densité du nuage.

Pour une densité initiale de 1014 atomes par cm3 et un désaccord ∆ = 6.6 GHz, le terme
(n−1) vaut 6 10−4. Alors, si approximativement 95% des atomes sont ré�échis par un événement
de di�raction tandis que environ 5% sont transmis, le paquet d'onde ré�échi récupère une
impulsion excédentaire de 6. 10−5~kL tandis que le paquet d'onde transmis reçoit une impulsion
dirigée vers le bas de −1. 10−3~kL.

Toutefois, déjà au troisième pulse d'une expérience de trampoline, la densité a décru d'un
facteur 20 en raison de l'expansion du nuage 2 : le paquet d'onde dé�échi vers le haut ne récu-
père que 3. 10−6~kL, et le paquet dé�échi vers le bas seulement −6. 10−5~kL. Ainsi, dans une
expérience de trampoline, ce biais est fortement supprimé car il se moyenne sur de nombreux
transferts d'impulsions indépendants.

E�et des interaction (Fig. C.1b) :
Un second e�et collectif va a�ecter l'impulsion transférée à chaque composante : les in-

teractions entre atomes. Juste après le transfert d'impulsion, nous avons recouvrement entre
deux nuages d'impulsions di�érentes. L'énergie d'interaction entre ces deux composantes est
de l'ordre de :

Eint = NQ(1−Q)2gρ (C.2)

où g = 4π~2a/m est la constante de couplage des collisions interatomiques, ρ est la densité
atomique, N le nombre total de particules, et Q la proportion d'atomes di�ractés. Après l'évé-
nement de di�raction, les deux nuages se séparent en convertissant leur énergie d'interaction
en énergie cinétique. L'impulsion totale étant conservé, nous pouvons déduire les impulsions
excédentaires δp± transférées à chaque atome des composantes d'impulsion ±~kL. Elles sont
décrites par une équation d'ordre 2 :

0 = δp2
+

(
Q2

2m(1−Q)

)
+ δp+

(
2Q~k
m

)
− 2gρQ(1−Q) (C.3)

δp− =
Q

Q− 1
δp+ (C.4)

1. Ce chi�re est valide en polarisation linéaire. Comme présenté en 3.2.2, on peut s'arranger pour obtenir la
même force d'oscillateur en polarisation circulaire, en présence d'un champ magnétique orthogonal au réseau.

2. Cette chute de densité est évaluée pour l'expansion d'un échantillon thermique, nos expériences étant
réalisées à la température critique de condensation.
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Pour une densité de 1014 cm−3, si la fraction non di�ractée est de l'ordre de 5 %, alors les
atomes dé�échis reçoivent une impulsion excédentaire δp+ = 5 10−3~kL, tandis que les atomes
transmis reçoivent une impulsion de sens opposé δp− = −9 10−2~kL.

Mais à nouveau, la forte chute de densité d'un pulse à l'autre réduit l'e�et de ce biais sur
une expérience de trampoline. Si le premier pulse est a�ecté, au troisième nous retrouvons
une impulsion excédentaire de 3. 10−4~kL pour l'échantillon dé�échi, et −5. 10−2~kL pour la
partie transmise. Après plus de 10 pulses, l'erreur de dé�ection passe sous 10−5 pour toutes les
composantes. Sur une expérience caractéristique de 20 rebonds, les interactions ne sont plus
l'élément limitant de la mesure.
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Résumé

Cette thèse présente deux expériences de physique atomique, réalisées sur un échantillon de Rubi-
dium 87 ultra-froid. Nous abordons les thématiques de l'interférométrie atomique, ainsi que des pro-
priétés de transport en milieu désordonné.

Dans la première expérience, nous développons une méthode de suspension des atomes contre
la gravité, en vue d'optimiser le temps d'interrogation d'interféromètres atomiques. Les atomes sont
périodiquement di�ractés sur une onde lumineuse stationnaire, utilisée comme miroir de Bragg pour
ré�échir l'échantillon et ainsi empêcher sa chute. Toutefois, en approchant le régime de réseau mince,
l'onde atomique est séparée vers de nombreuses trajectoires qui se recombinent périodiquement. Nous
montrons que les interférences entre ces composantes peuvent être exploitées pour bloquer les pertes
vers les voies en chute libre. Ce nouvel interféromètre pourrait être une alternative intéressante pour
maintenir un senseur inertiel ou une horloge atomique en suspension dans un volume réduit, tout en
permettant une mesure simultanée des forces agissant sur les atomes.

La seconde expérience porte sur les propriétés de transport dans un milieu bidimensionnel désor-
donné. En particulier, des interférences entre ondes de matière peuvent bloquer le transport � phé-
nomène connu sous le nom de localisation d'Anderson. Nous con�nons les atomes entre deux nappes
de lumière répulsives, et générons le désordre à l'aide d'une �gure de tavelures. Nous observons une
propagation di�usive, dont nous extrayons des coe�cients de di�usion en accord avec une modélisation
numérique. Nous explorons ensuite un régime de plus basse énergie, où un comportement subdi�usif,
classiquement piégé sous le seuil de percolation, ou encore localisé au sens d'Anderson, pourrait être ob-
servé. Finalement, l'étude de l'in�uence du désordre sur la transition de Berezinskii-Kosterlitz-Thouless
en deux dimensions est maintenant à portée de l'expérience.

Mots clés
Condensation de Bose-Einstein - Piège dipolaire optique - Interférométrie atomique - Di�raction de
Bragg - Transport à deux dimensions - Localisation d'Anderson

Abstract

This thesis presents two experiments of atomic physics, realized on an ultra-cold sample of Rubidium
87. We tackle the topics of atom interferometry, and of the transport properties in disordered medium.

In the �rst experiment, we demonstrate a technique for suspending atoms against gravity, which
could help increase the interrogation time of atom interferometers. The atoms are periodically di�rac-
ted on a light standing wave, used as Bragg mirror to re�ect the atoms and thus prevent their fall.
However, when getting close to the thin grating limit, the matter wave-packet is splitted into many
trajectories that periodically recombine. We show that the interference between these multiple compo-
nents can be used to cancel the losses towards falling channels. This original interferometer could be
an interesting alternative to suspend an inertial sensor or an atom clock in a limited volume, whilst
allowing simultaneous measurement of the forces acting on the atoms.

The second experiment is devoted to the study of the transport properties in a 2D disordered
medium. In particular, matter wave interference can prevent the transport � a phenomenon known as
Anderson Localization. The atoms are con�ned between two repulsive sheets of light, and the disorder
is generated by a speckle pattern shined onto the cloud. We observe a di�usive expansion in these
potentials, and extract di�usion coe�cients in agreement with a numerical simulation. We then explore
the dynamic at lower energies, where subdi�usion, classical trapping under the percolation threshold,
and Anderson Localization may be observed. Finally, the study of the interplay between disorder and
the Berezinskii-Kosterlitz-Thouless transition in 2D is now within reach.

Key words
Bose-Einstein condensation - Optical dipole trap - Atom interferometry - Bragg di�raction - 2D trans-
port - Anderson Localization


