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Introduction

Vers une révolution de la physique atomique

Dans les années 1950, la physique atomique était considérée comme un domaine en-
tièrement exploré, assimilé à la spectroscopie classique utilisée pour sonder la structure
atomique. Le développement en 1960 du premier laser par T.H. Maiman est à l’origine
d’une véritable révolution de la physique atomique. A cette époque, l’utilisation de deux
lasers contrapropageants de même fréquence traversant une cellule remplie d’un gaz à
étudier a permis, grâce au phénomène d’absorption saturée, d’affiner les mesures spec-
troscopiques de plusieurs espèces atomiques. J. Hall et C. Bordé ont par exemple utilisé
cette technique afin d’étudier la structure hyperfine du méthane [1] en 1974. Cet effet est
également utilisé depuis lors afin de stabiliser les lasers en fréquence [2]. Par ailleurs, dans
les années 1970, l’accordabilité en fréquence des lasers a permis de réaliser des mesures
de spectroscopie à deux photons [3] bien plus précises que les mesures obtenues en spec-
troscopie classique grâce à la suppression de l’effet Doppler.
La lumière devient ainsi une sonde de plus en plus précise pour la caractérisation de la
structure des atomes, mais également un instrument permettant de manipuler ces derniers.
Si le premier exemple de manipulation des atomes par la lumière date des expériences de
pompage optique effectuées par A. Kastler et J. Brossel en 1952, l’avènement des lasers
a permis d’aller beaucoup plus loin, donnant ainsi naissance à un tout nouveau champ
d’investigation de la physique : le domaine des atomes froids.

Refroidissement laser des atomes

Dès 1975, T. Hänsch et A. Schawlow ont proposé d’utiliser la force de pression de
radiation exercée par la lumière sur la matière afin de refroidir des populations d’atomes
[4]. Ce type de refroidissement dissipatif, appelé refroidissement Doppler, tire partie de
l’effet du même nom qui permet à la lumière d’exercer une force de friction sur les atomes
en mouvement. Comme J. Dalibard l’a souligné lors de son cours au Collège de France de
cette année 2015, A. Einstein avait déjà développé un formalisme permettant d’aboutir
au refroidissement Doppler tel qu’on le connait actuellement en introduisant en 1916
les différents processus qui pilotent l’interaction matière-rayonnement (émission stimulée,
émission spontanée et absorption). Cependant, ce n’est que grâce à la disponibilité de
sources laser continues, suffisamment puissantes et surtout émettant une fréquence en
résonance avec l’une des transitions atomiques de l’espèce choisie, que le refroidissement
Doppler a pu être étudié expérimentalement près de 70 ans plus tard.
Les premières mélasses optiques ont ainsi été produites en 1985 avec des atomes de sodium
[5]. Cependant, des études impliquant des mesures de température plus précises réalisées
quelques années plus tard par P.D. Lett et al. ont montré que la température obtenue était
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alors plus basse que celle prévue pour le refroidissement Doppler [6]. Un autre phénomène
de refroidissement était en jeu et il a fallu attendre jusqu’à très récemment pour observer
la limite de refroidissement Doppler dans des gaz d’atomes à trois dimensions [7].
Le nouveau phénomène ayant ainsi fait son apparition s’est avéré être du refroidissement
dit Sisyphe mettant en jeu, pour un atome à plusieurs niveaux, une modulation dans
l’espace des taux de pompage optique ainsi que du potentiel lumineux ressenti par les
atomes. Le refroidissement intervient dès lors que les atomes montent au total plus de
collines de potentiel qu’ils n’en descendent. A la même période, d’autres techniques tirant
parti de transitions Raman [8] ou encore d’états noirs [9] font également leurs preuves.
Le refroidissement dissipatif permet ainsi de refroidir les atomes de près de 8 ordres
de grandeur comparé à la température ambiante. Ce n’est cependant pas suffisant pour
atteindre la dégénérescence quantique dans des gaz d’atomes froids et il faut attendre 1995
et l’utilisation du refroidissement par évaporation pour observer le premier condensat de
Bose-Einstein [10]. Cette dernière étape permet de gagner encore environ 3 ordres de
grandeur sur la température du gaz étudié.
Ainsi, si la manipulation d’atomes par la lumière a d’abord été utilisée afin d’améliorer les
mesures de spectroscopie, notamment en s’affranchissant de l’effet Doppler, l’utilisation
de faisceaux lasers pour refroidir la matière est devenue un domaine d’étude à part entière,
donnant lieu à de nombreuses applications nouvelles et permettant de mettre en évidence
de nouveaux états de la matière.

Atomes froids : des systèmes versatiles pour l’étude
d’une grande variété de problèmes physiques

L’intérêt des atomes froids réside en grande partie dans le contrôle d’un nombre impor-
tant de paramètres qu’ils permettent. Il est notamment possible de contrôler la géométrie
du système en piégeant les atomes aux noeuds d’un réseau optique, ou encore de modifier
la dimension effective du système étudié en façonnant les faisceaux lasers utilisés pour
piéger les atomes. L’accès au contrôle des interactions entre atomes via l’utilisation de
résonances de Feshbach [11] permet d’étudier une grande variété de problèmes physiques
puisqu’on est capable tant d’annuler les interactions entre atomes que de les rendre attrac-
tives ou répulsives. Il est également possible d’introduire du désordre dans les systèmes
d’atomes froids étudiés, par exemple en appliquant un potentiel de speckle lumineux sur
l’échantillon. On peut ainsi contrôler à loisir l’amplitude ainsi que la distribution des
impuretés rencontrées par les atomes du gaz. Pour finir, un grand nombre d’espèces ato-
miques ont été refroidies jusqu’à la dégénérescence quantique à ce jour, autorisant ainsi à
l’expérimentateur à sélectionner l’atome lui permettant d’étudier le problème considéré :
fermionique, bosonique, nécessitant un grand moment magnétique ou encore une masse
importante.
Les atomes froids constituent donc des systèmes extrêmement contrôlables qui peuvent
non seulement être utilisés comme simulateurs quantiques afin de modéliser des problèmes
de matière condensée par exemple, mais également comme sondes, d’autant plus précises
qu’ils sont froids, pour accéder à des mesures de haute précision : détermination précise de
constantes fondamentales telles que la constante de gravitation ou encore définition précise
de la seconde [12]. Pour finir, l’étude des atomes froids pour eux-mêmes permet d’accéder
à de nouveaux états de la matière (condensats de Bose-Einstein, verres de Bose) dont
les propriétés peuvent à leur tour être étudiées dans des systèmes équivalents de matière
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condensée [13].

Contenu du manuscrit

Ces travaux de thèse ont été effectués au Laboratoire Charles Fabry dans l’équipe de
Thomas Bourdel. La condensation tout optique du 39K a été atteinte avec le travail de
Guillaume Salomon et Pengjun Wang, puis Steven Lepoutre nous a rejoint pour étudier
les gaz quantiques à interactions contrôlables obtenus. Enfin, Amaudric Boissé, futur
doctorant de l’équipe, a déjà pu participer à l’expérience lors des études sur les résonances
de Feshbach. Les études présentées dans ce manuscrit s’intéressent à plusieurs aspects
de la physique atomique actuelle et se scindent en quatre chapitres. Les deux premiers
présentent le refroidissement tout optique du potassium 39 tandis que les deux suivants
mettent en avant le contrôle des interactions accessible pour cette espèce atomique.

Chapitre 1

Afin d’atteindre la condensation tout optique du 39K, il est en premier lieu néces-
saire de mettre en place un refroidissement dissipatif efficace, permettant de produire des
nuages denses et froids afin de charger directement un piège dipolaire à partir de mélasses
optiques. Les étapes usuelles de piégeage magnéto-optique sont décrites puis l’étape clé de
mélasses grises, permettant de refroidir le potassium 39 jusqu’à une température de 6 µK,
jamais atteinte avec d’autres méthodes, est présentée. Le processus de mélasses grises,
mis en évidence dans les années 1990 dans le cadre des recherches sur le refroidissement
atomique [14], est en effet depuis peu revenu sur le devant de la scène car il permet de
refroidir des atomes pour lesquels le refroidissement Sisyphe habituel n’est pas efficace.
Cette étape nous permet d’atteindre la condition d’échantillon froid. Pour ce qui est de la
densité, la lumière D1 utilisée pour les mélasses grises est couplée à de la lumière D2 afin
de réaliser une étape de piège magnéto-optique compressé, avant la phase de mélasses, qui
densifie le nuage tout en le refroidissant. Ce chapitre se conclut sur le chargement d’un
piège dipolaire large, permettant de collecter un maximum d’atomes à partir des mélasses
grises.

Chapitre 2

Dans ce deuxième chapitre, les étapes de préparation du nuage dans le piège op-
tique précédant la phase d’évaporation sont détaillées. En effet, en raison des mauvaises
propriétés de collision du 39K en champ magnétique nul, il est nécessaire d’utiliser les
résonances de Feshbach afin d’évaporer efficacement jusqu’à la condensation. Pour avoir
accès au contrôle des interactions entre tous les atomes du nuage, une étape de tri des
états de spins dans le piège dipolaire doit être introduite dans notre expérience. Le pre-
mier condensat tout optique de 39K est ainsi produit de manière rapide et efficace après
une évaporation au voisinage d’une résonance de Feshbach.
L’étude de la température critique de condensation est ensuite présentée comme une pre-
mière méthode de calibration du nombre d’atomes dans les gaz étudiés. Pour finir, les
améliorations du montage expérimental, effectuées après l’obtention du condensat dans
l’expérience, sont présentées.
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Chapitre 3

Ce chapitre est consacré à l’étude des résonances de Feshbach du 39K. En effet, si les
résonances larges en onde s pour cette espèce atomique sont connues et utilisées dans
les expériences, ce n’est pas le cas des résonances d’ordre supérieur qui sont uniquement
prévues par la théorie.
Nous présentons ainsi l’observation de résonances de Feshbach en onde p dans des mélanges
de spins prévues par la théorie. Par ailleurs, une résonance en onde d est également
observée et les processus de pertes en jeu sont analysés. Ces études nous permettent,
via l’analyse de l’évolution de la largeur des pertes ainsi que de celle de l’évolution du
maximum de pertes en fonction de la température du gaz, de comprendre les processus de
collision en jeu dans le cas de la résonance de Feshbach considérée. Nous montrons ainsi
qu’un processus mettant en jeu deux étapes de collisions à deux corps en onde d permet
d’expliquer les résultats expérimentaux observés.

Chapitre 4

Le dernier chapitre de cette thèse est finalement consacré aux premières études effec-
tuées avec les gaz quantiques à interactions contrôlables que nous produisons avec le 39K.
Tout d’abord, nous étudions l’expansion d’un condensat dans le cross-over dimensionel
1D-3D. En effet, dans le piège optique croisé considéré, en modifiant les interactions ré-
pulsives dans le condensat, la géométrie effective du condensat en expansion passe d’un
régime tridimensionnel à un régime unidimensionnel. Nous montrons qu’un modèle théo-
rique donnant le potentiel chimique local dans le cas intermédiaire permet d’expliquer nos
résultats expérimentaux. Cette première expérience nous permet de nous assurer que le
contrôle des interactions est réalisé correctement.
Enfin, dans l’optique d’étudier les effets conjoints du désordre et des interactions dans
les gaz quantiques en dimensions réduites, nous nous intéressons au cas d’un condensat
dans un piège unidimensionnel. Pour des interactions attractives entre atomes nous pro-
duisons des solitons brillants, i.e. des gaz quantiques auto-confinés longitudinalement par
les interactions entre atomes. Nous souhaitons ainsi, en comparant la propagation d’un
soliton dans un potentiel désordonné à celle d’un gaz parfait, mettre en évidence un effet
spectaculaire d’un faible changement des interactions entres atomes sur la propagation
d’un gaz dégénéré dans du désordre.
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Chapitre 1

Un refroidissement dissipatif efficace
pour le chargement d’un piège
conservatif

Afin de réaliser une évaporation tout optique, plus rapide en général qu’une évapora-
tion magnétique, il faut charger un piège optique directement après l’étape de mélasses.
Pour que ce chargement soit efficace, il est au préalable nécessaire de préparer un nuage
d’atomes dense et froid. Comme expliqué dans ce chapitre, la structure atomique du
potassium oblige à utiliser des méthodes inhabituelles afin d’atteindre la densité et la
température nécessaires au chargement direct du piège optique.
Après avoir décrit d’une part le système laser et d’autre part le reste du système expé-
rimental utilisés, les différentes étapes nécessaires à la production d’un échantillon dense
et froid seront expliquées. Un jet d’atomes collimaté charge un piège magnéto-optique
tridimensionnel (MOT 3D). Suit une étape transitoire de compression dans un MOT
comprimé (CMOT) pour finalement refroidir le nuage grâce à un processus de mélasses
grises. Nous conclurons sur le chargement direct d’un piège optique.

1.1 Montage expérimental

1.1.1 Système laser

La collection d’atomes, la compression du nuage et son refroidissement font intervenir
des mécanismes de refroidissement Doppler puis sub-Doppler. Un refroidissement usuel
(similaire à ce qui se fait généralement pour d’autres alcalins comme le 87Rb par exemple)
n’est pas efficace dans le cas du 39K. Les difficultés rencontrées viennent essentiellement
de la structure des niveaux atomiques de cette espèce.

Structure du 39K

Comme on peut le constater sur la figure 1.1, la structure hyperfine des niveaux excités
de la transition D2 du 39K est étroite (33, 8 MHz au total, et seulement 9, 4 MHz entre les
niveaux hyperfins F ′ = 2 et F ′ = 1 par exemple), notamment comparée à la largeur de
raie correspondante Γ = 2π×6 MHz. Ceci implique qu’il est difficile d’adresser une unique
transition atomique avec un faisceau laser. Un nombre non négligeable d’atomes peut être
couplé à d’autres transitions, induisant des processus de chauffage ou tout simplement



Chapitre 1. Un refroidissement dissipatif efficace pour le chargement d’un piège
conservatif

Figure 1.1 – Structure des niveaux atomiques du 39K. Les flèches rouges représentent
les positions en fréquences des faisceaux utilisés (indicés 2) sur la transition D2. Ceux
utilisés sur la transition D1 (indicés 1) sont représentés en bleu. Les différents désaccords
par rapports aux transitions de base (P code pour principal et R pour repompeur dans
chacun des cas) sont définis sur cette figure.
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1.1. Montage expérimental

des pertes.
Dans l’expérience nous utiliserons les deux transitions, D1 et D2, du 39K. La première
servira principalement au refroidissement comme expliqué dans le chapitre concernant les
mélasses grises. La transition D2, habituellement utilisée pour les refroidissements Doppler
et sub-Doppler des alcalins, sera utilisée dans les pièges magnéto-optiques. Il n’existe pas
de vraie transition cyclante pour le 39K, si bien qu’il est nécessaire d’utiliser pour chaque
transition deux faisceaux adressant les deux niveaux fondamentaux. Par abus de langage
on parlera des faisceaux principal et repompeur, même si dans le cas présent les deux
faisceaux ont approximativement la même puissance. Les définitions seront données pour
chaque transition dans les paragraphes correspondants.

Production de lumière D2

L’une des particularités de notre expérience est l’utilisation de technologies télécom
fibrées pour la production des faisceaux lasers. Le principal avantage de ces technologies
réside dans le fait qu’il n’y a pas d’éléments mécaniques dans le système, tout se fait
par couplages fibre à fibre. Ces sytèmes sont donc très stables vis à vis des vibrations ou
encore d’éventuels changements de la température ambiante. Un des inconvénients que
nous avons cependant rencontré est l’apparition de feedback dans les fibres induisant des
instabilités en fréquence.
Pour produire la lumière sur la ligne D2 à 767 nm nous utilisons une diode DFB fibrée (Fi-
tel) émettant de la lumière à 1534 nm. Cette dernière est amplifiée dans un amplificateur
fibré dopé à l’erbium de 2 W (Manlight), lui-même couplé à deux fibres de sortie. Nous
disposons ainsi de 600 mW de 1534 nm dans chacune de ces deux fibres. Suivent deux
doubleurs fibrés (NTT Optoelectronics) dont l’un servira à créer la lumière du faisceau
principal et l’autre celle du faisceau repompeur de la ligne D2. Après asservissement en
température afin d’optimiser l’efficacité de doublage ils délivrent chacun environ 100 mW
de 767 nm.
Par analogie avec les termes utilisés pour le refroidissement du 87Rb le faisceau principal
correspond à celui adressant la transition |F = 2〉 → |F ′ = 3〉 tandis que le faisceau re-
pompeur adresse la transition |F = 1〉 → |F ′ = 2〉. On note δ2C et δ2R les désaccords en
fréquence correspondants (voir figure 1.1). Après les doubleurs, des modulateurs accousto-
optiques (AOM) servent à contrôler la puissance et la fréquence de chacun des deux fais-
ceaux. Ces derniers sont ensuite recombinés dans une fibre comme présenté sur le schéma
1.2. En sortie de fibre la lumière est séparée en deux parties, l’une injectant l’amplifi-
cateur optique dit TA (tapered amplifier) 2D et l’autre le TA dit 3D. L’avantage de la
recombinaison préalable dans la fibre est que les deux faisceaux (principal et repompeur)
ressortent dans le même mode, ce qui rend l’injection des TAs plus aisée. L’inconvénient
majeur est qu’on n’a alors pas de contrôle indépendant des fréquences et puissances d’une
part pour le MOT 2D et d’autre part pour le MOT 3D. Cet aspect du montage peut
être corrigé comme nous le discuterons au paragraphe 2.6. Après les TAs, chacune des
lignes 2D et 3D disposent encore d’AOM servant principalement à la coupure rapide de
la lumière. Nous discuterons des spécificités de chacune de ces deux lignes un peu plus
loin. Précisons cependant que pour chacune, un contrôle en continu du ratio en puissance
entre repompeur et principal est obtenu grâce à l’utilisation d’une cavité Fabry-Pérot.
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Figure 1.2 – Schéma du banc optique permettant de produire les lumières D2 (en rouge)
et D1 (en bleu). Les notations P et R désignent respectivement les faisceaux dont les
fréquences sont ajustées pour former le principal et le repompeur de chaque transition.
Les notations SP et DP pour les modulateurs acousto-optiques signifient respectivement
Simple Passage et Double Passage.
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1.1. Montage expérimental

Production de lumière D1

La principale différence dans la production de la lumière D1, dont le banc optique est
également présenté sur la figure 1.2, réside dans l’utilisation d’un laser en cavité étendue.
Cette solution est beaucoup moins stable mécaniquement que les technologies télécom
fibrées. Même si la majeure partie des données présentées dans cette thèse ont été prise
avec le montage décrit ici, nous avons récemment modifié la ligne de production de la
lumière D1 afin de gagner en stabilité dans l’expérience (voir section 2.6).
Le faisceau à 770 nm est produit par un laser en cavité étendue dans lequel la sélection
en fréquence est faite grâce à un filtre interférentiel [15]. La lumière ainsi produite est
ensuite amplifiée dans un TA et le faisceau repompeur est créé grâce à un modulateur
électro-optique (EOM) Qubig modulé autour de 461.7 MHz (écart en fréquence entre les
deux niveaux fondamentaux hyperfins). L’avantage ici est que les faisceaux principal et
repompeur sont directement superposés à la sortie de l’EOM. Ce dernier crée une bande
latérale (la repompe) à partir d’une porteuse (le principal). Dans notre cas l’intensité dans
la bande latérale vaut 30% de l’intensité totale en sortie de l’EOM. Le faisceau résultant
passe enfin par un AOM avant d’être injecté dans une fibre optique dont la sortie est
superposée au faisceau MOT 3D de la ligne D2. Nous reviendrons un peu plus loin sur
cet aspect du montage.
Précisons que le faisceau appelé principal pour la lumière D1 adresse la transition
|F = 2〉 → |F ′ = 2〉 tandis que le repompeur est sur |F = 1〉 → |F ′ = 2〉. Les désac-
cords δ1C et δ1R sont définis par rapports à ces transitions, comme montré sur la figure
1.1.

1.1.2 Système expérimental

Le travail de notre équipe sur le refroidissement du 39K a démarré peu avant le début
de ma thèse, lors de l’été 2012. Précédemment l’expérience utilisait du 87Rb et si les tables
optiques ont été reconstruites, l’architecture générale du système expérimental, détaillée
dans la suite, est la même que celle utilisée pour les expériences sur le rubidium. Des
descriptions plus complètes de ce système peuvent être trouvées dans les thèses d’anciens
doctorants de l’équipe [16, 17].
Le système à vide utilisé (figure 1.3) est constitué de deux enceintes : la chambre de
collection dans laquelle le MOT (ou PMO sur le schéma) 2D est réalisé et la chambre de
science dans laquelle le reste du cycle expérimental a lieu. Le lien entre les deux chambres
est fait via un tube de 2 mm de diamètre. Le vide est maintenu dans l’expérience grâce à
deux pompes ioniques.

Production et contrôle du nuage d’atomes

Afin de charger le MOT 3D dans la chambre de science, première étape du refroi-
dissement tout optique mis en place dans notre expérience, un jet d’atomes est créé à
partir d’un MOT 2D réalisé dans la chambre de collection. La mise en place et l’opti-
misation des pièges magnéto-optiques sont détaillées dans la section suivante. La source
atomique est un échantillon de potassium solide chauffé à environ 150 °C. La chambre de
collection est quant à elle chauffée à 50 °C. Le chauffage de ces parties du système est né-
cessaire à l’obtention d’une pression de vapeur saturante suffisante dans l’enceinte. Cette
dernière, déterminée via des mesures d’absorption, est de 2.10−8 mbar dans la chambre
de collection. Le jet atomique passe par le tube reliant les deux chambres qui crée un
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Figure 1.3 – Schéma du système à vide

pompage différentiel de l’ordre de 10−3. La pression dans la chambre de science est de
l’ordre de 10−10 mbar. Les bobines du MOT 2D sont placées sous vide, dans la chambre de
collection. Des bobines de compensation sont placées autour de cette même chambre. La
chambre de science possède 2 hublots CF160, permettant un large accès optique, ainsi que
8 ouvertures CF40. Les deux bobines du MOT 3D, de 126 tours chacune et refroidies à
l’eau, sont placées à l’extérieur de la chambre de science. Leur axe est perpendiculaire aux
deux gros hublots. Notons dès à présent qu’il est possible de passer d’une configuration
anti-Helmholtz (pour réaliser un champ magnétique quadrupolaire) à une configuration
Helmholtz (pour réaliser une région de champ magnétique constant) en changeant le sens
de passage du courant dans une des deux bobines du MOT 3D. Avec les mêmes bobines
nous pourrons donc créer aisément le gradient de champ magnétique nécessaire au MOT
puis le champ dipolaire magnétique utilisé pour accéder aux résonances de Feshbach.

Diagnostic du nuage d’atomes

Nous disposons de plusieurs moyens de diagnostic de l’échantillon atomique. Tout
d’abord, la fluorescence du MOT 3D est enregistrée en continu par une photodiode. Le
signal, affiché sur oscilloscope, nous permet de vérifier à tout instant que le MOT est
normal.
Deux systèmes d’imagerie sont par ailleurs utilisés. L’imagerie par fluorescence est obte-
nue à l’aide d’une caméra amplifiée EM-CCD-ANDOR-IXON dont l’ouverture numérique
vaut 0, 12. Cette caméra peut être placée soit face à l’un des deux gros hublots de la
chambre de science soit de sorte à voir l’échantillon atomique par au-dessus. L’imagerie
par absorption est effectuée au moyen d’une caméra CCD Pixelfly QE. Elle est moins
utilisée que l’imagerie par fluorescence mais nous permet d’imager selon un autre axe de
l’expérience et ainsi d’avoir un aperçu de la forme et de l’évolution du nuage dans l’espace.
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1.2. Collection d’un maximum d’atomes : pièges magnéto-optiques

1.2 Collection d’un maximum d’atomes : pièges
magnéto-optiques

Comme dans une grande partie des expériences d’atomes froids, la première étape du
refroidissement du 39K est ici une étape de piégeage magnéto-optique. Cette technique
utilise la force de pression de radiation (ou force dissipative), l’un des deux types de force
exercée par la lumière sur la matière [18]. Le déséquilibre entre les forces radiatives exercées
par deux faisceaux contrapropageants proches de résonance, dû à l’effet Doppler, permet
de ralentir les atomes en mouvement. En présence d’un gradient de champ magnétique
cet effet dépend de la position des atomes (effet Zeeman) et induit une force de rappel
donc un piégeage. Dans le cas du 39K, à cause de la structure hyperfine étroite de l’état
excité de la transition D2 (transition piégeante), le désaccord en fréquence des faisceaux
lasers utilisés doit être dans le rouge du multiplet. Il en résulte un besoin en puissance
accru (par rapport au 87Rb par exemple).
Dans notre expérience un premier MOT 2D, piégeant les atomes d’une vapeur de 39K
dans deux directions de l’espace uniquement, est réalisé dans la chambre de collection. Un
faisceau pousseur ne contenant que de la repompe permet alors d’envoyer un jet d’atomes
collimaté vers la chambre de science. Un second MOT, tri-dimensionnel cette fois-ci, piège
les atomes au centre de l’enceinte. La mise en place expérimentale ainsi que l’optimisation
de ces deux étapes sont présentées dans cette section.

1.2.1 MOT 2D

Détails expérimentaux

En sortie du TA 2D la puissance lumineuse (composée environ pour moitié de principal
et pour moitié de repompeur) est divisée en deux parties. Chacune d’elles est injectée dans
une fibre optique. On dispose au mieux d’environ 50 mW de puissance utile en sortie de
chaque fibre 2D dans des faisceaux de 1, 8 cm de diamètre. Chacun des faisceaux obtenus
est ensuite divisé en deux à l’aide de deux séparatrices 50/50 afin d’augmenter la taille
longitudinale (i.e. dans l’axe du faisceau pousseur) de la zone éclairée. Le MOT 2D est
ainsi efficace pour un plus grand nombre d’atomes.
En ce qui concerne le champ magnétique, deux paires de bobines (marrons et bleues sur
la figure 1.4) permettent de créer le gradient de champ magnétique nécessaire au piège
magnéto-optique d’une part, et d’assurer un minimum de champ constant le long de l’axe
du piège d’autre part. Enfin, des compensatrices (bobines jaunes) servent à déplacer ce
minimum de champ afin de diriger le jet d’atomes vers le trou. Le gradient de champ
dans ce MOT 2D est de 10 G.cm−1. Vient s’ajouter à ce dispositif le faisceau pousseur
légèrement désaccordé vers le bleu par rapport au repompeur de la transition D2. Ses
caractéristiques une fois optimisées sont les suivantes : δpousseur = 0, 3Γ et Ppousseur =
1 mW.

Optimisation

L’étape de MOT 2D permet de créer le jet d’atomes collimaté qui chargera le MOT
3D, en lieu et place du ralentisseur Zeeman privilégié dans d’autres d’expériences. Malgré
un besoin en puissance lumineuse accru, le gain en encombrement spatial est à l’origine
de la mise en place de ce système. Le facteur de mérite à considérer pour optimiser ce
premier piège magnéto-optique est le taux de capture dans le MOT 3D. Ce dernier est
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Figure 1.4 – Principe du MOT 2D - figure extraite de [17]

obtenu par ajustement linéaire du chargement du MOT 3D aux temps courts. Le taux
de capture dans le MOT 3D ΓC en fonction de la puissance en sortie d’une des fibres du
MOT 2D est tracé sur la figure 1.5.

Le taux de capture maximum obtenu pour 50 mW en sortie de chacune des fibres 2D
est de l’ordre de 3.109 atomes par seconde dans le cas d’un MOT 3D optimisé, utilisant
de la lumière D2 uniquement. On observe expérimentalement que le régime de saturation
du taux de capture n’est pas atteint. En augmentant la puissance dans les faisceaux du
MOT 2D il serait possible de gagner en taux de chargement.
Le montage tel que présenté ici, qui a servi pour la majeure partie des prises de données
détaillées dans les deux premiers chapitres de cette thèse, présente cependant un cer-
tain nombre d’inconvénients. Tout d’abord, les fréquences et le ratio en puissance entre
repompeur et principal des MOT 2D et 3D sont couplés. On ne peut les contrôler indé-
pendamment. L’optimisation du MOT 3D étant plus critique pour la suite de l’expérience
que celle du MOT 2D, nous avons choisi les paramètres afin d’optimiser le MOT 3D. L’une
des améliorations possibles de notre montage expérimental serait de rendre indépendantes
ces deux parties de la ligne D2. Une solution sous forme d’un nouveau design pour la table
optique sera proposée dans la section 2.6 de cette thèse.
Les paramètres utilisés pour le MOT 2D sont les suivants :

• δ2C = −7, 2Γ, δ2R = −3, 1Γ
• Itot = 22Isat où Isat = 1, 75 mW.cm2, I2R

I2C
= 1

• on obtient au mieux ΓC ' 3.109 atomes par seconde
Itot est l’intensité totale en sortie d’une des deux fibres 2D. Ces résultats sont également
discutés dans la thèse de G. Salomon [19] où ils sont comparés à ceux obtenus par d’autres
groupes refroidissant du 39K [20, 21, 22].
Certaines améliorations ont d’ores et déjà été apportées au montage. Un nouveau TA,
délivrant plus de puissance, a été mis en place. Par ailleurs, nous avons ajouté des lentilles
cylindriques en sortie des fibres du MOT 2D. Nous expliciterons les avantages de ces
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Figure 1.5 – Taux de capture dans le MOT 3D en fonction de la puissance dans les
faisceaux du MOT 2D

changements dans la partie 2.6.

1.2.2 MOT 3D

Les atomes de 39K provenant du jet collimaté sont chargés dans le MOT 3D dans
la chambre de science. Nous verrons dans cette section les deux étapes d’optimisation
du piège magnéto-optique tridimensionnel de notre expérience. La première consiste à
considérer les paramètres de la lumière sur la transition D2. La seconde fait intervenir en
plus de la lumière sur la transition D1 et nous permet d’améliorer le nombre d’atomes
chargés.

Détails expérimentaux

En sortie du TA 3D, le faisceau est injecté dans une fibre reliée à un diviseur Schäfter-
Kirchoff nous permettant de réaliser les 6 faisceaux MOT. Il convient de préciser à ce
stade que les deux lumières, D1 et D2, doivent être injectées dans cette même fibre afin
d’avoir dans les deux cas une balance de puissance correcte. Etant donné que les puissances
relatives entre les 6 fibres de sortie du MOT 3D sont contrôlées grâce à des séparatrices
dépendantes de la polarisation de la lumière et des lames de phase, les quatres fréquences
(principal et repompeur sur la D1, principal et repompeur sur la D2) doivent entrer avec
la même polarisation. L’astuce ici consiste à utiliser un filtre interférentiel Radiant Dyes
(même modèle que celui du laser en cavité étendu de la ligne D1) afin de recombiner
les deux lumières. Ce filtre peut transmettre la lumière entre 761 nm et 783 nm selon
son orientation par rapport au faisceau qui le traverse. Le spectre de transmission a une
largeur totale à mi-hauteur de 0, 4 nm. Il est utilisé en transmission pour la lumière D1 à
770 nm et en réflexion pour la lumière D2 à 767 nm. Il induit environ 10% de pertes pour
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la puissance lumineuse en transmission, de même en réflexion.

Optimisation de la lumière D2 dans le MOT 3D

L’injection de la lumière D2 dans la fibre reliée au diviseur Shäfter-Kirchoff nous
permet d’avoir 17 mW de lumière à 767 nm dans chacun des 6 faisceaux MOT de 1, 8 cm
de diamètre, soit environ 7, 5Isat au centre de chaque faisceau. Le facteur de mérite pour
l’optimisation du MOT 3D est le nombre d’atomes chargés. Les différents paramètres
à optimiser sont les désaccords en fréquence δ2C et δ2R, les intensités I2C et I2R, ainsi
que l’amplitude du gradient de champ magnétique γmag dans l’axe fort. Les résultats
expérimentaux sont présentés sur la figure 1.6. Dans l’expérience, les faisceaux ainsi
que le champ sont allumés au début de la phase de MOT puis maintenus constants en
fréquence et en puissance pendant toute la durée de cette étape.

Figure 1.6 – Optimisation du nombre d’atomes chargés dans le MOT en fonction des
paramètres des faisceaux D2 et du gradient de champ magnétique. Les bobines en confi-
guration quadrupole produisent 0, 75 Gauss.cm−1.A−1 [16].

La configuration optimale en amplitude a été trouvée telle que I2R = I2C et I2,tot =
7, 5Isat. C’est avec le maximum de puissance qu’on parvient à capturer le maximum des
atomes composant le jet provenant du MOT 2D.
En théorie le refroidissement Doppler dans le MOT devrait être optimal pour des désac-
cords en fréquence égaux à −Γ

2
. Ce n’est pas le cas ici. En effet, la structure hyperfine

étroite du 39K oblige à travailler dans le rouge de tout le multiplet afin de limiter les
processus de chauffage sur les transitions que l’on ne souhaite pas adresser à la base. On
ne peut cependant pas se décaler infiniment de la condition de résonance sous peine de
trop diminuer la force de friction qui permet de ralentir les atomes dans le MOT. Si l’on
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voulait être encore plus désaccordé vers le rouge il faudrait disposer de plus de puissance
lumineuse. Ces observations sont valables à la fois pour le faisceau principal et pour le
faisceau repompeur.
Dans un MOT, la densité est limitée par les processus de collisions assistées par la lumière
ainsi que par les processus de réabsorption de photons. Le gradient de champ magnétique
ne doit donc pas être trop élevé sous peine de ne plus minimiser ces processus, ni trop
bas pour ne pas trop diminuer la force de rappel ressentie par les atomes. C’est ce qu’on
observe sur la figure 1.6.
Ces résultats sont présentés et comparés à ceux obtenus dans d’autres expériences conte-
nant du 39K dans la thèse de G. Salomon [19].

Figure 1.7 – Position en fréquence des faisceaux lasers dans le MOT

MOT 3D en ajoutant de la lumière D1

Après avoir optimisé les mélasses grises (voir section 1.4) et vu son efficacité, nous
avons essayé d’utiliser la lumière D1 dans les autres étapes du refroidissement atomique.
Comme nous le verrons dans la section suivante (1.3), l’utilisation de lumière D1 dans le
CMOT (MOT compressé) est très profitable. On peut cependant déjà constater un effet
bénéfique de son utilisation dans le MOT.
De la même façon que réduire l’amplitude du gradient de champ magnétique permet de
diminuer la densité dans le MOT et donc de capturer un plus grand nombre d’atomes, on
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peut ici ajouter de la lumière à résonance sur la transition D1 (la valeur optimale pour
le gradient de champ magnétique dans le MOT 3D doit alors être légèrement augmentée
γC ' 8, 7 Gauss.cm−1). Il y a compétition entre l’éclatement du MOT dû à la lumière
D1 à résonance et la force de rappel due à la lumière D2 combinée au gradient de champ
magnétique. Cette compétition conduit à un MOT moins dense car plus gros et donc à
une diminution des pertes liées à la densité.
Ajouter la lumière D1 dans le MOT 3D D2 est aisé puisque les deux faisceaux ont été
injectés dans la même fibre et sortent donc des 6 mêmes coupleurs après le diviseur
Schäfter-Kirchoff. La D1 est ajoutée dès le début de la phase de MOT et est maintenue
constante en fréquence et en puissance jusqu’à la fin de cette étape. Dans le cas où
γC ' 8, 7 Gauss.cm−1, l’ajout de lumière à 770 nm, à pleine puissance, conduit dans
notre MOT 3D à une augmentation du nombre d’atomes capturés de l’ordre de 60% [23].
Il semble équivalent dans notre expérience de réduire le gradient de champ magnétique
utilisé dans le MOT 3D D2 ou bien d’y ajouter de la lumière D1 à résonance. Dans la
suite nous avons pris le parti d’utiliser de la lumière D1.
Les paramètres optimaux dans le MOT 3D sont finalement :

• tMOT = 4 s
• δ2C = −8, 2Γ, δ2R = −4, 1Γ
• I2,tot = 7, 5Isat, I2R

I2C
= 1

• δ1C = δ1R = 0Γ
• I1,tot = 2Isat, I1R

I1C
= 1

3

Les positions en fréquence des différents faisceaux utilisés sont représentées sur la figure
1.7.

En optimisant les divers paramètres des faisceaux principal et repom-
peur D2, et en ajoutant de la lumière D1 à résonance, au maximum
de puissance disponible, nous sommes capables d’obtenir un MOT 3D
de 39K capturant en tMOT = 4 s N = 5.109 atomes à une température
TMOT = 2 mK.
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1.3 Echantillon dense : CMOT hybride

Pour charger efficacement un piège optique directement depuis les mélasses il faut
rassembler un maximum d’atomes, froids, dans un volume restreint, autrement dit avoir
un nuage dense. Si la phase de mélasses grises décrite dans la section 1.4 permettra de
refroidir le nuage de plusieurs ordres de grandeur, elle ne permet pas d’augmenter la
densité de l’échantillon atomique. Il est nécessaire d’inclure une étape intermédiaire de
compression du nuage, communément appelée piège magnéto-optique compressé, qu’on
notera CMOT dans la suite.
La méthode usuelle, utilisant la transition piégeante D2 sera brièvement décrite, puis notre
méthode moins conventionnelle combinant lumière D1 et lumière D2 de façon astucieuse
sera expliquée.

1.3.1 Principe du fonctionnement d’un CMOT usuel

La densité obtenue dans un MOT est en géréral limitée par les processus de réabsorp-
tion et de collisions assistées par la lumière. On peut malgré tout, de façon transitoire,
augmenter la densité du piège magnéto-optique en changeant les fréquences et les puis-
sances des faisceaux lasers, ainsi qu’en modifiant le champ magnétique de façon à compri-
mer le nuage [24, 25]. L’idée de base est la suivante : la puissance du faisceau de repompe
est baissée tandis que le désaccord en fréquence du faisceau principal est augmenté. Ceci
conduit au pompage des atomes vers un état peu couplé à la lumière et limite donc les
processus gênants suscités. Le gradient de champ magnétique est également augmenté
afin d’aider à la compression du nuage d’atomes. Cette méthode, utilisée avec succès par
d’autres groupes notamment pour le 39K [26], permet dans notre cas de multiplier la den-
sité obtenue en fin de MOT 3D par un facteur 3 environ.
Nous allons voir dans la partie qui suit que ce facteur peut être bien plus grand (de l’ordre
de 10) en utilisant une combinaison de lumière D1 et de lumière D2.

1.3.2 Optimisation expérimentale du CMOT hybride

L’idée de base du CMOT reste la même dans notre cas, mais nous allons tirer parti des
états noirs naturellement présents sur la transition principale D1, qui est une transition
J → J. En effet ces états noirs peuvent jouer le rôle des états peu couplés à la lumière,
du moins là où le champ magnétique est nul (soit au centre du piège). Il faut par ailleurs
conserver au moins l’un des faisceaux sur la transition D2 qui, contrairement à la transi-
tion D1, est piégeante. Dans notre montage, on peut avoir le faisceau principal D1 sans le
faisceau repompeur correspondant, mais pas l’inverse à cause de la façon dont on utilise
l’EOM. Nous allons donc naturellement utiliser pour ce CMOT hybride le faisceau prin-
cipal de la transition D1 combiné au faisceau repompeur de la transition D2. Le schéma
de niveaux de la figure 1.8 montre la configuration optimale obtenue dans ce cas.
Le facteur de mérite pour l’optimisation de cette étape est la densité n = N

V
où N est

le nombre d’atomes et V le volume effectif dans lequel ces atomes se trouvent. Les diffé-
rents paramètres sont changés au début de la phase de CMOT puis maintenus constants
pendant tCMOT = 7 ms.
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Figure 1.8 – Position en fréquence des faisceaux lasers dans le CMOT

Résultats expérimentaux

Les résultats expérimentaux pour l’optimisation de la densité dans le CMOT sont
présentés sur la figure 1.9. De la même façon que dans le cas d’un CMOT usuel, la
puissance de la repompe est diminuée. En revanche il est favorable de mettre la puissance
maximale disponible dans le faisceau principal. Notons dès à présent que si la puissance
dans la repompe est trop diminuée, la densité chute rapidement. En effet, seule la repompe
D2 conduit à une force de piégeage pour les atomes. Par ailleurs, le faisceau repompeur D2
doit toujours être désaccordé dans le rouge du multiplet tandis que le faisceau principal
D1 est décalé vers le bleu de la transition. Ces observations peuvent être mieux comprises
en regardant les données de plus près.

1.3.3 Interprétation

Afin de mieux appréhender le fonctionnement du CMOT hybride utilisé ici, nous allons
nous intéresser à l’évolution du nombre d’atomes N et de la température T du nuage pour
chacun des paramètres (fréquence et puissance) des faisceaux utilisés.
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(a) (b)

(c) (d)

Figure 1.9 – Optimisation de la densité dans le CMOT en fonction des décalages en
fréquences ainsi que des intensités au centre pour les deux faisceaux utilisés.

(a) (b)

Figure 1.10 – Evolution du nombre d’atomes (a) et de la température (b) en fonction
du désaccord en fréquence du faisceau principal sur la D1.

Influence du désaccord en fréquence du faisceau principal

La situation optimale est obtenue pour δ1C > 0 (bleu de la transition). Se rapprocher de
résonance entraîne du chauffage et une perte d’atomes. Un mécanisme de type mélasses
grises (expliqué dans la section 1.4) est mis en jeu au centre du piège, là où le champ
magnétique est nul. C’est le faisceau principal D1 qui est responsable du refroidissement
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du CMOT, et lui seul, comme on le verra dans l’étude des autres paramètres.

Influence du désaccord en fréquence du faisceau repompeur

(a) (b)

Figure 1.11 – Evolution du nombre d’atomes (a) et de la température (b) en fonction
du désaccord en fréquence du faisceau repompeur sur la D2.

Même si un décalage dans le bleu de la transition pour la repompe conduit à des tem-
pératures plus basses que dans le rouge (températures sub-Doppler), le nombre d’atomes
piégés n’est plus suffisant pour avoir une densité optimale. La fréquence du faisceau re-
pompeur doit ainsi être décalée dans le rouge de la transition. Trop près de la résonance,
des phénomènes de réabsorption et de collision vont limiter la densité du CMOT. Si inver-
sement le faisceau est désaccordé trop loin de la résonance, il n’y aura plus assez de force
de piégeage. Il faut en fait jouer à la fois sur la fréquence et sur l’intensité du faisceau
repompeur pour pouvoir être assez proche de la condition de résonance tout en limitant
les pertes.

Influence de l’intensité du faisceau principal

(a) (b)

Figure 1.12 – Evolution du nombre d’atomes (a) et de la température (b) en fonction
de l’intensité du faisceau principal sur la D1.
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Il faut garder un maximum de puissance dans le faisceau principal afin d’obtenir une
densité optimale. En effet, même si le nombre d’atomes est assez stable lorsque l’on modifie
la puissance lumineuse dans le faisceau principal D1, le mécanisme de refroidissement n’est
plus aussi efficace lorsque cette puissance est baissée. D’autre part, la vitesse de capture
augmente avec la puissance du faisceau principal D1 d’où la légère augmentation du
nombre d’atomes dans le CMOT hybride.

Influence de l’intensité du faisceau repompeur

(a) (b)

Figure 1.13 – Evolution du nombre d’atomes (a) et de la température (b) en fonction
de l’intensité du faisceau repompeur sur la D2.

Etant donné qu’il faut être assez proche de résonance (tout en étant dans le rouge de la
transition) pour que la transition reste piégeante, il est nécessaire de baisser la puissance
du repompeur afin de minimiser les phénomènes de chauffage. On ne peut cependant pas
baisser indéfiniment cette puissance sous peine de ne plus piéger les atomes. En effet, le
faisceau de repompe D2 est le seul dans le rouge d’une transition J → J + 1 donc le seul
permettant, avec l’action du gradient de champ magnétique, un piégeage des atomes.

Bilan

On remarque tout d’abord qu’on est capable de capturer une grande partie des atomes
du MOT 3D dans ce CMOT hybride (environ 60%). L’objectif initial est atteint, la densité
a augmenté d’un facteur 10 par rapport à celle du MOT 3D. Cette amélioration notable
par rapport à l’utilisation d’un CMOT usuel sur la transition D2 provient principalement
du refroidissement en jeu ici. Si le CMOT usuel réalisé sur notre expérience induisait
plutôt un chauffage, le CMOT hybride décrit ici divise la température du nuage atomique
par un facteur 10. Le gradient de champ magnétique a également été augmenté afin d’aider
à la compression. Les paramètres optimaux obtenus sont les suivants :

• tCMOT = 7 ms
• δ1C = 3, 5Γ, δ2R = −3Γ
• I1C = 3Isat, I2R = 0, 1Isat
• γmag = 22 G.cm−1

Il reste à noter qu’il est actuellement difficile dans notre expérience de changer la
fréquence de la lumière D1 rapidement tout en conservant l’asservissement en fréquence.
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Le faisceau principal D1 étant à résonance dans le MOT 3D, il est nécessaire d’amorcer
le changement de désaccord pour ce faisceau pendant la fin de la phase MOT sous peine
de perdre trop d’atomes lorsque le gradient de champ est augmenté. Cet inconvénient
du montage pourrait être supprimé en modifiant la ligne optique D1 afin d’asservir de
façon plus stable et avec un meilleur temps de réponse la fréquence. La mise en place d’un
système télécom fibré similaire à celui de la ligne D2 pourrait être une solution.

Grâce à un mécanisme de refroidissement sub-Doppler sur la transi-
tion D1, efficace au centre du nuage, on a pu réduire au maximum
la raideur du piège déterminé par le faisceau repompeur D2 couplé
au gradient de champ magnétique. Ceci a conduit au piégeage dans
l’étape de CMOT hybride de N = 3.109 atomes à T = 260 µK en
tCMOT = 7 ms. La densité optimisée à ce stade est de n = 3.1011 cm−3.
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1.4 Echantillon froid : mélasses grises
La dernière étape essentielle avant le chargement du piège optique est le refroidis-

sement sub-Doppler du nuage atomique. Ce dernier peut être réalisé dans des mélasses
rouges usuelles sur la transition D2 du 39K. Cette méthode est cependant compliquée et
peu efficace pour notre atome en raison de la structure hyperfine étroite déjà mentionnée.
Elle a cependant été utilisée dans plusieurs expériences [27, 22]. Dans notre cas, l’utilisa-
tion de ce type de mélasses conduit à des températures de l’ordre de 35 µK pour 90% des
atomes du CMOT hybride. La méthode utilisée est dans ce cas celle mise en place par le
groupe de Massimo Inguscio au LENS. Des précisions ainsi que nos résultats expérimen-
taux peuvent être trouvés dans la thèse de G. Salomon [19] mais ne seront pas détaillés
ici.
Il a cependant été montré, pour des atomes présentant une structure hyperfine étroite
comme le nôtre, que d’autres techniques peuvent s’avérer efficaces. On peut citer par
exemple le refroidissement Raman [28, 29], ou encore le piégeage cohérent de population
[9]. Une technique, dont l’efficacité a été prouvée dans les années 90 [14, 30], a récemment
été réutilisée avec succès pour refroidir le lithium et l’isotope fermionique du potassium
[31, 32]. Il s’agit de la technique de mélasses grises détaillée dans cette section. Notons
que les résultats expérimentaux obtenus pour le 6Li et le 40K ont été comparés à des si-
mulations numériques utilisant une méthode Monte-Carlo semi-classique [33]. Pour finir,
un autre groupe a pu comme nous observer l’intérêt des mélasses grises pour le refroidis-
sement du 39K [34].
Le principe de base du fonctionnement de ce refroidissement sub-Doppler est présenté en
utilisant un modèle simplifié à 3 niveaux. Nous verrons comment refroidissement Sisyphe
et piégeage de population sélectif en vitesse s’associent pour parvenir à des températures
sensiblement plus basses que celles obtenues dans les mélasses usuelles. En effet, les ré-
sultats expérimentaux montreront qu’on obtient une température de 6 µK à la fin du
processus de mélasses grises.

1.4.1 Principe des mélasses grises : modèle simple à trois niveaux

Nouvelle base

Figure 1.14 – Système simple à trois niveaux

On utilise ici un modèle simplifié afin d’appréhender la physique en jeu dans les mé-
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lasses grises. Considérons un modèle unidimensionnel composé d’un atome à 3 niveaux
en Λ couplé à un champ laser bichromatique comme présenté sur la partie gauche de la
figure 1.14. Deux niveaux fondamentaux |g1〉 et |g2〉 de durées de vie infinies ainsi qu’un
niveau excité noté |e〉 de durée de vie Γ−1 sont à prendre en compte. Les deux lasers
sont caractérisés par leurs pulsations de Rabi Ω1 et Ω2, et on note δ1 et δ2 les désaccords
lumineux. On note également δ le désaccord Raman entre les deux faisceaux lasers.
Les deux lasers sont supposés être en configuration de polarisation lin/lin dans ce modèle,
ce qui conduit à une modulation spatiale de l’intensité lumineuse vue par les atomes.
Nous verrons dans la suite l’importance de cette remarque. Précisons que dans le cas de
notre expérience il y a aussi modulation spatiale de l’intensité lumineuse mais pour les
faisceaux lasers en configuration σ+/σ−. Le terme de couplage entre l’atome et le champ
laser est noté VAL. Le raisonnement développé ici suit le cours de Claude Cohen-Tannoudji
au Collège de France [35]. Une explication plus détaillée peut être trouvée dans la thèse
de G. Salomon [19]. On se contentera ici de donner les grandes lignes nécessaires à la
compréhension des résultats expérimentaux.
A la condition de résonance Raman, lorsque δ = 0 soit δ1 = δ2 = ∆, il existe une combi-
naison linéaire des états fondamentaux |g1〉 et |g2〉 qui n’est pas couplée au champ laser.
Elle est notée |NC〉 et est donc telle que VAL |NC〉 = 0. Introduisons l’état |C〉 orthogonal
à la fois à |NC〉 et à |e〉. Cet état sera couplé au champ laser. On dispose à présent d’une
nouvelle base pour décrire le système : {|NC〉 , |C〉 , |e〉} (représentée à droite sur la figure
1.14). Elle nous permettra de comprendre la physique en jeu dans les mélasses grises.
Commençons par détailler les différents couplages entre niveaux.

Couplage à l’état excité

Le premier couplage à prendre en considération est celui entre l’état fondamental
|C〉 et l’état excité |e〉. On le traite de façon perturbative. L’état excité n’est que très
peu perturbé par la présence de l’état couplé au champ laser. On négligera cet effet. En
revanche, l’influence de l’état excité sur l’état fondamental |C〉 est essentiel ici. D’une
part, le décalage en énergie de |C〉, noté δ′C n’est plus seulement δC = 1

~ 〈C|H |C〉, où H
est le hamiltonien du système considéré prenant en compte la description de l’état interne
de l’atome ainsi que le couplage VAL. Il s’écrit :

~δ′C = ~δC
Ω2(z)

δ2
C + Γ2

4

(1.1)

où Ω(z) =
√

Ω2
1(z) + Ω2

2(z). L’énergie de l’état |C〉 est donc modulée spatialement (figure
1.15).
D’autre part, il y a également un transfert d’instabilité de l’état excité |e〉 à l’état fon-
damental couplé |C〉 qui rend le temps de vie de ce dernier dépendant de la position de
l’atome tel que :

Γ′C = Γ
Ω2(z)

δ2
C + Γ2

4

(1.2)

Ce temps de vie fini est modélisé par l’épaisseur du niveau |C〉 sur la figure 1.15 : plus le
trait est épais, plus Γ′C est grand donc plus le temps de vie de l’atome dans le niveau |C〉
est faible.
Il est intéressant de noter pour la suite que le décalage en énergie δ′C et l’instabilité Γ′C de
|C〉 ont les mêmes variations en fonction de la position de l’atome lorsque les faisceaux
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lasers utilisés à la résonance Raman sont décalés vers le bleu de la transition considérée
(∆ > 0). Inversement, pour un désaccord en fréquence vers le rouge de la transition, les
maxima de δ′C correspondront aux minima de Γ′C .

Figure 1.15 – Principe de fonctionnement des mélasses grises

Couplage motionnel

Pour un atome de vitesse nulle, l’état fondamental |NC〉 est un état piège à la réso-
nance Raman. En effet : {

VAL |NC〉 = 0

〈C|H |NC〉 = 0
(1.3)

En revanche, dans un modèle semi-classique, si l’on considère que l’atome est en mou-
vement avec une vitesse v, l’état fondamental non couplé n’est plus un état piège. Un
couplage motionnel, noté VMOT , existe entre les états |C〉 et |NC〉. Des transitions Ra-
man spontanées entre ces deux états deviennent possibles [36]. La force de ce couplage
motionnel est proportionnelle à la vitesse v de l’atome : plus l’atome dans l’état |NC〉 est
lent et moins il sera couplé à l’état |C〉.

1.4.2 Résultats expérimentaux : refroidissement alliant effet Si-
syphe ...

Les quelques éléments de théorie, notamment l’introduction d’une nouvelle base, né-
cessaires à la compréhension du phénomène de mélasses grises ont été mis en place. Nous
allons discuter plus précisément, en prenant appui sur les résultats expérimentaux obte-
nus, le mécanisme de refroidissement à l’oeuvre ici.
Nous avons précédemment indiqué que pour un désaccord des lasers dans le rouge de la
transition considérée, les variations du décalage en énergie δ′C et de l’instabilité Γ′C de
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|C〉 varient dans des sens opposés. De plus, dans le cas d’un désaccord vers le rouge, le
niveau |C〉 est plus bas en énergie que le niveau |NC〉, comme présenté sur la figure 1.15.
Ceci implique qu’un décalage en fréquence dans le rouge de la transition entraîne non pas
un refroidissement mais un chauffage. Cet aspect du problème sera observé expérimenta-
lement un peu plus loin. En attendant on se placera d’emblée avec un désaccord global
∆ > 0, i.e. dans le bleu de la transition (voir schéma de niveaux 1.16).

Figure 1.16 – Position en fréquence des faisceaux lasers dans les mélasses grises

Mécanisme de refroidissement

Considérons un atome dans l’état |NC〉, se déplaçant avec une vitesse v (figure 1.15).
Cet atome peut être couplé à |C〉 par couplage motionnel. Ce couplage se fait préféren-
tiellement là où l’écart en énergie entre les deux niveaux est le plus faible, à savoir en bas
des collines de potentiel de |C〉. A cette position, l’instabilité du niveau couplé est faible.
L’atome dans |C〉 se déplace, il gravit la colline de potentiel jusqu’à arriver dans la zone où
l’instabilité du niveau couplé devient maximale. Il est alors dépompé préférentiellement
au niveau des maxima de potentiel de |C〉. Ce mécanisme correspond à un effet Sisyphe ;
l’atome perd plus d’énergie qu’il n’en gagne en moyenne. Il y a bien refroidissement.

Dépendance de T avec l’intensité I au centre des faisceaux lasers

Pour obtenir les données présentées en figure 1.17, on fixe les faisceaux principal et
repompeur D1 à la résonance Raman l’un par rapport à l’autre et on choisit un désaccord
en fréquence global ∆ = 3, 5Γ dans le bleu de la transition (voir figure 1.16). On
commence l’étape de mélasses à puissance maximale pour les faisceaux D1. Les faisceaux
D2 sont éteints à la fin du CMOT, de même que le gradient de champ magnétique. Le
ratio en puissance entre principal D1 et repompeur D1 est maintenu constant autour de
1. On rampe la puissance totale vers une valeur finale en tmélasses = 25 ms. Le paramètre
scanné ici est la valeur finale de cette puissance. Les résultats expérimentaux présentent
la température finale des mélasses en fonction de l’intensité finale de principal sur la
transition D1 au centre d’un des six faisceaux utilisés.
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Figure 1.17 – Evolution de la température en fonction de l’intensité finale de principal
au centre d’un des faisceaux de mélasses

On observe ce à quoi on s’attendait, i.e. une dépendance linéaire de la température
en fin de mélasses en fonction de l’intensité finale dans les faisceaux lasers utilisés. Ce
comportement est caractéristique d’un refroidissement de type Sisyphe.
On observe cependant une hausse de la température lorsque l’on baisse trop la puissance.
Cette limite du refroidissement Sisyphe à faible intensité laser a été étudiée théorique-
ment [37]. Deux échelles d’énergies sont à comparer : la profondeur des puits de potentiel
U0 = ~δ′C et l’énergie de recul ER. Dans le cas de faibles intensités laser utilisées pour le re-
froidissement Sisyphe il existe une fréquence de Rabi optimale pour laquelle un minimum
de température est atteint. La température ré-augmente ensuite lorsque la fréquence de
Rabi tend vers zéro. Théoriquement dans le cas de mélasses unidimensionnelles, la valeur
optimale de la température est atteinte pour U0 ∼ 25ER, soit dans le cas considéré ici
pour I1C

Isat
∼ 0, 75. Expérimentalement sur la figure 1.17 le minimum de T semble atteint

pour I1C
Isat
∼ 0, 25. L’écart à la prédiction théorique peut s’expliquer par le fait que nous

travaillons dans une géométrie tridimensionnelle, ou en raison de la méthode utilisée pour
ajuster les profils expérimentaux. En effet, il est prédit [37] que la distribution en vitesse
dans le cas considéré n’est plus gaussienne alors que nous analysons les images obtenues
après temps de vol avec ce type de fonction. Il semble donc que nous observons ici la
limite prédite du refroidissement Sisyphe aux faibles intensités laser.

1.4.3 ... et piégeage de population sélectif en vitesse.

Dans notre système expérimental utilisant le 39K, on est assez loin du système simple
1D à 3 niveaux. En effet d’une part, la transition D1 fait intervenir 4 niveaux hyperfins,
puisqu’on doit utiliser les faisceaux principal et repompeur, qui en réalité en forment
beaucoup plus si on tient compte des sous-niveaux Zeeman. D’autre part, le système étudié
est tridimensionnel et utilise 6 faisceaux contrapropageants pour le refroidissement. On
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peut malgré tout comprendre les résultats expérimentaux obtenus grâce au modèle simple
présenté à la section 1.4.1. Il faut simplement tenir compte de plusieurs systèmes en Λ
faisant intervenir plusieurs états noirs.

Importance des états noirs

Comme mentionné précédemment, le processus en jeu ici est sélectif en vitesse : plus
les atomes sont lents, plus ils restent dans l’état non couplé à la lumière correspondant.
Ainsi, on diminue le taux de diffusion par rapport à une mélasse rouge usuelle. On va
voir plus en détails dans la suite comment la présence de ces états noirs améliorent le
refroidissement.

Dépendance de T avec le désaccord Raman δ

Le désaccord en fréquence global ∆ est toujours pris dans le bleu de la transition. Une
rampe de tmélasses = 25 ms nous permet de passer d’une intensité maximale à l’intensité
optimale observée sur la figure 1.17. Le désaccord Raman δ entre le faisceau principal D1
et le faisceau repompeur D1 est changé ici. Les résultats expérimentaux sont présentés
sur la figure 1.18.
Il existe dans notre système plusieurs schémas en Λ. Considérons tout d’abord unique-
ment le faisceau principal sur la transition D1, c’est-à-dire |F = 2〉 → |F ′ = 2〉. Il faut
préciser à ce stade qu’il existe toujours un état noir, combinaison linéaire des sous-niveaux
Zeeman de l’état hyperfin fondamental considéré, et ce quelque soit la polarisation de
la lumière utilisée, lorsqu’on est désaccordé vers le bleu d’une transition J → J − 1 ou
J → J . Par exemple, pour la transition considérée ici et pour une lumière polarisée σ+,
le sous-niveau |F = 2,mF = 2〉 est un état non couplé à la lumière. Ainsi en présence
du seul faisceau principal D1 il existe déjà des états noirs (dépendant de la polarisation
de la lumière à la position de l’atome). La condition de résonance Raman est en effet
remplie automatiquement puisque les sous-niveaux Zeeman sont dégénérés en énergie.
Cette première observation permet d’expliquer la partie δ < 0 de la courbe 1.18, où les
températures finales observées sont inférieures aux 35 µK obtenus après optimisation de
mélasses rouges usuelles dans notre expérience.

En ajoutant le faisceau repompeur à la résonance Raman (δ = 0) avec le faisceau
principal, on ajoute des systèmes en Λ et donc des états noirs, combinaisons linéaires des
sous-niveaux Zeeman des deux niveaux hyperfins fondamentaux. On voit en effet sur la
figure 1.18 une baisse accrue de la température autour de δ ∼ 0. La température minimale
atteinte est de 6 µK, bien inférieure cette fois aux températures optimales obtenues dans
des mélasses rouges dans les différentes expériences utilisant du 39K.
Pour comprendre l’évolution de la température dans la zone δ légèrement positif, il
convient de systématiser la comparaison entre les positions relatives en énergie des états
|C〉 et |NC〉. En effet, on peut considérer que le mécanisme en jeu ici induit un refroidis-
sement si et seulement si l’énergie de |C〉 est en moyenne plus élevée que celle de |NC〉.
C’est ce qui est explicité dans la thèse de G. Salomon [19]. Le diagramme de fonctionne-
ment 1.19 résulte de cette étude. Comme δ = δ1R− δ1C dans le cas considéré, on s’attend
effectivement à du chauffage lorsque δ > 0.
La partie de la courbe 1.18 où δ > 0, 1Γ est plus difficile à comprendre. Il y a compétition
entre le refroidissement dû au système en Λ pour le faisceau principal seul et le chauffage
dû au système formé par les faisceaux principal et repompeur [19].
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Figure 1.18 – Evolution de la température en fonction du désaccord Raman δ

Figure 1.19 – Diagramme de fonctionnement du mécanisme de mélasses grises en fonc-
tion des désaccords des deux faisceaux δ1 = δ1C et δ2 = δ1R : le mécanisme induit du
refroidissement dans la zone bleue et du chauffage dans la zone rouge (extrait de [19]).

Dépendance de T avec le désaccord global ∆

Le désaccord gobal a d’emblée été choisi tel que ∆ > 0 dans le cadre de notre modèle
simplifié (voir 1.4.1 et 1.15). Il reste à vérifier que ce parti pris est correct dans le cas
du 39K, atome plus complexe. Le protocole expérimental est le suivant : les faisceaux
principal et repompeur D1 sont maintenus à la condition Raman l’un avec l’autre, la
puissance laser est diminuée vers sa valeur optimale en tmélasses = 25 ms. Le désaccord
global ∆ des deux faisceaux D1 est quant à lui scanné. On observe l’évolution de la
température en fin de mélasses présentée sur la figure 1.20.

On observe tout d’abord une large zone de fonctionnement dans le bleu de la transi-
tion, entre 3Γ et 10Γ environ, ce qui coïncide avec les prévisions du modèle simple à 3
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Figure 1.20 – Evolution de la température en fonction du décalage en fréquence global
∆

niveaux. Le fait que ∆ puisse varier dans une large gamme de désaccord sans perdre en
efficacité de refroidissement est intéressant dans notre cas. En effet, afin de charger de
façon optimale un piège optique dans les mélasses, nous verrons qu’il est mieux de super-
poser ce piège optique au nuage d’atomes pendant la phase de mélasses grises. La présence
du faisceau pour le piège optique induit un décalage lumineux sur les niveaux atomiques.
Ce décalage est global, i.e. seul ∆ sera affecté, pas δ. Nous avons effectivement observé
expérimentalement qu’ajouter un faisceau à 1550 nm pendant la phase de refroidissement
sub-Doppler n’altère pas l’efficacité des mélasses grises.
On observe un chauffage pour ∆ ≤ 0 comme attendu pour un désaccord en fréquence
global dans le rouge de la transition. Le deuxième point de fonctionnement pour le re-
froidissement correspond à un mécanisme de mélasses grises pour lequel l’état excité est
|F ′ = 1〉. Même si ce point de fonctionnement paraît moins efficace sur la courbe, nous
avons obtenu des températures de l’ordre de 8 µK en ré-optimisant les autres paramètres
en jeu. Il paraît cependant naturel de choisir la large gamme de fonctionnement dans le
bleu de |F = 2〉 → |F ′ = 2〉, ce que nous ferons pour la suite de l’expérience. Pour finir
on observe, comme prévu par le modèle simple, du chauffage lorsque les faisceaux sont
désaccordés dans le rouge de tout le multiplet.

1.4.4 Influence d’autres paramètres sur les mélasses grises

Jusqu’à présent, nous avons principalement discuté de l’influence des paramètres ca-
ractéristiques des faisceaux lasers utilisés sur l’efficacité des mélasses grises. Ces observa-
tions nous ont permis de comprendre le fonctionnement du mécanisme de refroidissement
sub-Doppler mis en jeu dans notre expérience. Cependant, au cours de nos études expéri-
mentales, nous avons également étudié l’influence d’autres paramètres sur cette étape du
refroidissement du nuage. En effet, comme nous le verrons dans la suite, la température
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finale atteinte dépend également de la densité du nuage au début des mélasses, ainsi que
de l’annulation du champ magnétique résiduel.

Influence des paramètres finaux du CMOT hybride

L’étape de CMOT hybride s’avère à postériori importante non seulement pour l’aug-
mentation de la densité avant le chargement du piège optique, mais également pour l’ef-
ficacité de l’étape de mélasses grises. En effet, on a pu observer qu’en fonction de la
température finale du CMOT hybride, le pourcentage d’atomes capturés et refroidis par
les mélasses varie. On capture de l’ordre de 25% d’atomes supplémentaires par millikelvin
perdu dans le CMOT hybride. Pour refroidir efficacement autant d’atomes provenant d’un
CMOT usuel D2 il faudrait disposer de plus de puissance dans les faisceaux D1 au début
de la phase de refroidissement sub-Doppler.
D’autre part, on a également observé une dépendance de la température finale obtenue
dans les mélasses sur la transition D1 en fonction de la densité du nuage à la fin du CMOT
hybride. Dans le cas où nCMOT = 3.1011 cm−3 on obtient en fin de mélasses T ∼ 6 µK
tandis que la température minimale obtenue en fin de mélasses est de 3 µK en partant
d’un nuage plus dilué où n = 2.1011 cm−3. La baisse de température obtenue dans ce cas
se fait au détriment de la densité optimale nécessaire au chargement du piège optique.

Dépendance de la température finale avec le champ magnétique résiduel

Lors de l’optimisation de l’étape de mélasses grises, nous avons remarqué une
importante dépendance de la température finale obtenue avec le champ magnétique
résiduel dans l’expérience. En effet, on éteint le champ magnétique au début de la phase
de refroidissement sub-Doppler. Cependant, cette coupure prend du temps et un champ
magnétique résiduel subsiste pendant plusieurs dizaines de millisecondes. Il est nécessaire,
pour que le processus de mélasses soit efficace, de le compenser.
On dispose de trois bobines de compensation sur l’expérience, une dans chaque direction
de l’espace. On observe sur la figure 1.21 l’évolution de la température finale obtenue
dans les mélasses grises en fonction du champ magnétique produit par chacune de ces
trois bobines (nommées compX, compY et compZ). La température minimale obtenue
sur ces courbes est de 9, 5 µK au lieu de 6 µK. Ceci est dû au fait qu’un seul temps de
vol a été utilisé pour chacun des points de mesure. Pour calculer la température, la taille
initiale du nuage avant temps de vol a été supposée nulle. La mesure de température est
donc approximative dans ce cas.

On observe une dépendance de la température de l’ordre de 500 µK/G2. Il faut éga-
lement noter que le champ résiduel met du temps à disparaître, donc que l’optimisation
des compensatrices dépend du temps de mélasses tmélasses. En effet, dans notre protocole
expérimental, les valeurs de ces compensatrices sont fixées dès le début du MOT 3D et
ne sont pas changées par la suite. Nous avons essayé, pour l’optimisation de la séquence
expérimentale, de fixer une première valeur pour chaque compensatrice dans le MOT puis
de changer les valeurs pour la phase de mélasses grises sans obtenir d’amélioration no-
table.
Il est apparu une conséquence importante de cette sensibilité en champ de l’efficacité de
nos mélasses grises. Pour l’évaporation tout optique du nuage d’atomes, nous verrons qu’il
sera nécessaire d’utiliser les résonances de Feshbach à haut champ disponibles pour le 39K.
Cette manipulation entraîne une magnétisation de certaines parties de l’expérience. Le
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Figure 1.21 – Optimisation de la température en fin de mélasses grises par compensation
du champ magnétique résiduel dans les trois directions de l’espace.

champ magnétique résiduel présent pendant l’étape de mélasses D1 dépend donc de l’his-
torique expérimental, c’est-à-dire du passage ou non en configuration Feshbach durant
le cycle expérimental précédent. Nous avons effectivement observé une grande baisse de
l’efficacité des mélasses pour un cycle suivant un passage en Feshbach. Il faudrait alors
changer les valeurs des compensatrices pour le cycle N en fonction de ce qui a été fait au
cycle expérimental N-1, ce qui n’est pas aisément faisable. La solution trouvée consiste à
systématiquement passer en configuration dipole pour le champ magnétique en fin de cycle
expérimental, avec un champ magnétique maximal, que l’on ait utilisé les résonances de
Feshbach ou non. Ainsi, la magnétisation du système expérimental sera toujours la même,
donc l’optimisation des compensatrices également.

1.4.5 Paramètres optimaux pour les mélasses grises

En conclusion, même si la structure des niveaux du 39K est loin de pouvoir se réduire
à un unique système en Λ, le modèle simplifié présenté en 1.4.1 permet de comprendre
la physique mise en jeu dans les mélasses grises ainsi que les données expérimentales
obtenues. Les paramètres optimaux sont finalement les suivants pour cette étape de re-
froidissement sub-Doppler :

• tmélasses = 25 ms
• I1C = 3, 5 à 0, 2Isat
• I1R = 1, 2 à 0, 07Isat
• δ1R = δ1C = ∆ = 3, 5Γ
• δ1R − δ1C = δ = 0Γ
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Tous les atomes du CMOT hybride, soit N = 3.109, sont refroidis dans nos mélasses
grises. La dynamique du refroidissement est par ailleurs très rapide. Si l’on parvient
à s’affranchir de tout champ résiduel, la température est divisée par un facteur ∼ 4
en seulement 100 µs. Pour refroidir davantage il est nécessaire de baisser continument
la puissance des faisceaux de mélasses utilisés. On divise alors encore la température
d’un facteur ∼ 10 pour atteindre les 6 µK obtenus dans la configuration optimale. Ces
observations sont détaillées dans [19].

En utilisant un mécanisme alliant refroidissement Sisyphe et piégeage
de population sélectif en vitesse, les mélasses grises mises en place
dans notre expérience pour le 39K nous permettent d’atteindre des
températures ∼ 5 fois inférieures à celles obtenues dans notre ex-
périence avec des mélasses rouges usuelles. Nous produisons ainsi un
nuage contenant N = 3.109 atomes à T = 6 µK à l’issue de cette étape
de refroidissement sub-Doppler. Cette efficacité s’ajoute à celle du
CMOT hybride précédent et la densité obtenue après tmélasses = 25 ms
est n = 3.1011 cm−3.
Le facteur de mérite pour déterminer la dégénérescence quantique est
la densité dans l’espace (voir chapitre 2) et vaut à ce stade 4, 5.10−4,
soit un gain de presque deux ordres de grandeur si on compare à un
cycle de refroidissement usuel sur la transition D2 (plus précisément,
la densité dans l’espace des phases obtenue pour le processus de re-
froidissement avec lumière D1 vaut environ 75 fois celle obtenue dans
le cas où seule de la lumière D2 est utilisée).
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1.5 Chargement direct d’un piège optique

Les trois premières étapes du refroidissement atomique, à savoir le MOT, le CMOT et
les mélasses, ont été mises en place et optimisées dans le but de charger efficacement un
piège optique directement, sans utilisation d’une étape de piège quadrupolaire magnétique.
Les mélasses grises nous ont permis d’atteindre des températures très basses, ce qui nous
autorise à utiliser un piège optique peu profond pour capturer les atomes. La profondeur
d’un piège optique est proportionnelle à la puissance lumineuse utilisée et inversement
proportionnelle au carré du waist de ce piège [38]. Nous verrons dans cette section comment
charger un maximum d’atomes dans le piège optique en modifiant le waist du faisceau
laser utilisé.

1.5.1 Mise en place expérimentale du piège optique

Le laser utilisé est un laser fibré IPG (modèle ELR-30-1550-LP) à 1550 nm, pouvant
délivrer au maximum 30 Wde puissance. Le waist en sortie du laser est de 500 µm. Comme
présenté sur la figure 1.22 le faisceau est d’abord diffracté par un AOM (modèle AAMQ40-
A2-L1560-WSc) refroidi à l’eau, qui nous permet d’allumer ou de couper rapidement
la lumière qui arrive sur les atomes. La mise en forme du faisceau avant son arrivée
sur les atomes est faite grâce à un télescope (+100/ − 75), situé environ 0, 8 m avant
la lentille de 297 mm. Cette dernière, placée juste avant le miroir d’entrée du faisceau
dans la chambre de science, nous permet de focaliser le laser sur le nuage atomique. En
changeant les lentilles et leurs positions respectives on peut faire varier facilement le waist
du faisceau à 1550 nm sur les atomes. L’optimum pour le chargement correspond à un
waist ω1 = 150 µm.

1.5.2 Séquence expérimentale pour le chargement direct dans les
mélasses

Pour charger ce premier piège optique, on procède de la façon suivante : le piège est
allumé dès le début des mélasses, à puissance maximale. Dans notre expérience cela cor-
respond à 22 W sur les atomes, soit une profondeur de U1 = kB× 40 µK (environ 7 fois la
température des mélasses) pour le waist optimum. A la fin des mélasses grises on éteint
tous les faisceaux ayant servis aux refroidissements Doppler et sub-Doppler et on attend
en maintenant le piège optique allumé pendant 50 ms, afin de laisser le temps aux atomes
des mélasses non piégés dans le FORT de tomber sous l’effet de la gravité. On image ainsi
après temps de vol uniquement les atomes chargés dans le piège optique.
On a pu vérifier que les paramètres optimaux pour les mélasses grises détaillés précédem-
ment ne sont pas modifiés par la présence du laser à 1550 nm. En effet, le déplacement
lumineux introduit par ce nouveau faisceau n’affecte que le désaccord en fréquence global
∆, dont la zone de fonctionnement est large, d’environ Γ, et pas le désaccord Raman δ,
beaucoup plus sensible. Cette caractéristique de notre cycle expérimental vers la produc-
tion de condensats tout optiques de 39K est un avantage comparée au cas du 87Rb [17].
Enfin, nous avons observé que le nombre d’atomes chargés dans le piège optique augmente
pendant un temps inversement proportionnel à la fréquence radiale du piège puis sature.
Ainsi, augmenter le temps de recouvrement entre le FORT et les mélasses ne permet pas
de charger plus d’atomes. Il semble qu’on soit limité par la densité du nuage après l’étape
de mélasses grises.
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Figure 1.22 – Schéma représentant le banc optique utilisé pour produire le premier piège
dipolaire, noté FORT (Far Of Resonance Trap) 1.

1.5.3 Maximisation du nombre d’atomes chargés

Un modèle simple [19] permet d’estimer le nombre d’atomes chargés dans le piège
optique en fonction du waist du faisceau, à condition de négliger la gravité et de supposer
les mélasses limitées par densité. On peut écrire le nombre d’atomes chargés NC :

NC =
N

2

(ρ
σ

)2

(1.4)

où N est le nombre d’atomes dans des mélasses de taille gaussienne σ à 1/
√
e , et où ρ

dépend des paramètres du piège. On a :

ρ2 =
ω2

1

2
ln
(
U1

kBT

)
(1.5)

Ce modèle reproduit bien les résultats expérimentaux obtenus pour deux tailles du
piège optique (voir figure 1.23), sachant que la taille des mélasses grises vaut σ = 1 mm.
On ne peut augmenter plus le waist utilisé sous peine de piéger moins d’atomes. En
effet, on ne peut pas négliger indéfiniment l’effet de la gravité sur la profondeur du piège
optique. Un solution pour piéger plus d’atomes serait de disposer de plus de puissance
(en changeant de laser par exemple, ou en en ajoutant un second). On pourrait alors
augmenter le recouvrement spatial entre le piège optique et les mélasses.
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Figure 1.23 – Nombre d’atomes capturés dans le piège optique en fonction du waist du
piège. Les points rouges sont les données expérimentales prises pour des waists de 22 µm
et 150 µm, la courbe bleue est le résultat de l’équation 1.4.

1.5.4 Paramètres optimaux : vers la condensation par évapora-
tion tout optique

Le piège optique présenté dans cette section, qu’on appellera FORT 1 par la suite, a
les caractéristiques suivantes :

• λ = 1550 nm
• P1 = 22 W
• ω1 = 150 µm
• U1 = 40 µK
• f⊥ = 220 Hz (fréquence radiale)
• f‖ = 0, 5 Hz (fréquence longitudinale)

Il permet de capturer 3.107 atomes directement depuis les mélasses grises.

Par des méthodes originales et astucieuses mettant en jeu la transition
D1 du 39K, nous sommes capables d’obtenir un nuage d’atomes assez
dense et froid pour charger directement un piège optique depuis les
mélasses. En raison d’un très léger chauffage lors du chargement du
piège optique, nous obtenons 3.107 atomes à 9 µK pour débuter la
phase d’évaporation, dernière étape du refroidissement tout optique
vers la condensation de Bose-Einstein.
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Chapitre 2

Vers la condensation tout optique du
39K

Grâce aux étapes de refroidissement Doppler et sub-Doppler présentées dans le cha-
pitre précédent, nous disposons d’un échantillon de 39K chargé dans un piège dipolaire
optique. Un condensat de Bose-Einstein est un état du gaz dans lequel un grand nombre
d’atomes s’accumulent dans l’état fondamental du système. Pour atteindre un tel état, il
faut augmenter la densité dans l’espace des phases définie comme suit :

D = n.λ3
dB (2.1)

où n est la densité du gaz et λdB sa longueur d’onde thermique de de Broglie, jusqu’à
arriver à D ∼ 1. Autrement dit, la longueur d’onde de de Broglie du gaz devient de
l’ordre de la distance entre les particules. Dans de tels régimes on peut alors s’intéresser
au comportement d’ondes de matière.
Dans le piège dipolaire optique décrit en fin de chapitre 1, la densité dans l’espace des
phases s’obtient en utilisant la formule :

D = N
(

2π~
kBT

)3

fxfyfz (2.2)

où N est le nombre d’atomes, T la température de l’échantillon et fx, fy, fz respectivement
les deux fréquences radiales et la fréquence longitudinale du piège optique. On démarre
donc la dernière étape du refroidissement atomique, i.e. l’évaporation, avec une densité
dans l’espace des phases de 8, 8.10−4, dans un piège ayant des fréquences de 220 Hz en
radial et 0, 5 Hz seulement en longitudinal (voir section 1.5).
Nous verrons dans ce second chapitre qu’en raison des mauvaises propriétés de collision
du 39K, il est nécessaire d’utiliser les résonances de Feshbach afin de modifier les interac-
tions entre atomes au cours de l’évaporation. Le protocole menant à la condensation tout
optique dans l’expérience sera ensuite détaillé. Nous présenterons une première méthode
de calibration du nombre d’atomes dans l’expérience utilisant la température critique
de condensation. Pour finir, une section sera consacrée aux améliorations du montage
expérimental, récentes et à venir.
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2.1 Propriétés de collisions du 39K
Afin d’obtenir un maximum d’atomes dans le piège optique, nous avons choisi de

prendre un piège dipolaire large pour maximiser le recouvrement spatial avec les mélasses
grises tout en gardant une profondeur raisonnable. Or pour un piège de 150 µm de waist
les fréquences sont faibles, le piège n’est pas assez confinant pour assurer un bon taux
de collisions. Ainsi, pour permettre une évaporation efficace, il faut ajouter un deuxième
piège dipolaire, plus confinant, et évaporer dans le piège croisé obtenu. Nous verrons
dans cette section que cette solution appliquée telle quelle ne permet pas d’atteindre la
condensation.

2.1.1 Description des interactions entre atomes à basse tempéra-
ture

Lors d’un processus de collision, la fonction d’onde du système peut s’écrire comme la
somme d’une onde plane et d’une onde diffusée :

Ψ~k ∝ ei
~k.~r + f(k, θ)

eikr

r
(2.3)

où f(k, θ) est l’amplitude de diffusion. Dans l’approximation de Born, on peut montrer
que cette amplitude de diffusion n’est autre que la transformée de Fourier du potentiel
d’interaction V (r).
Si on cherche à développer la fonction d’onde du système Ψ~k dans la base des harmoniques
sphériques, on fait apparaître un potentiel d’interaction effectif, somme du potentiel d’in-
teraction de Van der Waals VV dW (r) et d’un terme rotationnel jouant le rôle d’une barrière
centrifuge :

Vtot(r) = VV dW (r) +
~2l(l + 1)

mr2
(2.4)

où l est le moment angulaire et m est la masse d’un atome de 39K. On représente ce
potentiel d’interaction sur le schéma 2.1. A basse température, la barrière centrifuge est
trop grande pour que les atomes puissent la passer classiquement et dans ce cas seules
les collisions entre atomes en onde s (pour lesquelles cette barrière est nulle) contribuent.
L’amplitude de diffusion décrivant la collision peut alors se réduire à sa limite à basse
température :

lim
k→0

f(k, θ) = −a (2.5)

où a défini ici est la longueur de diffusion. C’est le seul paramètre nécessaire à la description
des collisions à basse énergie.

Qu’entend-on par basse température ici ?

Considérons le potentiel d’interaction total Vtot(r). Pour une distance inter-atomique
r assez grande, le potentiel de Van der Waals s’écrit :

VV dW (r) = −C6

r6
(2.6)

où le coefficient C6 peut être trouvé dans la littérature [39] et vaut C6 = 3897 u.a soit
C6 = 2, 98.10−76 J.m−6. On peut trouver la hauteur maximale en énergie Ebar ainsi que
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2.1. Propriétés de collisions du 39K

Figure 2.1 – Représentation schématique du potentiel de collision effectif, faisant in-
tervenir une barrière centrifuge dans le cas général. Les atomes se rapprochent l’un de
l’autre (le système arrive dans le potentiel par la flèche représentée à droite). Si l’énergie
de collision du système n’est pas suffisante, les atomes ne peuvent pas passer la barrière
centrifuge, ils n’interragissent pas.

la distance rbar entre les atomes correspondante en résolvant :

dVtot(r)

dr
= 0 (2.7)

On obtient : 
Ebar =

2√
C6

(
~2l(l + 1)

3m

) 3
2

rbar =

(
3mC6

~2l(l + 1)

) 1
4

(2.8)

L’énergie minimum de collision Emin nécessaire pour que les atomes passent la barrière
centrifuge classiquement et interagissent à courte portée est Emin ∼ Ebar, soit dans le cas
de deux atomes de potassium en onde p (l = 1) Emin,p ∼ kB× 325 µK. Dans l’expérience,
à partir du moment où les atomes sont chargés dans le premier piège dipolaire optique, la
température du nuage n’excède jamais 200 µK. L’approximation consistant à ne considérer
que les processus de collision pour les atomes en onde s semble donc raisonnable. On
aboutit aux mêmes ordres de grandeurs en considérant un raisonnement 1 légèrement
différent [41, 40].

1. On compare la portée typique du potentiel de Van der Waals r0 à la distance minimum entre atomes
que peut atteindre le système avec une énergie de collision E dans le potentiel rotationnel. On note cette
distance rmin. Elle est définie telle que :

E =
~2l(l + 1)

mr2min

(2.9)
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Chapitre 2. Vers la condensation tout optique du 39K

2.1.2 Minimum de Ramsauer

Afin d’évaporer efficacement, il faut un taux de collisions assez grand pour que le nuage
thermalise correctement. Or le taux de collisions γ est défini tel que :

γ = nσv (2.11)

où n est la densité, σ la section efficace de collision et v la vitesse moyenne des atomes.
Afin d’augmenter la densité, nous allons ajouter un deuxième piège optique plus confinant
que le premier. La section efficace de collision quant à elle est donnée pour des bosons
par :

σ = 8πa2 (2.12)

où a est la longueur de diffusion définie précédemment. En champ nul, elle est de l’ordre de
abg ∼ −25 a0 pour le 39K. Il résulte de cette observations deux inconvénients importants
dans notre cas.
Tout d’abord, en valeur absolue, abg est 4 fois plus faible pour notre espèce atomique que
pour le 87Rb, espèce plus communément utilisée et pour laquelle le refroidissement tout
optique a déjà été démontré [42]. Il faut donc s’attendre à un taux de collision 16 fois
plus faible dans notre cas. D’autre part on peut montrer qu’à basse énergie, la longueur
de diffusion s’écrit :

lim
k→0

f(k, θ) = −a = lim
k→0

δ0

k
(2.13)

où δ0 est le déphasage dans l’onde s. De plus amples explications à ce sujet pourront être
trouvées dans la section suivante (2.3). De plus, le développement à basse énergie de δ0

s’écrit :

tan(δ0) ∼ −ka− 1

2
r0k

3a2 (2.14)

On constate donc que dans notre cas où abg est négatif, il existe une valeur de k, autrement
dit une valeur d’énergie de collision, pour laquelle le déphasage s’annule. Ceci se traduit
par un minimum dans la section efficace de collision à l’énergie correspondante, appelé
minimum de Ramsauer [43]. Sur la figure 2.2 on constate que ce minimum est atteint vers
400 µK.

Le problème soulevé ici est qu’après chargement d’un second piège optique plus confi-
nant, donc plus profond, la température du nuage atteint typiquement quelques centaines
de micro-Kelvin. En voulant augmenter le taux de collisions, on se retrouve dans une
situation proche du minimum de Ramsauer où au contraire il est minimum. Il va ainsi
être nécessaire de se servir des résonances de Feshbach à notre disposition.

La portée r0 de VV dW (r) peut s’écrire, en utilisant le modèle de Gribakin et Flaumbaum [40], telle que :

r0 =

(
mC6

~2

) 1
4

(2.10)

Ainsi, pour une énergie de collision E telle que rmin > r0, les atomes ne peuvent se rapprocher assez pour
interagir dans le potentiel de Van der Waals. Cela revient à dire qu’il faut une énergie de collision suffisante
pour passer la barrière centrifuge. Les ordres de grandeurs obtenus avec ce modèle correspondent bien à
ceux déterminés par notre précédent calcul : r0 = 130 a0 ∼ rbar = 145 a0. De même on estime l’énergie
E = kB × 590 µK pour rmin = r0.
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2.1. Propriétés de collisions du 39K

Figure 2.2 – Taux de collisions pour le 39K en fonction l’énergie de collision exprimée en
unités de température pour des atomes dans l’état |F = 1,mF = −1〉 (figure extraite de
[44])

Dans le cas du 39K, la valeur à champ nul, faible et négative, de la
longueur de diffusion se traduit par un minimum du taux de collisions
vers 400 µK. Afin d’évaporer de façon efficace dans un piège confi-
nant, il faut faire appel aux résonances de Feshbach qui permettent
le contrôle des interactions entre atomes.
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Chapitre 2. Vers la condensation tout optique du 39K

2.2 Résonances de Feshbach : principe

On a montré dans la section précédente qu’il est raisonnable dans le cas considéré de
négliger toutes les collisions d’ordre supérieur à l = 0. Autrement dit, le seul paramètre
à prendre en compte pour décrire les propriétés de collision du système est la longueur
de diffusion a. Par ailleurs, on a vu qu’il va être nécessaire d’utiliser les résonances de
Feshbach lors du processus d’évaporation.
Dans cette section, le principe de fonctionnement des résonances de Feshbach sera pré-
senté, puis leur utilisation dans le cas particulier du 39K sera discuté. Nous verrons no-
tamment que cette dernière implique de préparer l’échantillon atomique dans un certain
état.

2.2.1 Quelques éléments de théorie pour comprendre la physique
mise en jeu

Lien entre longueur de diffusion et déphasage

On peut montrer qu’à basse énergie la longueur de diffusion est directement liée au
déphasage δ0 acquis lors du processus de collision. L’équation de Schrödinger pour la partie
radiale de la fonction d’onde Rl(r) dans la limite de basse énergie pour des particules libres
(kr � 1) peut se ramener à :

−χ′′l (r) = k2χl(r) (2.15)

où χl(r) = rRl(r). Une solution de cette équation s’écrit :

Rl(r) =
A

r
sin(kr + δ0) (2.16)

où A est une constante. On dispose à présent de deux expressions pour la fonction d’onde,
données par 2.3 et 2.16. En développant ces deux expressions dans la limite kr � 1 puis
en les égalant on trouve que :

lim
~k→0

δ0

k
= −a (2.17)

On peut montrer que cette expression reste valable si on ne considère plus des particules
libres mais qu’on prend en compte le potentiel [41]. La longueur de diffusion est donc
directement reliée au déphasage acquis par la fonction d’onde lors du processus de collision.
Cette remarque sera importante pour comprendre la physique des résonances de Feshbach.

Description du modèle utilisé

Afin d’expliquer le principe d’une résonance de Feshbach, considérons les deux poten-
tiels de la figure 2.3. La courbe bleue correspond au potentiel d’interaction de Van der
Waals et est appelé canal ouvert. La courbe rouge, appelée canal fermé, est un potentiel
moléculaire dans lequel on a noté El l’énergie d’un état lié.
Pour nos deux atomes de 39K ces deux potentiels correspondent à deux états de spin
différents (l’un étant par exemple l’état singlet et l’autre l’état triplet). Par conséquent,
ils possèdent des moments magnétiques distincts. En modifiant le champ magnétique ho-
mogène extérieur la position relative en énergie de ces deux potentiels peut ainsi être
contrôlée.
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2.2. Résonances de Feshbach : principe

Figure 2.3 – Principe des résonances de Feshbach. Les deux potentiels représentés cor-
respondent respectivement au canal ouvert (en bleu) dans lequel le système entre, et au
canal fermé (en rouge) dans lequel se trouve l’état moléculaire lié d’énergie El. Lorsque
l’énergie d’entrée E coïncide avec El la longueur de diffusion a diverge.

Principe des résonances de Feshbach

Considérons deux atomes qui entrent en interaction dans le canal ouvert avec une éner-
gie E → 0. Définissons ∆E = ∆µ(B − B0) la différence d’énergie entre l’état d’entrée et
l’état lié dans le canal fermé. Si le champ magnétique B est choisi tel que cette différence
d’énergie tend vers 0, les atomes sont fortement couplés à l’état lié.
Comme mentionné précédemment, le déphasage acquis lors d’une collision est directement
relié à la longueur de diffusion. Ainsi, on comprend que plus le système est couplé à l’état
lié, plus le déphasage accumulé est grand. Autrement dit, pour B ∼ B0, la longueur de
diffusion diverge. C’est ce qu’on nomme une résonance de Feshbach au champ B0.
Une formule simple [45] permet, connaissant les caractéristiques de la résonance, d’expri-
mer la longueur de diffusion a au voisinage de B0 tel que :

a(B) = abg

(
1− ∆

B −B0

)
(2.18)

où abg est la longueur de diffusion hors résonance dans le voisinage de la résonance consi-
dérée, et où ∆ est la largeur de la résonance. Notons que ∆, tout comme abg, peuvent être
positifs ou négatifs.

2.2.2 Intérêt et utilisation du 39K pour le contrôle des interactions

Il existe pour le 39K de nombreuses résonances de Feshbach accessibles entre 0 et
700 Gauss, comme on le constate sur les courbes théoriques de la figure 2.4. On ne
considère ici que les résonances de Feshbach pour des atomes dans l’état |F = 1〉, pour
les trois sous-états |mF = 1〉, |mF = 0〉 et |mF = −1〉. Il est important de remarquer que
pour chaque état considéré, les résonances sont nombreuses et se trouvent à des champs
magnétiques différents.
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Chapitre 2. Vers la condensation tout optique du 39K

La signature expérimentale utilisée pour détecter la présence d’une résonance à un champ
magnétique donné est une perte d’atomes. En effet, lorsqu’on s’approche de résonance,
la longueur de diffusion augmente en valeur absolue. En d’autres termes, la force de
l’interaction entres atomes augmente et conduit à de plus en plus de collisions notamment
inélastiques, donc de pertes, le maximum étant obtenu lorsque la longueur de diffusion
diverge. On observe effectivement des pertes d’atomes dans notre expérience aux champs
prédits par la théorie (voir figure 2.5). Des données expérimentales traduisant la présence
de résonances de Feshbach et l’analyse de ces données seront présentées en détails dans
le chapitre 3.

a (a0)

B (G)

mF=1 mF=0 mF=-1

Figure 2.4 – Longueur de diffusion a en unités de a0 en fonction du champ magnétique B
en Gauss. Pour cette courbe seules sont considérées les résonances en onde s (la molécule
correspondant à l’état lié possède un moment l = 0), dans l’état hyperfin |F = 1〉, pour des
atomes en entrée de collision également dans l’onde s. Les courbes vertes correspondent
au sous-état Zeeman |mF = 1〉, celles en violet à |mF = 0〉 et celles en bleu à |mF = −1〉.
Le graphe est extrait de [26].

On peut donc expérimentalement contrôler la force des interactions entre atomes, et
ce d’autant plus finement que la résonance utilisée est large. Une première stratégie pour
l’évaporation consisterait à trouver un champ magnétique pour lequel la longueur de diffu-
sion est assez grande (∼ 100 a0) et positive pour tous les états présents dans l’échantillon
atomique. Nous n’avons pas trouvé de champ adéquat expérimentalement. Nous avons
donc opté pour une autre stratégie : placer tous les atomes dans un seul état |F,mF 〉 et
évaporer au voisinage d’une résonance connue. Précisons que des résonances entre deux
sous-états Zeeman hyperfins existent mais ne permettent pas de refroidir un nuage conte-
nant les trois types d’atomes. Une sélection de l’état utilisé semble donc nécessaire.
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2.2. Résonances de Feshbach : principe

Figure 2.5 – Nombre d’atomes N en fonction du champ magnétique pour un nuage
initial contenant les 3 sous états Zeeman de l’état |F = 1〉. Chaque perte d’atomes signale
la présence d’une résonance de Feshbach pour le champ correspondant.

Le 39K présente un certain nombre de résonances de Feshbach larges.
Après avoir compris le fonctionnement d’un tel processus, nous
sommes capables de modifier expérimentalement les interactions entre
atomes en changeant le champ magnétique B. Le nombre et la di-
versité des résonances de Feshbach à notre disposition entraînent la
nécessité, afin d’optimiser au mieux la phase d’évaporation, de sélec-
tionner un unique état |F,mF 〉 pour tous les atomes du nuage.
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Chapitre 2. Vers la condensation tout optique du 39K

2.3 Polarisation en spin du nuage dans le piège optique
La stratégie employée et détaillée dans cette section, afin d’évaporer de façon efficace,

consiste tout d’abord à polariser le nuage d’atomes dans un seul état de spin. L’état
choisi est |F = 1,mF = −1〉 pour des raisons explicitées plus loin. La première étape de
polarisation du nuage consiste à pomper les atomes dans l’état hyperfin |F = 1〉 en fin de
mélasses. On effectue ensuite un tri sélectif dans le piège optique peu confinant.

2.3.1 Pompage optique en fin de mélasses

Lors de l’étape de mélasses grises, deux faisceaux sur la transition D1 sont utilisés :
le faisceau dit principal sur la transition |F = 2〉 → |F ′ = 2〉 et le faisceau repompeur qui
adresse les atomes tombés dans |F = 1〉 pour les exciter vers |F ′ = 2〉. En éteignant le
faisceau repompeur 0, 5 ms avant la fin des mélasses, tous les atomes sont pomper dans
|F = 1〉.
Pour connaître la composition du nuage à la fin de l’étape de mélasses grises, on utilise
les faisceaux d’imagerie par absorption de façon astucieuse. L’imagerie par absorption est
composée de deux faisceaux : l’un est dérivé du principal de la transition D2 et l’autre du
repompeur de la même transition. Pour commencer, on détermine l’efficacité de détection
de chacun de ces deux faisceaux utilisé indépendamment. Il faut faire en sorte d’avoir
la meilleure détectivité possible tout en évitant de pomper les atomes avec les faisceaux
d’imagerie. En effet, on ne veut pas modifier la composition des mélasses lors de notre
mesure. Ensuite, il suffit d’imager le nuage avec l’un des deux faisceaux uniquement. On
peut vérifier que deux mesures, chacune avec l’un des deux faisceaux, sont compatibles.
Si on ne fait rien de particulier en fin de mélasses, on mesure ∼ 70% des atomes dans
|F = 1〉 et ∼ 30% dans |F = 2〉, les deux mesures décrites plus haut étant compatibles. On
peut également vérifier que 0, 5 ms de pompage avec uniquement le faisceau principal D1
suffisent à mettre 100% des atomes dans |F = 1〉 en fin de mélasses. Pour finir, on charge
directement les atomes dans le premier piège optique comme présenté dans la section 1.5.

2.3.2 Stratégie de tri dans le piège optique

Comme discuté dans la section suivante, la stratégie la plus avantageuse en termes
de nombre d’atomes transférés dans le second piège dipolaire consiste à ne garder que
les atomes dans l’état |F = 1,mF = −1〉 présents dans le premier piège dipolaire. Pour
effectuer cette étape de tri [46, 19], on superpose au FORT 1 un faible gradient de champ
magnétique réalisé par les bobines déjà utilisées pour le MOT. La figure 2.6 montre le
potentiel magnétique créé pour chacun des trois sous états Zeeman de l’état hyperfin
|F = 1〉. Les atomes dans |mF = −1〉 ressentent un potentiel confinant tandis que ceux
dans |mF = 0〉 (respectivement |mF = 1〉) sont expulsés par effet Zeeman quadratique
(respectivement linéaire) selon l’axe du piège optique. Il est intéressant dans ce cas
précis que le piège soit très peu confinant ; les atomes expulsés ne reviennent pas ou très
lentement. Le gradient magnétique utilisé est de 14 G.cm−1 dans l’axe fort.

Pour connaître la composition exacte du nuage en termes de |mF 〉 il faudrait faire
une expérience de Stern et Gerlach. On ne peut pas, pour la température des atomes à
cette étape de l’expérience, réaliser un temps de vol assez long pour séparer correctement
les trois états de spin dans l’espace. En revanche, on peut observer le nombre d’atomes
dans le piège formé par le FORT 1 combiné au gradient de champ magnétique. La figure
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Figure 2.6 – Procédure de tri des états mF . Le champ magnétique produit un potentiel
confinant pour les atomes dans |F = 1,mF = −1〉 et expulsant pour les autres.

2.7 montre 3 étapes : tout d’abord on observe une baisse rapide du nombre d’atomes. On
l’attribue à l’expulsion forte des atomes dans l’état |F = 1,mF = 1〉. A ce stade on a perdu
environ 1

3
des atomes chargés au départ. La deuxième étape montre également une perte

d’atomes mais avec une constante de temps plus longue. On l’attribue à l’expulsion par
effet Zeeman quadratique des atomes dans l’état |mF = 0〉. Le tiers des atomes qui restent
ensuite dans le piège présente un temps de vie long (comparé à la fréquence longitudinale
du piège optique). Ces atomes sont ceux dans l’état |mF = −1〉. Ils sont confinés par le
champ magnétique. Si la courbe 2.7 ne donne pas une preuve de la composition du nuage
et de l’efficacité de notre tri, elle reste une base permettant de comprendre ce qui est fait
lors de cette étape.

2.3.3 Discussion : autres stratégies envisagées ?

La stratégie présentée dans cette section présente un inconvénient majeur : elle nous
oblige à sacrifier 2

3
des atomes initialement chargés dans le piège optique. D’autres straté-

gies faisant intervenir du pompage optique afin de conserver un maximum d’atomes ont
été envisagées mais se sont révélées moins favorables au final.
La première d’entre elles consiste à tenter de pomper optiquement les atomes dans
|F = 1,mF = −1〉 en fin de mélasses. On obtient ∼ 60% des atomes dans l’état voulu
mais dans ce cas d’une part le nuage est plus chaud lors du chargement du piège optique,
ce qui conduit à une réduction du nombre d’atomes chargés de l’ordre de 30%, et d’autre
part il ne peut plus y avoir de recouvrement temporel entre les mélasses grises et le piège
dipolaire. Cette stratégie conduit à ∼ 107 atomes dans le FORT 1, dont seulement 60%
dans l’état qui nous intéresse. Elle est donc moins efficace.
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Chapitre 2. Vers la condensation tout optique du 39K

Figure 2.7 – Evolution du nombre d’atomes dans le FORT 1 au cours du temps pendant
la phase de tri.

Pour finir, on peut aussi envisager de réaliser le pompage optique directement dans le
piège dipolaire peu confinant. L’expérience a montré que l’efficacité de ce pompage est
limité par la densité du nuage et qu’il faut attendre que le nuage se dilue pendant ∼ 20 ms
pour qu’elle atteigne 60%. Sachant que pour procéder à l’évaporation il faudra charger
un second piège dipolaire, laisser le nuage se diluer dans le FORT 1 n’est pas avantageux.
Au final, cette méthode se révèle aussi efficace en termes de nombre d’atomes dans l’état
voulu dans le second piège optique que le tri utilisant le gradient de champ magnétique,
tout en faisant intervenir un protocole expérimental plus complexe. Elle n’a donc pas été
retenue pour notre expérience.

Expérimentalement, nous avons vu qu’il est plus efficace de trier les
atomes pour ne garder que ceux dans |F = 1,mF = −1〉, que de réa-
liser du pompage optique. La méthode de tri présentée dans cette
section nous permet d’avoir N = 107 atomes dans l’état de spin qui
nous intéresse. Les atomes dans |F = 1,mF = −1〉 sont confinés ra-
dialement par le piège optique et longitudinalement par le gradient
de champ magnétique. Il ne reste alors qu’à charger un deuxième
piège optique plus confinant pour pouvoir évaporer efficacement au
voisinage d’une résonance de Feshbach.
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2.4. Évaporation dans un piège croisé

2.4 Évaporation dans un piège croisé
La longueur de diffusion en champ nul du 39K ne permet pas de réaliser une éva-

poration efficace car elle est trop petite en valeur absolue pour avoir un bon taux de
collision. De plus, elle est négative, ce qui entraîne notamment l’existence d’un minimum
de Ramsauer vers 400 µK. D’autre part, pour des interactions attractives trop fortes,
le condensat n’est plus une solution stable : il s’effondre. Grâce à la sélection opérée sur
l’état atomique (décrite dans la section précédente), il est possible d’évaporer au voisinage
d’une résonance de Feshbach en contrôlant la valeur de la longueur de diffusion à chaque
instant.
Par ailleurs, le confinement du FORT 1 n’est pas suffisant pour réaliser une évaporation
tout optique. il est nécessaire de charger un second piège optique avant de commencer à
évaporer.
Dans cette section, le protocole de transfert des atomes dans le piège croisé sera détaillé
puis celui de l’évaporation au voisinage de la résonance de Feshbach choisie sera discuté.
Pour finir, nous verrons qu’une évaporation efficace nous permet d’atteindre la condensa-
tion de Bose-Einstein du 39K. Un bilan présentant les évolutions comparées de la longueur
d’onde de De Broglie et de la densité au cours de l’expérience permettra de comprendre
l’intérêt de chacune des étapes ayant permis cette condensation tout optique.

2.4.1 Mise en place du FORT 2

A la sortie de la chambre de science, le FORT 1 est récupéré et collimaté grâce à
une seconde lentille de 297 mm de focale. Le faisceau est ensuite diffracté par un AOM
MTS40 − A3 − 1550 de chez AA Optoelectronic avant de passer à travers une lame de
phase. Un télescope (−40 mm; 400 mm) dont la première lentille est mobile grâce à une
platine de translation permet, associé à une lentille finale de 297 mm de focale à nouveau,
de contrôler à la fois la taille et la position du waist du second piège ainsi créé. Le faisceau
qui entre ainsi dans la chambre est focalisé sur les atomes et est noté FORT 2 dans la
suite. Le banc optique décrit ici est schématisé sur la figure 2.8.
On a recyclé la lumière du FORT 1 après un premier passage dans la chambre de science
pour créer le FORT 2. Ceci a deux conséquences . D’une part, il est nécessaire de passer par
le second AOM afin de changer la fréquence du second faisceau. La lame de phase utilisée
permet de s’assurer qu’il n’y aura pas d’interférences à l’endroit où seront superposés les
deux pièges (à savoir sur les atomes). D’autre part, le FORT 2 découle directement du
FORT 1 donc dans la suite, lorsque l’on baisse la puissance du premier piège dipolaire,
celle du second est diminuée de même.

Protocole de transfert

Une fois le tri effectué dans le piège optique peu confinant, on allume doucement le
piège confinant puis on éteint lentement le gradient de champ magnétique. Le processus
prend 2 s au total et on charge ainsi environ la moitié des atomes triés dans le FORT 2.
Le champ magnétique constant servant à changer les interactions entre atomes est créé
par les mêmes bobines que celles utilisées pour les gradients (MOT, CMOT, tri). Il suffit
de changer le sens de circulation du courant dans une des deux bobines pour passer d’un
champ magnétique quadrupolaire à une configuration dipolaire. Ce changement prend
environ 200 ms durant lesquels les atomes restent confinés dans le FORT 2. Les caracté-
ristiques de ce dernier sont les suivantes :
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Figure 2.8 – Schéma du banc optique pour les pièges dipolaires servant à l’évaporation.
La ligne permettant de créer le FORT 2 à partir du FORT 1 a été ajoutée par rapport à
la figure 1.22.

• P2 = 14 W
• ω2 = 21 µm
• U2 = 1, 6 mK
• f⊥ = 8680 Hz
• f‖ = 140 Hz

On dispose ainsi de N = 4.106 atomes à une température de T = 220 µK pour débuter la
phase d’évaporation, soit une densité dans l’espace des phases de D = 4, 5.10−4. Il nous
faut donc gagner ∼ 4 ordres de grandeur sur D pour atteindre la condensation.
Précisons que le transfert dans le FORT 2 est lent, notamment car à ce stade on ne peut
pas utiliser les résonances de Feshbach (les bobines servent à faire le gradient de champ
pour la tri) donc il y a très peu de collisions entre atomes. Le FORT 2 étant environ 100
fois plus profond que le FORT 1, il faut du temps pour que les atomes soit piégés par ce
nouveau potentiel.

2.4.2 Evaporation au voisinage d’une résonance de Feshbach :
protocole expérimental

Une fois le gradient de champ utilisé pour le tri éteint, on peut passer en configuration
dipolaire pour le champ magnétique. On allume alors rapidement un champ magnétique
homogène à 550 Gauss, soit au voisinage de la résonance large à haut champ pour l’état
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2.4. Évaporation dans un piège croisé

|F = 1,mF = −1〉. Cette résonance a son centre en théorie au champ B0 = 560, 7 Gauss,
une largeur ∆ = −56 Gauss et la longueur de diffusion hors résonance dans son voisinage
vaut abg = −29 a0. Les résutats théoriques ainsi que des mesures expérimentales de
ces valeurs sont présentées dans [47]. En utilisant la formule 2.18 on estime qu’au
champ choisit la longueur de diffusion vaut a = 130 a0, ce qui permet d’avoir pour les
atomes piégés dans le FORT 2 un taux de collision de l’ordre de 15 ms−1 au début de
l’évaporation.
Une fois chargés dans le FORT 2, les atomes sont à une température telle que U1 � T .
Ils ne sont piégés que par le FORT 2, sans aucune influence du FORT 1 à ce stade. Il
paraît donc plus avantageux, afin de conserver les fréquences les plus élevées possibles
pour le FORT 1, de commencer l’évaporation en baissant uniquement la puissance du
second piège dipolaire. C’est ce qui est présenté sur la figure 2.9.

Figure 2.9 – Rampes de puissances au cours du processus d’évaporation pour les deux
pièges optiques. Au début de cette étape, les atomes ne sont piégés que par le FORT
2. On baisse donc pour commencer la puissance de ce second piège, jusqu’à ce que le
nuage entre dans le croisement formé par les deux pièges optiques. Ces derniers ont alors
approximativement la même profondeur. On baisse ensuite les puissances des deux pièges
en même temps pour terminer l’évaporation et atteindre la condensation. La ligne en
pointillés représente le passage dans le piège croisé.

Lorsque la puissance du FORT 2 correspond à environ 5% de sa valeur maximale,
les deux pièges optiques ont approximativement la même profondeur. Ils assurent alors
tous deux le confinement des atomes. Les fréquences radiales sont données par le FORT
2 tandis que la fréquence longitudinale devient progressivement celle du FORT 1.
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2.4.3 Caractérisation de l’évaporation tout optique

Le protocole présenté permet d’atteindre la condensation dans l’expérience avec
environ N = 3.105 atomes (ou encore 20000 atomes dans un condensat pur, sans nuage
thermique) après tévaporation = 1, 8 s. La durée totale du cycle expérimental, du MOT au
condensat de Bose-Einstein, est d’environ 7 s. Le temps de cycle pour notre condensation
tout optique est donc beaucoup plus court que ceux obtenus pour le 39K dans les
expériences utilisant un refroidissement sympathique [20] ou une étape d’évaporation
magnétique [44]. Cet aspect de notre méthode est important, notamment pour des
expériences nécessitant de grands taux de répétition.
L’évolution de la densité dans l’espace des phases en fonction du nombre d’atomes au
cours de l’évaporation est représentée sur la figure 2.10, de même que le taux de collisions
γ.

Figure 2.10 – Evolution de la densité dans l’espace des phases en fonction du nombre
d’atomes au cours de la phase d’évaporation en ronds oranges, en échelle log-log. La
pente de cette courbe correspond à l’efficacité de l’évaporation. Le taux de collisions en
fonction de ce même nombre d’atomes est représenté en triangles bleus, également en
échelle log-log. La ligne en traitillés correspond au passage dans le piège croisé.

L’efficacité de notre processus d’évaporation est de l’ordre de 3. Cette valeur est plus
élevée que la valeur typique de l’efficacité d’une évaporation magnétique. Le passage dans
le piège croisé est représenté sur la courbe 2.10 par la ligne en traitillés. On remarque que
le taux de collisions diminue au début de l’évaporation, ce qui est attendu notamment
parce que les fréquences des pièges optiques diminuent en racine de la puissance. La
brusque augmentation de γ lorsque les atomes passent du FORT 2 uniquement au piège
croisé est artificielle. En effet, on admet dans nos calculs que dans le croisement la
fréquence longitudinale est donnée par la fréquence radiale du FORT 1. Elle est en réalité
donnée par une moyenne pondérée de l’influence des deux pièges optiques.

On détecte la transition vers la condensation grâce à deux comportements typiques
présentés sur la figure 2.11. En effet, on observe une inversion d’ellipticité du condensat
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Figure 2.11 – Inversion d’ellipticité du condensat après un temps de vol de 20 ms. L’axe
radial (le plus confinant) du piège croisé correspond à l’axe long du condensat sur l’image
de gauche. La courbe de droite montre la double structure associée à l’image.

après temps de vol, ainsi que l’apparition progressive de la double structure caractéristique
de la condensation.

2.4.4 Analyse des images : gaz thermique VS condensat

L’apparition de la structure bimodale nous oblige à être précautionneux dans nos ana-
lyses si l’on veut connaître précisément le nombre d’atomes et la température du nuage.
Il faut en effet tenir compte de la dégénérescence du gaz lorsqu’on cherche à ajuster les
données.
Pour un gaz thermique (nλ3

dB � 1) la statistique de Maxwell-Boltzmann décrit correcte-
ment la distribution en vitesse des atomes dans le gaz. On peut ainsi ajuster les données
par une gaussienne après temps de vol pour déterminer le nombre d’atomes et la tem-
pérature. Lorsque la densité dans l’espace des phases augmente au point que nλ3

dB ∼ 1,
tout en ayant encore nλ3

dB < ζ
(

3
2

)
, l’approximation de Maxwell-Boltzmann n’est plus

valable. Il faut utiliser une fonction polylogarithmique d’ordre 2 pour ajuster le profil du
nuage après temps de vol. Enfin, lorsque nλ3

dB ≥ ζ
(

3
2

)
∼ 2, 6 il faut ajouter au modèle un

profil Thomas-Fermi afin d’ajuster d’une part le gaz thermique résiduel et d’autre part
la partie condensée. Les fonctions exactes utilisées sont détaillées dans [19]. Toutes les
analyses portant sur les gaz dégénérés dans notre expérience ont été réalisées en utilisant
ces fonctions.

2.4.5 Evolution du système dans l’espace {n, λdB}
Afin de faire le bilan du cycle expérimental mis en place dans l’expérience pour obtenir

la condensation tout optique du 39K, on peut observer l’évolution du système dans l’espace
{n, λdB} (figure 2.12). En effet, la longueur d’onde de De Broglie, donnée par :

λdB =

√
2π~2

mkBT
(2.19)

augmente lorsque la température du gaz diminue. Lorsqu’elle devient de l’ordre de la
distance entre particules dans le nuage, donnée par l’inverse de la racine cubique de la
densité, le gaz atteint le régime dégénéré et se comporte comme une onde de matière.
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Figure 2.12 – Réprensation des valeurs obtenues à la fin de chacune des étapes de
refroidissement, du MOT à l’obtention du condensat, dans l’espace {n, λdB}.

Les points forts de chacune des étapes du cycle expérimental, avec l’idée d’atteindre la
condensation représentée par la droite nλ3

dB = 1, peuvent donc être retrouvés sur la figure
2.12. Le CMOT hybride permet non seulement d’augmenter la densité mais également de
diminuer la température, si on les compare à celles du MOT 3D. Puis, à densité constante,
la longueur d’onde de De Broglie du gaz continue d’augmenter dans les mélasses grises.
Le chargement du premier piège optique permet de se rapprocher de la condition de
condensation en augmentant la densité et, même si le tri nous fait ensuite perdre un
facteur 3 en densité, le second piège optique est chargé avec uniquement des atomes utiles
pour l’évaporation au voisinage d’une résonance de Feshbach. Lors du transfert dans le
FORT 2 on sacrifie légèrement la basse température atteinte précédemment au profit de la
densité, afin de disposer d’un taux de collisions suffisant pour l’évaporation. Cette dernière
nous permet enfin d’atteindre le condensat de Bose-Einstein, abrégé BEC sur la figure.

La mise en place de diverses méthodes originales nous ont permis de
proposer un protocole expérimental rapide et efficace pour la produc-
tion tout optique de condensats de Bose-Einstein de 39K. L’inconvé-
nient majeur de notre technique semble être, au final, le faible nombre
d’atomes obtenu dans le condensat. Nous verrons dans la suite que
ce dernier peut encore être optimisé et qu’il nous permet malgré tout
d’étudier des phénomènes physiques intéressants, mettant en jeu le
contrôle des interactions.
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2.5 Température critique et calibration du nombre
d’atomes

Les deux paramètres expérimentaux que sont le nombre d’atomes N et la température
T doivent être connus assez précisément si l’on veut pouvoir calculer les grandeurs dont
on a besoin pour caractériser les différentes étapes de l’expérience. Dans notre cas, la
température est mesurée par le biais de l’expansion du nuage après temps de vol. Pour
un temps de vol assez long, cette expansion traduit la vitesse des atomes au moment où
ils ont commencé à tomber, donc une température.
En ce qui concerne le nombre d’atomes, une estimation grossière peut être faite en connais-
sant les caractéristiques du système d’imagerie utilisé. Pour avoir une mesure plus précise
de N , une méthode communément utilisée consiste à mesurer la température pour laquelle
le condensat de Bose-Einstein apparaît. Cette température est reliée au nombre d’atomes
dans le condensat.
Dans cette partie, nous verrons quelle est la relation liant cette température, appelée tem-
pérature critique, au nombre d’atomes dans le cas simple du gaz parfait piégé dans un
potentiel harmonique. Nous verrons ensuite quelles sont les corrections à apporter dans le
cas d’un gaz en interactions, puis nous présenterons les résultats expérimentaux qui nous
ont permis de calibrer le nombre d’atomes dans notre expérience.
Toutes les formules présentées dans cette partie sont extraites d’une revue concernant les
condensats de Bose-Einstein [48]. Nous nous contenterons ici de présenter les résultats
utiles dans notre cas.

2.5.1 Cas d’un gaz parfait

Dans le cas d’un gaz parfait piégé dans un potentiel harmonique, on peut montrer
que :

NC

N
= 1−

(
T

T 0
C

)3

(2.20)

où NC
N

est la fraction condensée du nuage d’atomes, T sa température et T 0
C la température

critique à laquelle on passe la transition. Cette dernière est donnée par la relation :

kBT
0
C = ~ωho

(
N

ζ(3)

) 1
3

(2.21)

où ωho est la moyenne géométrique des pulsations du piège dans lequel se trouve le nuage.
En déterminant expérimentalement la température à laquelle se produit la transition, on
peut donc déterminer à quel nombre théorique d’atomes on s’attend et le comparer au
nombre d’atomes mesuré. On a ainsi accès à la correction à apporter.
Dans notre cas, on observe que la fraction condensée n’évolue pas en fonction de la
température selon le modèle présenté ici. Comme schématisé sur la figure 2.13, la forme
de la courbe ne correspond pas à celle attendue.

Pour expliquer cette différence, on peut penser à diverses corrections comme par
exemple la dimensionnalité effective du gaz, ou encore les effets de taille finie. Les diffé-
rentes corrections à apporter au modèle du gaz parfait sont présentées dans la revue déjà
citée [48].
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Chapitre 2. Vers la condensation tout optique du 39K

Figure 2.13 – Allure de l’évolution expérimentale de la fraction condensée dans l’expé-
rience (en trait plein rouge) comparée à l’allure attendue pour un gaz parfait (en traitillés
noirs).

2.5.2 Gaz en interactions

Dans notre cas, la correction majeure (et la seule que nous prendrons en compte, les
autres étant négligeables) provient du fait qu’on étudie un gaz en interactions. En effet,
en évaporant au voisinage de la résonance de Feshbach, on a tout fait pour augmenter la
longueur de diffusion dans le gaz.
En prenant en compte les interactions entre atomes, on peut montrer que la température
critique est décalée d’un facteur δTC tel que :

δTC
T 0
C

= −1, 3
a

aho
N

1
6 (2.22)

où a est la longueur de diffusion qui dans le cas considéré vaut 130 a0 et où aho est la
longueur typique de l’oscillateur harmonique formé par notre piège. Elle s’exprime telle
que aho =

√
~

mωho
. On peut donc avoir une estimation du nombre d’atomes à la transition

en prenant comme température TC = δTC + T 0
C au lieu de T 0

C .
On peut également exprimer l’évolution de la fraction condensée en fonction de t = T

T 0
C

pour un gaz en interactions. Elle est donnée par :

NC

N
= 1− t3 − ζ(2)

ζ(3)
ηt2(1− t3)

2
5 (2.23)

où η ∼ 0, 4 dans notre cas.

2.5.3 Résultats expérimentaux

Les données expérimentales présentées sur la figure 2.14 montrent l’évolution, au voi-
sinage de la transition, de la fraction condensée en fonction de la température mesurée.

On détermine ainsi la correction à introduire dans notre mesure du nombre d’atomes.
Ce facteur correctif a été inclus pour toutes les données présentées dans cette thèse. On
estime être précis sur le nombre d’atomes à ∼ 30% grâce à cette calibration. On pourra
comparer d’une part la correction trouvée ici, et d’autre part notre précision au final sur

60



2.5. Température critique et calibration du nombre d’atomes

Figure 2.14 – Evolution de la fraction condensée en fonction de la température du gaz
autour de la transition. Les points expérimentaux sont ajustés par le modèle 2.23.

le nombre d’atomes mesuré, avec ce qui sera obtenu en utilisant une autre méthode de
calibration présentée dans le chapitre suivant.

La calibration du nombre d’atomes via la connaissance de la tempé-
rature critique a été obtenue en tenant compte des interactions dans
le gaz. On est ainsi assuré de connaître N à ∼ 30% près. La correction
à apporter a été incluse dans toutes les données présentées dans ce
manuscrit.
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2.6 Améliorations du montage
Une partie de ma dernière année de thèse a été consacrée à l’optimisation du système

expérimental, d’une part afin de gagner en stabilité et d’autre part pour augmenter le
nombre d’atomes dans le condensat.
Cette section décrit les diverses améliorations apportées ainsi que quelques propositions
pour d’autres améliorations futures.

2.6.1 MOT 2D

Le premier moyen d’augmenter le nombre d’atomes dans le condensat est d’améliorer
le chargement du MOT 3D, dès le début du protocole expérimental. Pour ce faire, on
optimise l’efficacité du MOT 2D.
Une première optimisation a été mise en place en modifiant la forme d’un des deux
faisceaux utilisés. Comme présenté dans la description du système expérimental, deux
fibres sont injectées en sortie de TA 2D. Les faisceaux sortant de ces fibres forment
le MOT 2D dans la chambre de collection. En sortie de l’une de ces fibres, avant
l’entrée du faisceau dans la chambre de collection, un télescope contenant deux lentilles
cylindriques (+60 mm; +100 mm) a été ajouté. Ceci nous permet de concentrer la
puissance disponible en sortie de fibre sur une zone elliptique, dont l’axe long est
aligné avec le minimum de champ magnétique du MOT 2D. On dispose ainsi d’une
plus grande puissance utile au MOT 2D. On a observé une amélioration sur le charge-
ment du MOT 3D. Un télescope identique a été ajouté en sortie de la seconde fibre 2D,
sans amélioration notable sur le chargement du MOT 3D. Il a donc été enlevé par la suite.

Figure 2.15 – Evolution du taux de capture dans le MOT 3D en fonction de la puissance
en sortie d’une fibre du MOT 2D.

La seconde amélioration apportée à notre MOT 2D est une augmentation de la puis-
sance totale en sortie des fibres. En effet, plus on collecte d’atomes dans le MOT 2D
et plus on peut charger efficacement le MOT 3D. Cette augmentation a été obtenue en
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remplaçant le TA vieillissant par un neuf. Pour la suite on pourrait envisager de mettre
en place des TA plus puissants (actuellement la puissance maximale en sortie de TA est
de 1, 5 W). La figure 2.15 montre que le taux de capture dans le MOT 3D, noté ΓC , en
fonction de la puissance en sortie de fibre 2D augmente jusqu’à atteindre quasiment la
saturation 2. Les données ont été prises pour un MOT sans lumière D1 afin de pouvoir
imager correctement. En effet, la lumière D1 fait exploser le MOT et il devient trop gros,
même après un temps de vol très court, pour l’imager avec notre système.
On est finalement parvenu à améliorer le taux de chargement et à augmenter le nombre
d’atomes chargés dans le MOT 3D d’un facteur 2 environ, de façon ponctuelle. En réalité,
le nombre maximum d’atomes observé dans le MOT 3D a diminué au fil du temps, proba-
blement en raison d’instabilités expérimentales et de la baisse de la pression de 39K dans
l’enceinte. Les améliorations apportées au MOT 2D ont permis de compenser ces effets.
En mettant un nouvel échantillon de potassium solide dans le système et en réalignant
tous les faisceaux laser utilisés nous pourrions probablement avoir encore plus d’atomes
dans le piège magnéto-optique.

2.6.2 Nouvelle ligne D1

Ayant constaté la praticité et la grande stabilité des systèmes télécom fibrés, nous
avons décidé de remplacer le laser en cavité étendue utilisé pour créer la lumière D1
par ce type de système. Une diode fibrée EMCORE (modèle 1782A-040-46-FC-PM) in-
jecte un amplificateur fibré Keopsys (modèle KPS-OEM-C-23-PM-PB-111-FA-FA) avec
environ 35 mW de lumière à 1540 nm. On dispose ainsi (après amplification puis ajout
d’atténuateurs fibrés) d’environ 200 mW à 1540 nm. On utilise alors un doubleur fibré
NTT Electronics (modèle WH-0770-000-A-B-C) pour produire de l’ordre de 80 mW de
lumière à 770 nm, ce qui est largement suffisant pour injecter le TA de la ligne D1. L’as-
servissement en fréquence doit être modifié : on utilise un asservissement sur le courant de
la diode fibrée de la même manière que sur la ligne D2 au lieu d’asservir le déplacement
du piezo-électrique du laser en cavité étendue.
Le reste de la ligne D1 reste identique, si ce n’est que tout le banc optique a été déplacé
à proximité de la fibre MOT reliée au diviseur Schäfter-Krichhoff. On supprime ainsi la
dernière fibre de la ligne D1 ce qui permet de s’affranchir d’une source de perte de puis-
sance.
Les changements décrits ici ont également apporté une plus grande stabilité au système
expérimental, notamment concernant l’asservissement en fréquence du système de pro-
duction de lumière D1.

2.6.3 Proposition d’un nouveau design de table optique

Un des inconvénients du montage expérimental utilisé actuellement est qu’on ne peut
pas contrôler les fréquences des faisceaux indépendamment pour le MOT 3D et le MOT

2. Les données présentées ici ne semblent pas compatibles avec celles présentées sur la figure 1.5 pour
le taux de chargement. En effet, les données présentées ici ont été prises plus d’un an plus tard. La
pression de 39K a très probablement changé dans l’enceinte. Enfin, les données présentées sur la figure
1.5 ont été prises avec un MOT 3D sans D1 optimisé, contrairement à celles de la figure 2.15 pour
lesquelles nous avons simplement coupé la lumière D1 sans ré-optimisation notamment du gradient de
champ magnétique. Ces diverses considérations impliquent que les données obtenues ne peuvent pas
réellement être comparées. On montre toutefois qu’augmenter la puissance en sortie de MOT 2D permet
d’augmenter le taux de capture dans le MOT 3D
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2D. De la même façon, on ne contrôle pas indépendamment les ratios en puissance entre
ces faisceaux. Nous avons donc optimisé principalement le MOT 3D. Les valeurs corres-
pondantes pour le MOT 2D sont fixées en conséquence. Le schéma 2.16 présente une
possibilité de montage permettant de contrôler tous ces paramètres indépendamment les
uns des autres. Il ne demande pas plus de matériel que le montage actuel et il permet
d’avoir autant voire plus de puissance en sortie des différentes fibres. Par ailleurs, il ré-
pond à un autre problème du montage actuel : sur la table optique permettant de créer
la repompe D2, il y a environ 1 W de lumière à résonance en espace libre, ce qui est
problématique dès qu’on cherche à refroidir un nuage d’atomes jusqu’à la condensation.
Il faut alors être très précautionneux pour éviter toute fuite de lumière à résonance vers
la chambre de science. Dans le montage proposé sur la figure 2.16, il n’y a plus de lumière
à résonance à haute puissance.

2.6.4 Optimisation de la méthode de tri dans le piège optique

Un des points faibles de notre protocole expérimental est le tri que l’on doit effectuer
avant l’évaporation. En effet, on perd à ce stade 2

3
des atomes capturés dans le piège

optique. Dans un premier temps, ce tri a été optimisé dans le but de n’avoir qu’un seul
état de spin dans l’échantillon, à savoir |F = 1,mF = −1〉, afin de mieux comprendre
comment se déroule notre évaporation au voisinage d’une résonance de Feshbach.
Une fois le condensat de Bose-Einstein obtenu, il a été naturel de chercher à optimiser le
nombre d’atomes condensés en fonction des divers paramètres du tri, quitte à obtenir un
échantillon moins pur. Les paramètres expérimentaux qu’on a optimisé sont les suivants :
procédure d’allumage de chacun des deux pièges optiques (FORT 1 et FORT 2), valeur du
gradient de champ utilisé, temps de tenue avec les différents pièges optiques et magnétique.
Le protocole expérimental optimal trouvé est le suivant :

• Le FORT 1 est allumé rapidement dès l’étape de CMOT hybride.
• Le FORT 2 est allumé progressivement entre 10 ms avant la fin des mélasses et

45 ms après. L’échantillon chargé n’est donc absolument pas purifié lorsqu’on charge
le piège dipolaire confinant.

• Le gradient de champ est allumé immédiatement après la coupure des faisceaux
de mélasses et on utilise la valeur maximale qu’on est capable de produire avec
l’alimentation utilisée, soit environ 41 G.cm−1.

• Les faisceaux ainsi que le champ sont tenus à valeurs constantes pendant 4 s puis le
gradient de champ est coupé.

On obtient alors plus d’atomes dans le condensat, soit environ 35000 dans un condensat
pur au lieu de 20000, même si il est évident qu’on trie moins efficacement les atomes.
On a vérifié grâce à une expérience de Stern et Gerlach proche de la condensation (afin
d’avoir une température basse). Il s’avère qu’à ce stade il reste encore environ 10%
d’atomes dans |mF = 0〉. Il n’y en a aucun dans |mF = 1〉. On peut donc affirmer qu’il y
a au moins ces proportions d’états non désirés au début de l’évaporation. On a vu qu’à
priori les atomes sont distribués équitablement entre les 3 états de spin considérés à la
fin des mélasses. Il semble donc qu’on parvienne à éliminer complètement les |mF = 1〉
et à évaporer préférentiellement une partie des |mF = 0〉 avec cette nouvelle méthode. La
conclusion reste que le nombre d’atomes dans l’état |mF = −1〉 dans le condensat au final
est plus important.
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2.6. Améliorations du montage

Figure 2.16 – Proposition pour la construction d’un nouveau banc optique D2.
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Chapitre 2. Vers la condensation tout optique du 39K

2.6.5 Quel gain pour notre expérience ?

Grâce aux diverses améliorations apportées décrites dans cette section, le nombre
d’atomes dans le condensat pur est passé de 20000 à 35000 environ. Par ailleurs, l’expé-
rience dans sa globalité est beaucoup plus stable par divers aspects. Les asservissements en
fréquences restent stables plus longtemps et les gains en puissance laser nous permettent
d’avoir un condensat plus stable en fin de cycle. On peut ainsi effectuer beaucoup plus
de cycles sans avoir besoin de réaligner le système expérimental. Par ailleurs, les nombres
d’atomes et températures obtenus aux diverses étapes de l’expérience sont également plus
stables à long terme.
D’autres améliorations peuvent encore être apportées au montage, notamment en ce qui
concerne le banc optique D2 comme discuté précédemment. Enfin, si l’on souhaite dis-
poser d’encore plus d’atomes proches de la dégénérescence quantiques (notamment dans
l’optique d’étudier des nuages à 2 dimensions autour de la transition BKT) il sera pro-
bablement nécessaire de modifier le système de piègeage optique. On pourrait penser par
exemple à utiliser deux lasers indépendants pour créer le FORT 1 et le FORT 2 afin de
disposer de plus de puissance pour le piège confinant, ou encore à utiliser des lasers plus
puissants (50 ou 100 W).

Ce chapitre nous a permis de détailler les subtilités de la condensa-
tion tout optique du 39K. Un tri des états de spin est nécessaire pour
évaporer efficacement au voisinage d’une résonance de Feshbach, ce
qui nous permet de contourner les problèmes liés aux mauvaises pro-
priétés de collision du 39K en champ nul. On obtient des condensats
purs d’environ 35000 atomes en 7 s après avoir optimisé les diverses
étapes de refroidissement tout optique décrites dans les chapitres 1 et
2.
Nous avons donc développé un protocole rapide et efficace, mettant
en jeu des méthodes originales et permettant de produire un gaz dé-
généré à interactions variables. Ce gaz sera utilisé dans la suite pour
étudier la physique à basse dimension et en présence de désordre.
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Chapitre 3

Observation expérimentale de nouvelles
résonances de Feshbach pour le 39K

Le 39K présente de nombreuses résonances de Feshbach accessibles en champ magné-
tique dans notre expérience, dont certaines assez larges pour nous permettre de modifier
la longueur de diffusion de façon contrôlée et donc les interactions entre atomes dans le
nuage. Le principe de fonctionnement de ces résonances est présenté dans la section 2.3
et nous avons vu dans la section 2.4 qu’une évaporation tout optique efficace jusqu’à la
condensation a été réalisée au voisinage de l’une d’elles.
Il est intéressant de déterminer expérimentalement la position en champ magnétique des
résonances de Feshbach prévues théoriquement. En effet, des simulations numériques aux-
quelles comparer nos données existent. De telles comparaisons ont déjà été faites [47].
Même si notre précision en champ ne nous permet pas d’apporter aux théoriciens plus
d’informations qu’ils n’en ont déjà concernant les résonances les plus utilisées, pointer
expérimentalement plusieurs résonances bien connues nous permettrait d’obtenir une ca-
libration plus précise du champ magnétique dipolaire créé par nos bobines. Par ailleurs,
grâce au protocole de tri mis en place pour faciliter l’évaporation, nous pouvons préparer
divers mélanges de spins dans le piège optique et ainsi étudier les résonances de Feshbach
dans ces mélanges.
Afin de fixer les idées dès à présent, on parlera d’une part de résonance en onde s, p, d,
etc... en fonction du moment orbital l (l = 0, 1, 2, etc...) de l’état lié moléculaire impliqué
dans le processus de collision. D’autre part, pour désigner le type d’onde dans lequel se
trouvent les atomes entrant en collision, on parlera de collision en onde s, p, d, etc... Ainsi,
toutes les résonances présentées sur la figure 2.4 sont des résonances en onde s impliquant
des collisions en onde s.
Dans ce chapitre, nous présenterons le protocole expérimental permettant de réaliser divers
mélanges de spins et nous nous intéresserons à la comparaison entre données expérimen-
tales et simulations numériques pour deux d’entre eux. Dans ces mélanges, des résonances
en onde p ainsi qu’une résonance en onde d ont été observées. Cette dernière sera analysée
de façon plus détaillée.



Chapitre 3. Observation expérimentale de nouvelles résonances de Feshbach pour le 39K

3.1 Résonances en onde p pour des mélanges de spins

Si les résonances en onde s faisant intervenir des collisions en onde s pour l’état
fondamental |F = 1〉 du 39K ont été observées et caractérisées expérimentalement [47], ce
n’est pas le cas des résonances faisant intervenir deux états de spin différents. Ces dernières
ne peuvent être observées que dans des mélanges de spins. En revenant sur le protocole de
tri précédant la phase d’évaporation, différents mélanges de spins peuvent être produits
dans notre expérience. Dans la suite, nous en détaillerons deux qui nous permettront
notamment d’observer expérimentalement pour la première fois des résonances en onde p
pour le 39K.

3.1.1 Retour sur le tri : mélanges de spins

Les atomes sont pompés en fin de mélasses dans l’état fondamental |F = 1〉 de la même
façon que celle détaillée dans la section 2.3.1. Le piège optique large est ensuite chargé.

Production d’un échantillon quasi-pur

Nous obtenons un échantillon parfaitement pur avec 100% des atomes dans le sous-état
|mF = −1〉 grâce à la méthode de tri présentée dans la section 2.3.2. Par ailleurs, on a
montré qu’en modifiant légèrement le protocole expérimental (section 2.6.4) il est possible
d’obtenir des proportions différentes pour les trois sous-états Zeeman dans le nuage. La
configuration optimale pour produire le condensat de Bose Einstein correspond à un
mélange contenant 90% d’atomes dans |mF = −1〉 et 10% dans |mF = 0〉. Cet échantillon
quasi-pur constitue le premier mélange utilisé pour l’étude des résonances qui suit.

Production d’un mélange parfait

On a également montré qu’il y a dans le piège optique avant le tri environ 1
3
de chacun

des trois sous états de spin considérés (voir figure 2.7). Ainsi, si les atomes sont transférés
directement dans le piège confinant sans passer par l’étape de tri, on dispose d’un nuage
contenant en proportions égales tous les sous états Zeeman de l’état |F = 1〉. Ce second
type de mélange, étudié dans la suite, est appelé mélange parfait.

3.1.2 Comparaison aux simulations numériques

Pour les études présentées dans ce chapitre, nous avons travaillé en collaboration avec
Andrea Simoni qui nous a notamment fourni des courbes issues de simulations numériques.
Elles nous permettent de pointer théoriquement les résonances de Feshbach du 39K dans
les cas qui nous intéressent.

Protocole expérimental

Après préparation du mélange que l’on souhaite étudier dans le piège croisé, on pro-
cède à l’évaporation à un champ magnétique B jusqu’à obtenir un nuage froid mais non
condensé. Ce protocole expérimental est répété pour B variable.
Dans le cas du mélange parfait, le champ magnétique est varié entre 363 Gauss et
415 Gauss, puis entre 440 Gauss et 500 Gauss environ. Pour l’échantillon quasi-pur, le
champ magnétique est varié entre 380 Gauss et 415 Gauss, entre 440 Gauss et 500 Gauss,
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3.1. Résonances en onde p pour des mélanges de spins

et enfin entre 540 Gauss et 580 Gauss. Ces plages d’étude ont été choisies en fonction
de la position des résonances en onde s impliquant des collisions en onde s connues. Les
résultats expérimentaux sont rassemblés sur les courbes présentées sur la figure 3.1. La
calibration utilisée ici pour calculer le champ Feshbach produit en fonction du courant
circulant dans les bobines est de 7, 72± 0, 02 Gauss.A−1. Nous reviendrons dans la suite
sur l’obtention de cette calibration.

Signature expérimentale et lien avec la section efficace de collision élastique

Expérimentalement, la position d’une résonance de Feshbach se traduit par une perte
d’atomes. En effet, lorsque la longueur de diffusion a diverge pour B ∼ B0, la section
efficace de collision passe par un maximum. Les pertes, qu’elles soient à deux ou à trois
corps, augmentent, donnant lieu à une diminution du nombre d’atomes dans le nuage.
Les données expérimentales étudiées réprésentent donc, en gris sur la figure 3.1, le nombre
d’atomes dans l’échantillon en fonction du champ magnétique homogène produit par les
bobines. Les simulations numériques auxquelles les données sont comparées, en rouge sur
la figure 3.1, représentent la section efficace de collision élastique σel. Il faudra donc mettre
en correspondance les minima du nombre d’atomes avec des maxima de σel.
Comme précisé sur la figure 3.1, chacun des graphes théoriques correspond à un type de
collision. Nous disposons des simulations numériques pour toutes les résonances en onde
s faisant intervenir des collisions en onde s, ainsi que pour toutes les résonances en onde
p faisant intervenir des collisions en onde p. Les graphes présentés sur la figure 3.1 sont
ceux utiles à l’analyse des données expérimentales. Chacune des résonances de Feshbach
observée expérimentalement doit correspondre à au moins un maximum de σel pour un
type de collision faisant intervenir les états de spins présents dans le mélange considéré.

Observations et conséquences

Tout d’abord, en s’intéressant aux résonances en onde s, qui résultent de processus de
collision entre deux états de spins identiques, on observe des résonances déjà vues expéri-
mentalement [47]. Dans le cas du mélange parfait on observe les résonances en onde s pour
l’état |F = 1,mF = 0〉 prévues à 471 Gauss et 490 Gauss. Pour l’échantillon quasi-pur,
on observe la résonance en onde s pour l’état |F = 1,mF = −1〉 prévue à 560, 7 Gauss.
C’est au voisinage de cette résonance que l’évaporation est réalisée.
L’étude de mélanges de spin nous permet également d’observer des résonances en onde p,
qui résultent de processus de collision en onde p entre deux états de spin différents. Dans le
mélange parfait, les pertes observées vers 378 Gauss sont attribuées à la résonance en onde
p entre les états |F = 1,mF = 1〉 et |F = 1,mF = 0〉 prévue à 379 Gauss. Le minimum
d’atomes observé à 456, 5 Gauss peut quant à lui être attribué à des pertes liées à deux ré-
sonances en onde p distinctes : l’une entre les états |F = 1,mF = 0〉 et |F = 1,mF = −1〉
prévue à 458 Gauss ; l’autre entre les états |F = 1,mF = 1〉 et |F = 1,mF = −1〉 pré-
vue à 455 Gauss. En ce qui concerne l’étude de l’échantillon quasi-pur, on observe des
pertes à 458 Gauss qu’on attribue à la présence de la résonance en onde p entre les états
|F = 1,mF = 0〉 et |F = 1,mF = −1〉 prévue à 458 Gauss. On devine également une baisse
du nombre d’atomes vers 481 Gauss qui correspondrait à une autre résonance en onde p
entre ces mêmes états, prévue à 481, 7 Gauss.
Nous travaillons ici à température relativement élevée (de l’ordre de quelques dizaines
de micro-kelvin), ainsi notre capacité à produire des mélanges de spin nous a permis de
distinguer plusieurs résonances en onde p pour le 39K, déjà prévues théoriquement mais
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Figure 3.1 – Comparaison de données expérimentales montrant les pertes d’atomes en
fonction du champ magnétique et de simulations théoriques donnant la section efficace de
collision élastique pour les champs correspondants.70
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jamais observées expérimentalement jusqu’à présent. En effet, pour des raisons de symé-
trie de la fonction d’onde, les résonances en onde p ne peuvent avoir lieu qu’entre deux
états de spin différents. Par ailleurs, la présence dans ce cas de la barrière centrifuge dans
l’expression du potentiel d’interaction (voir section 2.1) entraîne la nécessité de travailler
à relativement haute température. Les atomes doivent avoir assez d’énergie pour passer
cette barrière (par effet tunnel par exemple) et entrer en résonance avec l’état lié dans le
potentiel moléculaire.

Retour sur la calibration du champ

Afin de calibrer au mieux le champ magnétique dipolaire produit par les bobines, nous
nous baserons sur la résonance de Feshbach fine en onde s pour les atomes dans l’état
|mF = 0〉 prévue théoriquement à 490 Gauss. Sur la figure 3.1 le maximum de pertes est
obtenu pour un courant I = 63, 5 A circulant dans les bobines. Expérimentalement, le
courant est au mieux contrôlé à 0, 1 A près. Nous déduisons de cette mesure la calibration
du champ utilisée (7, 72± 0, 02 Gauss.A−1).
Il est important de connaître avec précision le champ magnétique Feshbach produit dans
l’expérience. En effet, la précision sur la longueur de diffusion est directement reliée à celle
sur le champ magnétique. Connaître a aussi précisément que possible sera par exemple
important lorsqu’il s’agira d’utiliser notre contrôle sur les interactions pour calibrer une
autre grandeur physique dans l’expérience, comme le nombre d’atomes (voir section 4.2).
Les études impliquant le contrôle des interactions seront effectuées autour de 500 Gauss
(i.e. autour du zéro de la longueur de diffusion). Notre précision en champ magnétique est
alors ∼ 1, 3 Gauss et on peut montrer que la longueur de diffusion est connue à 0, 6× a0

près.

Résonance inconnue ?

Revenons sur le cas de l’échantillon quasi-pur : les données expérimentales présentées
sur la figure 3.1 montrent une perte d’atomes importante (comparée aux autres résonances
déjà discutées) vers 395 Gauss. Cette résonance ne correspond à aucune résonance en onde
s ou en onde p prévue par les simulations numériques.
Par ailleurs, nous avons observé qu’elle est visible de la même façon dans un échantillon
parfaitement pur ne contenant que des atomes dans l’état |F = 1,mF = −1〉. Après vé-
rification auprès d’Andrea Simoni, en charge des simulations numériques présentées dans
cette section, nous pouvons dire que la résonance observée vers 395 Gauss est une réso-
nance en onde d pour l’état |F = 1,mF = −1〉.
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Grâce à un protocole expérimental nous permettant de produire des
mélanges de spins à des températures de plusieurs dizaines de micro-
kelvins, nous avons observés des résonances en onde p ainsi qu’une
résonance en onde d, uniquement prévues théoriquement jusqu’à pré-
sent. Par ailleurs, notre bonne connaissance du champ magnétique
homogène produit par nos bobines (7, 72 ± 0, 02 Gauss.A−1) nous
permettra par la suite de déterminer avec précision la longueur de
diffusion a dans le nuage. Enfin, si nous nous sommes servis ici de mé-
langes connus pour pointer les résonances de Feshbach, l’inverse peut
aussi être envisagé : l’étude des résonances de Feshbach visibles ex-
périmentalement peut permettre de caractériser la composition d’un
mélange de spins.
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3.2 Étude d’une résonance en onde d

La résonance en onde d observée expérimentalement vers 395 Gauss pour des atomes
dans l’état |F = 1,mF = −1〉 est la première résonance de ce type observée pour le 39K.
Les prises de données ont révélées une dépendance asymétrique des pertes en fonction du
champ magnétique ainsi qu’une dépendance de la largeur des pertes avec la température.
Ces observations, détaillées plus loin dans cette section, nous ont incité à caractériser plus
précisément cette nouvelle résonance.
Les étapes d’analyse détaillées ici suivent le cheminement utilisé pour l’étude d’une ré-
sonance dans le chrome [49] en raison des similitudes dans les comportements observés.
Cependant, les résultats et interprétations obtenus dans notre cas ne sont pas à comparer
avec ceux obtenus pour le 52Cr. En effet, il s’agit de deux types de résonance différents
puisque la résonance étudiée dans le chrome est une résonance en onde s, mettant en jeu
des processus de collisions en onde d.
Dans cette section, on détaillera le protocole expérimental mis en place pour l’étude de
la résonance observée à 395 Gauss, puis on étudiera le type de pertes mis en jeu ainsi que
l’évolution, avec la température du nuage, de la dépendance en champ magnétique du
taux de pertes mesuré. Ces études nous permettront de comprendre la forme des pertes
observées et de déterminer les processus de collisions mis en jeu dans notre cas.

3.2.1 Protocole expérimental

On prépare l’échantillon dans le piège croisé de la même façon que pour créer le
condensat optimisé (voir section 2.6.4). On est dans le cas de l’échantillon quasi-pur
pour lequel la résonance en onde d étudiée ici a été observée. On procède alors au début
de l’évaporation au voisinage de la résonance en onde s habituelle (champ utilisé pour
l’évaporation : 550, 6 Gauss). Le processus évaporatif est stoppé au bout d’un certain
temps, dépendant de la température que l’on souhaite obtenir pour le gaz. On change
ensuite le champ magnétique afin de se rapprocher de la zone où se trouve la résonance
étudiée. En effet, on ne peut pas changer le champ rapidement et de façon précise si le
changement est trop important. On se place ainsi à 408 Gauss, d’où l’on pourra scanner
le champ magnétique précisément entre 408 Gauss et 392 Gauss.
On peut ainsi, pour plusieurs températures du nuage atomique, étudier la résonance en
onde d observée vers 395 Gauss. La figure 3.3 montre la forme de ces pertes. On peut déjà
mentionner à ce stade que les pertes ont une forme asymétrique dont la largeur augmente
avec la température du nuage. Les différentes températures mentionnées sont obtenues
pour des échantillons dans différents piège croisés. Pour les expériences présentées dans
la suite, les échantillons étudiés sont, pour chaque température, toujours obtenus de la
même façon dans un piège croisé donné. Nous avons donc résumé dans le tableau 3.2 les
caractéristiques des 5 types d’échantillons utilisés pour les analyses détaillées dans la suite.
Le code couleur utilisé sera toujours le même et est également indiqué dans le tableau
récapitulatif.

3.2.2 Pertes à trois corps

Pour commencer, on souhaite caractériser le type de pertes en jeu. Pour ce faire, on
étudie la décroissance du nombre d’atomes à la résonance. Pour les champs magnétiques
où les pertes sont maximum, on observe typiquement l’évolution présentée sur la figure
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T (µK) n (×1020 m−3) f⊥ (Hz) f‖ (Hz) Couleur utilisée
10 5, 48 2515 162 Orange
22 3, 18 3130 140 Vert
70 1, 67 5300 130 Bleu clair
140 1, 06 7500 138 Bleu foncé
180 1, 01 8660 154 Rouge

Figure 3.2 – Tableau récapitulatif des paramètres physiques des différents échantillons
étudiés, donnant la température T et la densité maximale n de chaque nuage ainsi que
les fréquences radiale f⊥ et longitudinale f‖ du piège croisé dans lequel ils sont produits.
Pour finir, les couleurs utilisées sur les différentes figures pour représenter les données
prises pour chaque type d’échantillon sont listées.

Figure 3.3 – Forme des pertes : on représente le nombre d’atomes (normalisé à la valeur
obtenue pour le premier point du scan du champ magnétique) en fonction du champ
magnétique. Les différentes courbes correspondent à différentes températures du nuage
(voir tableau 3.2). La température donnée pour chaque courbe correspond à celle mesurée
en dehors du maximum de pertes. Elle augmente d’environ 20% à l’endroit du maximum
de pertes. Le maximum de pertes semble se situer entre 394 et 395 Gauss.

3.4, qui semble mieux ajustée par un modèle de pertes à trois corps que par un modèle
de pertes à deux corps. Confirmons cette impression par une étude plus précise de la
décroissance.

En toute généralité, il faudrait prendre en compte tous les types de pertes : pertes
à un corps, caractérisées par un coefficient de pertes Γ1, pertes à deux corps avec un
taux de pertes K2 et enfin pertes à trois corps caractérisées par K3. Afin de simplifier le
raisonnement, nous supposerons n’avoir à prendre en compte ici que des pertes à deux
ou trois corps, en plus des pertes à un corps caractéristiques du vide dans la chambre de
science. Nous faisons également l’hypothèse à ce stade que le type de pertes dominant reste
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Figure 3.4 – Décroissance du nombre d’atomes à la résonance (394 Gauss ici) pour
un nuage à 140 µK. Les données expérimentales sont les points noirs. La courbe bleue
correspond à un ajustement par la fonction 3.8. La courbe en pointillés rouge correspond
à un ajustement par une fonction de pertes à deux corps.

le même quelques soient le champ magnétique et la température utilisés. Ces hypothèses
seront discutées à posteriori.

Taux de pertes à un corps Γ1

Afin de mesurer le taux de pertes à 1 corps dans notre expérience, on prépare un
échantillon pur (ne contenant que des atomes dans |F = 1,mF = −1〉) dans le piège croisé
à une température d’environ 140 µK. On se place ensuite à 425 Gauss, ce qui correspond
à un champ magnétique loin de toute résonance pour l’état de spin considéré. On étudie
le système ainsi produit pour des temps de vie longs afin de pouvoir considérer le nuage
comme dilué et ainsi de n’avoir à prendre en compte que des pertes à un corps.
La figure 3.5 montre la décroissance du nombre d’atomes dans le nuage au cours du temps.
Son allure exponentiellement décroissante confirme que seules les pertes à un corps sont
à prendre en compte.

On ajuste les données expérimentales de la figure 3.5 par la fonction N(t) = N0e
−Γ1t

où Γ1 est le taux de pertes à 1 corps. On extrait Γ1 = 0, 023 s−1, valeur que nous utiliserons
dans la suite.

Détermination de l’ordre des pertes

Connaissant le taux de pertes à un corps Γ1 dans notre expérience, on peut utiliser le
modèle suivant :

dn

dt
= −Γ1n−Kpn

p (3.1)
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Figure 3.5 – Décroissance du nombre d’atomes au cours du temps dans un gaz sans
interaction. La courbe rose correspond à l’ajustement par une fonction de décroissance
exponentielle faisant intervenir le taux de pertes à un corps Γ1. On extrait finalement
Γ1 = 0, 023 s−1.

où n est la densité, p l’ordre des pertes qui dominent et Kp le taux de pertes correspondant.
Afin d’analyser nos données, il est plus pratique d’étudier les pertes en fonction de la
variable nombre d’atomes N .
Supposons une distribution thermique gaussienne, la densité s’écrit alors :

n(r) =
n0

π
3
2

e
− x2

2σ2x e
− y2

2σ2y e
− z2

2σ2z (3.2)

où σx,y,z sont les tailles RMS dans les trois directions de l’espace et où la densité au centre
n0 s’écrit :

n0 =
N

2
3
2σxσyσz

(3.3)

avec N le nombre d’atomes.
En intégrant dans l’espace l’équation 3.2 on obtient :

1

N

dN

dt
+ Γ1 = −βpNp−1 (3.4)

avec :
βp =

Kp

p
3
2

[
(2π)

3
2σxσyσz

]p−1 (3.5)

où il a été supposé que Kp ne dépend pas de la densité n. On définit alors :

ξ = log

(
− 1

N

dN

dt
− Γ1

)
= log(βp) + (p− 1) log(N) (3.6)

Si on trace ξ en fonction de log(N) pour les décroissances expérimentales obtenues, on
doit obtenir une droite dont la pente correspond à l’ordre des pertes p diminué de 1. C’est
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ce qui est représenté sur la figure 3.6. Les pertes en jeu sont bien des pertes à trois corps.
Précisons que si nous avions dû prendre en compte en plus des pertes à deux corps, la
pente trouvée aurait été intermédiaire entre p = 2 et p = 3. L’approximation consistant à
ne considérer qu’un seul type de pertes en plus des pertes à un corps semble donc valable
à posteriori pour le champ considéré ici (394 Gauss).
Notons que dN

dt
est pris égal à la pente de la tangente à la courbe expérimentale en

chaque point. L’utilisation de cette méthode peu précise explique la dispersion des points
expérimentaux présentés sur la figure 3.6.

Figure 3.6 – Tracé de ξ définit par l’équation 3.6 en fonction de Log(N). La pente de la
droite obtenue correspond à l’ordre p des pertes diminué de 1. On a décalé chaque courbe
d’une certain ξ0(T ) afin de les superposer entre elles et ainsi mieux voir l’allure générale.
On observe une pente de 2, soit des pertes à trois corps (p = 3). Ce type d’observations
reprend ce qui a été fait dans [49].

Extraction du taux de pertes à trois corps

Afin d’extraire le taux de pertes à trois corps K3 des données expérimentales, on résout
l’équation différentielle suivante :

1

N

dN

dt
+ Γ1 = −β3N

2 (3.7)

en prenant N0 le nombre d’atomes initial. On peut ajuster les courbes de décroissance
obtenues expérimentalement par la fonction :

N(t) =

 Γ1

−β3 +
(
β3 + Γ1

N2
0

)
exp(2Γ1t)

 1
2

(3.8)
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Figure 3.7 – Taux de perte à trois corps K3 en fonction du champ magnétique pour
plusieurs températures de l’échantillon. Le code couleur utilisé est celui détaillé dans le
tableau 3.2.

et ainsi extraire pour chacune le coefficient β3. Ce dernier est relié au taux de pertes à
trois corps par la relation :

K3 = 3
3
2β3

(
kBT

2πm

)3
1

f̄ 6
(3.9)

avec f̄ = 3
√
f 2
⊥f‖ la fréquence moyenne du piège optique utilisé. La fréquence radiale est

toujours donnée par le FORT 2. La fréquence longitudinale quant à elle est donnée par la
somme pondérée des deux pièges en fonction de leurs puissances respectives. Partant du
principe que les deux pièges sont bien connus, on peut déterminer la fréquence longitudi-
nale ressentie par les atomes dans un piège croisé donné. La figure 3.7 montre le taux de
pertes à trois corps en fonction du champ magnétique, pour différentes températures du
nuage.

Évolution de K3(B, T )

La plupart des résonances de Feshbach utilisées expérimentalement sont des résonances
larges en onde s faisant intervenir des collisions en onde s. Dans ce cas, le taux de pertes
doit diminuer quand la température du nuage augmente et sa largeur en champ magné-
tique, donnée par la largeur de la résonance, est constante. Ce n’est pas ce qu’on observe
sur la figure 3.7. Afin de mieux comprendre les processus en jeu dans le cas de la résonance
étudiée ici, nous nous attarderons dans la suite sur l’étude des caractéristiques du taux
de pertes à trois corps : l’évolution asymétrique de K3, la dépendance de la largeur de la
courbe avec la température et enfin la dépendance de K3,max avec T .
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3.2. Étude d’une résonance en onde d

3.2.3 Modèle général : un processus en deux étapes

Afin d’interpréter les données expérimentales obtenues, nous utiliserons le modèle dé-
veloppé dans [50] et déjà utilisé dans [51, 49] pour expliquer les pertes observées au
voisinage d’une résonance de Feshbach respectivement dans le 87Rb et le 52Cr. Ce modèle
fait intervenir deux étapes distinctes dans le processus de collision entre trois atomes du
gaz.
Dans la première, deux atomes entrent en collision et sont couplés à un état lié du potentiel
moléculaire au voisinage d’une résonance de Feshbach :

K + K↔ K2(m) (3.10)

Cette étape est caractérisée par la largeur de résonance, notée Γm, dont la dépendance en
fonction de l’énergie de collision ε est donnée dans le régime de Wigner par :

~Γm(ε) = ~Alε(2l+1)/2 (3.11)

où l traduit le moment cinétique des atomes entrant en collision.
La deuxième étape du processus correspond à la collision exoénergétique d’un troisième
atome avec la molécule précédemment formée. Cette dernière se retrouve alors dans un
niveau d’énergie rovibrationnel plus bas ; elle constitue un état plus fortement lié.

K2(m) + K→ K2(d) + K (3.12)

Ce processus de désactivation de la molécule est caractérisé par le taux de désactivation
Γd qui correspond au taux de collision dans le gaz entre une molécule formée par 3.10 et
un atome. Il est donc proportionnel à la densité du gaz ainsi qu’à la vitesse des particules.
Dans la suite, la largeur en énergie caractérisant ce second processus pourra donc être
écrite :

~Γd(n, T ) = ~Cn
√

kBT (3.13)

La somme de ces deux processus conduit à la perte de trois atomes du gaz. Cependant,
l’évolution de la densité du gaz peut faire apparaître des pertes à 2 ou 3 corps en fonction
des temps caractéristiques des deux processus mis en jeu. Dans le cas où Γm � Γd, le
processus limitant est la formation de la molécule lors de la première étape. Une fois
celle-ci formée, la désactivation est en quelque sorte automatique. L’évolution de n(t) est
alors caractéristique de pertes à deux corps [49]. A l’inverse, lorsque Γm � Γd, il faut
attendre la venue du troisième atome pour observer des pertes. Dans ce cas des pertes à
trois corps sont observées [51].

Expression générale de K3(n, T, ε0)

Pour décrire les pertes à trois corps dans le cadre du modèle considéré, on utilise
l’expression de la section efficace de collision de Breit-Wigner [52] :

σ(k) =
π

k2

~2Γm(ε)Γd(n, T )

(ε− ε0)2 + ~2
4

(Γm(ε) + Γd(n, T ))2
=

π

k2
|S(ε, n, T )|2 (3.14)

où k est le vecteur d’onde lié à l’énergie de collision par la relation ε = ~2k2
2µ

avec µ la
masse réduite du système formé par deux atomes, et où ε0 traduit l’écart en énergie à
la résonance en fonction du champ magnétique homogène B appliqué aux atomes. Dans
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Chapitre 3. Observation expérimentale de nouvelles résonances de Feshbach pour le 39K

notre cas ε0 ' 0, 8µB(B−B0) où µB est le magnéton de Bohr et B0 le champ correspondant
à la résonance de Feshbach étudiée. Le coefficient multiplicatif égal à 0, 8 est obtenu grâce
aux simulations numériques d’A. Simoni. Précisons que la limite unitaire est prise en
compte dans l’expression 3.14 de la section efficace de collision via le facteur π

k2
.

Afin de déterminer une expression générale pour le coefficient de pertes à trois corps,
considérons l’équation suivante :

dn

dt
= −3(nσ(k)v)n = −K3(k)n3 (3.15)

où v est reliée à l’énergie de collision par v =
√

2ε
µ
. L’expérience nous permet de mesurer

la valeur moyenne sur la distribution thermique K3(T ). Ainsi, à partir de 3.15 on écrit :

K3(T, n, ε0) =

∫
dε

(
3σ(ε)

n

√
2ε

µ

)
f(ε) (3.16)

où on suppose une distribution de Maxwell pour les énergies de collision dans un gaz à la
température T :

f(ε) =

(
1

2πkBT

) 3
2

4π
√

2ε exp

(
− ε

kBT

)
(3.17)

On obtient finalement :

K3(T, n, ε0) =
3

2πn~

(
2π~2

µkBT

) 3
2
∫
dε|S(ε, n, T )|2 exp

(
− ε

kBT

)
(3.18)

L’intégrale de l’équation précédente, notée I(T, n, ε0) peut se réécrire de la façon suivante :

I(T, n, ε0) = 2π~
∫
dε

Γm(ε)Γd(n, T )

Γm(ε) + Γd(n, T )

κ/π

(ε− ε0)2 + κ2
exp

(
− ε

kBT

)
(3.19)

où κ = ~
2
(Γm(ε) + Γd(n, T )). Dans le cas où la largeur de l’exponentielle, donnée ici par

kBT , est grande devant la largeur de la Lorentzienne, donnée par κ, cette dernière peut
être approximée par une distribution de Dirac δ(ε − ε0). Dans notre cas, la résonance
étudiée est une résonance fine. Ceci se traduit par ~(Γm + Γd) � kBT . L’approximation
est donc valable et le coefficient K3 s’écrit finalement :

K3(T, n, ε0) =
3

kBT

(
2π~2

µ

) 3
2 AlCε

(2l+1)/2
0

Alε
(2l+1)/2
0 + Cn

√
kBT

exp

(
− ε0
kBT

)
(3.20)

Dans le cas où Γm � Γd le coefficient K3 donné par la formule précédente ne dépend plus
de la densité n. Il traduit alors effectivement des pertes à trois corps. En revanche, dans
le cas inverse, ce coefficient dépend de la densité de telle sorte qu’on peut faire apparaître
un coefficient K2,eff , indépendant de n : K3(T, n, ε0) =

K2,eff (T,ε0)

n
. Finalement l’équation

3.15 se réécrit dn
dt

= −K2,effn
2, caractéristique de pertes à deux corps.

Nous verrons dans la suite qu’en changeant le champ magnétique autour de la résonance à
394 Gauss nous passerons d’un régime à l’autre. Il sera donc nécessaire pour comprendre
les données présentées sur la figure 3.7 de prendre en compte à la fois Γm et Γd.
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T~120 µK

T~70 µK

T~200 µK

ε/kB

f(ε)

Figure 3.8 – Distribution de Maxwell des énergies de collision dans un gaz à la tempé-
rature T , pour différentes valeurs de T . La largeur de chaque distribution est donnée par
kBT .

3.2.4 Résonance fine : conséquences

La largeur en champ magnétique des pertes (figure 3.3) ainsi que celle du taux de
pertes K3 (figure 3.7) augmente avec la température T du nuage. Par ailleurs, ces courbes
ont toutes une forme asymétrique. Ces deux points peuvent être compris aisément, de
façon qualitative, en s’intéressant au fait que la résonance considérée est fine. En effet,
le couplage avec l’état lié du potentiel moléculaire n’est fort que pour une petite gamme
d’énergies de collision de l’ordre de quelques dizaines de nK de large, d’après les simu-
lations théoriques d’Andrea Simoni. Cette finesse de la résonance est représentée par la
fonction en orange sur la figure 3.9.
La distribution des énergies de collision est donnée par l’équation 3.17 et est représentée
pour différentes températures du gaz sur la figure 3.8. Sa largeur, donnée par kBT , est
donc grande pour nos échantillons devant la largeur de la résonance.

Ainsi, sur la figure 3.9, on comprend que lorsque le champ magnétique est varié au
voisinage de la résonance de Feshbach, le couplage décrit la distribution des énergies de
collision. Les pertes résultantes, ainsi que le coefficient les caractérisant, suivent donc la
même dépendance que cette distribution avec la température du gaz.

3.2.5 Quels processus de collision en jeu ?

Si la forme des pertes ainsi que l’évolution en fonction de la température de la largeur
de la courbe donnant K3 peuvent être expliquées grâce à la distribution des énergies de
collision, il faut s’intéresser aux processus de collision en jeu pour comprendre l’évolution
du maximum de K3 en fonction de T .

Modèle théorique

Habituellement, seules les collisions en onde s sont prises en compte à basse tempéra-
ture. Dans le cas considéré les collisions d’ordre directement supérieur à prendre en compte
seraient des collisions en onde d. Le modèle simple présenté dans 2.1 permet d’estimer
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Figure 3.9 – Explication qualitative de l’évolution, en fonction de la température, de
la largeur de K3(T, n, ε0). La courbe fine orange représente la plage d’énergies de colli-
sion pour lesquelles les atomes entrant sont efficacement couplés à l’état lié moléculaire.
Lorsque le champ magnétique change, la distribution des énergies de collision f(ε), dont
la largeur est donnée par la température du gaz, est décrite.

l’énergie minimum de collision Emin,d ∼ kB × 1, 7 mK que les atomes doivent avoir pour
collisioner dans l’onde d. Il semble donc raisonnable, en première approximation, de ne
considérer que les processus de collision en onde s. Dans ce cas, la formule 3.20 devient :

K3,s(T, n, ε0) =
3

kBT

(
2π~2

µ

) 3
2 A0C

√
ε0

A0
√
ε0 + Cn

√
kBT

exp

(
− ε0
kBT

)
(3.21)

mais ne permet pas d’expliquer nos résultats expérimentaux. En effet, dans ce cas le maxi-
mum de pertes augmente lorsque la température diminue.
En allant au delà du modèle simple permettant d’estimer l’amplitude de la barrière cen-
trifuge dans le potentiel d’interaction, l’amplitude de probabilité pour les atomes de colli-
sioner en onde d est faible mais non nulle (en prenant en compte l’effet tunnel à travers la
barrière par exemple). Pour un processus impliquant des collisions en onde d, le coefficient
K3,d s’écrit :

K3,d(T, n, ε0) =
3

kBT

(
2π~2

µ

) 3
2 A2Cε

5/2
0

A2ε
5/2
0 + Cn

√
kBT

exp

(
− ε0
kBT

)
(3.22)

Nous avons cherché à reproduire les allures observées expérimentalement en faisant varier
les coefficients A2 et C. Le meilleur résultat ainsi obtenu est présenté sur la figure 3.10,
où A2 ∼ 6.1069 s−1.J

−5
2 et C ∼ 0, 025 s−1.m3.J

−1
2 .

On peut également observer l’évolution du rapport Γm/Γd en fonction du champ ma-
gnétique pour les différents différents nuages étudiés (figure 3.11). On observe alors qu’ef-
fectivement, pour que le modèle théorique impliquant des collisions en onde d s’approche
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Champ magnétique (Gauss)

K
3
(T

,n
,B

)

395 400 405 410

5.×10- 39

1.×10- 38

1.5×10- 38

2.×10- 38

2.5×10- 38

3.×10- 38

3.5×10- 38

Figure 3.10 – Courbes donnant l’évolution théorique du K3(T, n,B) en fonction du
champs magnétique, obtenues à partir du modèle 3.22. Les couleurs correspondent à celles
détaillées dans le tableau 3.2. Les valeurs de densité et de température utilisées sont celles
obtenues expérimentalement pour chaque échantillon (voir également 3.2). Les paramètres
inconnus A2 et C ont été ajustés pour s’approcher au mieux des courbes expérimentales
de la figure 3.7.

au mieux des données expérimentales, on ne peut négliger ni Γm ni Γd. Ainsi, Γd semble
dominer très proche de résonance, puis Γm devient du même ordre de grandeur autour du
maximum du coefficient de pertes pour finalement devenir le terme dominant à plus haut
champ magnétique.

Écart entre modèle théorique et résultats expérimentaux

Le modèle théorique présenté ici semble expliquer qualitativement l’évolution des don-
nées expérimentales. Il y a cependant deux différences notables entre théorie et expérience.
Tout d’abord, les maxima atteints sont globalement un peu plus élevés pour le modèle
théorique que dans l’expérience. Aux faibles températures, ceci est probablement en partie
expliqué par notre faible résolution en champ de l’ordre du Gauss. En effet, la largeur des
pertes est d’autant plus faible que la température est faible. Lorsque cette largeur devient
de l’ordre de notre résolution en champ, il n’est pas certain que l’on puisse mesurer le vrai
maximum de K3.
Par ailleurs, le modèle théorique montre un décalage en champ de ce maximum plus im-
portant que celui observé dans l’expérience. Notons de plus que nous n’avons pas ajusté
rigoureusement le modèle aux données mais que nous avons déterminé A2 et C de façon
empirique. A ce stade, nous supposons qu’il est nécessaire d’affiner la mesure du K3. En
effet, lors de l’extraction de ce coefficient à partir des données expérimentales, nous avons
supposé qu’il ne dépendait pas de la densité du nuage (voir 3.2.2). Or d’après le modèle
théorique cette supposition n’est qu’une approximation, en particulier au voisinage du
maximum du coefficient de pertes. Ainsi, pour obtenir un meilleur accord entre modèle
et expérience, il faudrait dès l’analyse des données prendre en compte la dépendance de
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Γm/Γd

Champ magnétique (Gauss)
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Champ magnétique (Gauss)

Γm/Γd

Figure 3.11 – Evolution du ratio Γm
Γd

en fonction du champ magnétique pour les divers
échantillons étudiés (les densités et températures pour chaque échantillon sont listées dans
3.2). Les constantes A2 et B utilisées sont celles déterminées empiriquement pour que le
modèle impliquant des collisions en onde d s’approche au mieux des données expérimen-
tales obtenues. A nouveau, les couleurs utilisées sont celles choisies dans 3.2.

K3 avec n. Ceci implique d’intégrer de façon numérique l’équation :
dn

dt
= −Γ1n−K3,d(T, n, ε0)n3 (3.23)

sur le volume en prenant la densité donnée par 3.2. Nous espérons ainsi obtenir un meilleur
accord entre théorie et expérience.

3.2.6 Quid d’un modèle en une étape avec collision directe à 3
corps ?

Il semble également légitime de se demander si les pertes observées ne peuvent pas
être expliquées par un modèle n’impliquant qu’une seule étape de collision, directement
à trois corps. D’après la littérature [53], pour des collisions en onde d, le coefficient de
pertes à trois corps s’écrit alors :

K3(ε) ∝ ε2 (3.24)
en fonction de l’énergie de collision à trois corps ε. Dans ce cas, le raisonnement utilisé
précédemment pour exprimer le K3 moyen sur la distribution thermique ne peut être
appliqué aussi simplement. Il est nécessaire, comme cela a été fait dans le cas d’un gaz
de Bose à la limite unitaire [54], d’effectuer une intégration plus complexe sur les énergies
de collisions. D’autres arguments plus simples sont cependant à notre disposition pour
discuter de l’application dans notre cas d’un modèle de collision directement à 3 corps.
Il a été établi à la fois théoriquement et expérimentalement [55, 56] qu’à la limite unitaire
le coefficient de pertes à 3 corps s’écrit :

K3,uni ' 36
√

3π2 ~5

m3(kBT )2
(1− e−4η) (3.25)
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où η est un paramètre sans dimension caractérisant la probabilité de formation d’une
molécule. Nous prendrons dans la suite de la discussion le cas extrémal η → ∞ qui
maximise la valeur du K3,uni. En calculant ce coefficient dans notre cas pour T = 140 µK
on obtient K3,uni ∼ 7, 9.10−39 m6.s−1, ce qui est inférieur aux valeurs maximales observées
expérimentalement. Même si dans le cas de collisions en onde d la limite unitaire est
légèrement plus élevée, il est alors raisonnable de supposer que dans le cas de collisions à
3 corps directes, nous travaillons à la limite unitaire. Ceci fait apparaître deux arguments
permettant de justifier que les pertes que nous observons ne rentrent pas dans ce cadre.
Tout d’abord, si nous travaillions à la limite unitaire, la formule 3.25 imposerait que le
maximum de pertes diminue lorsque T 2 augmente. Ce n’est pas ce que nous observons
sur la figure 3.7. Par ailleurs, nous voyons une claire dépendance de la largeur des pertes
en fonction de la température du gaz, ce qui nous placerait plutôt en-dessous de la limite
unitaire. Il y a donc là aussi incompatibilité.
Ainsi, un modèle en une seule étape à trois corps ne semble donc pas convenir pour
expliquer nos résultats.

La résonance en onde d observée dans notre expérience présente des
caractéristiques particulières. En raison de sa finesse de l’ordre de
1 mG, la largeur des pertes dépend directement de la température.
Lorsque le champ magnétique est balayé au voisinage de la résonance
c’est la distribution des énergies de collision qui est décrite.
Par ailleurs, afin d’expliquer l’évolution du maximum du taux de
pertes en fonction de la température, il est nécessaire de prendre en
compte des processus de collision en onde d (et pas seulement en onde
s) et ce dans le cadre d’un modèle en deux étapes de collision à deux
corps (un modèle en une seule étape impliquant directement trois
corps ne s’applique pas). Si le modèle présenté dans cette section
reproduit bien les données expérimentales, on s’aperçoit cependant
que le coefficient de pertes K3 étudié peut dépendre de la densité du
gaz dans la plage de champ magnétique considérée. Nous souhaitons
affiner nos analyses afin de prendre en compte cet aspect et ainsi
améliorer la concordance entre théorie et résultats expérimentaux.
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Chapitre 4

Gaz quantique à interactions
contrôlables

Le contrôle des interactions dans les gaz d’atomes ultra-froids est accessible via l’uti-
lisation de résonances de Feshbach. Le condensat tout optique de 39K créé dans notre
expérience nous permet donc de disposer d’un gaz quantique à interactions variables dont
nous allons étudier le comportement.
L’évaporation, pour être efficace, est effectuée au voisinage de la résonance de Feshbach
pour l’état |F = 1,mF = −1〉 située à 560, 7 Gauss. Cette résonance large nous permet de
contrôler la longueur de diffusion de façon relativement précise sur une grande plage de
valeurs : si l’évaporation est faite avec ∼ 130 a0, on voit sur la figure 4.1 que a est positive
jusqu’à environ 500 Gauss où elle passe par la valeur nulle avant de devenir négative.
On peut expérimentalement passer d’interactions répulsives (a > 0) à des interactions
attractives (a < 0) dans le gaz.
Dans ce chapitre nous nous intéresserons à différents problèmes physique en faisant va-
rier a au voisinage de la résonance de Feshbach en question. Dans le cas des interactions
répulsives, il est intéressant d’étudier l’expansion du condensat de Bose-Einstein dans le
crossover dimensionnel 1D-3D. Cette étude nous permet notamment de calibrer le nombre
d’atomes dans l’expérience. Enfin, dans le cas a < 0, des solitons brillants peuvent être
formés dans un piège unidimensionnel.

a (a0)

B (G)

mF=1 mF=0 mF=-1

Figure 4.1 – Résonances en onde s pour l’état fondamental |F = 1〉 du 39K.



Chapitre 4. Gaz quantique à interactions contrôlables

4.1 Approche de Gross-Pitaevskii

Dans cette section, nous poserons les bases théoriques permettant de comprendre la
physique présentée dans les deux sections suivantes. En effet, dans le cadre de l’approche
de Gross-Pitaevskii, nous verrons qu’en se limitant au cas unidimensionnel, l’écriture de la
fonctionnelle d’énergie permet de comprendre la formation de solitons brillants. D’autre
part, moyennant certaines approximations, on pourra dériver de la version tridimension-
nelle une expression du potentiel chimique µ valable dans le crossover 1D-3D.

4.1.1 Modèle utilisé

On se place dans toute la suite à basse température (T � TC), en interactions faibles.
En d’autres termes, on peut considérer que tous les N atomes du nuage sont dans un seul
mode |φ〉, le mode du condensat. Dans ce cas, l’action de l’opérateur champ sur le nuage
s’écrit :

Ψ̂(~r) |N〉 ' ϕ(~r) |N〉 (4.1)

où ϕ(~r) est la fonction d’onde du condensat. La condition de normalisation :∫
d3r|ϕ(~r)|2 = N (4.2)

entraîne que |ϕ(~r)|2 n’est autre que la densité du gaz n(~r). On peut alors écrire la fonction
d’onde du condensat de la façon suivante :

ϕ(~r) =
√
n(~r)eiθ (4.3)

4.1.2 Fonctionnelle d’énergie

On souhaite écrire la fonctionnelle d’énergie décrivant le système considéré. On suppose
que les interactions entre atomes du gaz sont à courte portée. Le potentiel d’interactions
s’écrit dans ce cas :

Vint(~r) ∼
4π~2a

m
δ(~r) = gδ(~r) (4.4)

où m est la masse d’un atome, a la longueur de diffusion et g la constante d’interac-
tions. A partir du Hamiltonien modèle en seconde quantification, on peut alors écrire la
fonctionnelle d’énergie de la façon suivante :

E(ϕ) =

∫
d3~r

{
~2

2m
|~∇ϕ(~r)|2 + Vext(~r)|ϕ(~r)|2 +

g

2
|ϕ(~r)|4

}
(4.5)

où Vext(~r) est le potentiel extérieur appliqué au nuage d’atomes. Dans notre cas il s’agira
du potentiel produit par le piège optique.

4.1.3 Equation de Gross-Pitaeskii tridimensionnelle

On utilise une méthode variationnelle, faisant intervenir des multiplicateurs de La-
grange, présentée notamment dans les cours de Claude Cohen-Tannoudji au Collège de
France [57]. En minimisant l’énergie E(ϕ) de l’équation 4.5 on s’assure que l’état majori-
tairement peuplé du gaz est bien l’état fondamental du système. De cette façon, on dérive

88



4.1. Approche de Gross-Pitaevskii

l’équation de Gross-Pitaevskii 3D, analogue à une équation de Schrödinger non linéaire
pour le système considéré :{

− ~2

2m
∆ + Vext(~r) +

4π~2a

m
|ϕ(~r)|2

}
ϕ(~r) = µϕ(~r) (4.6)

où µ est le potentiel chimique du gaz.

4.1.4 Limite unidimensionnelle

Nous aurons également besoin dans la suite de ce chapitre des versions unidimension-
nelles de la fonctionnelle d’énergie et de l’équation de Gross-Pitaevskii.
On se place dans la limite 1D : ω‖ � ω⊥, kBT � ~ω⊥ et |µ−~ω‖| � ~ω⊥, où ω⊥ et ω‖ sont
les pulsations du piège optique utilisé et où T et µ sont respectivement la température et
le potentiel chimique du gaz. Dans ce cas, la fonction d’onde du condensat peut s’écrire :

ϕ(~r) = φ(z)χ(ρ) (4.7)

où φ(z) est la fonction d’onde dans la direction longitudinale du piège et χ(ρ) ' 1√
πl⊥
e
− ρ2

2l2⊥

avec l⊥ =
√

~
mω⊥

la taille de l’oscillateur harmonique dans la direction radiale. Dans ce
cadre, la fonctionnelle d’énergie unidimensionnelle s’écrit :

E1D(φ) = ~ω⊥
∫
dz|φ(z)|2 +

∫
dz

{
~2

2m

∣∣∣∣∂φ∂z
∣∣∣∣2 +

1

2
mω2

‖z
2|φ(z)|2 +

g1D

2
|φ(z)|4

}
(4.8)

avec g1D = gmω⊥
2π~ = 2~aω⊥. Notons également que

∫
dz|φ(z)|2 = N et donc |φ(z)|2 = n1(z)

définit la densité linéique du gaz.
On définit le potentiel chimique local µlocal = µ− 1

2
mω2

‖z
2. A partir de l’équation 4.8, en

négligeant le terme d’énergie cinétique longitudinale devant son pendant dans la direction
radiale, on dérive l’équation de Gross-Pitaevskii unidimensionnelle suivante :{

~ω⊥ + g1D|φ(z)|2
}
φ(z) = µlocal(z)φ(z) (4.9)

Dans le cadre de l’approche de Gross-Piaevskii, on a dérivé dans cette
section les deux principaux ingrédients théoriques qui nous permet-
tront dans la suite de ce chapitre de comprendre la physique en jeu :
la fonctionnelle d’énergie ainsi que l’équation de Gross-Pitaevskii.
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4.2 Interactions répulsives : expansion d’un condensat
dans le crossover dimensionnel 1D-3D

Dans le cas a > 0, il est intéressant d’étudier l’expansion du condensat en fonction des
interactions. En effet, pendant une mesure en temps de vol, l’énergie d’interaction Eint
est convertie en énergie cinétique. L’énergie relâchée Erel s’écrit alors comme la somme
de l’énergie cinétique du gaz Ecin au moment où le piège optique est coupé et de l’énergie
d’interaction.
Nous verrons dans cette section que l’énergie relâchée peut s’écrire en fonction de Na où
N est le nombre d’atomes dans le condensat et a la longueur de diffusion dans le gaz.
L’étude de l’expansion du condensat, connaissant les caractéristiques du piège optique
ainsi que la longueur de diffusion, permet finalement de calibrer le nombre d’atomes dans
l’expérience par une autre méthode que celle utilisée dans la section 2.5.
Dans le cadre de l’approximation de Thomas-Fermi, le terme d’énergie cinétique est négligé
devant celui d’énergie d’interaction. Dans le cas qui nous concerne, à savoir la formation
d’un condensat dans un piège allongé, cette approximation n’est plus justifiée pour les
valeurs du paramètre Na trop basses. On doit alors étudier l’expansion du condensat dans
un régime intermédiaire entre les cas unidimensionnel et tridimensionnel. On parlera de
crossover dimensionnel 1D-3D.

4.2.1 Situation expérimentale : condensat dans un piège allongé

Taille du condensat dans le régime de Thomas-Fermi

Le condensat de 39K étudié est obtenu dans un piège allongé de fréquences ω⊥
2π

= 305 Hz
dans la direction radiale et ω‖

2π
= 24 Hz dans la direction longitudinale. On peut définir le

paramètre ε =
ω‖
ω⊥

qui caractérise l’anisotropie du gaz dans le piège. Il vaut ici ε ' 7, 9.10−2.
Dans le cas où Ecin � Eint, l’approximation de Thomas-Fermi est valable. La taille
du condensat dans chaque direction est alors donnée par le rayon de Thomas-Fermi :
RTF,i = ω̄

ωi
l̄
(

15Na
l̄

) 1
5 où l̄ =

√
~
mω̄

et où ω̄ est la moyenne géométrique des fréquences du
piège. Dans un piège anisotrope l’expansion des rayons de Thomas-Fermi après temps de
vol est donnée par la loi d’échelle [58, 59] :

RTF,⊥(t) = RTF,⊥(0)
√

1 + (ω⊥t)2

RTF,‖(t) ' RTF,‖(0)
{

1 + ε2
[
ω⊥t arctan(ω⊥t)− ln(

√
1 + (ω⊥t)2)

]} (4.10)

où t est le temps de vol et ε le paramètre d’anisotropie définit précédemment. On voit ici
que pour ε � 1, la direction longitudinale du condensat dans le piège ne s’étendra pas
en première approximation. Toute l’énergie est relâchée dans la direction radiale. C’est ce
phénomène qui explique l’inversion d’ellipticité observée après temps de vol sur la figure
2.11. Dans la suite, nous nous intéresserons donc uniquement à l’évolution de la taille
radiale du condensat, c’est-à-dire celle qui est initialement la plus confinée dans le piège
allongé.

Régime 3D dans un piège allongé ou régime 1D?

Afin de choisir le modèle à utiliser pour l’interprétation des données expérimentales,
il est important de déterminer au préalable quelle est la dimension effective du système
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étudié.
Si les interactions entre atomes sont négligeables, l’expansion du condensat est uniquement
déterminée par l’énergie cinétique du gaz. Cette dernière s’écrit alors simplement :

Ecin ∼
~2

2m

1

l2⊥
(4.11)

où l⊥ =
√

~
mω⊥

est la taille typique de l’oscillateur harmonique dans la direction radiale
du piège optique.
En revanche, dans le cas où Ecin � Eint (approximation de Thomas-Fermi), Erel est
uniquement donnée par les interactions entre atomes tel que :

Eint = gn ∼ 4π~2

m

aN

l3⊥
(4.12)

Comparer Ecin et Eint revient donc à comparer l⊥ et Na. Dans le cas l⊥ � Na on peut
effectivement négliger l’énergie cinétique devant l’énergie d’interaction et étudier le gaz
dans l’approximation de Thomas-Fermi pour un condensat 3D dans un piège allongé. Le
cas l⊥ � Na correspond au régime vraiment 1D où l’on peut négliger les interactions
entre atomes dans la direction radiale.
Dans l’expérience, lorsqu’on fait varier le champ entre 555 Gauss et 500 Gauss pour
étudier l’expansion du condensat en fonction des interactions (voir figure 4.2) on fait varier
le paramètre Na entre environ 5.106 × a0 et 0 × a0. Sachant que dans le cas considéré
l⊥ ∼ 1, 8.104×a0, on passe du régime 3D allongé où l’approximation de Thomas-Fermi est
valable à un régime intermédiaire où l’on ne peut plus négliger l’énergie cinétique devant
l’énergie d’interaction.

4.2.2 Évolution dans le crossover dimensionnel : modèle théorique

Afin de comprendre ce qu’on s’attend à obtenir dans chacun des deux régimes limites,
on utilise l’équation de Gross-Pitaevskii (4.6).

Limite 1D

Dans la limite unidimensionnelle du problème l⊥ � Na, dans la direction radiale du
piège considéré, le condensat est uniquement dans l’état fondamental du système, à savoir
l’oscillateur harmonique. L’équation de Gross-Pitaevskii unidimensionnelle 4.9 permet de
dériver l’expression du potentiel chimique local :

µlocal(z) = ~ω⊥ + g1Dn1(z) (4.13)

avec g1D = 2~aω⊥ et où n1 est la densité linéique du gaz dans la direction longitudinale.
On peut ainsi déterminer l’énergie totale E dans ce cas limite en intégrant le potentiel
chimique µ = µlocal(z) + 1

2
mω2

‖z
2 sur le nombre d’atomes du condensat.

Limite 3D

Dans la limite l⊥ � Na on peut négliger le terme d’énergie cinétique dans l’équation
de Gross-Pitaevskii. On a alors :

µlocal(z) =
1

2
mω2

⊥r
2 + gn(~r) (4.14)
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La densité linéique du condensat dans le piège allongé s’écrit par définition n1(z) =∫
d2~rn(~r). On obtient l’intégrale suivante :

n1(z) =
2π

g

∫ ∞
0

rdr

(
µlocal(z)− 1

2
mω2

⊥r
2

)
(4.15)

Par ailleurs le rayon de Thomas-Fermi RTF,⊥ est défini de telle sorte que la densité
du nuage s’annule pour r = RTF,⊥. Le potentiel chimique local s’écrit alors µlocal =
1
2
mω2

⊥R
2
TF,⊥. En calculant l’intégrale de l’équation 4.15 on obtient finalement le lien entre

potentiel chimique local et densité linéique pour un condensat 3D allongé dans le régime
de Thomas-Fermi :

µlocal(z) = 2~ω⊥
√
an1(z) (4.16)

Précisons que dans le cas d’un condensat dans un piège sphérique le potentiel chimique
s’écrit en fonction du paramètre Na (voir par exemple [60]) :

µ =
~ω̄
2

(
15Na

l̄

) 2
5

(4.17)

Régime intermédiaire

Nous l’avons expliqué à priori et nous le constaterons dans le suite expérimentalement :
le régime de Thomas-Fermi ne s’applique pas pour toutes les valeurs de Na utilisées
pour l’étude de l’expansion du condensat en fonction des interactions. Il est nécessaire de
développer un modèle dans le régime intermédiaire où ni l’énergie cinétique ni l’énergie
d’interaction ne sont négligeables.
Considérons la fonctionnelle énergie donnée par l’équation 4.5. Dans l’hypothèse de piège
allongé, valable dans notre expérience, on écrira la densité telle que :

n(~r) = n1(z)|f⊥(r)|2 (4.18)

où dans la direction radiale la densité est décrite par un mode gaussien de taille σ⊥. En
d’autres termes on écrit la fonction f⊥(r) de la façon suivante :

f⊥(r) =
1√
πσ⊥

e
− r2

2σ2⊥ (4.19)

afin de respecter la normalisation N =
∫
d3~rn(~r) =

∫
dzn1(z).

On supposera n1(z) constante sur la portion de piège cylindrique de taille L considérée
(approximation de densité locale). Dans ce cas, on peut finalement écrire l’énergie par
particule :

E(σ⊥)

N
=

1

σ2
⊥

{
~2

2m
+

1

2
mω2

⊥σ
4
⊥ +

gn1

4π

}
(4.20)

On cherche alors la valeur de σ⊥ qui minimise l’énergie par particule. On obtient :

σ⊥ = l⊥(1 + 2an1)
1
4

E

N

∣∣∣∣
min

= ~ω⊥
√

1 + 2an1

(4.21)

où l⊥ est la taille de l’oscillateur harmonique radial.
Par définition µ = ∂E

∂N
. En écrivant n1L = N on retrouve au premier ordre en Na la

formule établie par F. Gerbier dans [61] : µlocal = ~ω⊥
√

1 + 4an1, qui connecte bien les
deux régimes limites. C’est cette formule qui sera utilisée par la suite.
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4.2.3 Expansion du condensat et calibration du nombre d’atomes

On dispose de 3 équations reliant les différentes énergies du systèmes [48] :
E = Ecin + Epot + Eint

µ =
1

N
(Ecin + Epot + 2Eint)

0 = 2Ecin − 2Epot + 3Eint

(4.22)

où Epot est l’énergie potentielle donnée par le piège optique. La deuxième équation provient
de l’intégration de l’équation de Gross-Pitaevskii tridimensionnelle tandis que la troisième
est un théorème du viriel généralisé au cas d’interactions de contact entre atomes. A par-
tir de ce système d’équations couplées nous pouvons écrire Erel = 1

4
(3E − µN). On peut

par ailleurs montrer [60] dans le régime de Thomas-Fermi que E = 5
7
µN d’où finalement

Erel = 2
7
µN .

Connaissant l’expression du potentiel chimique local dans une petite portion cylindrique
du piège de taille l, nous pouvons déterminer par intégration l’énergie E correspondante :
E = l ~ω⊥

6a
(1 + 4an1)

3
2 . En utilisant une approximation de densité locale dans la direction

longitudinale du piège pour déterminer l’évolution de n1(z), on peut déduire de façon
numérique l’énergie relachée dans la direction radiale, dans le cas qui nous intéresse.
Par analogie avec les formules connues donnant l’expansion d’un condensat tridimension-
nel après temps de vol on peut finalement écrire :

RTF,⊥(t) =

√
7Erel
mN

√
1 + (ω⊥t)2 (4.23)

Figure 4.2 – Evolution de la taille transverse du condensat après temps de vol en fonction
de Na. La courbe en traitillés bleue correspond au modèle de Thomas-Fermi tridimen-
sionnel. La courbe noire correspond au modèle 4.23.

Les données présentées sur la figure 4.2 ont été obtenues grâce au protocole expéri-
mental suivant : le condensat de Bose-Einstein est préparé comme présenté dans les deux
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premiers chapitres de ce manuscrit. Après l’évaporation effectuée à ∼ 550 Gauss le champ
magnétique homogène est modifié afin de faire varier la longueur de diffusion a entre 0 et
300× a0. On étudie l’évolution de la taille radiale du condensat en fonction du paramètre
Na après un temps de vol de 35 ms.
Le modèle présenté dans cette section permet d’ajuster les données expérimentales,
contrairement au modèle de Thomas-Fermi 3D. Le seul paramètre laissé libre pour l’ajus-
tement est un coefficient multiplicatif sur le nombre d’atomes. On obtient ainsi une se-
conde calibration du nombre d’atomes dans l’expérience, compatible avec celle obtenue
grâce à la mesure de la température critique de condensation. Cette nouvelle méthode est
équivalente à la première en termes de précision. Les résultats détaillés ici sont également
présentés dans [19, 46].

Moyennant quelques approximations, un modèle théorique a été déve-
loppé afin d’adresser la physique en jeu dans le crossover dimensionnel
1D-3D lors de l’expansion d’un condensat en fonction des interactions
entre atomes dans le régime a > 0. En effet, le condensat étant formé
dans un piège allongé, il faut tenir compte de la dimension effective du
gaz au fur et à mesure que les interactions entre atomes sont modifiées
pour comprendre l’évolution de la taille du nuage après temps de vol.
Cette étude constitue également une deuxième méthode permettant
de calibrer le nombre d’atomes dans l’expérience.
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4.3 Interactions attractives : formation de solitons
brillants

Historiquement, notre équipe s’intéresse aux effets du désordre sur les gaz quantiques
en dimensions réduites. En particulier, des études ont été faites concernant l’influence d’un
potentiel désordonné sur la transition superfluide à deux dimensions dans un gaz de 87Rb
[62]. Plus généralement dans le groupe d’Optique Atomique du laboratoire, des études
concernant les phénomènes de localisation dans un potentiel désordonné sont menées de-
puis plusieurs années, avec comme résultat l’observation expérimentale de la localisation
d’Anderson à 1D [63] et plus récemment à 3D [64]. Ainsi, en utilisant comme base de tra-
vail l’expérience acquise dans le laboratoire ainsi que le contrôle des interactions possible
dans notre gaz de 39K, nous souhaitons approfondir les études concernant la localisation
d’Anderson dans un piège unidimensionnel. En particulier, nous nous intéresserons au cas
a < 0 pour lequel des solitons brillants sont formés.
Nous présenterons dans cette section les premiers résultats concernant ces travaux en-
core en cours actuellement. Pour commencer, nous introduirons les ingrédients physiques
en jeu ainsi que les contraintes expérimentales à satisfaire. Nous détaillerons ensuite la
caractérisation du piège 1D mis en place sur notre expérience. Nous conclurons sur l’ob-
servation expérimentale des premiers solitons de 39K ainsi que sur les perspectives à court
terme, notamment l’ajout de désordre dans le système.

4.3.1 Problème considéré et contraintes expérimentales associées

Afin de déterminer le piège unidimensionnel à mettre en place dans notre système,
il est tout d’abord nécessaire d’étudier les contraintes imposées par les phénomènes que
l’on souhaite observer. Tout d’abord, afin de reproduire l’expérience de localisation 1D
[63, 65] nous nous intéresserons aux contraintes à respecter notamment sur la vitesse des
atomes lorsqu’ils évoluent dans le désordre. Par ailleurs, le comportement d’un gaz sans
interactions sera comparé à celui d’un soliton et nous verrons que finalement, la stabilité
du soliton implique des contraintes plus fortes que la localisation 1D d’un gaz parfait.

Localisation d’Anderson 1D

La localisation d’Anderson a été prédite en 1958 par P.W. Anderson pour des ondes
électroniques sans interactions afin d’expliquer la transition métal-isolant [66]. Elle résulte
de phénomènes d’interférences constructives entre les différents chemins que peut prendre
une onde dans le désordre pour se propager. Par la suite, il a été montré que le phénomène
de localisation d’Anderson, où la propagation d’ondes peut être stoppée même en présence
d’un désordre faible, se généralise à tous les types d’onde [67], notamment aux ondes de
matière. Précisons que la localisation d’Anderson est intrinsèquement un phénomène à
une particule et qu’il est donc au premier abord nécessaire d’annuler les interactions entre
atomes dans le gaz. Ceci a été fait pour l’étude présentée par J. Billy et al. dans [63] en
utilisant un gaz très dilué. Dans notre cas, le contrôle des interactions via les résonances
de Feshbach nous permet d’imposer a = 0. Par ailleurs, l’influence des interactions sur la
localisation d’Anderson est un problème encore ouvert que nous nous proposons d’étudier
expérimentalement dans un piège unidimensionnel.
Théoriquement, dans un piège 1D avec un désordre totalement aléatoire, toute onde plane
localise quelle que soit l’amplitude de désordre utilisée. Expérimentalement cependant,
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nous ne produisons pas d’onde plane mais des condensats de Bose-Einstein qui, dans le
cas sans interaction, peuvent être considérés comme des superpositions d’ondes planes
indépendantes entre elles. D’autre part, le désordre utilisé dans notre expérience est un
speckle (ou champ de tavelures) laser. Il est caractérisé par l’amplitude moyenne des
barrières de potentiel VR ainsi que par sa longueur de corrélation σR. L’étude théorique
de la localisation d’un condensat dans un champ de speckle a été faite [68] et est à la base
de l’expérience de localisation 1D [63]. De cette étude on déduit notamment que pour
observer la localisation d’Anderson 1D en présence d’un désordre faible il faut satisfaire
à la condition :

kσ‖,R < 1 (4.24)

où k est le vecteur d’onde associé à l’onde de matière et où σ‖,R est la longueur de
corrélation du speckle dans la direction longitudinale. Dans notre expérience, σ‖,R ∼
0, 6 µm peut être atteinte ce qui implique que pour une vitesse du nuage de l’ordre
de v ∼ 1 mm.s−1 on obtient kσ‖,R ∼ 0, 37, ce qui semble acceptable pour observer la
localisation. Nous chercherons donc à atteindre expérimentalement ce type de vitesses
pour le gaz évoluant dans le potentiel désordonné.
Précisons qu’il est mentionné ici la condition de désordre faible. En effet, il faut s’assurer
que la localisation observée est due à des phénomènes d’interférences quantiques entre
ondes de matière et non pas à du piégeage classique entre deux barrières de potentiel.
Une dernière condition à respecter afin de pouvoir observer des fractions localisées du
nuage les plus grandes possibles concerne la distribution des vitesses dans le gaz. En effet,
plus cette dernière est étroite, plus nombreuses seront les classes de vitesses satisfaisant la
condition de localisation. Lorsque le confinement longitudinal imposé au gaz est supprimé
et qu’on laisse ce dernier s’étendre librement dans le piège unidimensionnel, la relaxation
de l’énergie d’interaction en énergie cinétique tend à élargir la distribution des vitesses.
Notre contrôle sur les interactions nous permettrait de supprimer cette contribution à la
dispersion en vitesse en imposant a = 0.

Formation de solitons brillants, propagation dans un milieu désordonné

Dans le cas d’un piège unidimensionnel (ω‖ � ω⊥), la fonction d’onde du condensat
ainsi que la fonctionnelle d’énergie associée E1D sont données par le modèle présenté dans
la section 4.1.4. Le mouvement des atomes dans chaque direction radiale se résume à celui
de l’oscillateur harmonique tandis que la partie longitudinale de la fonction d’onde, φ(z),
apparaît dans l’expression de la fonctionnelle d’énergie :

E1D(φ) = ~ω⊥
∫
dz|φ(z)|2 +

∫
dz

{
~2

2m

∣∣∣∣∂φ∂z
∣∣∣∣2 +

1

2
mω2

‖z
2|φ(z)|2 +

g1D

2
|φ(z)|4

}
(4.25)

où g1D = 2πaω⊥. En première approximation, nous pouvons négliger le terme d’énergie
potentielle donné par le confinement longitudinal du piège. Dans le cas d’interactions at-
tractives entre atomes (a < 0) le terme d’énergie d’interaction peut compenser le terme
d’énergie cinétique, à l’origine de la dispersion du nuage. On comprend ainsi qu’une solu-
tion stable dans ce cas est un gaz quantique auto-confiné et se propageant sans dispersion.
Il s’agit d’un soliton brillant.
Théoriquement [69], l’expression de la fonction d’onde du soliton s’écrit :

φ(z) =
1√
2σz

1

cosh
(
z
σz

) (4.26)
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où σz est la taille du soliton et s’écrit en fonction du nombre d’atomes dans le soliton N
et de la constante d’interaction g1D tel que :

σz =
2~2

Nm(−g1D)
(4.27)

Par ailleurs, il est possible d’estimer le nombre d’atomes maximum contenu dans le soliton,
aussi appelé nombre d’atomes critique et noté Nc. En première approximation, le soliton
s’effondre lorsqu’il devient tridimensionnel soit lorsque σz ' l⊥ où l⊥ =

√
~

mω⊥
. Ceci se

traduit par Nc|a|
l⊥
' 1. Dans leur article étudiant la dynamique d’un soliton brillant [70],

Y. Castin et L.D. Carr ont montré que l’effondrement est donné par :

Nc|a|
l⊥
' 0, 78 (4.28)

dans le cas d’un piège expulsant, comme représenté sur le diagramme 4.3. Cette limite dans
le cas d’un piège confinant, également représentée sur le diagramme 4.3 est Nc|a|

l⊥
' 0, 65.

Expérimentalement, des solitons ont été observés en utilisant diverses espèces atomiques
permettant le contrôle des interactions : pour la première fois en 2002 dans des gaz de
7Li [71, 72] puis plus tard en 2006 dans un gaz de 85Rb [73]. Plus récemment, des solitons
ont été utilisés pour réaliser des interféromètres atomiques [74, 75].
Dans le cas du 39K, pour un piège 1D de fréquence radiale ω⊥ ∼ 2π × 400 Hz et de
fréquence longitudinale ω‖ ∼ 2π × 2 Hz, en fixant a ∼ −2a0, le nombre critique d’atomes
contenu dans le soliton est de Nc ∼ 4300 et sa taille longitudinale est de l’ordre de
σz ∼ 1, 5 µm. En prenant en première approximation pour la taille radiale du soliton la
taille de l’oscillateur harmonique on obtient σ⊥ ∼ 0, 8 µm.

Les contraintes expérimentales à respecter ont principalement pour but de préserver
la stabilité du soliton dans le piège 1D et en présence de désordre. Dans le cas d’un
piège confinant, la stabilité d’un soliton est limité par le produit Na. En effet, pour une
longueur de diffusion trop grande en valeur absolue et négative, on assiste à l’effondrement
du soliton. Le cas d’un piège expulsant (qui sera notre cas en pratique comme nous le
verrons dans la suite) a été étudié théoriquement [70]. La discussion peut se résumer sur
la figure 4.3, extraite de [70], que nous allons commenter.
Dans le cas d’un piège expulsant (fréquence longitudinale imaginaire), non seulement
le soliton s’effondre pour Na trop grand mais il peut également exploser si le rapport
|ω‖|
ω⊥

devient trop grand. Les branches d’effondrement du soliton et de son explosion sont
représentée sur la figure 4.3, où la zone de stabilité du soliton correspond à la zone blanche.
Expérimentalement, il semble idéal d’après le diagramme de disposer d’un piège confinant
radialement mais plat dans la direction longitudinale. Nous chercherons donc à avoir ω‖ le
plus faible possible. Par ailleurs, afin de prouver qu’un soliton, et non pas un condensat, se
propage dans le piège, il faut chercher à montrer que le nuage se déplace sans se disperser.
Ceci se prouve plus aisément dans un piège expulsant. Nous chercherons donc à nous
mettre dans cette situation expérimentale. Précisons que dans l’expérience, le soliton sera
créé dans un piège croisé confinant longitudinalement avant d’être lâché dans le piège 1D.
On passera alors d’un piège confinant à un piège expulsant. Ce changement devra être
fait de sorte que l’on ne pénètre pas dans la zone jaune du diagramme, afin de préserver
le soliton créé.
Assurer la stabilité du soliton en présence de désordre revient à faire en sorte qu’aucune
particule ne puisse être arrachée au soliton. Cette condition se traduit par le bilan d’énergie
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Figure 4.3 – Diagramme de stabilité d’un soliton dans un piège optique (extrait de [70]
puis annoté). Les notations ωz (respectivement ωρ) correspondent à nos notations pour
les pulsations du piège optique ω‖ (respectivement ω⊥). La notation σρ désigne la taille
de l’oscillateur harmonique radial. La zone bleue (respectivement jaune) correspond à la
gamme de paramètres pour laquelle il n’existe pas de minimum local de l’énergie complète
de Gross-Pitaevskii avec ωz > 0 (respectivement pour laquelle il n’existe pas de minimum
local de l’énergie variationnelle).

suivant :
N × Ecin < |µ| (4.29)

où N est le nombre d’atomes dans le soliton, Ecin l’énergie cinétique d’une particule du
soliton et µ le potentiel chimique donné par :

µ = −1

8
N2mg

2
1D

~2
=

3E0

N
(4.30)

où E0 est l’énergie de l’état lié à N particule qui constitue le soliton [76]. Cela revient
à dire que l’énergie totale du soliton arrivant dans le désordre est inférieure à l’énergie
nécessaire pour arracher un atome au soliton. Dans le cas expérimental modèle pour
le 39K détaillé précédemment, cette condition imposerait de produire des solitons ayant
des vitesses v < 20 µm.s−1, ce qui est bien trop contraignant. En effet, il est difficile
de contrôler expérimentalement la vitesse du nuage avec une telle précision. On peut
cependant s’imposer une condition moins restrictive en cherchant seulement à diminuer
la probabilité de scinder le soliton en deux parties. Il a été établi [76] qu’une condition
plus faible mais suffisante est d’imposer :

N × Ecin . 0, 75E0 ⇒ Ecin . |µ|
4

(4.31)

Expérimentalement, cela signifierait obtenir des vitesses v < 0, 7 mm.s−1. Dans la
suite, nous chercherons à produire des solitons se déplaçant dans le piège 1D avec
v ∼ 0, 5 mm.s−1. On remarque que cette condition est plus forte que celle imposée par
la localisation 1D. Sachant que les deux types de gaz (sans interaction et en interactions
attractives) évolueront à la même vitesse dans le piège 1D, si l’on s’assure de la stabilité
du soliton on devrait également pouvoir observer la localisation d’Anderson 1D.
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Figure 4.4 – Localisation d’Anderson 1D vs propagation d’un soliton brillant.

Vers la localisation d’Anderson d’un soliton brillant ?

Un soliton brillant peut-il être considéré dans ce cadre comme un « super-atome »
de masse Nm et ainsi localiser dans un milieu désordonné au sens d’Anderson ? Cette
question a été discutée ces dernières années de façon théorique [77, 78]. Ces études à la fois
analytiques et numériques ont montré qu’il est à priori possible d’observer la localisation
d’Anderson d’un soliton à condition que :

Nkσ‖,R < 1 (4.32)

où N est le nombre d’atomes constituant le soliton. Expérimentalement, cela reviendrait
à produire un soliton se déplaçant dans le désordre avec une vitesse v < 0, 5 µm.s−1,
ce qui est irréalisable actuellement avec notre système. On s’attend donc à observer le
phénomène suivant, résumé sur le schéma 4.4 : pour une vitesse v adéquate, identique
dans les deux cas, un nuage sans interaction localise au sens d’Anderson dans un désordre
de faible amplitude au bout d’un temps fini tloc tandis qu’un soliton brillant se propage
sans changer de forme pendant un temps t→∞. Seuls quelques rayons de Bohr séparent
les deux longueurs de diffusion utilisées. Il s’agit donc d’observer un effet spectaculaire sur
la propagation d’une onde de matière dans un milieu désordonné provoqué par un faible
changement des interactions entre atomes.

4.3.2 Mise en place expérimentale

Afin de respecter les contraintes expérimentales présentées précédemment, imposées
principalement par la formation d’un soliton stable à vitesse contrôlée dans le piège 1D,
la mise en place ainsi que la caractérisation du piège ont été faite précautionneusement.
Nous présenterons dans cette section la configuration géométrique choisie pour le piège
optique en tenant compte des effets du champ magnétique dans l’enceinte. Par ailleurs,
diverses méthodes de calibration des paramètres de piégeage seront détaillées et notre
capacité à contrôler la vitesse du nuage atomique sera discutée. Pour finir, les résultats
expérimentaux montrant la production de solitons brillants à vitesse contrôlée seront
présentés.
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Configuration géométrique

Dans la configuration choisie pour la production de condensats tout optiques de 39K,
aucun des deux faisceaux lasers formant le piège croisé ne peut, après l’évaporation, consti-
tuer un piège adéquat pour former des solitons brillants. Définissons le rapport λ =

|f‖|
f⊥

qui
nous permettra de quantifier le caractère unidimensionnel d’un piège optique, qu’il soit
confinant ou expulsant. Physiquement, il faut s’assurer que la température et le potentiel
chimique soient très faibles devant l’énergie de l’oscillateur harmonique fondamental ra-
dial, mais pas devant celle de l’oscillateur harmonique fondamental longitudinal. Il faut
donc des fréquences radiale et longitudinale assez différentes pour remplir ces conditions.
Dans l’expérience, nous chercherons à satisfaire λ < 10 %. Pour les deux pièges optiques
déjà mis en place, les rapports λ valent λFORT1 ∼ 0, 2 % et λFORT2 ∼ 1, 6 %. Ces deux
pièges pourraient donc à priori convenir. Cependant, dans le cas du FORT 1, la fréquence
radiale n’est pas assez élevée pour que l’énergie d’interaction compense aisément l’énergie
cinétique, et dans le cas du FORT 2, il faudrait travailler à trop basse puissance donc dans
des situations peu stables. Nous allons donc mettre en place un nouveau piège optique,
que nous nommerons FORT 1D dans la suite. Ce piège sera chargé à partir du piège croisé
lors de la phase d’évaporation comme nous le détaillerons ultérieurement.
Il semblerait naturel de faire passer ce nouveau piège à travers l’un des deux gros hu-
blots de l’expérience (voir figure 1.3) qui offrent le meilleur accès optique. Or nous avons
constaté expérimentalement que dans la direction perpendiculaire à ces deux gros hublots,
qui est aussi parallèle à l’axe des bobines utilisées pour produire le champ Feshbach, il
existe une courbure du champ magnétique non nulle qui se traduit à haut champ par
un léger confinement magnétique de fréquence caractéristique fmag,⊥ ∼ 2, 5 Hz pour les
atomes. Étant donné que l’on souhaite pouvoir diminuer à loisir la fréquence longitudinale
ressentie par les atomes dans le piège unidimensionnel, nous avons choisi de faire passer
ce dernier dans l’axe parallèle aux gros hublots (soit perpendiculaire au champ Feshbach
produit par les bobines) comme montré sur le schéma 4.5. En effet, dans cette configura-
tion il faudra ajouter au confinement optique un anti-confinement magnétique caractérisé
pour nous par une fréquence imaginaire fmag,‖. On s’attend à trouver |fmag,‖| ∼ 1, 3 Hz
en considérant que la divergence du champ magnétique dans l’espace est nulle.

La lumière utilisée pour créer le FORT 1D provient d’un laser Innolight Mephisto
M2000NE délivrant au maximum 2 W de lumière à 1064 nm. Le faisceau passe par un
modulateur acousto-optique nous servant à contrôler la puissance lumineuse arrivant sur
les atomes. La lumière est couplée dans une fibre puis arrive près de l’enceinte où le
faisceau est collimaté grâce à un coupleur de fibre Schäfter-Kirchhoff 60FC-4-M40. On
utilise ensuite une lentille de 400 mm de focale pour focaliser le faisceau sur les atomes.
On dispose au maximum de 585 mW de lumière à 1064 nm sur ces derniers.
Dans cette configuration, il faut être particulièrement précautionneux lors du passage
du faisceau à travers le hublot. En effet, ce dernier a un diamètre de seulement 40 mm.
Il est nécessaire de décaler le faisceau laser du centre du hublot afin de n’avoir aucune
réflexion sur le coupleur MOT en face, mais également de ne pas être trop proche du
bord du hublot (qui n’est plus plat) afin d’éviter au maximum les aberrations optiques.
Ainsi, afin de passer au mieux à travers les hublots, nous utilisons un miroir dichroïque
qui transmet la lumière provenant du coupleur MOT et qui réfléchit celle du FORT 1D.
Une fois la configuration géométrique optimale trouvée, nous pouvons caractériser le piège
unidimensionnel effectif obtenu sur les atomes.
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Figure 4.5 – Schéma du banc optique ainsi que de la configuration géométrique utilisés
pour le FORT 1D.

Calibration du piège 1D effectif

Comme expliqué précédemment, il est nécessaire pour caractériser le piège effectif
ressenti par les atomes, de s’intéresser d’une part au piège optique et d’autre part à l’anti-
confinement magnétique dû à la courbure du champ magnétique, non négligeable à haut
champ. Nous verrons ainsi de quelle façon contrôler la vitesse d’un nuage d’atomes lâché
dans le piège unidimensionnel.

→ Caractérisation du piège optique
On détermine la fréquence radiale du piège optique formé par le faisceau à 1064 nm

par une mesure d’oscillation paramétrique (figure 4.6). A 80 % de la puissance maximale
disponible f⊥,80 % = 410 Hz soit à 100 % (585 mW) f⊥ = 460 Hz. On en déduit le waist
du FORT 1D sur les atomes w1D = 47, 5 µm.

Pour déterminer la fréquence longitudinale du piège optique en question, on analyse des
mesures d’oscillations du nuage dans la direction longitudinale du FORT 1D en l’absence
de champ magnétique. Les résultats présentés sur la figure 4.7 montrent que f‖,opt = 2 Hz
pour la puissance maximale disponible de lumière à 1064 nm. Le waist correspondant pour
le piège optique est de w1D = 49, 8 µm. Cette valeur diffère légèrement de celle déterminée
à partir de la mesure de la fréquence radiale. D’autre part, une mesure sur banc optique
du waist du faisceau dans le cas où il n’entre pas dans la chambre de science donne
w1D = 40 µm. On déduit de ces données que malgré toutes nos précautions, le passage
du faisceau proche du bord du hublot CF40 provoque des aberrations. Cependant, nous
obtenons à priori un rapport d’aspect λFORT1D ∼ 0, 4 % satisfaisant pour le FORT 1D.
Nous conserverons donc le piège optique caractérisé ici pour la suite.

→ Anti-confinement magnétique
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Figure 4.6 – Mesure d’oscillations paramétriques dans le piège 1D. Les mesures sont
faites entre 300 Hz et 1000 Hz, tous les 10Hz. On mesure f⊥ = 410 Hz à 80 % de la
puissance maximale de FORT 1D disponible.

Figure 4.7 – Mesure d’oscillations longitudinales d’un nuage d’atomes lâché dans le
piège optique 1D, en l’absence de champ magnétique. On mesure ainsi f‖,opt = 2 Hz.
L’ajustement des données, tracé en rouge sur la figure, est obtenu à partir de la fonction
présentée dans l’encart.

L’effet attendu de la courbure du champ magnétique sur les fréquences est de quelques
hertz. Ainsi, si la fréquence radiale ressentie par les atomes n’est modifiée que de façon
négligeable par le champ magnétique, ce n’est pas le cas de la fréquence longitudinale.
Cette dernière s’écrira de façon effective : f‖,eff =

√
f 2
‖,opt − |f‖,mag|2 (où le champ ma-

gnétique a un effet anti-confinant dans la direction du piège optique).
Afin de déterminer la fréquence d’anti-confinement magnétique dans l’axe du FORT 1D,
une première méthode consiste à mesurer la fréquence d’oscillation longitudinale dans le
piège 1D modifiée par la présence de faibles champs magnétiques constants (configuration
Helmholtz des bobines). En effet, pour des champs magnétiques trop élevés, la fréquence
longitudinale effective ressentie par les atomes deviendrait trop faible pour pouvoir me-
surer les oscillations du nuage.
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Dans le cas d’un champ magnétique homogène, dont la courbure n’est pas parfaitement
nulle, l’effet Zeeman nous permet de définir une fréquence magnétique ressentie par les
atomes telle que |fmag|2 ∝ µ× I où I est le courant circulant dans les bobines et où µ est
ici le moment magnétique ressenti par les atomes (qui sont, nous le rappelons, dans l’état
de spin |F = 1,mF = −1〉). Le champ magnétique produit par les bobines est déterminé
grâce à la calibration obtenue lors de l’étude des résonances de Feshbach : B = b × I
où b = 7, 72 ± 0, 02 G.A−1. Le moment magnétique µ correspondant est déterminé pour
chaque courant utilisé grâce à la formule de Breit-Rabi. Plusieurs mesures sont effectuées
pour différents courants circulant dans les bobines. Les résultats sont résumés sur la fi-
gure 4.8. L’ajustement des données obtenues permet de déterminer |f‖,mag| = 1, 9 Hz en
extrapolant le modèle à B = 500 Gauss.
Notons que les mesures présentées sur la figure 4.8 ont été prises dans une configuration du
piège optique non optimale (donc non retenue pour la suite) pour laquelle f‖,opt = 1, 3 Hz.
La fréquence d’anti-confinement magnétique ne dépendant pas du piège optique utilisé,
nous n’avons pas jugé utile de refaire la mesure détaillée ici pour chaque configuration
testée du FORT 1D.

Figure 4.8 – Détermination de la fréquence d’anti-confinement magnétique grâce à des
mesures d’oscillations longitudinales du nuage dans le piège optique 1D à bas champ. La
fréquence effective ressentie par les atomes s’exprime comme la somme quadratique des
fréquences optique et magnétique. La fréquence magnétique dépend du champ magnétique
appliqué, donc du courant circulant dans les bobines. La fonction d’ajustement donnée
dans l’encart permet de déterminer le coefficient de proportionnalité entre la fréquence
d’anti-confinement magnétique et µ× I. En extrapolant à haut champ (B = 500 Gauss)
on obtient finalement |fmag| = 1, 9 Hz.

Une seconde mesure, effectuée directement à haut champ magnétique, nous permet
de confirmer le résultat obtenu ici par extrapolation. En effet, pour une puissance du
FORT 1D bien choisie, le piège effectif dans lequel se trouvent les atomes est globalement
anti-confinant. Précisons que pour |f‖,mag| = 1, 9 Hz et pour |f‖,opt| = 2 Hz au maximum,
on obtient dans presque tous les cas un piège globalement expulsant.
La position du nuage évoluant librement dans un tel piège optique s’écrit en fonction du
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temps :
x(t) = A[cosh(2π|f‖,eff |t)− 1] +B (4.33)

où A et B sont des constantes. Étant donné que la mesure de position se fait après temps
de vol, il est nécessaire de prendre en compte dans le modèle d’ajustement la vitesse des
atomes. La position des atomes après un temps de vol de TOF = 20 ms est donc donné
par :

X(t) = x(t)+TOF×ẋ(t) = A[cosh(2π|f‖,eff |t)−1]+TOF×A2π|f‖,eff | sinh(2π|f‖,eff |t)+B
(4.34)

d’où l’on peut extraire |f‖,eff |. Les résultats obtenus pour 40 % de la puissance maximale
disponible pour le FORT 1D sont présenté, pour l’exemple, sur la figure 4.9.

Figure 4.9 – Ajustement de la position des atomes lâchés dans le piège 1D au cours du
temps pour 40 % de la puissance maximale disponible de lumière à 1064 nm en présence
d’un champ magnétique B = 500, 5 Gauss. On extrait ainsi le module de la fréquence
effective (qui est imaginaire) du potentiel expulsant considéré.

Plusieurs mesures similaires sont effectuées pour différentes puissances de lumière à
1064 nm. Les résultats obtenus sont résumés sur la figure 4.10. Pour l’ajustement des
données par le modèle, on suppose la fréquence maximale du piège optique connue f‖,opt =
2 Hz. La fréquence longitudinale d’anti-confinement magnétique obtenue par cette seconde
méthode est la même que celle obtenue avec la première méthode : |f‖,mag| = 1, 9 Hz pour
B ∼ 500 Gauss.

Finalement, pour les champs magnétiques utilisés dans la suite B ∼ 500 Gauss, compte
tenu des mesures effectuées, le piège effectif ressenti par les atomes pourra être modifié
continument en changeant la puissance utilisée pour créer le piège optique. On pourra
passer d’un potentiel confinant avec au maximum f‖,eff = 0, 6 Hz (pour la puissance
maximale utilisée dans le FORT 1D) à un potentiel expulsant avec au maximum (si l’on se
limite au minimum à 20 % de la puissance maximale dans le FORT 1D) |f‖,eff | = 1, 7 Hz.
On devrait donc également être capable d’atteindre f‖,eff ∼ 0 Hz.

→ Contrôle de la vitesse du nuage dans le piège 1D
Pour étudier la diffusion du nuage dans le piège unidimensionnel en fonction des inter-

actions entre atomes, l’échantillon préalablement confiné longitudinalement par le FORT
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Figure 4.10 – Détermination de la fréquence d’anti-confinement magnétique grâce aux
mesures à haut champ de la position du nuage au cours du temps dans le piège optique.

1 dans le FORT 1D sera lâché dans ce dernier en coupant le FORT 1. La vitesse acquise
par les atomes évoluant librement dans le piège unidimensionnel dépend de la position de
l’échantillon par rapport à la position du waist du piège optique 1D, ainsi que de l’incli-
naison de ce même piège. Notons d l’écart au waist du croisement entre le FORT 1 et le
FORT 1D et g′ la gravité effective ressentie par les atomes en raison notamment de l’in-
clinaison du piège. Il est donc nécessaire, afin de contrôler la vitesse du nuage d’atomes,
de déterminer ces deux paramètres dans notre expérience.
Pour ce faire, nous effectuons des mesures d’accélération. Le nuage est préparé dans le
croisement entre FORT 1 et FORT 1D (nous détaillerons plus loin le protocole expéri-
mental exact) puis le FORT 1 est coupé. Les atomes effectuent un temps de vol dans le
piège unidimensionnel. Leur accélération acc s’écrit :

acc = g′ − (2πf‖,opt)
2d (4.35)

si l’on suppose qu’elle reste constante durant le temps de vol considéré. Nous verrons a
posteriori que cette approximation est raisonnable pour nos mesures. Le croisement des
pièges optiques est aligné avec le zéro du gradient champ magnétique. On suppose donc
que les atomes partent du centre du piège magnétique équivalent nous donnant l’anti-
confinement magnétique étudié précédemment. La fréquence du piège optique s’écrit, en
fonction du pourcentage de puissance %P utilisé : f 2

‖,opt = %P
100
f 2
‖,opt,100%. En prenant des

mesures d’accélération dans le piège 1D en fonction du pourcentage de puissance utilisé
pour ce dernier, on devrait donc obtenir une droite ajustable par le modèle suivant :

a = g′ −
4π2f 2

‖,opt,100%d

100
%P (4.36)

La pente de cette droite nous donnera le paramètre d et nous pourrons déterminer la
force constante ressentie par les atomes g′ grâce à son ordonnée à l’origine. Les résultats
expérimentaux sont présentés sur la figure 4.11. Des données ont été prises pour deux
temps de vol différents dans le piège unidimensionnel, à savoir 50 ms et 70 ms.

Ces résultats montrent que le croisement entre FORT 1 et FORT 1D, d’où partent
les atomes, se situe à d = 400 ± 30 µm du waist du piège optique unidimensionnel. Par
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Figure 4.11 – Mesures de l’accélération du nuage dans le piège 1D en fonction du
pourcentage de puissance utilisé pour ce dernier, pour deux temps de vol dans le piège
(50 ms et 70 ms). L’ajustement linéaire représenté par la droite noire utilise le modèle
4.36. La pente de la droite vaut 0, 63 ± 0, 05 mm.s−2.(%P )−1 et son ordonnée à l’origine
143, 7± 0, 5 mm.s−2.

ailleurs, les deux jeux de données pour les deux temps de vol considérés sont ajustés par
la même droite. L’approximation consistant à supposer l’accélération constante est donc
vérifiée pour les temps de vol choisis.
Les mesures montrent également que l’inclinaison du piège correspond à 1, 4 % de la gra-
vité, ce qui équivaudrait à un décalage vertical du FORT 1D par rapport au centre des
hublots d’environ 2 mm. Or nous savons que géométriquement, le piège est horizontal à
moins d’1 mm près. En effet, il a été au préalable aligné à l’aide d’un niveau laser. Nous
avons par ailleurs constaté que l’inclinaison effective du piège change lorsqu’on travaille à
bas champ magnétique. Nous en concluons qu’il existe une inclinaison magnétique induite
par un gradient de champ magnétique non désiré au voisinage des atomes. Ce gradient
est très probablement originaire de la pompe ionique à gauche sur la schéma 1.3. Nous
ne pouvons donc pas le supprimer et le compenser en inclinant géométriquement le piège
optique nous obligerait à retrouver une façon adéquate de faire passer le FORT 1D à tra-
vers les hublots ce qui, nous l’avons vu, est difficile. Nous avons donc choisi d’ajouter une
bobine afin de le compenser. Nous pourrons ainsi en théorie contrôler la force constante
exercée sur les atomes donc la vitesse du nuage dans le FORT 1D.
Nous utilisons une bobine de 150 tours et de 15 cm de diamètre, dans laquelle un courant
Icomp compris entre 0 A et 10 A peut circuler, placée proche de la chambre de science
comme schématisé sur la figure 4.12. Nous pouvons ainsi modifier le gradient de la norme
du champ magnétique dans l’axe du piège 1D. Cette dernière est proportionnelle au cou-
rant qui circule dans la bobine de compensation. Nous contrôlons ainsi la force constante
agissant sur les atomes dans l’axe du FORT 1D.

Afin de calibrer l’accélération donnée aux atomes en fonction du courant qui circule
dans la bobine, de nouvelles mesures d’accélération sont faites avec un piège optique
utilisant 30 % de la puissance maximale disponible. Les résultats obtenus pour différents
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Figure 4.12 – Mise en place d’une bobine de compensation afin de contrôler la force
constante exercée sur les atomes. Modifier le courant circulant dans la bobine permet de
contrôler l’accélération des atomes évoluant dans le piège unidimensionnel.

courants circulant dans la bobine sont présentés sur la figure 4.13. La pente de la droite
obtenue correspond à la calibration recherchée et est de ∆g = 0, 013± 0, 0015 m.s−2.A−1.
L’utilisation de cette bobine de compensation nous permettra de contrôler l’accélération
des atomes, donc de choisir la vitesse à laquelle ces derniers entreront dans le potentiel
désordonné.

Figure 4.13 – Mesures d’accélération du nuage dans le FORT 1D, en utilisant 30 %
de la puissance maximale disponible, en fonction du courant circulant dans la bobine de
compensation. La pente de la droite ajustant les données correspond à la calibration de
l’accélération par ampère donnée aux atomes.
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4.3.3 Formation de solitons brillants à vitesse contrôlable

Les deux principales contraintes à respecter afin d’étudier le problème qui nous inté-
resse semblent respectées. Le piège unidimensionnel peut-être confinant ou expulsant, en
fonction de la puissance laser utilisée, grâce à la présence de l’anti-confinement magné-
tique dans l’axe du piège optique. Le rapport λ du piège effectif ressenti par les atomes
est au maximum égal à 1 %, valeur atteinte dans le cas d’un piège optique formé avec
10 % de la puissance disponible (nous n’utiliserons a priori jamais moins). Par ailleurs, la
vitesse du nuage arrivant à une position X à un instant t peut être contrôlée grâce à la
bobine de compensation installée sur le montage. Nous allons donc détailler le protocole
expérimental utilisé pour produire des solitons brillants à vitesse contrôlable.

Protocole expérimental pour la production de solitons brillants de 39K

Dans l’expérience, le gaz de 39K est préparé dans le piège croisé FORT 1 + FORT 2
pour l’évaporation comme détaillé dans les deux premiers chapitres de ce manuscrit. L’idée
est ensuite de transférer le nuage refroidi dans le croisement entre le FORT 1 et le FORT
1D. Expérimentalement, nous avons constaté qu’il est difficile de transférer un condensat
de façon stable et contrôlée. Nous avons donc décidé de stopper l’évaporation dans le
piège croisé FORT 1 + FORT 2 juste avant d’atteindre la condensation. Le nuage froid
mais encore thermique est alors transféré dans le croisement FORT 1 + FORT 1D. Pour
ce faire, le piège unidimensionnel est allumé en 300 ms jusqu’à atteindre 40 % de la
puissance maximale disponible puis le FORT 2 est éteint en 200 ms. L’évaporation est
ensuite achevée dans le croisement FORT 1 + FORT 1D. Une fois le condensat obtenu, la
longueur de diffusion peut être modifiée à loisir le long de la résonance située à 560 Gauss
afin de produire un gaz parfait (a = 0 pour B = 500, 5 Gauss) ou bien de former des
solitons brillants (a < 0).
La figure 4.14 montre l’expansion du nuage d’atomes dans le piège 1D utilisant 20 %
de la puissance maximale disponible au cours de sa propagation. D’une part, le soliton
(image du bas) ne semble pas changer de taille une fois que la partie thermique du nuage
a disparu. D’autre part, le piège utilisé est globalement expulsant avec une fréquence
|f‖,eff | = 1, 7 Hz. Ainsi, si l’on observe une expansion moins importante pour un gaz en
interactions que pour un gaz parfait, ce premier gaz est nécessairement auto-confiné : il
s’agit d’un soliton.

Figure 4.14 – Images du nuage d’atomes évoluant dans un piège 1D expulsant, pour
deux valeurs de la longueur de diffusion. L’image du haut correspond à un gaz parfait.
L’image du bas montre qu’un soliton a été formé dans le piège 1D.
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Contrôle de la vitesse du soliton dans le piège unidimensionnel

Afin de confirmer que nous sommes bien capables de contrôler la vitesse du nuage dans
le piège 1D grâce à la bobine de compensation mise en place, nous observons la position
d’un soliton dans le piège en fonction du temps sur la figure 4.15. Dans un cas les données
sont prises sans compensation magnétique, dans l’autre cas un courant de 7 A circule
dans la bobine. On observe effectivement un ralentissement du nuage.

Figure 4.15 – Contrôle de la vitesse du soliton se propageant dans le piège unidimen-
sionnel grâce à la bobine de compensation. En faisant circuler 7 A dans la bobine nous
sommes capable de ralentir le soliton.

Nous devons à présent déterminer une procédure fiable afin de lâcher le soliton à la
vitesse voulue de façon reproductible dans le piège 1D.

En produisant dans notre expérience les premiers solitons de 39K,
nous souhaitons observer une manifestation spectaculaire de l’effet
des interactions entre atomes lors de la propagation d’un gaz quan-
tique unidimensionnel dans un potentiel désordonné. Compte tenu des
paramètres expérimentaux atteignables dans notre expérience, il est
théoriquement possible de montrer que pour une vitesse v adéquate
du nuage dans le désordre, un gaz parfait localise au sens d’Anderson
au bout d’un certain temps tandis qu’un soliton se propage sans dé-
formation.
La mise en place d’un piège unidimensionnel, dont la caractérisation
a été présenté dans cette section, ainsi que l’utilisation d’une bobine
créant une force constante sur les atomes, nous permettent de contrô-
ler la vitesse du nuage. Afin de poursuivre cette étude, nous devons
à présent ajouter le désordre, produit grâce à un champ de speckle
laser, sur l’échantillon atomique.
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Conclusion

Au cours de mes trois années de thèse, nous avons commencé par réaliser la première
condensation tout optique du 39K. L’utilisation de cette espèce atomique est motivée dans
notre cas par le contrôle des interactions qu’elle permet via l’utilisation de résonances de
Feshbach. Des méthodes astucieuses permettant un refroidissement dissipatif efficace, no-
tamment pour les atomes présentant une structure hyperfine étroite, ont été mises en
place dans notre expérience. Principalement basées sur l’utilisation de lumière D1 afin de
tirer parti de la présence d’états noirs, elles nous ont permis d’obtenir un échantillon assez
dense et froid pour charger efficacement un piège optique directement depuis les mélasses
[23].
Moyennant un tri des états de spins présents dans le nuage afin d’utiliser l’une des ré-
sonances de Feshbach disponibles pour le 39K, nous avons pu contourner les mauvaises
propriétés de collisions de cette espèce atomique et ainsi réaliser une évaporation efficace
aboutissant à la production de condensats toutes les 7 s. Au final, nous avons développé
un protocole rapide et performant permettant de produire des gaz dégénérés de 39K [46].
Ces résultats, également présentés dans la thèse de G. Salomon [19], peuvent s’appliquer
en particulier pour refroidir des espèces atomiques pour lesquelles les méthodes usuelles se
révèlent inefficaces. Par ailleurs, la rapidité du refroidissement tout optique en fait un can-
didat idéal pour atteindre la dégénérescence quantique dans des expériences nécessitant
un taux de répétition important.

Non contents d’utiliser les résonances de Feshbach afin d’évaporer efficacement jus-
qu’à la condensation, nous avons par la suite chercher à distinguer expérimentalement
les résonances prévues de façon théorique, notamment par A. Simoni avec qui nous colla-
borons dans ce cadre. Nous avons ainsi observé, en plus des résonances bien connues en
onde s, des résonances en onde p ainsi qu’une résonance en onde d qui n’avaient jamais
été étudiées expérimentalement. Observées dans divers mélanges de spins, ces résonances
nous ont permis de calibrer précisément le champ magnétique homogène produit dans
notre expérience. Une fois leur position connue, elles peuvent également servir de sonde
afin d’étudier une composition incertaine d’un mélange de spin. Enfin, pointer expérimen-
talement les positions en champ magnétique de résonances prédites théoriquement peut
permettre d’affiner les calculs théoriques des potentiels moléculaires.
Par ailleurs, la résonance en onde d observée à 394 Gauss dans le cadre de ces études
présente un comportement peu usuel. La largeur ainsi que la valeur maximale du taux
de pertes au voisinage de cette résonance augmentent lorsque la température du gaz aug-
mente, contrairement au cas plus habituel de résonances de Feshbach larges en onde s.
L’étude plus approfondie de ce taux de pertes nous a permis de mettre en évidence l’étroi-
tesse de la résonance de Feshbach considérée, ainsi que les mécanismes de collisions en
jeu. Les pertes observées résultent ainsi d’un processus en deux étapes dont les temps ca-
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ractéristiques sont du même ordre de grandeur : deux atomes entrent en collision en onde
d afin de former une molécule, dissociée par la suite via une collision avec un troisième
atome du gaz.

Nous pouvons ainsi produire des gaz quantiques de 39K à interactions contrôlables. En
modifiant la longueur de diffusion au voisinage d’une résonance de Feshbach, choisie large
pour une meilleure précision, nous avons ainsi accès au comportement d’un gaz dégénéré
dans divers régimes.
Dans le cas d’interactions entre atomes répulsives (a > 0), nous avons étudié l’expansion
d’un condensat de Bose-Einstein dans le crossover dimensionnel 1D-3D. Nous avons ainsi
éprouvé notre contrôle des interactions sur un phénomène connu. Dans le régime a < 0,
les interactions attractives entre atomes du gaz peuvent compenser la dispersion due à
leur énergie cinétique et ainsi former, dans un piège unidimensionnel, un gaz auto-confiné
longitudinalement, appelé soliton brillant.
L’objectif à moyen terme de notre équipe est d’étudier les effets conjoints du désordre
et des interactions entre atomes dans les gaz dégénérés en dimensions réduites. Pour un
désordre bien choisi, un gaz sans interactions dans un piège unidimensionnel va localiser au
sens d’Anderson au bout d’un temps fini tandis que l’on s’attend à ce qu’un soliton arrivant
à la même vitesse dans un désordre identique se propage indéfiniment sans déformation.
Nous souhaitons ainsi mettre en évidence l’effet spectaculaire d’un faible changement
des interactions entre atomes (de l’ordre de quelques rayons de Bohr) sur la propagation
d’une onde de matière dans un milieu désordonné à une dimension. La dernière section
de ce manuscrit est consacrée à la mise en place expérimentale du piège unidimensionnel
adéquat pour l’étude de ce phénomène. Nous avons produit dans ce piège les premiers
solitons brillants de 39K. Notre objectif à court terme est à présent d’ajouter du désordre
sur le système pour poursuivre l’étude.

Dans un second temps, le contrôle des interactions dans les gaz quantiques de 39K que
produit notre expérience pourrait nous permettre d’étudier plus avant des phénomènes à
deux dimensions. En effet, la localisation d’Anderson 2D n’a encore jamais été observée
expérimentalement de façon directe dans un gaz d’atomes ultra-froids même si récemment,
un système équivalent au modèle d’Anderson 2D, utilisant des atomes froids dans une
expérience de « kicked-rotor », a été étudié à Lille [79]. Par ailleurs, l’étude des effets
conjoints du désordre et des interactions sur la transition superfluide à deux dimensions
pourraient permettre d’avoir des indications sur les mécanismes microscopiques en jeu
dans ce cadre.

112



Publications



December 2013

EPL, 104 (2013) 63002 www.epljournal.org

doi: 10.1209/0295-5075/104/63002

Gray-molasses cooling of 39K to a high phase-space density
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Abstract – We present new techniques in cooling 39K atoms using laser light close to the D1
transition. First, a new compressed-MOT configuration is taking advantage of gray-molasses–type
cooling induced by blue-detuned D1 light. It yields an optimized density of atoms. Then, we use
pure D1 gray molasses to further cool the atoms to an ultra-low temperature of 6 μK. The resulting
phase-space density is 2× 10−4 and will ease future experiments with ultracold potassium. As an
example, we use it to directly load up to 3× 107 atoms in a far detuned optical trap, a result that
opens the way to the all-optical production of potassium degenerate gases.

editor’s  choice Copyright c© EPLA, 2013

Introduction. – Ultracold atomic gases are used for
the study of quantum many-body physics in strongly in-
teracting samples [1,2]. From this point of view potassium
and lithium are two alkali of special interest because of
the existence of both fermionic and bosonic isotopes and
of broad Feshbach resonances at low magnetic fields that
allow one to tune the inter-particle interactions [3–9]. Ex-
cept for 40K [10], these atoms however suffer from narrow
hyperfine structures in their D2 excited state (see fig. 1)
preventing from efficient sub-Doppler cooling with light
far red-detuned from the cycling transition [11,12].

Several techniques have been used in order to overcome
this limitation. Precise tuning of the lasers close to reso-
nance on the D2 line has allowed one to reach sub-Doppler
temperatures around 25μK in 39K [13,14]. Narrow-line
laser cooling was also demonstrated for both lithium [15]
and potassium [16]. Recently, even lower temperatures
were obtained in gray-molasses cooling [17] on the D1 tran-
sition for both lithium [18] and potassium [19,20] (12μK
for 39K [20]). In this paper, we demonstrate a yet lower
temperature of 6μK in D1 gray molasses and we also show
that D1 light can be used to optimize previous steps of the
optical cooling sequence.

Gray molasses combine two effects, i.e. velocity selective
coherent population trapping (VSCPT) [21] and Sisyphus

(a)Present address: Institute of Opto-Electronics, Shanxi Univer-
sity - Taiyuan 030006, PRC.
(b)E-mail: thomas.bourdel@institutoptique.fr

cooling [22]. The atoms are optically pumped in a dark
state, whose departure rate varies with the square of the
atom velocity, leading to less diffusion for slow atoms
(VSCPT). This motional coupling to bright states hap-
pens so that the atoms repeatedly climb up the dipole
potential hills in the bright states before being pumped
back to the dark state (Sisyphus cooling).

The paper is organized as follows. After a descrip-
tion of the experimental setup, we explain how D1 light
can improve the phase-space density of optically captured
atoms. First, a new type of hybrid D1-D2 compressed-
MOT [23] combines blue-detuned D1 light, which induces
gray-molasses Sisyphus cooling on the F = 2 → F ′ = 2
transition, and red-detuned D2 repumping light, which
gives the trapping force. It is characterized by a higher
density and a much lower temperature as compared to
standard compressed-MOT using only D2 light [13,14].
We then show deep sub-Doppler cooling in pure D1 gray
optical molasses. By ramping down the optical power, we
cool all atoms to 6μK, far below the previously obtained
temperatures in optically cooled potassium [19,20]. We fi-
nally report the direct loading of an optical dipole trap at
a phase-space density of 3 × 10−4 (see footnote 1). This
result opens the route to an all-optical production of a
degenerate 39K quantum gas.

1The given phase-space density does not take into account the
different internal states.
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Table 1: Experimental parameters during the various experimental sequences. Γ/2π = 6 MHz is the natural linewidth of the
excited state, IS = 1.75 mW · cm−2 is the saturation intensity. The intensities are given at the center of a single beam. The
magnetic field gradient in the MOT with D1 light and in the hybrid D1-D2 compressed-MOT (CMOT) is 9G · cm−1 in the
strong direction. We report the atom number N , the optimum temperature T , the density n and the phase-space density φ (see
footnote 1). In our setup, the different cooling steps using D1 light permit us a fiftyfold improvement in the phase-space density
as compared to methods using only D2 light.

Sequences δ2C/Γ I2C/IS δ2R/Γ I2R/IS δ1C/Γ I1C/IS δ1R/Γ I1R/IS N(109) T (μK) n (cm−3) φ

MOT with D1 light (7 s) −9 5 −2.7 3.5 0 1.5 0 0.5 2 ∼ 104 – –
D1-D2 CMOT (7 ms) – – −1.7 0.5 3.5 3.5 – – 1.5 200 1.3 × 1011 10−6

D1 gray molasses (7 ms) – – – – 3.5 3.5 to 0.2 3.5 1.2 to 0.07 1.5 6 1.3 × 1011 2 × 10−4

Fig. 1: (Color online) Lowest energy levels of 39K atoms. The
laser detunings δ1 and δ2 relative to the D1 and D2 optical
transitions are shown. The subscripts R and C refer to the
repumping transitions from the F = 1 ground state and to the
cooling transitions from the F = 2 ground state.

Experimental setup. – Our experimental setup is
composed of two chambers similar to those previously
used for Bose-Einstein condensation of 87Rb [24]. A two-
dimensional magneto-optical trap (2D-MOT) in the collec-
tion chamber loads a three-dimensional (3D) MOT in the
science chamber. The 39K partial pressure in the collec-
tion chamber is kept at 10−8 mbar by heating an oven filled
with metallic potassium at 100 ◦C and the whole chamber
at 50 ◦C. In the science chamber the background pres-
sure is kept at 10−10 mbar thanks to differential pumping.
The D2 laser system is composed of a telecom fiber diode,
a 2 W erbium-doped fiber amplifier (Manlight), a 50/50
fiber splitter and two periodically poled lithium nobiate

waveguides (NTT Electronics) in order to produce two
100mW beams at 767 nm [25]. Acousto-optic modulators
are then used to tune the beam frequencies around the
principal and repumping frequencies before recombination
and injection into two 1.5W tapered amplifiers for the 2D-
and 3D-MOT.

The D1 cooling light (770 nm) is produced by a semi-
conductor laser diode in an interference-filter-stabilized
extended cavity setup [26], which is then further ampli-
fied in a tapered amplifier. An electro-optic modulator
(Qubig) is used to produce the repumping frequency. Both
D1 and D2 cooling beams are then superimposed with
only 10% losses using a 1 nm bandwidth interference fil-
ter (Radiant Dyes Laser). The beam containing all four
frequencies (needed for D1 and D2 cooling) in the same
linear polarization is then sent into a 1 to 6 fiber clus-
ter (Shäfter-Kirchhoff). In order to produce the MOT
beams, each fiber output port is then circularly polarized
and collimated to a waist radius of 9mm, with a clear
aperture of 24mm. This setup allows for an independent
control of the D1 and D2 cooling frequencies and powers
(see fig. 1).

Hybrid D1-D2 compressed-MOT. – Our experi-
ment starts with loading a 3D-MOT. Surprisingly, adding
exactly resonant D1 light at this stage results in an in-
crease of the number of trapped atoms from 1.3 × 109 to
2 × 109 (see table 1). Whereas the resonant D1 light is
responsible for an increase of the fluorescence rate by 25%
it also causes an increase of the MOT size due to stronger
photon reabsorption. As a consequence of the lower den-
sity, we observe a reduction of the rate of light assisted
two body losses [27,28] on the MOT decay. This leads to
an increased number of atoms in the MOT.

We then implement a new type of compressed-MOT. It
uses both D1 light, which is blue-detuned from the F =
2 → F ′ = 2 transition, and D2 repumping light, which is
red-detuned from the F = 1 → F ′ = 2 transition (see fig. 1
and table 1). We observe a reduction of the rms size of the
cloud from 1.4mm (in a D2 compressed-MOT with a large
detuning of the cooling beam) to 0.9mm, corresponding
to an increase of a factor ∼ 4 in the peak density. The
temperature is then below 200μK as compared to 2mK in
a D2 compressed-MOT indicating a more efficient cooling
process.
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Fig. 2: (Color online) Temperature of the D1 gray molasses as a
function of the D1 peak intensity per beam. The D1 repumping
intensity corresponds to one third of the cooling intensity.

Our interpretation is the following. Close to resonance
from a F = 2 → F ′ = 2 transition and for any light polar-
ization, there is a dark state and four bright states, which
are coherent superpositions of Zeeman sublevels. Motional
coupling from the dark state to bright states takes place
due to polarization gradients in our 3D σ+ − σ− config-
uration. As a consequence, a gray-molasses–type cooling
occurs for D1 light blue-detuned from the F = 2 → F ′ = 2
transition [19]. The magnetic field of the order of one
gauss in the trapping region is not high enough to imme-
diately destroy the coherence of the dark state and allows
Sisyphus cooling cycles to take place. This explains our
observed low temperature in the compressed-MOT. Red-
detuned D2 light is used to repump the atoms. In com-
bination with the magnetic field gradient, it also leads to
the only trapping force in our hybrid compressed-MOT.
Furthermore, we have observed that better compression is
obtained when reducing the repump intensity below the
saturation intensity (see table 1). This is crucial in order
to reduce photon reabsorption, a process which limits the
density. For the optimal parameters, we observe a fluores-
cence rate in our hybrid D1-D2 compressed-MOT that is
five times lower than in our MOT2.

D1 gray optical molasses. – For the last cooling
step, we use bichromatic beams in a Λ-configuration from
the two F = 1 and F = 2 hyperfine ground states to
the blue side of the D1 line, a setup which permits deep
sub-Doppler cooling [18–20]. This technique is first tak-
ing advantage of the gray-molasses cooling mechanism on
the D1 F = 2 → F ′ = 2 transition, which is also at
play in our compressed-MOT. Moreover, the two light
fields at the Raman condition δ1C = δ1R = Δ introduce
new dark states which are coherent superpositions of the
F = 1 and F = 2 sublevels as in electromagnetically

240% (60%) of atoms are in the F = 2 (F = 1) manifold at the
optimal parameters.
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Fig. 3: (Color online) Temperature of the D1 gray molasses as
a function of the global detuning Δ of the D1 cooling beams.
Δ = 0 corresponds to being on resonance with the D1 F ′ = 2
state. Δ = −9.3 Γ corresponds to being on resonance with the
D1 F ′ = 1 state.

induced transparency [29]. There are thus additional
possible gray-molasses cooling cycles, which lead to even
lower temperatures. Experimentally, we have found that
a repumping to cooling intensity ratio of one third is
optimal [20].

We first set δ1C = δ1R = Δ = 2π × 21MHz = 3.5Γ
and study the influence of the D1 light intensity. With
a D1 peak intensity per beams of 3.5 IS, all atoms from
the compressed-MOT are captured by the optical molasses
and cooled below 25μK in less than 2ms. This shows the
great cooling efficiency and the large capture range of the
gray-molasses technique. We thus do not need a precool-
ing stage using D2 molasses. In order to reach lower tem-
peratures, we then ramp down the D1 power linearly in
7ms. During this time, the atom expansion is negligible
compared to the initial size of the compressed-MOT cloud.
In fig. 2, we present the final temperature as a function
of the final D1 molasses power. We find that the tem-
perature decreases linearly with the final optical power
for sufficiently high intensity. This may be understood,
in analogy with the behavior of bright molasses, from the
reduction of the induced light shifts in the dressed state
picture [18]. For a cooling laser intensity of 0.2 IS, we
find a minimal temperature of ∼ 6μK which is a factor
two below previously achieved temperatures [20]. If we
start directly with this low intensity, the capture veloc-
ity of the gray molasses is reduced and only 10% of the
atoms from the hybrid D1-D2 compressed-MOT are effi-
ciently cooled (only ∼ 1.5% from a D2 compressed-MOT
at 2mK). These are cooled to the same temperature of
6μK showing the absence of density effect. The others
are lost, revealing the importance of the power ramp to
dynamically tune the velocity capture range. At lower in-
tensity, the cooling mechanism is not efficient enough and
the observed temperature increases.
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Fig. 4: (Color online) Temperature of the D1 gray molasses
as a function of Raman detuning δ. Deep cooling is found
at the Raman resonance. The cooling at 25 μK observed on
both sides of the resonance is attributed to the gray-molasses
mechanism working on the F = 2 → F ′ = 2 transition.

In fig. 3, we then study the temperature as a func-
tion of the global detuning Δ of the D1 cooling beams.
For positive detunings, we find that cooling works over a
broad range. The cooling is found to work best when the
detuning Δ = δ1C = δ1R is between 3.5 Γ and 7Γ. For neg-
ative detunings, cooling also occurs around Δ = −7.5Γ.
We interpret this as gray molasses working with the F ′ = 1
state. However the minimum temperature obtained at this
detuning while optimizing the molasses parameters was
about 10μK. Being too close and red-detuned from the
F ′ = 2 state leads to heating [18]. This is confirmed by
the fact that red-detuned from the F ′ = 1 state (and thus
also from the F ′ = 2 state), no cooling is observed.

Finally, we have also studied the dependance of the
final temperature as a function of the Raman detuning
δ = δ1R − δ1C (see fig. 4). We observe a narrow feature
going from deep cooling at δ = 0 to relative heating at
δ ≈ 2π × 0.4MHz, which is characteristic of the gray-
molasses Sisyphus mechanism involving the dark states
from the Λ configuration [18,20]. Maximum heating is
observed when the typical light shift of the bright states
corresponds to the Raman detuning such that the atoms
are maximally coupled to bright states at the top of the
potential hills. Actually, our very narrow feature in δ,
as compared to other experiments [18,20], is correlated
to a strongly reduced power at the end of the D1 gray
molasses.

In addition to the sharp resonant feature close to δ = 0,
we observe a background cooling at 25μK, which we inter-
pret as gray-molasses cooling in the F = 2 → F ′ = 2 man-
ifold without hyperfine coherence. Whereas all the atoms
are cooled for δ < 0, only 25% of the cloud is captured
by this mechanism for δ > 0 due to the competition be-
tween heating and cooling processes. We observe that for
δ > 0, groups of atoms tend to accumulate at additional
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Fig. 5: (Color online) Number of atoms trapped in the optical
dipole trap as a function of the optical trap depth.

non-zero velocities proportional to δ. For each of these
velocities, the Doppler effect shifts the Raman transition
into resonance for a pair of perpendicular beams. This
observation directly shows the importance of the Raman
dark-state cooling in our system. Experimentally, another
way of reducing the coherence of the dark states is to
add a magnetic field. We find a very high sensitivity
as a function of magnetic field with the temperature in-
creasing as ΔT ∼ 300(100)μK/G2. Even with such a
high sensitivity, it is unlikely that uncontrolled stray mag-
netic fields are playing a role in our observed minimal
temperature.

Loading of an optical trap. – When loading an opti-
cal dipole trap, D1 gray-molasses technique has several ad-
vantages. As compared to sub-Doppler cooling using the
D2 transition [13], it permits us to reach a lower temper-
ature (6μK compared to 25μK) and a higher phase-space
density (2× 10−4 (see footnote 1) compared to 1.5× 10−5

in [13]). These two ingredients are crucial for efficient load-
ing of an optical trap. In addition, we expect the trapping
laser not to disturb the gray molasses because its induced
light shift affects the rather insensitive global detuning
Δ of the D1 molasses and not the critical Raman detun-
ing δ. Experimentally, we focus a single trapping beam at
1550 nm down to 140μm on the molasses. We then switch
off the molasses beams and keep the optical trap on during
80ms to let the radially untrapped atoms fall under grav-
ity (see fig. 5). The observed number of trapped atoms
increases with the laser intensity or equivalently with the
trap depth. This is expected from a larger region with a
light-shift potential larger than the molasses temperature.
At low potential depth (below 20μK), gravity is not any
more negligible and the actual trap depth in the vertical
direction is further reduced (eventually to ∼ 6μK, i.e.
the molasses temperature, for a potential depth of 15μK)
explaining a lower trapped atom number. For the maxi-
mum power of 22W in the trapping beam, 3 × 107 atoms
are captured at a temperature of 18μK. The phase-space
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density at this stage is 3 × 10−4, which corresponds to
a fifteen-fold gain as compared to the value we had in a
similar configuration in a rubidium experiment producing
Bose-Einstein condensates with 1.5 × 105 atoms [24].

Conclusion. – In conclusion, we show that using
D1 cooling beams in addition to D2 cooling beams in
experiments with potassium permits us to increase the
number of atoms in the MOT, to achieve a higher den-
sity in a new type of hybrid D1-D2 compressed-MOT and
to greatly reduce the temperature to 6μK in Λ-enhanced
D1 optical molasses. Although some questions remain for
example about the origin of the minimal temperature in
D1 gray molasses, the obtained phase-space density up
to 2 × 10−4 in an optically cooled sample will certainly
ease future ultracold potassium experiments. Moreover,
our methods are quite general and are likely to be efficient
for a variety of atomic species including those with a nar-
row D2 hyperfine structure. Direct transfer from the op-
tically cooled sample to an optical trap can then be made
quite efficient and all-optical cooling of potassium atoms
to quantum degeneracy should be possible, simplifying ex-
isting techniques using a mixture [30,31] or an intermedi-
ate magnetic trap [32]. D1 gray molasses could also be
useful to extend single atom fluorescence imaging [33,34]
to lithium or potassium.
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We report the all-optical production of Bose-Einstein condensates (BEC) of 39K atoms. We directly load
3 × 107 atoms in a large volume optical dipole trap from gray molasses on the D1 transition. We then apply a
small magnetic quadrupole field to polarize the sample before transferring the atoms in a tightly confining optical
trap. Evaporative cooling is finally performed close to a Feshbach resonance to enhance the scattering length.
Our setup allows one to cross the BEC threshold with 3 × 105 atoms every 7 s. As an illustration of the interest
of the tunability of the interactions we study the expansion of Bose-Einstein condensates in the one-dimensional
to three-dimensional crossover.

DOI: 10.1103/PhysRevA.90.033405 PACS number(s): 37.10.De, 67.85.−d, 37.10.Gh, 05.30.Jp

I. INTRODUCTION

As versatile, extremely well-controlled, and isolated sys-
tems, ultracold atoms are widely used for quantum simulation
[1]. A key feature in ultracold atom experiments is that
interactions are characterized by a unique parameter, i.e., the
scattering length, which can be tuned using magnetic Feshbach
resonances [2]. In the case of fermions, changing the interac-
tion strength has allowed the study of the BEC-BCS crossover
[3–5] as well as the thermodynamical properties of fermionic
systems at unitarity [6–8]. The properties of Bose-Einstein
condensates (BEC) can also be greatly modified [9–15]. More
recently, strongly interacting Bose gases have received special
interest both from experimental and theoretical points of view
[16–21].

Due to the existence of both fermionic and bosonic isotopes
as well as broad Feshbach resonances at low magnetic field,
potassium is an attractive alkali [22]. However the most
common isotope—the bosonic 39K—suffers from two major
limitations. The first one is a narrow hyperfine structure that
hinders sub-Doppler cooling using conventional techniques.
It has recently been overcome by implementing either bright
molasses close to resonance [23] or gray molasses on the D1
transition [24,25]. The second limitation is due to a small and
negative background scattering length at zero magnetic field,
which leads to a minimum of the collision cross section at
relatively low energy [23]. As a result, evaporative cooling in a
magnetic trap has proved to be inefficient. To circumvent these
problems a solution is to use other species to sympathetically
cool potassium to quantum degeneracy [13,26]. This, however,
demands a second laser system. More recently, pioneering
work combining a quadrupole trap and direct transfer to a deep
optical dipole trap has led to the Bose-Einstein condensation
of 39K in a single species experiment [27].

In this paper, we report the first production of a Bose-
Einstein condensate of 39K using an all-optical method [12,28–
40], i.e., by direct loading of a dipole trap from gray molasses
without the aid of another atomic coolant, nor pure magnetic
trapping. Optical cooling and trapping allow us to use the
magnetic field to adjust the scattering length to an optimal
value. It results in a rapid production of degenerate ultracold
gases with tunable interactions.

The paper is organized as follows. The direct loading of a
large volume dipole trap from gray molasses is described in

Sec. II. The procedure to obtain a polarized and dense sample is
then discussed in Sec. III. The evaporation close to a Feshbach
resonance is described in Sec. IV. Finally, the tunability of
the interaction is used to study the expansion of BEC in the
one-dimensional (1D) to three-dimensional (3D) crossover in
Sec. V.

II. DIPOLE TRAP LOADING

The beginning of the experiment is described in [24]. 39K
atoms are collected from a vapor in a two-dimensional (2D)
magneto-optical trap (MOT), which loads a 3D MOT in a
second ultrahigh vacuum chamber. The 3D MOT saturates
at 5 × 109 atoms after a 2.5-s loading stage. The cloud is
further compressed in a hybrid compressed MOT (CMOT)
configuration combining light on the D1 and D2 transitions.
A gray molasses working on the D1 transition [24,41,42] then
cools the gas down to T = 6 μK (see Table I).

The atoms are loaded in a large dipole trap derived from a
30-W multimode IPG fiber laser ELR-30-1550-LP operating
at 1550 nm. The 21-W beam is focused down to a waist
radius at 1/e2 of ω1 = 150 μm and shined on the atoms at
the beginning of the molasses phase [35,38,43]. It creates a
U1 = kB × 40 μK deep optical potential (kB is the Boltzmann
constant). The highest trapped atom number of 3 × 107 is
obtained for the laser parameters leading to the coldest gray
molasses. This is expected as the induced light shifts of the
order of a few megahertz are small compared to the laser
detunings and moreover do not affect the Raman condition
between the hyperfine ground states in the gray molasses [24].

As compared to a sudden loading at the end of the molasses
phase, the superposition of the optical trap with the gray
molasses leads to a doubling of the number of captured atoms.
We cannot collect more atoms using longer superposition
times than ∼10 ms, an effect which we interpret as a density-
dependent efficiency of the gray molasses limited by photon
reabsorption (above ∼2 × 1011 cm−3) [44]. Our transferred
atom number of 3 × 107 roughly matches an estimation given
by the number of atoms being at a position where their kinetic
energy does not exceed the local trap depth [45]. This is
consistent with our optimization of the captured atom number
by increasing the trap waist up to 150 μm. For even larger
waists, gravity plays an important role and hinders an efficient
trapping.
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TABLE I. Experimental parameters during the steps preceding evaporation. We report the atom number N , the temperature T , the density
n, the phase space density D, the magnetic field gradient in the strong direction γ , and the Feshbach field B0.

Experimental steps N T (μK) n (cm−3) D γ (G cm−1) B0(G)

D1 gray molasses 2 × 109 6 1 × 1011 1.5 × 10−4 0 0
Polarized sample in large trap 8 × 106 9 1.2 × 1012 10−3 14 0
Confining trap at the beginning of the evaporation 4 × 106 220 6.8 × 1013 4.5 × 10−4 0 550.5

III. SAMPLE POLARIZATION AND COMPRESSION

During the gray molasses the atoms are distributed among
the different F = 1 and F = 2 ground states. In the very
last 0.5 ms of the gray molasses, the repumping light is
switched off in order to optically pump the atoms in the F = 1
sublevels, forming a stable mixture. Due to the large Rayleigh
length of the optical dipole trap of 4.5 cm, the atoms are
not confined along the beam direction. The initial (rms) size
of the cloud in this direction is 1 mm, i.e., the size of the
gray molasses. In order to perform an efficient evaporation
at a high collision rate, we need to confine and compress the
cloud to a higher density. This can, for example, be done by
directly adding another crossing optical dipole trap [35]. In
the case of potassium, this is not sufficient because of the
scattering length abg ≈ −30 a0 where a0 is the Bohr radius.
Indeed this low and negative value implies the existence of a
Ramsauer collision rate minimum at a relatively low collision
energy of kB × 400 μK [27]. When compressing the gas, the
temperature increases towards this energy and prevents the
evaporation from being efficient.

To circumvent this problem, we take advantage of 39K
Feshbach resonances [22] to tune the scattering length. We
thus need to polarize the gas in a single spin state because
there is no magnetic field region where the scattering lengths
for the different F = 1 sublevels are simultaneously favorable
to initiate an efficient evaporation. Experimentally the optical
pumping efficiency is limited to 60% due to a too high density
at the end of the gray molasses. Moreover optical pumping
leads to residual heating and to a factor 4 decrease in the atom
number captured in the optical trap [46].

We thus adopt another strategy that is filtering out unwanted
atomic levels. In practice, we apply, in addition to the optical
trap, a small magnetic quadrupole field of 14 G cm−1 using the
MOT coils. In this configuration, only the atoms in the |F =
1,mF = −1〉 state experience magnetic confinement along the
beam direction, while the others are lost due to a repulsive
magnetic potential (see Fig. 1). This configuration allows us,
after 500 ms, to keep one-third of the initially trapped atoms
in a pure spin state.

A second 13-W dipole trap beam with a 21-μm waist radius
is then crossed at the center of the large trap with an angle of
56◦ [35]. The atoms from the first beam are transferred into this
second highly confining trap on a time scale of 1 s. After 2 s
the magnetic quadrupole is switched off and we are left with
N = 4 × 106 atoms in the |F = 1,mF = −1〉 state at 220 μK
in this tightly confining optical trap (second beam). Since the
temperature is then higher than the trap depth of the large trap,
the latter has no important effect in the cloud trapping. At
this stage, the trapping frequencies can thus be approximated
by the ones of the confining trap, ω‖/2π = 145(7) Hz in the

longitudinal direction and ω⊥/2π = 8.7(0.5) kHz in the radial
one. The resulting phase space density D = Nω2

⊥ω‖(�/kBT )3

is 4.5 × 10−4 (see Table I). Note that, even in this highly
confining dipole trap at 1550 nm, we do not observe any light-
induced losses. This is in contrast to the situation observed
with a multimode laser at 1070 nm [27].

IV. EVAPORATIVE COOLING IN THE OPTICAL TRAP

In order to perform efficient evaporative cooling to quantum
degeneracy, we first adjust the magnetic field to 550 G in order
to tune the scattering length to a = 130 a0 [22]. It increases
the collision rate to 15 ms−1. The forced evaporation proceeds
as follows (see Fig. 2). In the first part of the evaporation the
power of the tightly confining trap is decreased by a factor ∼25
until the trap depths of the two beams are of the same order.
In the second part of the evaporation the power of both beams
is decreased simultaneously. The condensation transition is
crossed with 3 × 105 atoms after 2 s of evaporation.

In order to evaluate the efficiency of our evaporation,
we plot in Fig. 3 the phase space density D and the
collision rate � = √

2/π n0 (8πa2)
√

kBT /m, where n0 =
Nω2

⊥ω‖(m/2πkBT )3/2 is the central density, and m the atomic
mass [47]. The temperature and the number of atoms in the
gas are measured through the size of the cloud after a time
of flight of 20 ms. The trap frequencies are deduced from
the independently measured properties of the two dipole trap
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FIG. 1. (Color online) Sample polarization procedure in a
quadrupole field. Each Zeeman sublevel (represented with different
colors) experiences a different longitudinal potential. It is a confining
potential only for the mF = −1 (plain black line). The two others
are repulsive and given by the second order Zeeman shift for the
mF = 0 (dashed blue line), and by the first order Zeeman shift for the
mF = +1 (dash-dotted orange line).
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FIG. 2. (Color online) Power reduction during the evaporation
process of the large beam (orange circles) and of the tightly confining
one (blue triangles). During the first part of the evaporation the atoms
mainly see the second (confining) trap. Indeed kBT � U1 where U1 is
the depth of the large beam. The potential is changed by reducing the
power of the confining beam and the atoms enter the crossed region
when kBT � U1. The large beam then determines the longitudinal
frequency. The crossover between the two trapping regimes is shown
by a dashed line. The powers of both beams are reduced together
during the remaining part of the evaporation.

beams. In our analysis, we assume that the longitudinal trap
frequency is either given by the longitudinal frequency of the
tightly confining beam or given by the radial confinement of
the large beam depending if the atoms predominantly occupy
the cross region (see Fig. 2).

To quantify the efficiency of the evaporation process we use
the derivative � = −dlogD/dlogN . We measure an average
efficiency � ∼ 3 (see Fig. 3). The collision rate always remains
larger than some hundreds per second which is high enough
for an efficient evaporation. The increase of the collision rate
around 106 atoms corresponds to the transfer of the atoms in
the crossed region [48]. It appears as a sudden jump because
of our approximation of an abrupt increase in the longitudinal
frequency of the trap.

Our evaporation in an optical trap is both efficient and fast.
It takes ∼2 s to reach the condensation threshold while losing

FIG. 3. (Color online) Phase space density D (orange circles)
and two-body collision rate � (blue triangles) during the evaporation
process as functions of the atom number. The corresponding average
efficiency is � ∼ 3. The dashed line represents the stage at which the
atoms enter the crossed region of the traps as explained in Fig. 2.

FIG. 4. (Color online) Radial Thomas Fermi radius after 34.5 ms
of expansion as a function of Nca, where Nc is the number
of condensed atoms. The theoretical curve (continuous blue line)
corresponds to the size given by an approximate theory in the 1D to
3D crossover. The blue dashed line corresponds to the Thomas-Fermi
model in 3D which does not match our data.

a factor ∼10 in atom number. The chosen scattering length
is optimal and changing it to a higher or lower value during
the evaporation does not improve our efficiency. We could
also evaporate with similar efficiency when using the same
scattering length close to the two other low field Feshbach
resonances at 33 G and 162 G.

V. CONDENSATE WITH TUNABLE INTERACTIONS

In this section, we use our ability to tune the scattering
length to study Bose-Einstein condensates in the 1D to
3D crossover. More precisely, we study the expansion of
condensates released from an elongated trap at different
magnetic fields. At the end of the evaporation producing
Bose-Einstein condensates of Nc ∼ 2 × 104 atoms, the trap-
ping frequencies are ω‖/2π = 24(1) Hz in the longitudinal
direction and ω⊥/2π = 305(10) Hz in the radial one. The
magnetic field is first linearly ramped from 550 G to values
between 400 G and 555 G, which corresponds to scattering
lengths between −30 a0 and 300 a0. After an additional 200-ms
equilibration time, we then switch off the optical trap and
let the gas freely expand. After 10 ms the interaction energy
is already converted into kinetic energy and we can switch
off the magnetic field without modifying the expansion [49].
After t = 34.5 ms of expansion, the condensates are finally
imaged at zero field by fluorescence using the MOT beams at
resonance during 50 μs. We observe the onset of three-body
losses when the scattering length is set to values higher than
300 a0. At magnetic fields lower than 505 G, i.e., for a < 0, the
collapse of the Bose-Einstein condensate is observed through
its disappearance [50].

For 10 < a < 300 a0, we study the radial size of the
condensate after expansion. Figure 4 shows this size as a
function of the parameter Nca which characterizes the strength
of the interactions. We observe that due to the increase of the
interaction energy, the size after expansion grows when Nca

increases. In practice, we have chosen to fit the shape of the
condensate with a Thomas-Fermi profile [51–53].
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Because μ is not much larger than �ω⊥, we are in the 1D-3D
crossover and the Thomas-Fermi theory is not applicable.
We have thus developed a model to adjust our data. It is
based on an accurate interpolated value of the local chemical
potential in the 1D-3D crossover in a radially trapped cloud
μ = �ω⊥

√
1 + 4n1Da, where n1D is the 1D density along

the longitudinal direction [54]. This formula interpolates
between μ = �ω⊥, in the 1D regime, and μ = �

√
4n1Da,

which corresponds to the 3D Thomas-Fermi regime. In a
cylindrical section of length l, the number of atoms is n1Dl

and the energy is

E = l

∫ n1D

0
μ(n)dn = l�ω⊥(1 + 4n1Da)3/2/6a. (1)

Thanks to the virial theorem in 2D [55], half of this energy
is potential and the other half is the sum of the kinetic
and interaction energies, which is the release energy in
expansion Erel. Using the local density approximation in the
longitudinal direction, we can then calculate the radial release
energy per particle. In order to compare with the data, we
finally compute the corresponding Thomas-Fermi radius after
expansion RTF = t

√
7Erel/Nm. The theoretical curve matches

well our data. Note that the latter are fitted with a single
free parameter that is the atom number calibration or in other
words the detection efficiency. The obtained scaling factor is
consistent with the atom number calibration obtained via the
study of the condensed fraction as a function of T/T 0

c around
the transition. We estimate a 30% uncertainty on the measured
number of atoms.

VI. CONCLUSION

We have demonstrated a new route to produce 39K BECs
in a single species experiment. It is based on an all-optical
method that allows for a fast production of degenerate quantum
gases. The atoms are directly loaded in a dipole trap from D1
gray molasses. After filtering out unwanted Zeeman substates
evaporation is performed close to a Feshbach resonance with
a high efficiency. It results in producing BECs with tunable
interactions every 7 s in our setup. As an example we have
finally studied the expansion of a BEC in the 1D to 3D
crossover while tuning the scattering length finding good
agreement with theory. In future works, the atom number in
the BEC can be increased by using more power in the dipole
trap thus allowing the use of larger waists. Our method will
facilitate future studies of degenerate Bose gases with tunable
interactions and will find applications in both interferometry
as well as quantum simulation.
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