Département de Physique Laboratoire Kastler Brossel École Normale Supérieure

THÈSE de DOCTORAT de l’UNIVERSITÉ PARIS 6 Spécialité : Physique Quantique

présentée par

Thomas BOURDEL

pour obtenir le grade de DOCTEUR de l’UNIVERSITÉ PARIS 6

Gaz de Fermi en interaction forte :

Du condensat de molécules aux paires de Cooper

Soutenue le 2 décembre 2004 devant le jury composé de :

M. J. VIGUE . . . . . . . . . . . . . . . . . . Rapporteur M. C. WESTBROOK . . . . . . . . . Rapporteur M. J. TREINER . . . . . . . . . . . . . . . Président M. C. COHEN-TANNOUDJI Examinateur M. R. GRIMM . . . . . . . . . . . . . . . . . Examinateur M. C. SALOMON . . . . . . . . . . . . . Directeur de thèse M. G. SHLYAPNIKOV . . . . . . . Membre invité

Remerciements

Mon travail de thèse s’est déroulé de Septembre 2001 à décembre 2004 au Laboratoire Kastler Brossel, dans le département de physique de l’Ecole normale supérieure. Je suis reconnaissant envers toutes les personnes qui rendent cet environnement scientifique si dynamique et stimulant, et notamment le directeur du laboratoire Franck Lalöe.

Christophe Salomon, mon directeur de thèse, m’a proposé un projet qui s’est révélé extrêmement riche et intéressant. Christophe, par son dynamisme, sa gentillesse et son éternel optimisme, a certainement joué un grand rôle dans la réussite de nos expériences. J’ai apprécié la confiance qu’il donne à ses étudiants. Il nous laisse une grande autonomie tout en étant présent quand nous avons besoin de ses conseils.

Je tiens à remercier toutes les personnes avec qui j’ai eu personnellement l’occasion de travailler sur l’expérience, notamment les thésards et post-docs. J’ai apprécié de côtoyer au sein de notre équipe de recherche des personnes venues d’horizons divers : Allemagne, Italie, USA, Russie, Israël, Hollande, Chine, Espagne, Canada et même France. Je remercie tous ces personnes pour avoir su conserver pendant toutes la durée de ma thèse une ambiance chaleureuse et amicale dans notre équipe.

Il y a bien sûr les plus anciens, Gabriele Ferrari, Marc-Oliver Mewes puis un peu plus tard Florian Schreck, Kristan Corwin et Lev Khaykovich. Ils ont tous grandement participé à la construction de l’expérience et ils m’ont véritablement aidé, grâce à leur disponibilité et à leur patience, à prendre en main rapidement le dispositif expérimental. Mon principal collaborateur fut ensuite Julien Cubizolles qui a soutenu sa thèse en juin 2004. Ensemble, nous avons travaillé de façon détendue mais néanmoins efficace à la fois dans les périodes difficiles où rien ne marche et dans les moments plus agréables où tout fonctionne. Au cours de ma dernière année de thèse, l’arrivée au sein du groupe de Frédéric Chevy, Jing Zhang, Martin Teichmann, ainsi que le retour pour quelques mois de Lev Khaykovich constituèrent une aide précieuse. La nouvelle équipe est maintenant constitué de Frédéric et Martin auxquels se sont maintenant joint Leticia Tarruell et Jason McKeever. Je leur souhaite bonne chance pour la suite.

La compréhension de nos résultats a été facilité par une interaction étroite avec des nombreux théoriciens. Je voudrais citer en particulier Servaas Kokkelmans, qui a fait partie de notre équipe pendant deux ans. Il m’a notamment permis de beaucoup mieux comprendre le phénomène de résonance de Feshbach. J’ai aussi en mémoire de stimulantes discussions avec Gora Shlyapnikov, Dimitri Petrov, Yvan Castin, Lincoln Carr, Sandro

Stringari et Roland Combescot. Tous ont joué un rôle important dans la compréhension de nos résultats.

Je suis reconnaissant à Jacques Vigué, Chris Westbrook, Claude Cohen-Tannoudji, Jacques Treiner, Rudolf Grimm et Gora Shlyapnikov d’avoir accepté de faire partie de mon jury de thèse, et pour l’intérêt qu’ils ont porté à mon travail.

Je voudrais remercier l’ensemble du groupe “atomes ultra-froids”. Les permanents, Claude Cohen-Tannoudji, Michèle Leduc, Jean Dalibard, Yvan Castin, David Guery- Odelin, Christophe Salomon, Frédéric Chevy sont très accessibles et facilitent ainsi grandement le déroulement des recherche au sein du groupe. L’excellente ambiance au sein du groupe doit beaucoup aux personnes de passages que sont les stagiaires, étudiants, post-docs et visiteurs des différentes équipes. Je les remercie pour l’aide et l’amitié qu’ils m’ont témoignées.

Je suis reconnaissant envers les services administratifs et techniques du laboratoire. Merci en particulier à Nicole Neveu, Vera Da Costa, Linda Krikorian et Tierry Tardieu pour le secrétariat, à Lionel Pérenes et Patrick Giron pour le service électronique, à Jean- Francois Point et Didier Courtade des services généraux, à Jean-Claude Paindorge et Jack Olejnik de l’atelier mécanique général, à Robert Dalais, Franck Bouchereau, Jean-Marc Jusseau et Philippe Rousseau du service électrique, à Yvan Cabirou et Benoît Lemaire de l’atelier mécanique du LKB, à Patricia Celton et Denis Jaggi du magasin électronique, à Bruno Fabre du magasin “matières premières”, à Alain Launay, Daniel Lemoal et Zaïre Dissi du service informatique.

Un grand merci enfin à ma famille et à mes amis pour qui les fermions et et les bosons ne sont rien d’autre que des mots amusants et qui pensent parfois que la physique atomique a un lien direct avec le nucléaire. Merci à ceux qui m’ont aidé à la correction orthographique du manuscrit. Merci surtout à tous pour tous les bons moments passés en dehors du laboratoire.

Table des matières

1 Présentation de l’expérience 15 1.1 Refroidissement laser d’un gaz de lithium . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 15 1.1.1 Propriétés physiques du lithium, le four . . . . . . . . . . . . . . . . 15 1.1.2 Transition optique du lithium . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 15 1.1.3 Refroidissement optique et système laser . . . . . . . . . . . . . . . 16 1.2 Piégeage magnétique et gaz dégénérés . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 17 1.2.1 Le lithium dans l’état fondamental . . . . . . . . . . . . . . . . . . 17 1.2.2 Piège magnétique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 18 1.3 Gaz dégénérés de fermions et de bosons . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 21 1.3.1 Introduction . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 21 1.3.2 Gaz piégés sans interactions . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 21

2 Collisions dans un gaz de lithium ultrafroid 25 2.1 Collisions dans les gaz dilués ultrafroids . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 25 2.1.1 Différents types de collision . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 25 2.1.2 Théorie de la diffusion . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 26 2.1.3 Longueurs de diffusion du Lithium . . . . . . . . . . . . . . . . . . 29 2.2 Interaction résonnante . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 30 2.2.1 Résonances de forme . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 30 2.2.2 Résonance de Feshbach . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 31 2.2.3 Un exemple : une résonance en onde s entre des états du^6Li . . . . 34

3 Refroidissement fermionique, effet des pertes 39 3.1 Refroidissement d’un gaz de fermions. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 39 3.1.1 Principe du refroidissement . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 39 3.1.2 Chauffage induit par les pertes . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 40 3.2 Limite du refroidissement par un condensat pur . . . . . . . . . . . . . . . 41 3.2.1 Modèle théorique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 41 3.2.2 Résultats des simulations numériques . . . . . . . . . . . . . . . . . 42 3.2.3 Prédictions analytiques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 46 3.2.4 Comparaison avec les expériences . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 47 3.3 Evaporation de deux mers de Fermi en interaction . . . . . . . . . . . . . . 48

6 TABLE DES MATIÈRES

3.3.1 Modèle théorique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 48 3.3.2 Résultats numériques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 49 3.3.3 Comparaison avec les expériences . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 51

4 Résonance de Feshbach entre fermions 53 4.1 Dispositif expérimental . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 53 4.1.1 Piège optique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 53 4.1.2 Quelles bobines pour le champ magnétique de Feshbach ? . . . . . . 55 4.1.3 Séquence expérimentale . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 56 4.2 Pertes proche de la résonance . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 57 4.2.1 Données expérimentales . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 57 4.2.2 Recombinaison à trois corps vers un état faiblement lié . . . . . . . 58 4.3 Etude de l’anisotropie . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 58 4.3.1 Régime hydrodynamique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 59 4.3.2 Conditions expérimentales . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 61 4.3.3 Résultats . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 62 4.4 Mesure de l’énergie d’interaction . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 64 4.4.1 Méthode expérimentale . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 64 4.4.2 Résultats et interprétation . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 65

5 Création de molécules froides faiblement liées 67 5.1 Détection des molécules . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 67 5.1.1 Technique de la double rampe . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 67 5.1.2 Suivi adiabatique de l’état moléculaire . . . . . . . . . . . . . . . . 68 5.2 Résultats expérimentaux . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 69 5.2.1 Création de molécules en fonction du champ magnétique . . . . . . 69 5.2.2 Dépendance en température . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 70 5.2.3 Durée de vie . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 70 5.2.4 Densité dans l’espace des phases . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 72 5.3 Modèle thermodynamique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 72 5.3.1 Introduction . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 72 5.3.2 Equations thermodynamiques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 73 5.3.3 Résultats et interprétation . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 74 5.3.4 Comparaison avec les résultats expérimentaux . . . . . . . . . . . . 76 5.4 D’autres molécules ultrafroides . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 76 5.4.1 Molécules constituées de deux bosons . . . . . . . . . . . . . . . . . 76 5.4.2 Molécules constituées de deux fermions . . . . . . . . . . . . . . . . 77

6 Condensat de molécules 79 6.1 Formation et observation du condensat . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 79 6.1.1 Techniques d’imagerie du condensat en temps de vol . . . . . . . . 79 6.1.2 Formation d’un condensat de molécules . . . . . . . . . . . . . . . . 81

6.2 Un condensat stable en interaction forte . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 83 6.2.1 Mesure de la longueur de diffusion à partir d’un condensat pur . . . 83 6.2.2 Temps de vie des molécules en fonction de a . . . . . . . . . . . . . 85 6.3 Conséquences des interactions fortes . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 86 6.3.1 Expansion d’un gaz partiellement condensé en interaction forte . . . 87 6.3.2 Effet des interactions sur la température de condensation . . . . . . 91

7 Transition BEC-BCS : un peu de théorie 93 7.0.3 Ansatz BCS dans le model à deux canaux à T = 0 . . . . . . . . . . 93 7.0.4 Résolution . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 96 7.1 Température critique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 100 7.1.1 Hamiltonien en champ moyen . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 100 7.1.2 Hamiltonien diagonalisé . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 100 7.1.3 Equation du gap à température finie . . . . . . . . . . . . . . . . . 101 7.1.4 Température de création de paires . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 101 7.1.5 Température de la transition de phase superfluide . . . . . . . . . . 102 7.2 Limite unitaire . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 102

8 Transition BEC-BCS : Résultats expérimentaux 105 8.1 Mesures en temps de vol . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 105 8.1.1 Expansion du gaz dans la région de transition BEC-BCS . . . . . . 105 8.1.2 Anisotropie dans l’expansion . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 106 8.1.3 Energie relâchée . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 108 8.2 Autres mesures et perspectives . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 109 8.2.1 Autres mesures dans la zone de transition BEC-BCS . . . . . . . . 109 8.2.2 Perspectives . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 111

9 Résonances de Feshbach en onde p 115 9.1 Introduction . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 115 9.1.1 Théorie des résonances de Feshbach en onde p . . . . . . . . . . . . 115 9.1.2 Localisation des résonances en onde p dans |F = 1/2⟩ . . . . . . . . 118 9.2 Etude des pertes . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 120 9.2.1 Deux comportements différents . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 120 9.2.2 Canal (1/2, 1/2) : pertes à trois corps . . . . . . . . . . . . . . . . . 122 9.2.3 Pertes à deux corps . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 123 9.3 Molécules en onde p . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 127

Introduction

Dès 1803, J. Dalton, à partir de ses expériences sur les réactions chimiques, émis l’hypothèse que la matière est composée de particules indivisibles, les atomes. C’est la naissance de la physique atomique. A la fin du siècle, le proton est découvert par Goldstein et l’électron par Thompson. En 1911, Rutherford montre l’existence du noyau atomique à partir d’une expérience de diffusion de protons à travers une feuille d’or. Dans les années 1925-1927, sous l’impulsion de nombreux physiciens, Heisenberg, Schrödinger, Pauli, De Broglie, Bohr, Sommerfeld, Einstein, Born, Dirac, débute la révolution quantique. Les notions de principe d’incertitude (selon lequel on ne peut pas connaître à la fois l’impulsion et la position d’une particule) et de complémentarité (comportement à la fois ondulatoire et corpusculaire des particules) sont découverts. L’existence de deux types de particules, les bosons et les fermions fut découverte. Les bosons (resp. fermions) sont caractérisés par une fonction d’onde symétrique (antisymétrique) par échange de deux particules et obéissent à la statistique de Bose-Einstein [1,2] (Fermi-Dirac [3]). Le spin, un moment angulaire et magnétique quantifié, associé de façon intrinsèque aux particules, est découvert pendant la même période par Goudsmith et Uhlenbeck. Les atomes sont alors décrits de la façon suivante : un noyau chargé positivement crée un potentiel coulombien, et les électrons se distribuent sur les états quantiques associés à ce potentiel.

Les électrons peuvent passer d’un état quantique à un autre par absorption ou émission d’un photon et la technique du pompage optique [4] a permis de préparer un gaz d’atomes dans un état quantique bien déterminé. Le développement des lasers à partir des années 60 a grandement facilité le développement ultérieur de la physique atomique. On a ensuite cherché à contrôler non seulement l’état interne (état électronique et de spin) des atomes mais aussi leur état externe (position et vitesse). Les techniques de refroidissement laser, particulièrement efficaces dans les gaz d’atomes alcalins, ont valu à S. Chu, W. Philips et C. Cohen-Tannoudji le prix Nobel de physique en 1997 [5].

Le comportement de la dynamique interne des atomes est de nature intrinsèquement quantique. Au contraire, les propriétés statistiques d’un ensemble d’atomes en phase gazeuse sont en général bien décrites par la mécanique classique. L’approximation classique est valable tant que la densité dans l’espace des phases, c’est à dire la probabilité de trouver deux particules dans le même état quantique, est faible devant 1. Le régime quantique dans un gaz implique des températures extrêmement faibles de l’ordre du microkelvin. Néanmoins, on sait, depuis 1995 , et la première réalisation expérimentale de la condensation de Bose-Einstein [6, 7] qu’il est possible d’atteindre les conditions de température et de densité nécessaires au régime quantique dans un gaz d’atomes piégés dans une enceinte à ultravide. Le prix Nobel de physique fut attribué à E. Cornell, C. Wiemann et W. Ketterle pour ces travaux [8]. La condensation a maintenant été atteinte dans de nombreux gaz atomiques différents [9, 10, 11, 12, 13, 14, 15, 16] et comme nous le montrerons par la suite dans des gaz de molécules diatomiques [17, 18, 19, 20].

Les gaz dilués ultrafroids sont des systèmes quantiques très bien contrôlés. Le potentiel de piégeage vu par les atomes peut être modifié par des champs magnétiques et des moyens optiques [21]. Les interactions entre atomes sont décrites théoriquement de façon très précise et peuvent être modifiées au moyen de résonances de Feshbach [22,23,24], observées pour la première fois en 1998 [25]. Parmi les résultats les plus marquants de la physique des condensats, on peut citer : la compréhension du rôle des interactions [26], les laser à atomes [27], les vortex [28], l’amplification d’onde de matière (superradiance) [29], les quasi-condensats [30], les solitons d’onde de matière [31,32,33,34], le gaz de Tonks [35,36], la transition métal-isolant de Mott [37].

Les techniques de refroidissement des gaz atomiques ont pu être adaptées aux gaz de Fermi. Le régime quantique fermionique a été démontré pour la première fois en 1998 dans un gaz de potassium 40 [38]. Un gaz de fermions sans interaction ne subit pas de transition de phase à basse température. On passe continuement d’une distribution classique de Bolzmann à une distribution quantique de Fermi-Dirac. A température nulle, tous les niveaux de plus basse énergie sont occupés jusqu’à l’énergie de Fermi, E_F = k_BT_F. Des effets quantiques tels que la pression quantique ou l’inhibition des collisions par le principe de Pauli ont été observés. En 2001, dans notre équipe, a été obtenu un gaz dégénéré de^6Li en équilibre thermique avec un condensat de^7Li à une température de l’ordre d’un cinquième de la température de Fermi [39]. Quelques autres équipes ont aussi atteint le régime quantique fermionique dans des gaz de^6Li [40, 41, 42, 43] et de^{40}K [44].

Pour un gaz de fermions en interactions attractives, on s’attend à une transition de phase à basse température. Pour des interactions faibles, c’est l’analogue de la transition supraconductrice pour un gaz d’électrons dans les métaux. Cette transition de phase, dite BCS du nom de ses inventeurs Bardeen, Cooper et Schrieffer [46, 47, 48], est due à la formation d’un condensat de paires de particules. Ces paires, dites de Cooper, ont une taille caractéristique grande devant la distance entre particules. Pour des interactions fortement attractives, on s’attend à former des molécules, c’est-à-dire des paires dont la taille est petite devant la distance moyenne entre atomes. Ces molécules consituées de deux fermions, sont des bosons, et à basse température, elles peuvent donc former un condensat de Bose- Einstein (BEC). C’est alors l’analogue d’un condensat d’atomes bosoniques constitués pourtant de fermions : protons, neutrons et électrons. La compréhension du régime intermédiaire correspondant à la transition entre un condensat de paires de Cooper et un condensat de paires de molécules est un problème important et non résolu de la physique à N-corps [49,50]. La figure 1, présentée pour la première fois par M. Holland et al, montre la température de la transition de phase en fonction de l’énergie de liaison des paires pour

Figure 1 – Température de la transition de phase superfluide T_C en fonction de l’énergie des paires Δ. T_F est la température de Fermi. Les symboles correspondent à différents systèmes expérimentaux. Le régime de la transition BEC-BCS est la zone délimitée par les pointillés. La croix correspond à un gaz de fermions à deux composantes au pic d’une résonance de Feshabch. Figure extraite de [45].

différents systèmes physiques existants. Dans le régime BCS, la température de transition (en unité de la température de Fermi) et l’énergie de liaison des paires (en unité de l’énergie de Fermi) sont faibles et proportionnelles entre elles. Dans le régime BEC, la température de transition devient constante quelque soit l’énergie de liaison des consituants qui est, par définition, grande devant l’énergie de Fermi. Le régime intermédiaire est délimité par les pointillées sur la figure 1. La superfluidité de l’hélium 4 est expliquée par la condensation des atomes, tandis que celle de l’hélium 3 vient d’une transition de phase de type BCS avec des interactions en onde p. Les supraconducteurs à haute température critique [51], dont la description théorique fait encore l’objet de discussions, se trouvent proches de la zone de transition BEC-BCS.

Un des buts de notre expérience était l’observation de la transition de phase BCS dans un gaz de lithium 6 ultrafroid [52, 53, 54, 55]. Au cours de mon travail de thèse, une heureuse surprise fut de constater l’extraordinaire stabilité d’un gaz de^6Li à deux composantes proche d’une résonance de Feshbach (contrairement au cas des bosons). Une telle résonance permet de faire varier le signe et l’amplitude de l’interaction effective entre atomes. De part et d’autre d’une telle résonance, on s’attend à être dans l’un ou l’autre des régimes décrits précédemment, et proche de résonance, c’est le régime de la transition BEC-BCS [56,50,45,57,58]. L’étude de ce régime dans un système bien contrôlé tel qu’un gaz d’atomes ultrafroids est évidemment intéressante. Les résultats majeurs présentés dans cette thèse sont la formation et la condensation de molécules consituées de deux fermions, la mesure de leur durée de vie, la mesure de l’interaction effective entre molécules, l’étude de l’expansion d’un gaz de fermions dans le régime de la transition BEC-BCS et la mesure d’un paramètre (β) entrant dans l’équation d’état des gaz de Fermi à la limite unitaire.

Le plan est le suivant :

Les chapitres 1 et 2 sont introductifs. Le dispositif expérimental qui nous a permis d’atteindre le régime quantique fermionique est décrit brièvement [39]. La physique des interactions à deux corps est présentée. Un modèle à deux canaux d’une résonance de Feshbach permet de comprendre à la fois l’évolution de la longueur de diffusion et l’apparition d’un état faiblement lié au voisinage du pic de la résonance.

Le chapitre 3 est relativement indépendant du reste de la thèse. Il est consacré à l’étude théorique de la limite, imposée par les pertes, au refroidissement d’un gaz de fermions froids. Deux situations sont étudiées plus particulièrement : le refroidissement par contact thermique avec un condensat [59] et l’évaporation d’un gaz de fermions à deux composantes.

Le chapitre 4 présente nos premières études de la résonance de Feshbach entre atomes de lithium 6. On s’intéresse notamment aux pertes qui ne sont pas centrées au pic de la résonance et à l’étude des expansions du nuage en temps de vol. Ces deux mesures constituent les premiers signes de formation de molécules piégées [60].

Les chapitres 5 et 6 regroupent les résultats concernant la formation puis la condensation des molécules. L’efficacité de formation des molécules est étudiée en fonction du champ magnétique et de la température [61]. Les mesures permettent de conclure à l’équilibre thermodynamique entre les gaz d’atomes et de molécules ; la traversée de la résonance qui permet la formation ou la dissociation des molécules de façon contrôlée est un processus réversible. Enfin, un condensat de molécule est formé et détecté de façon directe. Ce condensat est dans un régime d’interaction forte ce qui modifie ses propriétés.

Les chapitre 7 et 8 sont dédiés à la transition BEC-BCS. Un modèle théorique à deux canaux est décrit. Le concept de résonance large ou étroite est explicité. La physique de la transition BEC-BCS est introduite. Ensuite, notre étude expérimentale de l’expansion du nuage est décrite [20], puis les autres résultats importants dans la zone de transition sont répertoriés.

Enfin, nos résultats concernant les résonances de Feshbach en onde p sont discutés dans le chapitre 8. Les trois résonances dans les états |F = 1/2⟩ du^6Li sont localisées. Les pertes dans chacun des canaux sont étudiées dans chacun des canaux [62] et un modèle de pertes dipolaires via l’état lié en onde p est présenté [63].

14 TABLE DES MATIÈRES

Chapitre 1

Présentation de l’expérience

Ce chapitre est consacré à une présentation rapide de notre expérience sur les gaz quantiques de lithium ultrafroids. Une description plus approfondie peut être trouvée dans les thèses de Gabriele Ferrari [64] et Florian Schreck [65].

1.1 Refroidissement laser d’un gaz de lithium

1.1.1 Propriétés physiques du lithium, le four

Le lithium est le troisième élément de la table périodique. Un atome de lithium comporte donc trois protons et trois électrons. Il existe deux isotopes stables, le lithium 7, avec quatre neutrons, et le lithium 6, avec trois neutrons. L’abondance naturelle du^6Li est de 7.5%. Les électrons, les protons et les neutrons ont un spin 1/2. Le lithium 7, et le lithium 6 ont respectivement un spin total entier, et demi entier ; d’après le théorème spin-statistique [66], le lithium 7 est un boson, le lithium 6 un fermion. La masse du^7Li (^6Li) est m_7 = 1, 17 10^{−26} (m_6 = 1.00 10^{−26}).

Le lithium est un solide à température ambiante. C’est un métal. Son aspect noirâtre vient de sa grande facilité d’oxydation. Il devient liquide à la température de 180^∘C. Pour obtenir une vapeur de lithium, on utilise un four que l’on chauffe jusqu’à T = 545^∘C. On obtient alors un jet de lithium gazeux collimaté avec une vitesse de l’ordre de √ k_BT/m_7 soit environ 1000 m.s^{−1}.

1.1.2 Transition optique du lithium

Le lithium est un alcalin, c’est à dire qu’il a un seul électron sur la couche externe, ici la couche n = 2. Dans l’état fondamental, l’électron externe est dans l’état 2s. La transition vers l’état 2p est une transition optique à 671 nm, une longueur d’onde visible dans le rouge. Le refroidissement laser consiste à faire cycler les atomes sur cette transition en leur faisant absorber des photons contra-propageants. L’émission spontanée est ensuite isotrope, et la quantité de mouvement des atomes est donc en moyenne réduite.

Plus précisément les énergies de l’état fondamental et de l’état excité pour le^7Li et le^6Li sont représentées sur la figure 1.1. On remarque que la structure hyperfine dans

Figure 1.1 – Niveaux d’énergie du^7Li et du^6Li . La longueur d’onde de la transition est environ 671 nm. ν_P et ν_R représentent les fréquences des lasers principaux et repompeurs.

les états excités est de quelques MHz, ce qui est du même ordre de grandeur que la largeur naturelle de raie (6 MHz), ainsi que de la largeur spectrale de nos lasers après asservissement (3 MHz). Par conséquent, en utilisant la transition F = 2 → F^′ = 3 ou F = 3/2 → F^′ = 5/2, on peuple aussi des niveaux de spin total (m_F) non maximum, et on peut alors retomber dans F = 1 ou F = 1/2. Ce n’est donc pas un bon système à deux niveaux. Un laser repompeur est alors indispensable. Les transitions utilisées^1 sont représentées par des flèches sur la figure 1.1.

1.1.3 Refroidissement optique et système laser

A la sortie du four, les atomes ont une vitesse de l’ordre de 1000 m.s^{−1}. On commence d’abord par les ralentir à une dimension suivant l’axe du jet pour obtenir un jet d’atome lent. C’est le rôle du ralentisseur Zeeman : pour compenser l’effet Doppler et garder les atomes à résonance au fur et à mesure de leur décélération, on utilise l’effet Zeeman induit par un champ magnétique variable. On a alors un jet d’atomes à une vitesse d’environ

1En pratique, on utilise la raie D1 et non la raie D2 pour le^6Li à cause d’une coïncidence entre la raie D2 du^6Li avec la raie D1 du^7Li .

30 m.s^{−1}. Ces atomes sont ensuite capturés par un piège magnéto-optique (MOT) qui est l’élément indispensable à toute expérience d’atomes ultra-froids [67].

Expérimentalement, pour chaque isotope, on a besoin d’un laser principal et d’un laser repompeur. Il faut donc au minimum quatre lasers. De plus, pour ne pas perturber le fonctionnement du MOT, les faisceaux du ralentisseur sont nécessairement décalés en fréquence. Il faut donc huit fréquences différentes. Notre système laser est basé sur l’utilisation de diodes laser. Pour générer toutes ces fréquences avec une puissance suffisante, on utilise un système à deux étages. D’abord, sur une table optique indépendante, on asservit par absorption saturée des lasers dits maîtres sur les transitions atomiques. En pratique, on a trois lasers maîtres, un sur la raie D2 du^7Li , un sur la raie D2 du^6Li, et un sur la raie D1 du^6Li . Pour plus de détails, on pourra se reporter à la thèse de Gabriele Ferrari [64]. A l’aide de modulateurs acousto-optiques en double passage, on dérive alors les quatre fréquences nécessaires pour le MOT que l’on injecte dans quatre fibres optiques. A la sortie des fibres, chaque faisceau est divisé en deux, l’un injecte une diode laser esclave du MOT, l’autre est décalé en fréquence de 400 MHz pour injecter ensuite un esclave du ralentisseur. On a donc huit lasers esclaves aux huit fréquences nécessaires au refroidissement. Pour le MOT, on utilise un amplificateur optique (MOPA : master oscillator power amplifier) injecté simultanément par les quatre esclaves qui permet d’avoir encore plus de puissance et surtout d’obtenir un faisceau polarisé contenant quatre fréquences dans le même mode radial [68].

Les performances de cette première partie de piégeage et de ralentissement nous permettent d’obtenir ∼ 10^{10} atomes de^7Li et 4 10^8 atomes de^6Li à une température de 0.7 mK [69]^2. La densité dans l’espace des phases nλ^3_{dB}, où n est la densité atomique et λ_{dB} = √ ℏ^2/mk_BT est la longueur d’onde thermique de de Broglie, est alors de l’ordre de 10^{−6} pour le^7Li .

1.2 Piégeage magnétique et gaz dégénérés

1.2.1 Le lithium dans l’état fondamental

Après leur capture dans le MOT, les atomes sont transférés dans un piège magnétique, c’est-à-dire une zone où le champ magnétique admet un minimum (les maxima de champ magnétique n’existent que sur les conducteurs). Pour que les atomes soient effectivement piégés, il faut que leur énergie interne soit croissante avec le champ magnétique, c’est à dire que leur moment magnétique soit positif. Le hamiltonien des atomes dans l’état fondamental en présence d’un champ magnétique B est :

H = E_{hf} I.S + μ_BB(g_eS_z − g_nIz) (1.1)

2La température Doppler est de 270 μK, mais à cause de la structure non résolue dans l’état excité, il est difficile de l’atteindre.

E_{hf} est l’énergie hyperfine (803 MHz pour le^7Li , 223 MHz pour le^6Li ). S et I sont les spins électroniques et nucléaires (I = 1 pour le^7Li , I = 3/2 pour le^6Li ). g_e et g_n sont les facteurs gyromagnétiques de l’électron et du noyau. Les états d’énergie (figure 1.2) sont alors donnés par la formule de Breit-Rabi [70]. Dans la suite, on nommera les états quantiques dans la base |F, m_F ⟩ à bas champ, même si ce n’est pas une base propre pour B ≠ 0.

Figure 1.2 – Energie en fonction du champ magnétique des états du^7Li et du^6Li . Les états sont nommés par leurs nombres quantiques dans la base |F, m_F ⟩. Seuls les états dont l’énergie augmente avec le champ magnétique sont magnétiquement piégeables.

On remarque, sur la figure 1.2, que seuls trois états du^7Li (|2, 2⟩, |2, 1⟩, |1, −1⟩), et trois états du^6Li (|3/2, 3/2⟩, |3/2, 1/2⟩, |1/2, −1/2⟩) sont magnétiquement piégeables à bas champ. Les états |2, 1⟩ et |3/2, 1/2⟩ ne sont pas stables par relaxation de spin^3, et les états |1, −1⟩ et |1/2, −1/2⟩ ne sont piégeables que pour des faibles champs magnétiques, c’est-à-dire uniquement pour des énergies thermiques faibles [39]. On utilise donc les états |2, 2⟩ et |3/2, 3/2⟩ qui sont complètement polarisés de spin.

1.2.2 Piège magnétique

Dans le MOT, tous les sous-niveaux Zeeman de F = 2 et de F = 1 sont peuplés. Pour piéger magnétiquement un maximum d’atomes, on illumine ceux-ci avec un faisceau repompeur résonant juste après le coupure du MOT. Ceci permet de passer de ∼15% à ∼30% des atomes dans l’état |2, 2⟩. On branche ensuite un piège quadrupolaire constitué par les bobines du MOT. Notre dispositif est ensuite relativement complexe et a pour but de transférer les atomes dans un petit appendice autour duquel un piège de Ioffe-Pritchard

3On pourra se reporter à la partie 2.1.1 pour une explication.

très confinant est installé^4. Des schémas du piège magnétique et du circuit électrique sont présentés dans les figures 1.3 et 1.4. Pour charger le piège de Ioffe-Pritchard, on

Figure 1.3 – Schéma du dispositif magnétique. AB représente le flux d’atomes incident, MOT désigne la position du piège magnéto optique. LQ sont les bobines du MOT et du piège quadrupolaire en bas. UQ&CC sont les bobines quadrupolaires centrés sur l’appendice et les bobines de compensation du piège de Ioffe qui est constitué par les barres IB et les bobines de confinement axial P C.

transfère les atomes du quadrupôle en bas vers un quadrupôle formé par les bobines de compensation (appelées aussi bobines de transfert). Malheureusement, seulement environ 10% des atomes passent effectivement dans l’appendice ; les autres trop chauds touchent l’appendice et sont perdus, c’est une sorte d’évaporation spatiale^5.

Ensuite, on allume les barres de Ioffe ainsi que les bobines de confinement axial (communément appelées ”pinch”). Enfin, la dernière étape consiste à changer le sens du courant dans une des bobines de compensation pour mettre ces dernières en série avec les bobines de confinement axial. On a ainsi un champ résiduel axial faible mais une courbure axiale C_{ax}. Les deux couples de bobines étant en série, les fluctuations de courant n’influencent que peu le champ résiduel axial. Ce champ B_0 est ensuite ajusté finement à l’aide d’autres bobines (”pinch offset”). Le champ créé par les barres est un champ quadrupolaire 2D avec un gradient G. Le champ axial résiduel permet de supprimer le zéro de champ magnétique, et on a alors une courbure radiale C_{rad} ≈ G^2/B_0. Le piège de Ioffe-Pritchard est localement harmonique avec les fréquences f_i, où i désigne les différentes directions

4Un fort confinement est nécessaire pour que l’évaporation ne soit pas trop longue car la longueur de diffusion du lithium 7 dans l’état |2, 2⟩ est relativement faible −27 a_0.

5Le dessin initial de l’expérience était optimisé pour une température du MOT plus basse.

Figure 1.4 – Schéma de l’alimentation des différentes bobines de champs magnétiques. En configuration MOT, seul S6 est fermé. En configuration piège quadrupolaire en haut, S1 et S3 sont fermés. En configuration piège de Ioffe-Pritchard, S2 et S4 sont fermés. Le champ magnétique de Feshbach est réalisé à l’aide des bobines “pinch” alimentées par l’alimentation MOT, S4 et S5 sont alors fermés. Pour pouvoir varier rapidement le champ Feshbach, il est possible de mettre simultanément un courant dans les bobines de compensation via S2 et S10.

du piège :

f_i = ω_i 2π = 1 2π √ μ_BC_i m (1.2)

Pour les valeurs typiques des courants utilisés, 200 A dans les bobines de confinement axial, 400 A dans les barres, et un champ résiduel de 2 G, les fréquences d’oscillation sont alors 70 Hz axialement et 4 kHz radialement (pour le^7Li ).

1.3 Gaz dégénérés de fermions et de bosons

1.3.1 Introduction

Dans le piège de Ioffe-Pritchard, les atomes sont évaporés jusqu’au régime de dégénérescence quantique. On entre dans ce régime quand la probabilité d’occupation d’un état quantique devient de l’ordre de 1. La statistique des atomes devient alors importante, bosons et fermions ont des comportements très différents. En dessous d’une température critique, dépendant du nombre N d’atomes pièges, k_BT_C = ℏω_xω_yω_z(^N_{ζ(3)} )^{1/3} = ℏω̄(^N_{ζ(3)} )^{1/3} pour un piège harmonique, les bosons subissent une transition de phase, la condensation de Bose-Einstein ; ils peuplent de façon macroscopique l’état fondamental du piège. Les fermions au contraire ne peuvent être qu’un seul par état quantique et minimisent leur énergie, à température nulle, en occupant tous les états quantiques jusqu’à l’énergie de Fermi E_F = k_BT_F = ℏω̄(6N)^{1/3}. T_C et T_F donnent la température typique d’entrée dans le régime quantique. La figure 1.5 [69] présente les distributions de position d’un mélange boson-fermion dans un piège harmonique. Les distributions sont très différentes ; le pic pour les bosons est caractéristique de la condensation, alors que les fermions occupent un volume plus grand à cause de la pression de Fermi.

1.3.2 Gaz piégés sans interactions

Plus généralement, la probabilité d’occupation d’un état quantique d’énergie ϵ pour un gaz sans interaction est donnée par la formule

f_{F,B}(ϵ) = 1 e^{β(ϵ−μ)} ± 1

, avec β = 1 k_BT

(1.3)

où les indices F et B correspondent à fermions et bosons, μ est le potentiel chimique. Dans l’approximation de densité locale^6, la densité dans l’espace des phases w(r, k) dans un piège harmonique est alors :

w_{F,B}(r, k) = 1 (2π)^3 1 e^{β(H(r,k)−μ)} ± 1 avec H(r, k) = ℏ^2k^2 2m + 1 2 ∑ j mω^2_j r^2_j (1.4)

6Pour des bosons, les atomes condensés ne sont alors pas pris en compte.

Figure 1.5 – Distribution spatiale d’un nuage de boson (^7Li) et de fermions (^6Li) dans un piège harmonique allongé. Les deux nuages sont en équilibre thermique et les nombres d’atomes sont similaires. La distribution bimodale de la figure du haut est caractéristique d’un condensat de Bose- Einstein [39].

Figure 1.6 – Distributions d’un nuage de bosons et d’un nuage de fermions en équilibre thermique à la température du seuil de condensation. La différence de largeur entre les deux distributions est une conséquence directe de la différence entre les deux statistiques [39, 40].

Pour avoir la densité à 1D (en impulsion ou en position), qui est très souvent ce qu’on mesure expérimentalement, il faut alors intégrer cette distribution suivant 5 dimensions^7 :

n^{1D}_{F,B}(r_i) = √ mω^2_i 2k_BT ( k_BT πℏω̄

)_3 ∫_∞ 0 8π^2v^4dv 3 1 e^{v2 +}

mω2i r2i

kBT −βμ ± 1

(1.5)

n^{1D}_{F,B}(r_i) = √ mω^2_i 2k_BT ( k_BT ℏω̄ )_3 1 √ π Polylog [ ±5/2, ∓e^{− mω} 2 i r 2 i kBT +βμ ] (1.6)

où la fonction Polylog est définie par Polylog(a, b) =

∫_∞ 0 x^{(a−1)} e^x−b dx

Γ[a]

(1.7)

Cette dernière formule^8 montre explicitement la différence entre une distribution de fermions et de bosons même non condensés. Cette différence est directement due à la statistique et a été vue expérimentalement dans notre expérience [40, 39](figure 1.6).

En utilisant la densité d’état ρ(E) =^{E2}_{2(ℏω̄)3} dans un piège harmonique, on peut aussi calculer le nombre d’atomes N, l’énergie E, et l’entropie^9 S d’un gaz idéal en fonction de

7Les 5 dimensions sont 3 directions d’impulsion et 2 directions d’espace.

8La fonction polylog correspond, suivant les signes utilisés, aux fonctions de g et f de Bose et de Fermi utilisées habituellement. Un développement en série est possible dans le cas où le potentiel chimique est négatif, ce qui n’est pas toujours le cas pour des fermions. La notation Polylog permet une notation plus compacte en réunissant les deux cas.

9On trouve facilement l’expression de l’entropie en utilisant le grand potentiel J et l’expression de

la température et du potentiel chimique [71, 72]. Ces formules seront utiles par la suite.

N_{F,B} = ∫ dϵρ(ϵ) 1 e^{β(ϵ−μ)} ± 1

= ∓( k_BT ℏω̄ )^3PolyLog[3, ∓e^{μ/kBT} ] (1.8)

E_{F,B} = ∫ ϵdϵρ(ϵ) 1 e^{β(ϵ−μ)} ± 1

= ∓3k_BT ( k_BT ℏω̄ )^3PolyLog[4, ∓e^{μ/kBT} ] (1.9)

S_{F,B} = k_B ∫ dϵρ(ϵ) [ (1 ∓ 1 e^{β(ϵ−μ)} ± 1

) ln(1 ∓ 1 e^{β(ϵ−μ)} ± 1 ) ± 1 e^{β(ϵ−μ)} ± 1 ln( 1 e^{β(ϵ−μ)} ± 1 ) ]

(1.10)

S_{F,B} = ±k_B ( k_BT ℏω̄ )_3 ( μ k_BT

PolyLog[3, ∓e^{μ/kBT} ] − 4PolyLog[4, ∓e^{μ/kBT} ] ) (1.11)

l’entropie S = −^{∂J}_{∂T} |_μ

24 CHAPITRE 1. PRÉSENTATION DE L’EXPÉRIENCE

Chapitre 2

Collisions dans un gaz de lithium ultrafroid

2.1 Collisions dans les gaz dilués ultrafroids

2.1.1 Différents types de collision

Les gaz dilués ultrafroids sont toujours métastables. En effet, dans les conditions de température et de pression où on les étudie, l’équilibre thermodynamique correspond à un solide. Cependant, pour aller vers une phase solide, les atomes ont d’abord besoin de se regrouper et de former des molécules. Ce processus implique une collision mettant en jeu au moins trois atomes^1 dont le taux est en général faible aux densités auxquelles nous travaillons. Ainsi, il est possible de garder plusieurs minutes un gaz dilué piégé dans le vide^2. Les interactions à deux corps jouent au contraire un rôle crucial dans nos expériences. On peut en distinguer de deux types différents, les collisions élastiques et inélastiques.

– Les collisions élastiques conservent l’énergie cinétique. Les deux atomes ne changent pas d’état interne lors de la collision. Seul la quantité de mouvement des deux atomes change. Les collisions élastiques permettent donc une redistribution de l’énergie cinétique entre les atomes. Elles sont responsables de la thermalisation du gaz. Les collisions élastiques vers l’avant ne changent pas la quantité de mouvement. Elles sont responsables de l’énergie de champ moyen entre atomes [73]. Un atome ressent un potentiel V_{cm} proportionnel à la densité des autres atomes. Plus précisément, on a V_{cm}(r) = gn(r) avec g = 4πℏ^2a/m, où n(r) est la densité et a la longueur de diffusion qui sera défini dans la section suivante^3.

1La conservation de l’énergie et de l’impulsion interdit ce processus pour une collision à deux corps 2A une pression de ∼ 5 10^{−11} torr, un atome ne subit une collision avec le gaz résiduel que toutes les minutes environ 3Dans le cas d’interaction entre bosons identiques, il faut rajouter un facteur 2 d’amplification bosonique.

– Les collisions inélastiques, au contraire, impliquent le changement d’état interne de l’un au moins des atomes. L’énergie totale est conservée, mais comme l’énergie interne des atomes change, l’énergie cinétique totale est modifiée. Ces collisions conduisent en général à des pertes, soit car les nouveaux états ne sont pas piégeables magnétiquement, soit à cause d’une énergie cinétique qui devient supérieure à la profondeur du piège. On distingue deux sortes de pertes à deux corps, les pertes par échange de spin et les pertes dipolaires. Les premières conservent la projection du moment cinétique de spin m_{F1} + m_{F2} des états atomiques [74] (la conservation du moment cinétique total et du moment cinétique orbital dans un potentiel central implique la conservation du moment cinétique de spin). En pratique, on s’affranchit de ces pertes en se plaçant dans des états d’énergie minimum pour une certaine valeur de la projection du moment cinétique de spin. Les collisions dipolaires sont dues aux interactions magnétiques dipôle-dipôle entre les spins des électrons. Elles induisent des pertes plus faibles que les pertes par échange de spin. La seule façon de les éviter est de se placer dans l’état fondamental du système. Malheureusement, celui-ci n’est pas magnétiquement piégeable^4.

2.1.2 Théorie de la diffusion

Cette section est consacrée à quelques rappels sur la diffusion élastique, car c’est un élément indispensable pour comprendre l’ensemble des résultats présentés par la suite [76, 77, 74, 78]. Le potentiel d’interaction entre atomes peut-être calculé dans l’approximation de Born-Oppenheimer^5. Si on néglige les interactions magnétiques spin-spin (responsables des pertes dipolaires), c’est un potentiel central V (r). A longue portée, le potentiel est une interaction de Van-der-Waals entre dipôles induits en −1/r^6, tandis qu’à courte portée, les nuages d’électrons se repoussent, et le potentiel est très raide de type coeur dur (fig. 2.1). Le potentiel V (r) peut se décomposer suivant l’état de spin des deux électrons de valence en un potentiel singulet V_S(r) et un potentiel triplet V_T (r).

V (r) = V_S (r)P_S + V_T (r)P_T (2.1)

où P_S et P_T sont les projecteurs sur les états singulets et triplets de spin.

Problème de la diffusion

Intéressons nous au problème de la diffusion entre deux atomes distinguables de masse m_1 et m_2. Il faut alors résoudre l’équation de Schrödinger suivante pour le mouvement

4Ces pertes peuvent être très génantes pour avoir une évaporation efficace. C’est le cas du césium dans l’état |F = 4, m_F = 4⟩, où ces pertes empèchent d’atteindre la condensation. Dans notre cas d’un gaz de 7Li dans |F = 2, m_F = 2⟩, les pertes dipolaires rendent l’évaporation peu efficace [69, 75].

5Cette approximation consiste à considérer les noyaux fixes et à calculer l’énergie d’interaction en fonction de la distance entre eux.

Figure 2.1 – Potentiel d’interaction typique entre deux atomes. Dans le cas du lithium, le minimum des potentiels singulet et triplet se situe à ∼30 a_0.

relatif avec une énergie E : ( − ℏ^2∇^2 2m^∗

+ V (r) − E ) ψ(r) = 0, où m^∗ = m_1m_2 m_1 + m_2 est la masse réduite (2.2)

On cherche alors une solution qui prend la forme asymptotique pour r → ∞ suivante :

ψ(r) = e^{ikz} + f(θ) e^{ikr} r , avec k = √ 2m^∗E

ℏ^2

(2.3)

θ est l’angle entre r et l’axe z. La fonction f(θ) est l’amplitude de diffusion qui dépend en général de E.

Résolution de l’équation de Schrödinger

Pour résoudre l’équation de Schrödinger précédente, le potential à force centrale permet de développer les solutions suivant le moment cinétique orbital l, [78, 77, 76]

ψ(r) = ∞∑ l=0 P_l(cos θ) ξ_{kl}(r) kr (2.4)

où P_l sont les polynômes de Legendre. Il reste alors une équation de Schrödinger unidimensionnelle pour les fonctions d’onde radiales ξ_{kl} avec un potentiel centrifuge supplémentaire ℏ^2l(l+1)/2m^∗r^2 qui dépend du moment orbital l considéré. A longue distance, le potentiel d’interaction devient négligeable, et la solution est une sinusoïde avec un déphasage δ_l qui dépend du potentiel et de l. L’amplitude de diffusion est finalement une somme sur les différentes ondes partielles.

f(θ) = 1 2ik ∞∑ l=0 (2l + 1)P_l(cos θ)(e^{2iδl} − 1) (2.5)

Une étude de la limite basse énergie (pour kd ≪ 1, où d est la portée du potentiel) montre que δ_l ∝ k^{2l+1}. Dans ce régime, les collisions en onde s (l = 0) dominent et l’expression correspondante de l’amplitude de diffusion f(θ) est donc indépendante de θ :

f(θ) = −a 1 + ika

(2.6)

A basse énergie f, tend vers −a. La section efficace de collision totale σ est l’intégrale de |f^2| sur la direction de diffusion, soit σ = 4πa^2/(1+k^2a^2). On remarque que, pour ka ≥ 1, on a une saturation de l’amplitude de diffusion vers 1/ik. C’est ce qu’on appelle la limite unitaire. Pour les ondes de moment cinétique supérieur, l’amplitude de diffusion

f(θ) ∝ k^{2l}P_l(cos θ) (2.7)

a une dépendance forte avec l’énergie de la collision. En onde p (l = 1), par exemple, la section efficace de collision devient proportionnelle au carré de l’énergie de collision. En pratique, les collisions en onde p ne jouent un rôle dans les gaz ultrafroids que lorsqu’elles sont résonnantes.

Effet de la statistique

PSfrag replacements

Figure 2.2 – Diffusion de particules identiques. La diffusion sous les angles θ et π − θ sont indistinguables pour des particules identiques. Leurs amplitudes de diffusion doivent donc être ajoutées (resp. soustraites) pour des bosons (resp. fermions).

On s’intéresse maintenant au cas de la diffusion de deux atomes indiscernables. On peut alors avoir une interférence entre deux processus (pour des angles de diffusion θ et π − θ) qui mènent au même état final (fig. 2.2). Il faut alors tenir compte de la statistique considerée. Pour des bosons, la fonction d’onde est symétrique et les amplitudes de diffusion s’ajoutent. Pour des fermions, la fonction d’onde est antisymétrique, et les amplitudes de diffusion se soustraient. Compte tenu de la parité des polynômes de Legendre, pour des bosons (respectivement fermions), on a alors seulement des interactions en ondes paires (resp. impaires). Pour des bosons, la section efficace totale de collision en onde s est alors σ = 8πa^2. Pour deux fermions identiques, on n’a pas de collision en onde s, et donc plus de collision à très basse température. Cette absence de collision peut être utile dans des applications métrologiques [79] ou interférométriques [80].

Table 2.1 – Longueur de diffusion dans les potentiels triplet et singulet pour les deux isotopes du lithium d’après [81]. Les valeurs sont données en unité du rayon de Bohr a_0 = 0.53 10^{−10} m.

Pseudo-potentiel

Les paragraphes précédents montrent comment trouver la longueur de diffusion en onde s entre deux atomes. Pour construire des théories à N-corps on remplace très souvent le vrai potentiel interatomique par un pseudo-potentiel modèle de portée nulle qui redonne la même longueur de diffusion en onde s.

V (r)ψ(r) = gδ(r) ∂ ∂r (rψ(r)), avec g =

2πℏ^2a m^∗

(2.8)

Il est intéressant de noter que l’on peut remplacer de façon complètement équivalente, le pseudopotentiel par la condition limite suivante :

lim_{r→0} 1 rψ(r)

∂(rψ(r)) ∂r = − 1 a (2.9)

2.1.3 Longueurs de diffusion du Lithium

Les potentiels du lithium sont en général très bien connus grâce à des expériences de photoassociation à deux photons vers les potentiels singulets et triplet d’interaction entre atomes dans l’état fondamental [82,81]. Les longueurs de diffusion peuvent donc être calculées (table 2.1). Dans le piège magnétique, les atomes sont polarisés de spin, et ils interagissent donc par le potentiel triplet. La longueur de diffusion 7-7, −27 a_0 a différentes implications. Tout d’abord cette valeur est relativement faible (comparer au Rubidium par exemple), et donc le refroidissement évaporatif est lent. C’est pour compenser ce fait qu’on utilise un piège magnétique particulièrement confinant. Ensuite, cette longueur de diffusion négative rend les condensats de^7Li instables vis à vis de l’effondrement (collapse) au-delà d’un certain nombre d’atomes. Pour notre piège magnétique très confinant, ce nombre critique est de l’ordre 300, ce qui est invisible sur nos images. La longueur de diffusion triplet 6-7 vaut 40.9 a_0. Elle assure la thermalisation entre les deux isotopes pendant l’évaporation. La longueur d’onde triplet 6-6 est grande et négative −2160 ± 250 a_0. Cela est dû à la présence d’un état lié virtuel très proche de la limite de dissociation dans ce potentiel. Dans le piège magnétique, cette valeur n’a pas d’importance car les

Figure 2.3 – Résonance de forme pour un potentiel carré. (a) : potentiel d’interaction carré avec une profondeur V_0 = ℏ^2k^2_0 /m et une portée b. (b) : longueur de diffusion en fonction de k_0b. Figure extraite de [83].

collisions sont interdites par le principe de Pauli. Cependant, pour un mélange d’état du 6Li dans un piège optique, cette valeur importante donne lieu à des propriétés de collision particulière qui seront décrites plus en détail à la fin de ce chapitre.

2.2 Interaction résonnante

Les interactions dans un gaz ultrafroid se limitent souvent à des interactions en onde s qui peuvent être décrites très précisément à l’aide d’une seule quantité, la longueur de diffusion. Cette section montre comment il est possible de modifier cette longueur de diffusion.

2.2.1 Résonances de forme

Etudions la diffusion par un potentiel carré caractérisé par une profondeur −V_0 = −ℏ^2k^2_0 /m et une portée b (fig. 2.3). La diffusion par un tel potentiel est exactement soluble [78], et on trouve :

a = b − tan(k_0b) k_0

(2.10)

Lorsque l’on varie la profondeur V_0 du potentiel, pour k_0b = (n + 1/2)π, a diverge, et on obtient ce qu’on appelle des résonances de diffusion. Ces valeurs correspondent en fait à l’entrée d’un nouvel état lié dans le potentiel. La conclusion est donc la suivante : lorsqu’on a un état lié (réel ou virtuel) dont l’énergie est proche du continuum, cet état lié domine le comportement de la longueur de diffusion. Si l’état lié est virtuel, alors a est négatif, si l’état lié est réel, alors a est positif. Si on n’est pas proche d’une résonance, la longueur de diffusion est de l’ordre de la portée de potentiel b.

Pour un potentiel d’interaction réel (fig. 2.1), les résultats qualitatifs précédents demeurent et la longueur de diffusion va dépendre fortement de l’énergie du dernier état lié du potentiel.

Il est intéressant de noter que le pseudo-potentiel est suffisant pour décrire cette physique, et permet d’obtenir simplement un lien entre l’énergie de liaison de l’état lié et la longueur de diffusion. Cherchons un état lié d’énergie −ℏ^2κ^2/2m^∗ pour un pseudopotentiel avec une longueur de diffusion a. La fonction d’onde de l’état lié, solution de l’équation de Schrödinger sans potentiel extérieur, est donc de la forme

ψ(r) ∝ 1 r √ κ 2π e^{−κr} , avec κ > 0. (2.11)

La condition aux limites imposée par le pseudo-potentiel (eq. 2.9) fixe la valeur κ = 1/a. On trouve donc un état lié d’énergie −ℏ^2/2m^∗a^2, pour a > 0, alors que pour a < 0, il n’y a pas d’état lié, car il est alors impossible de normaliser la fonction d’onde. Quand l’état lié se rapproche du continuum, la longueur de diffusion diverge. Ce traitement n’est évidemment valable que si la portée du potentiel est faible devant la valeur de a. Sinon, la taille de l’état lié devient de l’ordre de la portée du potentiel et la régularisation du potentiel ne s’applique plus.

Il peut aussi arriver que l’énergie d’un état lié dans un potentiel avec un moment orbital non nul coincide avec l’énergie de deux atomes dans le continuum ; on a alors la possibilité d’avoir une résonance de forme en onde p, d, e ...

2.2.2 Résonance de Feshbach

Origine du phénomène de résonance

Le hamiltonien à deux atomes s’écrit en général comme la somme des hamiltoniens à 1 corps H_1 + H_2 (1.1) et du potentiel d’interaction V (r) = V_S(r)P_S + V_T (r)P_T . Le phénomène de résonance est dû au fait que les termes d’interactions hyperfines à un corps (E_{hf} I.S) ne commutent pas avec le spin total S^2 = (S_1 + S_2)^2 dont dépend le potentiel d’interaction [24, 84]. Lors d’un processus de diffusion, l’interaction hyperfine peut donc induire des changements de configuration de spin et donc un couplage entre potentiels d’interaction. Prenons maintenant l’exemple d’une résonance pour laquelle les atomes sont complètement polarisés de spin électronique m_z = −1/2 dans un champ magnétique B. Ils interagissent donc par un potentiel triplet. Ce dernier est plus bas en énergie que le potentiel singulet à cause du terme Zeeman du hamiltonien. De manière analogue à la résonance de forme, il se produit une résonance de diffusion lorsque l’énergie du continuum de l’état triplet est proche de l’énergie d’un état moléculaire du potentiel singulet (fig. 2.4). On parle alors de résonance de Feshbach [22, 23]. La condition de résonance peut être atteinte en changeant le champ magnétique car l’énergie de deux atomes polarisés

PSfrag replacements

Figure 2.4 – Schéma des potentiels pour un processus de Feshbach. Une résonance de Feshbach a lieu quand l’énergie d’un état lié du potentiel singlet est proche de l’énergie de deux atomes libres (δ ∼ 0).

de spin dépend du champ magnétique alors que le potentiel singulet est indépendant de champ magnétique. Pour décrire la résonance [85], on peut, en général, se contenter d’un seul état moléculaire. Le couplage effectif g_k entre les canaux est alors proportionnel à un terme de couplage entre les états de spin par l’interaction hyperfine et à un terme de recouvrement spatial ∫ d^3rψ(r)u_k(r) entre l’état de diffusion (d’impulsion k) du potentiel triplet u_k(r) et l’état moléculaire du potentiel singulet ψ(r). Ce terme de couplage g_k pour une interaction en onde s tend vers une constante g_0.

Hamiltonien effectif

On va maintenant utiliser un hamiltonien effectif à deux corps dans lequel on introduit explicitement un état moléculaire à courte portée dont le décalage en énergie δ par rapport au continuum dépend du champ magnétique [45]. Le couplage entre cet état moléculaire et le continuum est ajouté explicitement dans le hamiltonien. Les interactions directes sont omises et on se place dans le référentiel du centre de masse des deux particules. Le hamiltonien est alors un hamiltonien réduit à une particule : H = ∑ k ℏ^2k^2 2m^∗ a^†_ka_k + δ b^†b

H_0 + ∑ k g_k √ Ω (b^†a_k + a^†_kb) V (2.12)

Ω est un volume de quantification, a^†_k et b^† sont respectivement l’opérateur de création d’une paire de particules d’impulsion relative ℏk et d’une molécule dans l’état lié du potentiel singulet. Ce type de hamiltonien est appelé hamiltonien à deux canaux, par opposition au hamiltonien à un canal où seul le couplage direct entre fermions est présent. Le hamiltonien à deux canaux reproduit la physique des interactions au niveau microscopique. Dans la suite, on montre qu’il permet de retrouver le comportement de la longueur de diffusion et de l’énergie de l’état faiblement lié proche de résonance^6.

Longueur de diffusion proche d’une résonance de Feshbach

Figure 2.5 – Diagrammes correspondant au propagateur d’une molécule. Les traits pointillés représentent l’état moléculaire b^†|0⟩, les traits continus les états atomiques a^†_k|0⟩. Les symboles × correspond à une interaction par le potentiel V .

Le propagateur d’une molécule sans couplage s’écrit :

G^0(z) = ⟨0|b 1 z − H_0 b^†|0⟩ = 1 z − δ

(2.13)

En ajoutant le couplage à tous les ordres, ce qui revient à sommer les diagrammes de la figure 2.5 [87], on a donc :

G(z) = ∑ n G^0(z)^{n+1}Σ(z)^n =

G^0(z) 1 − G^0(z)Σ(z)

(2.14)

avec la self énergie Σ(z) = ∫ d^3k (2π)^3 g^2_k z − ℏ^2k^2/2m^∗

(2.15)

L’amplitude de diffusion à énergie nulle f_0 s’écrit alors [87] :

f_0 = −a = − m^∗ 2πℏ^2

[g^2_0 G(0)] = m^∗ 2πℏ^2 g^2_0 Σ(0) + δ = m^∗ 2πℏ^2 g^2_0 δ − δ_0

, avec Σ(0) = −δ_0 (2.16)

La longueur de diffusion présente donc une divergence pour une certaine valeur de δ et donc du champ magnétique B_0. En fonction de la différence de moment magnétique entre le canal ouvert et le canal fermé Δμ, on peut developper δ − δ_0 autour de la résonance δ − δ_0 = Δμ(B − B_0). Si on inclut aussi la longueur de diffusion dans le canal ouvert a_{bg}, on peut alors écrire la longueur de diffusion sous la forme usuelle

a = a_{bg} ( 1 − ΔB B − B_0 ) , avec ΔB = m^∗ 2πℏ^2 g^2_0 a_{bg}Δμ

(2.17)

où ΔB est la largeur de la résonance. Cette équation montre bien comment une résonance de Feshbach permet de varier la longueur de diffusion en fonction du champ magnétique. On peut donc changer la valeur et même le signe de la longueur de diffusion dans un nuage d’atomes froid, en agissant seulement sur le champ magnétique.

6Un traitement similaire, en première quantification, peut être trouvé dans l’annexe A, de la thèse de J. Cubizolles [86].

Etat lié proche d’une résonance de Feshbach

Cherchons maintenant les états liés correspondant au hamiltonien effectif précédent sous la forme générale |ϕ⟩ = ∑ k(ψ_ka^†_k + αb^†)|0⟩. Il faut alors résoudre l’équation de Schrödinger :

H|ϕ⟩ = E|ϕ⟩ , avec E < 0 (2.18) On trouve un état lié pour δ < δ_0, et son énergie est alors :^7

E = E_0 − δ + δ_0 − √ (E_0 − δ + δ_0)^2 + (δ − δ_0)^2 , avec E_0 = ( m^{∗3/2}g^2_0 2πℏ^3

)^2 (2.19)

Dans la limite où |δ − δ_0| ≫ E_0, on a alors E = −( √ δ_0 − δ − √ E_0/2)^2 qui correspond à un état lié presque uniquement dans le canal fermé. Dans la limite où |δ − δ_0| ≪ E_0, on retrouve E = −ℏ^2/2m^∗a^2 comme pour l’état lié d’un pseudo-potentiel. Cela correspond à un état lié essentiellement dans le canal ouvert. En effet, la fraction de la fonction d’onde dans le canal fermé est alors (2|E|/E_0)^{1/2} ≪ 1. Dans ce cas, on trouve aussi ψ_k ∝ (1 + k^2a^2)^{−1} qui est la compososante de vecteur d’onde k de la fonction d’onde moléculaire^8. Ce calcul montre que la divergence de a, due à une résonance de Feshbach, correspond comme dans le cas d’une résonance de forme à l’apparition d’un état faiblement lié. La figure 2.6 montre à la fois le comportement de l’état lié et de la longueur de diffision au voisinage d’une résonance de Feshbach.

2.2.3 Un exemple : une résonance en onde s entre des états du^6Li

A titre d’exemple, intéressons nous à la résonance en onde s entre deux atomes dans les deux états de plus basse énergie du^6Li (voir figure 1.2). La figure 2.7 présente la longueur de diffusion en fonction du champ magnétique. La divergence autour de 830 G est caractéristique d’une résonance de Feshbach. Mise à part la résonance, il y a une évolution de la longueur de diffusion de 0 à bas champ, jusqu’à -100 nm à haut champ. Ce changement de la longueur de diffusion est dû à l’évolution entre un potentiel singulet+triplet et un potentiel purement triplet. La combinaison de ces deux effets donne lieu à une longueur de diffusion faiblement négative entre 0 G et 500 G. Vers 545 G, il y a une deuxième résonance d’une largeur de 0,2 G.

La figure 2.8 montre la dépendance en champ magnétique d’un état à deux corps dans le canal ouvert et celle des états liés. Proche de la résonance large, l’énergie de l’état lié se courbe jusqu’à tangenter l’énergie du continuum et disparaître exactement à résonance ; le moment magnétique de l’état lié est alors semblable au moment magnétique de deux atomes dans le canal ouvert. Au dessus de résonance, on n’a plus d’état lié.

Il est intéressant de noter qu’une résonance de Feshbach très similaire existe pour deux atomes de^7Li dans l’état fondamental (figure 2.9). Pour le^7Li, le potentiel triplet a une

7On peut aussi trouver directement l’énergie de l’état lié en cherchant le pôle du propagateur G(z) des molécules.

8Ce résultat correspond bien à la transformée de Fourier d’une fonction d’onde en^1_r e^{−r/a}

(δ − δ_0)/δ_0

Figure 2.6 – Longueur de diffusion (trait plein) et énergie de l’état faiblement lié (tirets) au voisinage d’une résonance de Feshbach. Les pointillés fins correspondent à l’énergie de deux atomes dans le canal ouvert qui est arbitrairement fixé à zéro, et à l’énergie de l’état moléculaire non couplé (ligne pointillé oblique). Le pic de la résonance de Feshbach est décalé de δ_0 par rapport à la coincidence des énergies en l’absence de couplage. La courbure de l’énergie de l’état lié provient d’une sorte d’anticroisement entre les états atomiques et l’état moléculaire lié.

Figure 2.7 – Longueur de diffusion entre deux atomes de^6Li dans les états |1/2, 1/2⟩ et |1/2, −1/2⟩ en fonction du champ magnétique. On note la présence d’une résonance de Feshbach large vers 830 G et d’un résonance étroite vers 545 G.

Figure 2.8 – Energies en fonction du champ magnétique des états à deux corps responsables de la résonance de Feshbach du^6Li. En trait plein : somme des énergies de deux atomes libres. En trait pointillé : niveaux d’énergie des états moléculaires du potentiel singulet. Le canal S = 0, I = 0, l = 0 est responsable de la résonance de Feshbach située autour de 830 G entre les états |1/2, 1/2⟩ et |1/2, −1/2⟩. Cette état moléculaire se courbe nettement avant de tangenter le continuum atomique et de disparaître à la résonance qui est situé hors de la figure. Le niveau défini par les nombres quantiques S = 0, I = 2, l = 0 donne lieu à la résonance étroite située vers 545 G. A cette échelle, le courbure de l’état lié est invisible.

PSfrag replacements

Figure 2.9 – Longueur de diffusion entre atomes de^7Li dans l’état |1, 1⟩ en fonction du champ magnétique B.

longueur de diffusion de -2 nm et on a globalement les mêmes variations de la longueur de diffusion à une échelle réduite. Cette résonance a été étudiée et elle a permis de former, dans la région où a est faiblement négative (a ∼ −0.2 nm), un soliton brillant d’onde de matière, c’est-à-dire un condensat dans un régime unidimensionnel où la dispersion est compensée par des interactions attractives [32, 33, 34].

Ces exemples montrent bien l’utilité des résonances de Feshbach qui permettent d’étudier des régimes d’interaction complètement différents. On peut faire varier la longueur de diffusion entre atomes sur plusieurs ordres de grandeur et même de changer son signe. Dans la suite, on s’intéressera surtout à la résonance de Feshbach entre les deux états de plus basse énergie du^6Li. Cette résonance permet d’explorer le régime d’interaction forte dans un gaz de fermions, et de former un gaz de molécules bosoniques faiblement liées, stables et eventuellement condensées (chapitres 4, 5 et 6).

38 CHAPITRE 2. COLLISIONS DANS UN GAZ DE LITHIUM ULTRAFROID

Chapitre 3

Refroidissement fermionique, effet des pertes

Après une introduction à notre technique de refroidissement sympathique du^6Li par évaporation du^7Li , ce chapitre est consacré à l’étude théorique de l’effet de chauffage induit par les pertes dans un gaz de Fermi dégénéré. Deux modèles sont présentés ; le refroidissement d’une mer de Fermi par un condensat pur et l’évaporation de deux mers de Fermi en interaction. Le premier modèle a fait l’objet d’un article en collaboration avec L. Carr et Y. Castin [59].

3.1 Refroidissement d’un gaz de fermions.

3.1.1 Principe du refroidissement

La technique du refroidissement évaporatif a, pour l’instant, toujours été nécessaire pour obtenir des gaz ultrafroids dans le régime de dégénérescence quantique [88]. Cette technique consiste à retirer du gaz les atomes les plus énergétiques tout en gardant le gaz toujours très proche de l’équilibre thermique. Les atomes restants thermalisent alors à une température plus basse [89, 90]. L’efficacité de l’évaporation dépend du rapport Γ_{el}/Γ_{inel} entre le taux de pertes inélastiques et le taux de collisions élastiques assurant la thermalisation [91]. Pour être dans le régime d’emballement, il faut Γ_{el}/Γ_{inel} ≳ 150.

Pour des fermions polarisés, il n’y a pas de collision en onde s à basse température et il n’est donc pas possible d’évaporer un tel gaz. Pour avoir des collisions, on a besoin soit de deux états de spin différents [38, 41, 42], soit deux atomes différents. (en pratique, on prend alors un boson et un fermion) [39, 40, 43, 44, 92]. Dans la première catégorie, on peut citer les expériences de D. Jin [38] sur le^{40}K dans un piège magnétique, et celles de J. Thomas [41] et R. Grimm [42] sur le^6Li directement dans un piège optique. Les mélanges boson-fermion ayant permis d’atteindre le régime quantique sont :^7Li -^6Li dans notre équipe [39] et dans celle de R. Hulet [40],^{23}Na-^6Li dans l’équipe de W. Ketterle [43], et^{87}Rb-^{40}K dans les équipes de M. Inguscio [44] et D. Jin [92].

PSfrag replacements

Figure 3.1 – Effet de la perte d’un atome dans un nuage de fermions à température nulle. L’énergie à retirer du sytème pour revenir dans l’état fondamental est de l’ordre de E_F.

Dans le cas d’un mélange entre deux états de spin différents, le mieux est d’évaporer les deux états de façon équivalente. Dans le cas d’un mélange fermions-bosons, le plus simple est d’évaporer le gaz de boson comme si il était seul, et le gaz de fermions est refroidi par contact thermique avec les bosons^1. Cette méthode est particulièrement efficace si on peut se placer dans des conditions où on forme un condensat de bosons [43]^2. Une température de l’ordre de 0.05 T_F a été obtenue. Nous montrons dans la suite que, dans tous les cas, un effet de chauffage induit par les pertes de fermions limitera la température que l’on peut atteindre dans un tel gaz.

3.1.2 Chauffage induit par les pertes

L’effet de chauffage induit par les pertes dans un gaz de fermions fut décrit pour la première fois dans un article d’E. Timmermans [94]. L’argument est simple. Si on enlève une particule d’une mer de Fermi à T = 0, le système n’est plus dans son état fondamental, on a donc chauffé le gaz (fig. 3.1). Cet effet est spécifique d’un gaz de fermions dégenéré, il est absent pour un gaz classique ou un condensat de Bose-Einstein. Plus précisément, considérons un gaz de N fermions dans une boite à T ≪ T_F. L’énergie moyenne par particule est alors donnée par un développement de Sommerfeld :

⟨E⟩ = 3 5 E_F ( 1 + 5π^2 12 ( T T_F

)_2 + O (( T T_F )_4)) . (3.1)

Ajoutons maintenant un taux de perte γ indépendant de l’énergie. Après un intervalle de temps δt, certains atomes sont perdus ; l’énergie moyenne par atome est alors conservée,

1Dans le groupe de R. Hulet, ils évaporent simultanement un mélange^7Li -^6Li , ce qui apparemment améliore le nombre d’atomes au seuil de dégénérescence fermionique [93].

2Notons ici, les deux difficultés qui surviennent dans notre expérience avec un mélange^7Li -^6Li. Premièrement, l’évaporation de^7Li n’est pas très efficace à cause d’un taux de perte dipolaire importante [39, 75]. Deuxièmement, le condensat de^7Li est instable à cause d’une longueur de diffusion négative.

mais l’énergie de Fermi définie à partir de la densité est réduite. A partir de l’équation 3.1, en supposant une thermalisation du gaz, on peut calculer l’augmentation de température en fonction du temps : dT dt = 8 5π^2

T^2_F T γ (3.2)

Cette augmentation de la température se comporte comme 1/T à basse température. Des pertes même faibles induisent donc un chauffage. Elles peuvent donc limiter l’efficacité d’un processus de refroidissement. Les deux parties suivantes sont consacrées à une étude précise de deux cas particuliers, le refroidissement d’un gaz de fermions par un condensat pur et l’évaporation forcée d’un gaz de fermions à deux composantes.

3.2 Limite du refroidissement par un condensat pur

3.2.1 Modèle théorique

On s’intéresse d’abord à la thermalisation d’un gaz de Fermi en contact thermique avec un condensat à T = 0. Les calculs sont effectués, pour simplifier, dans une boite de volume Ω. On se limite à une approche dans la limite thermodynamique, et on utilise la règle d’or de Fermi, pour déduire une équation de Bolzmann quantique. Un calcul plus détaillé de la théorie des perturbations, incluant éventuellement des états discrets, peut être trouvé dans l’article écrit avec L. Carr, et Y. Castin [95]^3.

Dans l’onde s, le potentiel d’interaction est en seconde quantification

V = g 1 Ω ∑ k,k^′,q,q^′

f^+_k′ f_kb^+_q′ b_qδ^3(k^′ + q^′ − k − q) , avec g = 2πℏ^2a ( 1 m_B + 1 m_F ) (3.3)

où f^†, f, b^†, b sont les opérateurs de création et d’annihilation pour les fermions et les bosons respectivement, m_B (m_F) est la masse des bosons (fermions), a est la longueur de diffusion fermion-boson. Intéressons nous maintenant au taux de transition γ(k → k^′) d’un état initial |ini⟩, avec un fermion d’impulsion k, vers un état final |fin⟩, avec un fermion d’impulsion k^′. Dans ce processus, un boson est diffusé en dehors du condensat. La règle d’or de Fermi donne :

γ(k → k^′) = 2π ℏ |⟨ini|V |fin⟩|^2δ(E_f − E_i) = 4π ℏ^3Ω g^2n_0δ(

(k − k^′)^2 m_B − k^2 m_F + k^{′2} m_F

) (3.4)

où n_0 est la densité du condensat. Cette dernière est supposée indépendante du temps pour se focaliser sur l’effet des pertes fermioniques. Expérimentalement, cela correspond à la situation d’un nombre important d’atomes dans le condensat pour un petit nombre de fermions. A partir des taux de transition, on déduit une équation de Bolzmann quantique

3Du plus, nos approximations sont validées par une méthode Monte-Carlo quantique.

pour la population N(k) de l’état d’impulsion k.

∂N(k) ∂t = −γN(k) − ∫ Ωd^3k^′ (2π)^3 γ(k → k^′)(1 − N(k^′))N(k) + ∫ Ωd^3k^′ (2π)^3 γ(k^′ → k)(1 − N(k))N(k^′) (3.5)

Les différents termes correspondent respectivement à la probabilité de perte, de départ et d’arrivée vers un état d’impulsion k. La statistique de Fermi est prise en compte par les facteurs (1 − N(k)) dans les intégrales. Le problème étant à symétrie sphérique, on peut calculer les intégrales angulaires pour trouver une équation qui ne dépend plus que du module de k. De plus, pour avoir une équation sans dimension, on normalise les impulsions par l’impulsion du niveau de Fermi initial k_F. Un temps caractéristique d’évolution est alors donné par le taux de collision classique d’une particule au niveau de Fermi avec le condensat, soit Γ_F = n_0σv_F, où v_F est la vitesse au niveau de Fermi. En utilisant les variables adimensionnées k̃ = k/k_F , t̃ = Γ_F t, τ̃ = γ/Γ_F , on trouve alors l’équation suivante pour l’évolution de N(k)

∂N(k̃) ∂t̃ = −τ̃ N(k̃) (3.6) − (1 + α)^2 2α 1 k̃ ∫~_k

|α−1| α+1 k̃ k̃′dk̃′(1 − N(k̃′))N(k̃) (3.7)

+ (1 + α)^2 2α 1 k̃ ∫ α+1_{|α−1|}~_k k̃ k̃′dk̃′N(k̃′)(1 − N(k̃)) (3.8)

où α = m_B/m_F. Cette équation est résolue numériquement.

3.2.2 Résultats des simulations numériques

L’évolution typique de la distribution est représentée sur la figure 3.2 pour deux cas expérimentalement pertinents, les mélanges^6Li -^7Li et^6Li -^{23}Na, qui se différencient par des rapports de masses différents. La distribution initiale est une fonction de Fermi avec k_BT/μ = 0.7. On peut essentiellement séparer l’évolution de la distribution en deux phases, d’abord la distribution prend une forme caractéristique, ensuite le nombre d’atomes diminue progressivement mais la distribution garde la même forme. A la fin de la première phase, la mémoire de la distribution initiale est perdue. Seul le nombre de fermions initial, et donc k_F , joue un role. Il est important de noter que même pendant la deuxième phase, quand un état de quasi-équilibre est atteint, la distribution n’est pas exactement une distribution de Fermi. On voit par exemple que la distribution va plus vite vers zéro pour k > k_F qu’elle ne va vers 1 pour k < k_F. De plus, pour des masses différentes un trou dans la distribution apparaît proche de k = 0. La présence de ce

Figure 3.2 – Evolution en temps de la distribution en impulsion d’un gaz de Fermi refroidi par un reservoir parfait de bosons condensés dans deux cas pratiques : (a)^7Li-^6Li et (b) mélange^{23}Na-^6Li . La courbe fine correspond à l’état initial (k_BT/μ) = 0.7. La courbe moyenne correspond à la distribution quand le paramètre de dégénérescence est maximum. La courbe en trait gras représente la distribution après une évolution plus longue. Le trou à k = 0 est physique ; la thermalisation des états de basse énergie est peu efficace pour des masses différentes. Les paramètres sont γ/Γ_F ≈ 8.27 × 10^{−3} pour (a) et γ/Γ_F ≈ 1.25 × 10^{−2} pour (b).

trou est due à une baisse du taux de termalisation à basse énergie^4. Il n’influence que peu la dynamique du système car la densité d’état est proportionnelle à k et il y a donc très peu d’atomes dans cette zone. Comme l’équilibre thermodynamique n’est jamais atteint, la définition thermodynamique de la température ne s’applique pas. Dans la suite, j’appellerai température d’une distribution hors équilibre, la température qu’aurait une distribution de Fermi de même énergie totale et même nombre d’atomes. Le rapport T/μ, qui donne le degré de dégénérescence, est tracé en fonction du temps sur la figure 3.3. Pendant la première phase de simulation, ce rapport diminue pour atteindre une valeur minimum avant de remonter pendant la deuxième phase. Cette remontée s’explique par la diminution du nombre d’atomes, de l’énergie de Fermi et donc du taux de collision à l’énergie de Fermi. On constate que la dégénérescence maximum ne dépend que du

Figure 3.3 – Evolution de la dégénérescence du gaz de Fermi en fonction du temps (ligne continue). Les paramètres sont γ/Γ_F = 8.27 × 10^{−3} et (k_BT/μ)(t = 0) = 0.7. La ligne pointillée correspond à la prédiction analytique ci-dessous.

paramètre γ/Γ_F , c’est-à-dire du taux de mauvaises collisions sur le taux de bonnes collisions (figure 3.4). Evidemment, plus ce rapport est petit, plus on peut atteindre des

4On le voit facilement car les bornes des intégrales de l’équation 3.6 se rapprochent l’une de l’autre à basse énergie.

Figure 3.4 – Détermination numérique du maximum de dégénérescence en fonction du paramètre γ/Γ_F obtenu dans le cas d’un mélange^7Li-^6Li (cercles ouverts) et d’un mélange 23Na-^6Li (disque). La ligne pointillé correspond à la prédiction analytique ci-dessous.

températures faibles. On trouve deux lois de puissance très proches

k_BT μ = 0.659 ( γ Γ_F

)_{0.436} (3.9)

k_BT μ = 0.621 ( γ Γ_F

)_{0.445} (3.10)

pour les mélanges^6Li -^7Li et^6Li -^{23}Na respectivement.

3.2.3 Prédictions analytiques

Pour mieux comprendre les résultats précédents, cherchons maintenant une solution approchée à l’équation d’évolution 3.6. Pour cela, on suppose que la distribution reste proche d’une distribution de Fermi caractérisée seulement par deux paramètres, le potentiel chimique et la température. Pour simplifier, on suppose aussi m_F = m_B, et on prend la limite basse température k_BT ≪ μ. A partir de l’équation d’évolution, on peut trouver une équation d’évolution de l’énergie : dE dt = −γE + ∫ Ωd^3k (2π)^3 ( ℏ^2k^2 2m ) ∂N(k) ∂t (3.11)

En utilisant un développement de type Sommerfeld, on arrive alors à l’équation suivante pour la dérivée de l’énergie : dE dt = −γE − 3ζ(3)Γ_F NE_F (T/μ)^3 (3.12)

Cette dernière quantité peut aussi être calculée à partir du développement à basse température de l’énergie (Eq. 3.1). On trouve donc une équation d’évolution pour le rapport k_BT/μ. d(T/μ)^2 dt = 8 5π^2 γ − 12ζ(3) π^2

Γ_F (T/μ)^3 (3.13)

Le membre de droite est la somme de deux termes, l’un de chauffage, l’autre de refroidissement. Le fait que le terme de refroidissement soit proportionnel à T^3 peut s’expliquer facilement. Le taux de collisions dans un gaz de Fermi à basse température est proportionnel à Γ_F (k_BT/μ)^2 à cause du blocage de Pauli [96]. De plus, l’énergie transférée à un boson dans une collision est de l’ordre k_BT . Par conséquent, le terme de refroidissement est logiquement proportionnel à T^3.

Dans la limite où γ ≪ Γ_F , ce qui correspond aux cas expérimentaux, on retrouve les deux étapes décrites dans la partie précédente (fig. 3.3). D’abord, le refroidissement domine et k_BT/μ suit approximativement une loi de puissance. ( k_BT μ ) (t) ∼ 1 6ζ(3)π^{−2}Γ_F (0)t + (μ/k_BT )(0)

(3.14)

Après un certain temps t_{min}, k_BT/μ atteint ensuite une valeur minimum. ( k_BT μ ) min = [ 2 15ζ(3) γ Γ_F (0)

]_{1/3} (3.15)

t_{min} ≈ Γ_F (0)^{−2/3}γ^{−1/3} (3.16)

Comme t_{min}γ ≪ 1, on atteint donc le minimum en température en n’ayant quasiment pas perdu d’atomes. Enfin, dans une deuxième phase, le chauffage se manifeste comme une augmentation adiabatique de k_BT/μ, obtenue en négligeant le terme d(k_BT/μ)^2/dt dans l’équation 3.13. La valeur de k_BT/μ est alors obtenue en remplaçant Γ_F (0) par Γ_F (t) = Γ_F (0) exp(−γt/3) dans l’equation 3.15. La courbe en pointillé de la figure 3.3 correspond à la solution analytique. Elle reproduit bien le comportement trouvé numériquement.

La valeur minimum de k_BT/μ est légèrement fausse, comme le montre la courbe pointillée de la figure 3.4. La différence entre les lois de puissance trouvées analytiquement (1/3) et numériquement (≈ 0.44) illustre le fait que la distribution n’est pas exactement une distribution de Fermi.

3.2.4 Comparaison avec les expériences

Le principal problème qui se pose pour pouvoir comparer quantitativement les résultats expérimentaux à notre modèle est la différence entre une boite cubique et un piège harmonique. Pour faire le calcul dans un piège harmonique, le problème est la séparation spatiale entre le nuage de fermions et le condensat ; ainsi, classiquement, certains fermions de moment cinétique non nul ne passent jamais au centre de piège et leur interaction avec un condensat est réduite. L’argument précédent montre bien que le couplage ne dépend plus seulement de l’énergie, et il faut donc traiter l’espace de Hilbert dans son ensemble. J’ai essayé de résoudre le problème numériquement dans la base |n_x, n_y, n_z⟩ séparant les trois directions d’oscillation. Numériquement, le calcul était trop long, cependant, à partir de résultats préliminaires, il semble que la surface de Fermi n’est pas trop déformée et que la distribution dépend principalement de l’énergie. On peut donc s’attendre à ce que, pour un piège harmonique, les résultats précédents s’appliquent à des facteurs numériques près. Pour estimer le taux de thermalisation dans un piège harmonique, on peut prendre par exemple prendre n_0 = 3N_{bosons}/(4πR^3_F), où R_F est le rayon de Fermi, pour la densité des bosons condensés. Cela revient à prendre la densité moyenne des bosons dans la région où il y a des fermions. Cela suppose que l’interaction de champ moyen entre les atomes n’est pas assez forte pour induire un collapse ou une séparation de phase du système.

Expérimentalement, au MIT le refroidissement dans un piège magnétique dans gaz de 6Li par un condensat de^{23}Na permet d’obtenir des températures T ≤ 0.05^{+0.03}_{−0.02} T_F [97], avec N_{fermions} = 10^7 et N_{bosons} = 6 × 10^6. Comme la longueur de diffusion entre ces deux espèces est prédite à 31a_0, on trouve alors un facteur Γ_F ≈ 2 s^{−1}. Compte tenu d’un temps de vie qui est de l’ordre de 100 s pour les fermions, cela correspond à un facteur γ/Γ_F ≈ 2 × 10^{−3}, correspondant alors à T/T_F ≈ 0.04 selon notre modèle. Cette valeur est de l’ordre de la valeur expérimentale, et on peut donc dire que le chauffage dû aux pertes avec le gaz résiduel empèchera de descendre beaucoup plus bas en température. Concernant notre expérience avec un mélange^6Li -^7Li , nous ne sommes pas dans les conditions du modèle. En effet, le nombre d’atomes dans le condensat est limité à cause de son effondrement dû à une longueur de diffusion négative.

3.3 Evaporation de deux mers de Fermi en interaction

3.3.1 Modèle théorique

Intéressons nous maintenant à l’évaporation de deux gaz de Fermi dégénérés en interaction. Ce problème a été étudié en 2000, par M. Holland, B. DeMarco, et D. S. Jin dans un piège harmonique [98], cependant l’effet de chauffage dû aux pertes n’était pas discuté^5. Les hypothèses sont à peu près les même que précédemment. On suppose de plus que les masses des fermions sont égales et que les distributions initiales des deux mers de Fermi sont identiques. Par symétrie, les distributions seront alors décrites, pour tout temps, par une seule fonction à une seule variable, la probabilité d’occupation N(k) d’un état d’impulsion k. Le potentiel d’interaction est

V = g 1 Ω ∑ k_1,k_2,k^′_1,k^′_2

f^†_{1,k}′_1 f_{1,k1} f^†_{2,k}′_2 f_{2,k2} δ^3(k_1 + k_2 − k^′_1 − k^′_2) , avec g =

4πℏ^2a m (3.17)

où f_1, f^†_1 , f_2, f^†_2 sont les opérateurs de création et d’annihilation pour les deux fermions. On peut alors définir un taux de transition γ(k_1, k_2 → k^′_1, k^′_2) d’un état où deux fermions d’impulsion k_1 et k_2 entrent en collision et sont diffusés vers k^′_1 et k^′_2.

γ(k_1, k_2 → k^′_1, k^′_2) = 2π ℏ | < ini|V |fin > |^2δ(E_f − E_i) = 4mπ ℏ^3Ω^2 g^2δ(k_1^2 + k_2^2 − k^′_1^2 − k^′_2^2) (3.18) On en déduit ensuite une équation d’évolution de N(k).

∂N(k) ∂t = − ∫ Ωd^3q (2π)^3 ∫ Ωd^3k_2 (2π)^3 γ(k, k_2 → q, k^′_2)(1 − N(q))(1 − N(k^′_2))N(k)N(k_2) + ∫ Ωd^3q (2π)^3 ∫ Ωd^3k^′_2 (2π)^3 γ(q, k_2 → k, k^′_2)(1 − N(k))(1 − N(k^′_2))N(q)N(k_2) + τN(k) (3.19)

Comme précédemment certaines intégrales angulaires peuvent être calculées directement. La symétrie sphérique permet de calculer deux intégrales angulaires, et autour de la direction de k la symétrie cylindrique permet de calculer encore une intégrale. Il reste alors une équation d’évolution faisant intervenir trois intégrales. En mettant l’équation sous une forme adimensionnée, on trouve un taux caractéristique d’évolution donné par

5En fait, cet article utilise une distribution de Fermi tronquée pour tout temps, et il semble que cette hypothèse permette un refroidissement jusqu’à la température nulle même en présence de pertes.

Γ_F =^{mg2}_{3(2πℏ)3} k^4_F. Ce taux a une interprétation claire, c’est le taux de collision classique pour une particule au niveau de Fermi ; Γ_F = n(4πa^2)v_F où la densité est maintenant la densité de fermi n = k^3_F /6π^2 (dans une boite). L’équation d’évolution s’écrit alors en utilisant les même paramètres adimensionnés que précédemment :

∂P (k̃) ∂t̃ = − ∫ dk̃_2ũk̃_2^2 ∫ dc_a ∫ dc_b(1 − P (q̃))(1 − P (k̃^′_2))P (k̃)P (k̃_2) + ∫ dk̃^′_2ũk̃^{′2} ∫ dc_a ∫ dc_b(1 − P (k̃))(1 − P (k̃^′_2))P (q̃)P (k̃_2) (3.20)

−γ̃P (k) (3.21)

où c_a et c_b correspondent au cosinus des angles (k, k_2) et (k − k_2, q − k^′_2) respectivement, et où ũ = |k − k_2|/2k_F. L’énergie moyenne par particule est conservée par l’évolution suivant cette équation. Pour avoir un refroidissement il faut inclure une évaporation forcée. Numériquement, l’équation est résolue en discrétisant l’évolution temporelle et, à chaque étape d’évaporation, la position de la coupure est optimisée pour obtenir un rapport (T/T_F) minimum, la température étant définie comme précédemment à partir de l’énergie^6. Numériquement l’équation 3.21 est beaucoup plus lourde à résoudre que l’équation 3.6. En effet il y a trois intégrales à calculer au lieu d’une. Une méthode de calcul Monte-Carlo est alors efficace.

3.3.2 Résultats numériques

Une évolution typique de la distribution au cours de l’évaporation est présentée sur la figure 3.5. Pendant la plus grande partie de l’évaporation, la distribution est proche d’une distribution de Fermi tronquée. Cependant, quand la température diminue, la thermalisation devient de plus en plus difficile à cause du principe de Pauli et la coupure se rapproche de plus en plus de l’énergie de Fermi. Finalement, quand la probabilité d’occupation des niveaux d’impulsion faible ne grandit plus à cause de l’effet des pertes, il est avantageux du point de vue de l’optimisation de T/T_F de couper l’essentiel de la distribution et on aboutit alors à une fonction constante tronquée plus ou moins proche de 1. On atteint, à ce moment là, la valeur minimum de T/T_F. Ensuite, la thermalisation n’est plus efficace, la probabilité d’occupation diminue sous l’effet des pertes et T/T_F diminue. On a choisi une distribution de Fermi tronquée avec T/T_F = 0.5 pour distribution initiale. On ne s’interesse donc ici qu’à une évaporation dans un régime dégénéré où on s’attend à avoir un effet important des pertes. Le seul paramètre libre est alors comme précédemment la valeur de γ/Γ_F . On peut alors tracer valeur de la probabilité d’occupation maximum à énergie nulle atteinte au cours de l’évaporation (fig. 3.6). Cette valeur est difficilement comparable aux valeurs expérimentales car la dernière coupure brutale de la distribution n’est alors pas effectuée. On peut définir un paramètre (T/T_F)_{eff} effectif qui correspond au

6On ne cherche pas du tout ici à conserver un maximum d’atomes comme on le ferait dans une expérience.

Figure 3.5 – Evolution de la distribution au cours de l’évaporation forcée de deux nuages de fermions en interaction. La courbe en trait plein correspond à l’état initial, une distribution de Fermi à T/T_F = 0.5. Les autres courbes correspondent à différents temps d’évaporation. La dernière courbe (trait pointillé fin) montre la distribution au moment où le maximum d’occupation du niveau k = 0 est atteint.

rapport T/T_F qu’aurait une distribution de Fermi avec la même probabilité d’occupation à énergie nulle. Juste avant la coupure brutale finale de la distribution, la distribution est proche d’une distribution de Fermi tronquée avec ce même (T/T_F)_{eff} .

γ/Γ_F

Figure 3.6 – Probabilité d’occupation maximum à énergie nulle en fonction du paramètre γ/Γ_F (cercle). Sur l’échelle de droite, valeur de (T/T_F)_{eff} correspondante (carré). La distribution initiale est une distribution caractérisée par T/T_F = 1/2.

Pour des valeurs relativement élevés du paramètre γ/Γ_F > 0.03, le gain en dégénérescence est très faible. Les pertes sont si importantes qu’on ne peut pas vraiment gagner dans l’espace des phases par évaporation. Pour des valeurs plus faibles du taux de pertes, on arrive à augmenter la dégénéréscence du gaz. Cependant ce gain dépend de façon relativement faible de γ/Γ_F , et, de plus, cette dépendance à l’air d’être de plus en plus faible au fur et à mesure que diminue γ/Γ_F . Pour des valeurs de γ/Γ_F ≤ 10^{−4}, l’évaporation devient extrêmement lente, et la résolution numérique n’a pas pu être suffisamment testée pour pouvoir donner des résultats fiables.

3.3.3 Comparaison avec les expériences

Comme pour la partie précédente, les expériences étant réalisées dans des pièges harmoniques, on ne peut comparer nos résultats qu’en ordre de grandeur. Au moment où ces calculs ont été effectués, la seule expérience travaillant avec un mélange de deux mers de Fermi était celle de D. S. Jin sur le potassium [38]. La dégénérescence maximum que cette équipe avait obtenue était initialement de l’ordre de T/T_F = 0.3 Compte tenu du fait que le facteur γ̃ était plutôt de l’ordre de 10^{−5}, les pertes n’étaient pas responsables de cette limite en température. De nombreuses équipes utilisent maintenant un piège optique et une résonance des Feshbach entre deux fermions dans des états de spin différents [99,42,60,100,101,93]. L’évaporation est alors très efficace car la section efficace est très grande (on peut même travailler dans le régime unitaire), et les pertes sont faibles. On peut alors atteindre des valeurs T/T_F ≤ 0.05 − 0.1 dans dans gaz de^{40}K et de^6Li 7. Pour ces expériences, la valeur de γ̃ est de l’ordre de 10^{−6} − 10^{−7}. Dans ce régime, la simulation est trop lente, mais en prolongeant l’effet de saturation de la figure 3.6, on peut estimer qu’il est possible que la température soit limitée par la présence des pertes. Evidemment, une étude plus quantitative dans ce régime serait nécessaire pour être plus définitif sur ce point.

7En dessous de ces températures, la distribution ne dépend que très peu de la température et les ajustements deviennent de plus en plus difficiles

Chapitre 4

Résonance de Feshbach entre fermions

Ce chapitre est consacré aux premières études de la résonance de Feshbach entre les deux états de plus basse énergie du^6Li . Les atomes sont placés dans un piège optique et un champ magnétique de l’ordre d’un kilogauss permet d’atteindre la résonance. Nos mesures de l’expansion du nuage en fonction du champ magnétique sont présentées.

4.1 Dispositif expérimental

4.1.1 Piège optique

Il existe une résonance de Feshbach pour la collision en onde s entre deux atomes de 6Li dans les états |1/2, 1/2⟩ et |1/2, −1/2⟩ (voir partie 2.2.3). Cette résonance implique des états de spin qui ne sont pas magnétiquement piégeables et il est donc nécessaire d’utiliser un piège optique. Le principe d’un tel piège est simple, il s’agit de créer un potentiel attractif grâce à un laser décalé vers le rouge par rapport à la transition atomique. Classiquement, la polarisabilité dynamique des atomes est alors négative et ils subissent un potentiel attractif proportionnel à l’intensité du champ laser^1. On peut donc piéger les atomes au niveau du col d’un faisceau focalisé (waist). Pour avoir des détails, quant à l’expression de la profondeur et des fréquences d’un tel piège, on pourra se reporter à la thèse de Florian Schreck [65] ou à celle de Julien Cubizolles [86]. Expérimentalement, nous utilisons un piège composé de deux faisceaux gaussiens (figure 4.1), l’un horizontal, l’autre vertical. Chaque faisceau est d’une puissance de l’ordre de 3 W et possède un waist de l’ordre de 25 μm. Cela conduit à une profondeur du potentiel de l’ordre de 100 μK et à des fréquences typiques de 5 kHz. Le piège est quasiment isotrope, et a donc une géométrie complètement différente d’un piège à un seul faisceau, de forme très allongée, utilisé par les équipes concurrentes. Une difficulté majeure de ce type de dispositif est l’alignement des faisceaux. En effet, il faut ajuster la position des faisceaux avec une

1On peut aussi comprendre cet effet en utilisant le modèle de l’atome habillé. L’énergie des états habillés dépend alors directement de l’intensité du champ laser.

PSfrag replacements

Figure 4.1 – Schéma du piège optique croisé, aligné avec le piège magnétique Ioffe- Pritchard. H est le faisceau horizontal, V le vertical. “Comp” désigne les bobines de compensation du piège Ioffe Pritchard, “Pinch” les bobines responsables du confinement axial et du champ magnétique de Feshbach. La puissance de chaque faisceau est environ 3 W et les cols au point de focalisation environ 25 μm.

4.1. DISPOSITIF EXPÉRIMENTAL 55

dizaine de microns de précision. En pratique, le plus difficile est d’obtenir un premier signal qu’il suffit ensuite d’optimiser. La technique que nous utilisons est la suivante. On aligne d’abord à l’oeil le mieux possible les faisceaux (Pour le faisceau horizontal, on peut s’aligner avec le faisceau de refroidissement Doppler. Pour le faisceau vertical, le plus simple est de se placer au centre de la cellule en utilisant une caméra). Ces derniers sont alors normalement à moins d’un millimètre du piège magnétique. Il faut alors à superposer les faisceaux sur le piège magnétique, plus ou moins à l’aveugle, en regardant le signal sur les atomes. Avec un temps de deux minutes entre chaque image cette procédure peut-être longue et fastidieuse. Pour pouvoir se permettre les pas les plus grands possibles pour la recherche, une bonne technique consiste à lâcher les atomes à partir d’un piège magnétique très faible en présence du laser. Le nuage d’atome est alors très froids et, après un temps de vol d’environ 5 ms, sa taille radiale (axiale) est d’environ 500 μm (1 mm). Si le piège optique passe dans ce nuage, une ligne de densité optique intense apparaît.

4.1.2 Quelles bobines pour le champ magnétique de Feshbach ?

Expérimentalement, les bobines de compensation du piège de Ioffe-Pritchard semble le choix le plus logique pour créer le champ magnétique de la résonance de Feshbach. En effet, ces bobines ont l’avantage d’être dans une configuration Helmholtz et n’induisent donc pas de courbure du champ. Cependant, en travaillant sur la résonance du^7Li, nous nous sommes aperçus qu’au dessus de 200 A environ (soit ∼ 530 G) la coupure rapide de ces bobines causait des vibrations telles que l’imagerie du nuage n’était plus possible. Nous avons donc opté pour l’utilisation des bobines de confinement axial du piège de Ioffe- Pritchard, plus petites, et donc d’une moins grande inductance. La coupure du champ est alors devenue non seulement moins brutale, mais aussi plus rapide. A partir de 1000 G, il faut environ 10 μs pour avoir un champ proche de 0 et ainsi supprimer les interactions entre atomes (figure 2.7). 200 μs après la coupure du courant dans les bobines, le champ résiduel devient suffisamment faible pour pouvoir détecter les atomes correctement par absorption. Une détection optimale n’est obtenue qu’après 0.8 ms. Ces bobines ont un inconvénient majeur, elles créent une courbure de champ magnétique. Axialement, les atomes sont donc anti-piégés avec une “fréquence” égale à celle du piège magnétique. Plus précisément, celle-ci vaut 78 Hz pour le^6Li à un courant de 200 A correspondant à 520 G^2. Ce champ magnétique anti-piégeant oblige à utiliser la configuration à deux faisceaux croisés pour le piège optique. En effet notre accès optique ne nous permet pas d’avoir un waist inférieur à 20 μm, et la fréquence de piégeage axial d’un seul faisceau est donc trop faible pour compenser l’anti-piégeage magnétique.

2On peut extrapoler la fréquence d’anti-piégeage pour d’autre valeur de champ magnétique B et de courant en sachant qu’elle est proportionnelle à √ B.

4.1.3 Séquence expérimentale

Dans le piège magnétique, le^6Li est refroidi sympathiquement par évaporation du 7Li [39, 65]. Après évaporation de tous les atomes de^7Li , un gaz de ∼ 6 × 10^5 fermions froids dans l’état |3/2, 3/2⟩ est obtenu à une température de 10 μK. La procédure pour charger le piège optique est la suivante. On allume les deux faisceaux du piège optique en augmentant linéairement leur intensité en 500 ms. Le piège magnétique est ensuite coupé en diminuant linéairement en 500 ms les courants dans les barres de Ioffe et dans les bobines de confinement axial^3. L’efficacité du transfert dans le piège optique croisé est de l’ordre de 80 %. Les 20 % des atomes restants sont piégés dans le faisceau horizontal mais pas dans le faisceau vertical. Ils sont perdus dès que le champ magnétique de Feshbach est ajouté^4.

Il faut ensuite changer l’état de spin des atomes. Un premier passage adiabatique radio-fréquence (RF) entre 243 et 244 MHz à un champ magnétique de l’ordre de 5 G en 50 ms permet de passer dans l’état |1/2, 1/2⟩. Pour étudier la résonance en onde s, il faut ensuite créer un mélange incohérent avec l’état |1/2, −1/2⟩^5. Ce mélange peut être fait soit à bas champ, soit à haut champ, suivant la façon dont on préfère aborder la résonance. Dans les deux cas, la technique reste la même : on varie une radio-fréquence autour de la fréquence de transition relativement rapidement pour ne pas être adiabatique. En jouant sur le temps de la rampe ou sur l’intensité du champ RF, on peut ajuster le taux de transfert à 50(10) %. La décohérence dans notre système est obtenue très rapidement à cause de la courbure du champ magnétique. Pour tester notre mélange, on utilise une méthode de Stern-Gerlach pendant le temps de vol, c’est à dire un gradient de champ pour séparer les états suivant leur susceptibilité magnétique. La séparation des atomes est alors proportionnelle au courant mis dans la bobine. Néanmoins, un champ trop intense (≳ 26 G) rend la susceptibilité magnétique des deux états identiques (voir fig. 1.2) et il faut donc utiliser des bobines qui créent un gradient important mais un champ faible. En pratique, on utilise une bobine d’environ 50 tours de diamètre 1 cm, placée à 2 cm des atomes. Malgré l’utilisation de fort courants (jusqu’à 100 A), la bobine n’a pas besoin d’être refroidie car les impulsions Stern-Gerlach ne durent que 0.5 ms environ.

3Il faut absolument garder le rapport entre les courants constant pendant l’extinction pour éviter que la position du piège magnétique ne bouge.

4Le transfert du piège magnétique vers le piège optique, aussi lent soit-il, induit un chauffage. En fait, on est adiabatique vis à vis de toutes les fréquences du piège, mais les différentes directions de piégeage, sans collision entre les atomes, ne sont pas couplées. La compression étant plus importante suivant la direction axiale du piège magnétique, la température dans cette direction augmente plus (Pour un oscillateur harmonique à 1D, T/ω est la quantité conservée dans un transfert adiabatique). Dans le piège optique, on n’est donc pas à l’équilibre thermique, et l’énergie totale du nuage est plus grande que si le transfert avait été complètement adiabatique [86].

5Un gaz dans un état |1/2⟩ + | − 1/2⟩ suivant l’axe z est en fait polarisé suivant la direction x

4.2. PERTES PROCHE DE LA RÉSONANCE 57

PSfrag replacements

Figure 4.2 – Pertes associées à la résonance du^6Li. Le champ magnétique est varié (en 10 ms) de ≃ 0 G à la valeur de mesure où il maintenu pendant 500 ms avant d’être coupé en 1 ms. La courbe en traits continus représente la longueur de diffusion a. A droite de la résonance prédite, pour B ≥ 850 G, la durée de vie est d’environ 30 s.

4.2 Pertes proche de la résonance

4.2.1 Données expérimentales

A partir de la forme des potentiels du lithium, on peut calculer l’énergie des états moléculaires du potentiel singulet et donc connaître le champ magnétique d’éventuelles résonances de Feshbach. Une résonance large autour de 850 G a été prédite dès fin 1997 [54]. Les premiers groupes à avoir recherchée cette résonance expérimentalement furent celui de W. Ketterle au MIT [102] et le nôtre. La courbe de pertes que nous avons enregistrée en fonction du champ magnétique est tracée sur la figure 4.2. Notre pic de pertes est situé autour de 720 G. Au MIT, ils trouvèrent deux pics de pertes, l’un situé autour de 680 G, l’autre plus faible situé vers 550 G. Ce dernier est maintenant associé à une résonance de Feshbach fine [103]. Ces résultats furent une surprise car on s’attendait à un maximum de pertes à résonance comme observé pour des bosons lors de la première observation d’une résonance de Feshbach dans un nuage d’atomes froids [25]. De plus, la signature des pertes était de type deux corps [102], alors qu’on s’attendait à ne pas avoir de pertes de ce type ; ni les pertes par échange de spin (conservation de m_F ), ni les pertes par collision dipolaire ne sont possibles entre ces deux états. Pour ces dernières, la raison est la suivante. Le hamiltonien dipolaire se décompose sur les harmoniques sphériques d’ordre 2 [104]. Comme les atomes interagissent dans l’onde s, la seule possibilité de couplage serait vers un canal de sortie en onde d, qui est symétrique. Comme le seul état de spin de sortie est un état complètement polarisé dans l’état fondamental qui est lui aussi symétrique, on aurait alors une fonction d’onde symétrique, ce qui n’est pas admis pour des fermions. Il n’y a donc pas de pertes dipolaires dans l’onde s pour un mélange entre les états |1/2, 1/2⟩ et |1/2, −1/2⟩. Peu après, deux expériences supplémentaires sur le^6Li localisaient le champ magnétique pour lequel la longueur de diffusion s’annule vers 530 G [103, 42], en accord avec la théorie et donc aussi avec une résonance de Feshbach située vers 850 G, et non pas décalé à un champ magnétique plus faible.

4.2.2 Recombinaison à trois corps vers un état faiblement lié

Cherchons maintenant à expliquer les raisons de ce décalage des pertes par rapport au pic de la résonance. Proche de résonance, pour des fermions dans deux états de spin, les recombinaisons à trois corps se font principalement vers l’état lié de faible énergie [105]. En effet, à cause du principe de Pauli, il faut multiplier la probabilité de recombinaison vers un état d’énergie E par un facteur K/E où K est l’énergie cinétique relative des deux fermions dans le même état [106]. Le taux de recombinaison à trois corps vers l’état d’énergie E = −ℏ^2/ma^2 est ainsi proportionnel à a^6 (et non à a^4 comme pour des bosons [86]). Donc, plus on s’approche de la résonance, plus les molécules faiblement liées se forment rapidement. Ces molécules peuvent éventuellement être piégées car la polarisabilité dynamique des atomes dans une molécule faiblement liée n’est pas modifiée, et le potentiel de piégeage vu par la molécule est simplement deux fois le potentiel vu par les atomes. Comme la masse d’une molécule est double, les fréquences d’oscillations restent les mêmes. On peut penser à différents processus de pertes pour ces molécules. Lors d’un processus de recombinaison a trois corps, l’énergie de liaison est transformée en énergie cinétique. La molécule formée récupère deux tiers de cette énergie, l’atome un tiers. Une molécule formée avec une grande énergie de liaison et donc à un champ magnétique faible a donc une probabilité plus grande de s’échapper du piège. Les molécules peuvent aussi être détruites par recombinaison vers des états liés profonds, soit par collision avec un atome, soit par collision avec une autre molécule. Ces deux processus ont été étudiés par D. Petrov, C. Salomon et G. Shlyapnikov et sont tous les deux plus efficaces loin de résonance [107]^6. Le fait que le maximum de pertes soit situé à coté de la résonance est donc le résultat d’un compromis entre le taux de formation de molécules, plus grand proche de résonance, et les pertes moléculaires plus importantes loin de résonance^7.

4.3 Etude de l’anisotropie

Nous avons ensuite étudié l’expansion du nuage en fonction du champ magnétique [60], ce qui va nous permettre de confirmer que la résonance est bien située autour de 850 G et pas vers 700 G à l’endroit du maximum de pertes. Suivant la valeur du taux de collision,

6Les taux de relaxation atome-molécule et molécule-molécule varient respectivement en (b/a)^{3.33} et (b/a)^{2.55} dans la limite a ≫ b, où b est la portée du potentiel.

7On peut aussi noter que loin de résonance, les molécules ne sont plus détectées comme des atomes (voir partie 5.1.2)

et donc de a, le nuage est plus ou moins profondément dans le régime hydrodynamique et cela modifie son expansion.

4.3.1 Régime hydrodynamique

Critère d’hydrodynamicité

Le régime hydrodynamique collisionnel est atteint lorsque qu’un atome en traversant le nuage a le temps de subir plusieurs collisions. Le libre parcours moyen est alors petit devant la taille du nuage. Dans ces conditions, on a un équilibre thermodynamique local à tout instant. Plus précisément, le libre parcours moyen λ_0 est de l’ordre de λ_0 = (n_0σ)^{−1}, où n_0 est la densité pic du nuage et σ la section efficace de collision. Si l’on compare cette longueur à la plus petite dimension du nuage, la dimension radiale r_{rad}, un critère d’hydrodynamicité est alors donné par le rapport de ces deux quantités : R = λ_0 r_{rad} = (2π)^{3/2} Nσ ( k_BT mω̄^2 ) ω_{rad} ω̄ , dans le cas d’un gaz classique (4.1)

R ≪ 1 correspond au régime hydrodynamique, R ≫ 1 au régime sans collision.

Loi d’échelle

Intéressons nous à l’effet d’un changement des fréquences d’oscillation du piège (ou à sa coupure). Les solutions par changement d’échelle correspondent au cas particulier où la distribution ne change que par des facteurs de dilatation b_{i∈{x,y,z}}(t) suivant les différentes directions de piégeage. On peut montrer qu’un gaz classique dans le régime hydrodynamique pour un confinement harmonique suit une loi d’échelle^8, et les coefficients b_i(t) sont donnés par l’équation [108] :

b̈_i + ω_i(t)^2b_i = ω^{20i} b_iΛ^{2/3}

,avec Λ = ∏ j b_j (t) = 0 (4.3)

et où ω_{0i} correspond à la fréquence initiale dans la direction i. Le fait qu’il existe une solution par changement d’échelle n’est pas évident, et est spécifique du confinement

8La démonstration est la suivante [108]. Dans le régime hydrodynamique, on peut négliger la dissipation, et l’équation d’Euler est applicable,

∂v_i ∂t + ∑ j v_j

∂v_i ∂r_j

+ ω_i(t)^2r_i + 1 mn(r, t)

∂P (r, t) ∂r_i

= 0 (4.2)

où n(r, t) et P (r, t) sont les profils de densité et de pression, et v_i(r, t) est la i^{ème} composante du champ de vitesse. On cherche donc une solution de la forme n(r, t) = ñ(ρ)/Λ(t), où ñ est la densité initiale et ρ_i = r_i/b_i(t). Pour vérifier l’équation de continuité, le champ de vitesse s’écrit v_i = r_i[ḃ_i(t)/b_i(t)]. L’évolution de la pression est connue si on suppose que l’évolution du gaz est isentropique. On peut alors appliquer la loi de Laplace (P V^{5/3} = cst) à un petit élément de fluide, ce qui donne P (r, t) = P̃ (ρ)/Λ(t)^{5/3}, où P̃ est le champ de pression initial. En tenant compte de l’équilibre statique initial, mñ(ρ)ω^2_{0i}ρ_i + ∂P̃ (ρ)/∂ρ_i = 0, l’équation d’Euler se réécrit exactement en terme des paramètres d’échelle, et on trouve l’équation 4.3.

ω_{rad}t

Figure 4.3 – Expansion d’un nuage fermionique dans un régime hydrodynamique avec un rapport d’aspect initial de 2.8. La taille du nuage est donnée en unité de la taille radiale initiale. Le temps caractéristique d’expansion est donné par 1/ω_{rad}. Pour des temps suffisamment longs, on a une inversion d’anisotropie.

harmonique. Dans un régime intermédiaire entre le régime sans collision et le régime hydrodynamique une telle solution n’existe pas.

D’une façon plus générale, on peut montrer qu’il existe une loi d’échelle dès qu’on peut utiliser l’équation d’Euler et que l’équation d’état du gaz^9 est de la forme μ ∝ n^γ [109]. L’équation d’Euler se réduit alors à une équation pour les b_i^{10} :

b̈_i + ω^2_i b_i(t) = ω^{20i} b_iΛ^γ

(4.4)

Pour un gaz de Fermi dégénéré en interaction faible dans un régime superfluide ou hydrodynamique, les conditions précédentes sont remplies avec γ = 2/3 (μ = E_F ∝ n^{2/3}), et on retrouve la même équation d’échelle que pour le gaz classique hydrodynamique. Les mêmes arguments s’appliquent aussi pour un gaz de Fermi à la limite unitaire, μ ∝ E_F ∝ n^{2/3} (on pourra se reporter à la partie 7.2, pour avoir des détails sur le régime unitaire). Pour un condensat de Bose-Einstein dans un régime de Thomas-Fermi μ = gn, γ = 1 ; il existe encore une équation d’échelle mais celle-ci est différente de celle du gaz classique hydrodynamique [110].

Expansion en temps de vol

Lorsqu’on étudie une expansion en temps de vol, on pose ω_i(t > 0) = 0 et l’équation 4.3 se réduit à : b̈_i = ω^{20i} b_iΛ^γ

(4.5)

9La relation de Gibbs-Duhem ∇P/n = ∇μ permet de réécrire l’équation d’Euler en terme du potentiel chimique.

10Dans cas où l’expansion se fait dans un potentiel expulsant, on peut en tenir compte en prenant des fréquences imaginaires

Cette équation est très facile à résoudre numériquement et des courbes d’évolution de la taille d’un nuage sont représentées sur la figure 4.3 pour γ = 2/3 et pour un piège cigare de rapport d’aspect 2.8. A cause du facteur ω^2_{0i}, l’expansion est plus rapide dans les directions de fort confinement. Pour des temps de vol suffisamment longs, on a une inversion d’ellipticité. On peut comprendre simplement cet effet par le fait qu’un atome s’échappe plus difficilement dans le direction où le nuage est plus épais car il subira alors plus de collisions. L’échelle de temps caractéristique de l’expansion est fixée par la fréquence maximum de confinement ω_{rad}. Pour des temps t tels que ω_{rad}t ≪ 1, la taille du nuage est presque inchangée. Pour ω_{rad}t ≫ 1, la vitesse des atomes ne change plus et l’expansion devient linéaire^{11}.

4.3.2 Conditions expérimentales

Dans nos expériences, le gaz n’est pas toujours dans un régime très hydrodynamique suivant la valeur de a. On explore un régime intermédiaire du régime sans collision au régime hydrodynamique. La distribution des atomes après expansion est alors plus ou moins elliptique suivant la valeur de R. Quand l’expansion est la plus anisotrope, cela signifie que le taux de collision est le plus important.

Deux séries de mesure

Expérimentalement, nous avons réalisé deux séries de mesures : l’une, au dessus de 790 G, dans la région où les pertes sont faibles, l’autre dans le région où les pertes sont importantes. Dans les deux cas le gaz est d’abord préparé dans l’état fondamental |1/2, 1/2⟩. Pour la première série de mesures (fig. 4.4), le mélange Zeeman est effectué à 1060 G et on évite ainsi la zone de pertes en gardant un gaz polarisé. Le mélange est ensuite évaporé jusqu’à des fréquences ω_x/2π = 1.1 kHz, ω_y/2π = 3.0 kHz, ω_z/2π = 3.2 kHz et le piège a une géométrie de cigare avec un rapport d’aspect d’environ 2.8. On obtient un nombre total d’atomes de N_{tot} = 2N_↑ = 2N_↓ = 7 × 10^4 à une température de T ≃ 3.5 μK≃ 0.6 T_F. Une telle température correspond à un régime approximativement classique. En effet, les effets quantiques ne se manifeste vraiment qu’à partir du moment où le potentiel chimique devient positif, c’est à dire en dessous d’une température de 0.5 T_F environ [71]. Cela correspond au moment où la probabilité de peupler le premier état du piège vaut 1/2. Pour T =0.5 T_F, la taille d’un nuage de fermions piégés est encore très semblable à celle d’un nuage classique [39]. Enfin, le champ magnétique est varié vers différentes valeurs finales en 50 ms. Le champ magnétique n’est pas descendu en dessous de 790 G pour ne pas avoir de pertes. Dans la deuxième série de mesures (fig. 4.5), le mélange est effectué à bas champ. On évapore le gaz vers 320 G, où la longueur de diffusion vaut −8 nm jusqu’à une température de 2.4 μK. Les fréquences de piégeage sont alors ω_x/2π = 0.78 kHz,

11La vitesse relative entre atomes est alors faible devant leur vitesse absolue et les collisions ne jouent alors plus de rôle.

ω_y/π = 2.1 kHz, ω_z/2π = 2.25 kHz. Le rapport d’aspect vaut environ 2.8. On change alors le champ magnétique en 100 ms jusqu’à 550 G, où on s’attend à ce que la longueur de diffusion soit faible et positive. Enfin, on varie rapidement le champ magnétique en 10 ms vers différentes valeurs finales. Ce changement rapide de champ magnétique est nécessaire pour ne pas perdre tous les atomes proches du maximum de pertes.

Deux techniques d’imagerie

La nécessité de couper le champ magnétique pour l’imagerie suggère deux méthodes de mesures ; soit éteindre le champ magnétique en même temps que le piège optique, soit l’éteindre à la fin du temps de vol. Plus précisément, cette dernière méthode est la suivante. Le piège optique est coupé, le nuage commence à s’étendre. Pendant la plus grande partie de temps de vol (0.4 ms), on laisse le champ magnétique allumé et donc aussi les interactions entre atomes. C’est seulement 0.25 ms avant d’imager le nuage qu’on coupe le courant dans les bobines pour que le laser sonde soit résonnant avec la transition atomique (B = 0). Cette technique (temps de vol en champ) permet de garder les interactions entre atomes pendant la phase d’expansion où elles jouent un rôle important, c’est-à-dire pendant un temps supérieur à quelques 1/ω_{rad} = 75 μs. Ensuite, les atomes suivent simplement un mouvement balistique et couper les interactions ne modifient pas leur trajectoire. Ce procédé d’imagerie correspond aux figures 4.4b et 4.5b. Un autre procédé de mesures consiste à couper le champ magnétique et le piège optique au même instant^{12} (temps de vol sans champ). Comme la longueur de diffusion est quasi-nulle à champ nul, les atomes n’interagissent plus et on a accès à la distribution d’impulsion initiale dans le piège. Celle-ci est toujours isotrope comme attendu pour des fermions (figures 4.4a et 4.5a).

4.3.3 Résultats

Les résultats des deux séries de mesures sont regroupés sur les figure 4.4 et 4.5. Les tailles mesurées sont issues d’ajustements gaussiens des distributions de densité après expansion. La figure 4.5c montre la perte d’atomes pour la deuxième série de mesures. Proche du maximum de pertes, les distributions sont plus larges. Les pertes sont donc associées à un chauffage important, ce qui est qualitativement en accord avec le phénomène de recombinaisons à trois corps. Pour avoir des informations sur le taux de collision, il faut étudier l’ellipticité des temps de vol en champ. Jusqu’à 700 G, la distribution est isotrope, on est dans un régime sans collision. Pour des champs magnétiques plus élevés, l’ellipticité augmente jusque vers 800 G. L’anisotropie maximum observée expérimentalement est de 1.4 autour de 800 G. Théoriquement, les équations de changement d’échelle prédisent 1.53. Cette différence montre que l’on atteint jamais le régime complètement hydrodynamique.

12En fait, il faut couper le champ plus rapidement que le temps caractéristique de l’évolution de la distribution, c’est-à-dire 1/ω_{rad}

Figure 4.4 – A gauche, géométrie du piège optique (au centre) et images après expansion sans champ magnétique (a), avec champ magnétique (b). A droite, tailles gaussiennes correspondantes suivant x (carrés) et y (cercles) en fonction du champ magnétique. (a) : temps de vol de 650 μs avec B = 0. (b) : 400 μs avec B ≠ 0 puis 250 μs avec B = 0. Les expansions de gauche sont réalisées à 900 G. La géométrie du piège ainsi que l’échelle des images sont données par le cadre central. Le nombre d’atomes est constant, égal à 7 10^4.

Figure 4.5 – (a),(b) Tailles gaussiennes en fonction du champ magnétique. Les conditions d’expansion et les symboles sont les mêmes que ceux de la fig. 4.4. (c) Nombre d’atomes détectés en fonction du champ magnétique. Les triangles et les diamants correspondent respectivement à (a) et (b). L1 pointe le maximum de pertes, L2 la position du maximum de l’anisotropie qui correspond au pic de la résonance.

A résonance, la limite unitaire établit une borne au taux de collisions et R (le nombre sans dimension caractéristique du caractère hydrodynamique dont la définition est donnée par l’équation 4.1) est de l’ordre de 0.06, ce qui est compatible avec un régime hydrodynamique [111, 112]. Au dessus d’environ 840 G, l’anisotropie du nuage diminue de nouveau. On en déduit que le taux de collisions maximum est obtenu pour une valeur de 800 ± 40 G. C’est la première détermination expérimentale de la position de la résonance de Feshbach et elle est en accord avec la valeur prédite théoriquement qui est 850(40) G. Le pic de la résonance a récemment été localisé très précisément à une valeur de 834.1±1.5 G grâce à une technique de spectroscopie radiofréquence des états moléculaires [113]. Le maximum de perte est clairement décalé par rapport à la position de la résonance. A 720 G, notre maximum de perte, l’expansion est encore quasiment isotrope.

4.4 Mesure de l’énergie d’interaction

4.4.1 Méthode expérimentale

Dans le piège, en supposant qu’on ne forme pas de molécules, on peut séparer l’énergie du nuage en trois contributions, l’énergie cinétique E_{kin}, l’énergie de piégeage E_{trap}, et l’énergie d’interaction entre les atomes E_{int}.^{13} Notre technique pour mesurer l’énergie d’interaction repose sur la comparaison entre les expansions avec et sans champ, c’est à dire avec ou sans interactions. Sans interaction, la distribution après temps de vol reflète la distribution en impulsion du nuage initial. L’énergie libérée est alors égale à l’énergie cinétique E_{rel} = E_{kin}. Avec interactions, non seulement le temps de vol est modifié par les collisions pendant le temps de vol mais il y a aussi une énergie de champ moyen entre atomes. Cette énergie est transformée en énergie cinétique quand la densité du nuage baisse. Le temps caractéristique de l’expansion étant 1/ω_{rad}, si on coupe le champ après un temps plus long, la plupart de l’énergie d’interaction est déjà transférée en énergie cinétique. L’énergie relâchée pendant le temps de vol est alors égale à la somme de l’énergie cinétique et de l’énergie d’interaction E_{rel} = E_{kin} + E_{int}. En faisant le rapport des énergies relâchées dans les deux cas, on déduit le rapport E_{int}/E_{kin}. En pratique, les distribution après temps de vol sont ajustées par des gaussiennes, et on calcule l’énergie relâchée à partir de leur largeur. Ceci constitue évidemment une approximation^{14} mais cela a l’avantage de moyenner très efficacement le bruit de mesure.

4.4. MESURE DE L’ÉNERGIE D’INTERACTION 65

Figure 4.6 – Rapport entre l’énergie d’interaction et l’énergie cinétique pour les données de la figure 4.4 (carrés) et de figure 4.5 (croix). La courbe est un calcul en champ moyen pour 7 × 10^4 atomes et une énergie cinétique de E_{kin}/k_B = 5.25 μK. La partie grisée correspond à la région de fortes pertes.

4.4.2 Résultats et interprétation

Le rapport de l’énergie d’interaction à l’énergie cinétique E_{int}/E_{kin} est tracé sur la figure 4.6. Les deux séries de mesures, correspondant aux figures 4.5 et 4.4, sont regroupées sur un même schéma et la différence entre les deux séries de mesure dans la région où les points se recoupent est dû à des conditions expérimentales différentes. La ligne correspond à un calcul de champ moyen en tenant compte de la dépendance en énergie des interactions entre atomes. On peut noter que ces prédictions théoriques sans aucun paramètre ajustable correspondent bien aux valeurs expérimentales dans la région B > 850 G, a < 0 et dans la région avant le pic de pertes B < 720 G (a > 0 petit). Dans la région intermédiaire, la théorie ne correspond pas du tout aux points expérimentaux. Alors qu’on attend un champ moyen répulsif pour a > 0, on observe une énergie d’interaction négative. De plus, le changement de signe brutal de l’énergie d’interaction mesurée qui coïncide avec la maximum de pertes est surprenant.

Comme nous l’avons suggéré en conclusion dans notre article [60], l’ensemble des ces données s’expliquent en terme de création de molécules faiblement liées. Dans nos conditions expérimentales, au dessous de 720 G, on a des pertes liées à la création de dimères. Les produits de ces recombinaisons à trois corps induisent un chauffage et des pertes, mais les molécules sont produites avec une énergie cinétique supérieure à la profondeur du piège comme le montre l’accord avec une théorie de champ moyen omettant les

13Notons que l’énergie d’interaction a été omise dans la discussion de l’anisotropie, car il est difficile d’en tenir compte exactement [114]. De plus, l’effet de redistribution de l’énergie dans la direction de plus fort confinement dû à l’hydrodynamicité demeure valable en présence du champ moyen.

14On s’attend par exemple à une contribution lorentzienne si on casse non adiabatiquement un nuage de molécules. L’énergie relâchée est alors infinie, mais le fit gaussien trouve une énergie parfaitement finie.

Figure 4.7 – Courbe calculée du rapport énergie d’interaction sur énergie cinétique. Cette courbe reproduit bien nos données expérimentales. Ce calcul suppose la présence de molécules faiblement liées dans le piège pour 710 G≤ B ≤830 G. Le saut vers 810 G correspond au changement de conditions expérimentales (température, nombre, confinement). En insert, longueur de diffusion en fonction du champ magnétique.

molécules. A un champ magnétique supérieur à 720 G, le signe de l’énergie d’interaction change brusquement, cela correspond au champ pour lequel les molécules commencent à être piégées. Les recombinaisons à trois corps induisent un chauffage important qui explique les pertes. Quand on coupe le champ magnétique brusquement, les molécules sont cassées. Il faut alors tenir compte de la distribution d’impulsion relative des deux atomes dans une molécule. Pour une molécule faiblement liée, cette distribution prend la forme du carrée d’une lorentzienne^{15} de largeur 1/a. Cet effet augmente l’énergie relâchée dans un temps de vol sans interaction. En prenant en compte, de façon précise, cet effet ainsi que les interactions entre atomes, on reproduit bien nos données expérimentales [115] (voir figure 4.7). Nos résultats sont donc en accord avec la création de molécules faiblement liées.

15C’est simplement lié à la transformée de Fourier de la fonction d’onde d’une molécule qui a une forme en^{e−r/a}_r

Chapitre 5

Création de molécules froides faiblement liées

Ce chapitre est consacré à la détection des dimères discutés au chapitre précédent, et à l’étude de l’efficacité de leur formation en fonction de la température et du champ magnétique. Expérimentalement, nous montrons que la formation et la dissociation des molécules sont des processus réversibles. Un modèle simple supposant l’équilibre thermodynamique entre les nuages atomique et moléculaire permet d’expliquer les résultats. Ces molécules sont particulièrement faiblement liées ; leur énergie de liaison est de l’ordre de k_B × 10 μK soit 10^{−9} eV.

5.1 Détection des molécules

5.1.1 Technique de la double rampe

Le mélange entre les deux états Zeeman |1/2, 1/2⟩, |1/2, −1/2⟩ est réalisé au dessus de résonance à un champ magnétique de 1060 G (point 1 sur la fig. 5.1). A ce champ magnétique, il n’y a pas d’état lié dans le problème à deux corps. Une première technique de mesure consiste à couper directement le champ magnétique (point 1→point 4). On compte alors le nombre total d’atomes N_{tot}. Pour former des molécules, on varie le champ magnétique du point 1 au point 2 dans la région où a est positif. Il existe alors un état moléculaire d’énergie E_b = −ℏ^2/ma^2 < 0 qu’il est énergétiquement favorable de peupler^1. Lors de la coupure du champ magnétique, les molécules deviennent fortement liées. Ces dernières ne sont donc pas résonantes avec le faisceau d’imagerie et on ne compte alors que les atomes qui ne sont pas impliqués dans la formation d’une molécule N_{at}. Pour être sûr que ce n’est pas simplement des pertes, une troisième technique de mesure consiste à simplement traverser en sens inverse la résonance (point 2→point 3), vers la région où il n’y a plus d’état lié (a < 0), pour dissocier les molécules en atomes. On compte alors

1On pourra se reporter à la figure 2.6.

Figure 5.1 – Longueur de diffusion en fonction du champ magnétique entre des atomes de^6Li dans les états 1/2, 1/2⟩ et 1/2, −1/2⟩. On remarque deux résonances de Feshbach, l’une large au alentour de 830 G, l’autre fine vers 545 G.

de nouveau l’ensemble des atomes, ≃ N_{tot}, y compris ceux qui formaient des dimères. On peut en déduire le nombre de molécules formées 2N_{mol} = N_{tot} − N_{at}. Cette technique utilisée pour la première fois dans l’équipe de D. Jin sur le potassium [116] ne permet cependant pas d’avoir accès directement à la distribution en impulsion des molécules.

5.1.2 Suivi adiabatique de l’état moléculaire

Un élément très important pour que la technique de la double rampe soit efficace est le suivi adiabatique des molécules vers un état fortement lié lors de la coupure du champ magnétique. Plus précisément, un critère d’adiabaticité est donné par le rapport entre le taux de variation relatif de l’énergie de liaison (dE_b/dt)/E_b par rapport à la pulsation d’oscillation de la molécule E_b/ℏ. On peut définir un nombre sans dimension : α = ℏ E^2_b dE_b dt (5.1)

Si α ≪ 1 la molécule suit adiabatiquement vers un état de plus en plus lié. Au contraire, pour α ≫ 1, la molécule ne peut suivre adiabatiquement la rampe de champ magnétique et est dissociée. Cette hypothèse a pu être vérifiée expérimentalement en faisant varier la vitesse de coupure du champ magnétique. Pour notre vitesse de coupure habituelle d’environ 100 G/μs, les atomes sous forme moléculaire sont tous détectés pour B ≳ 780 G alors qu’ils ne le sont pas du tout pour B ≲ 700 G. Entre ces deux valeurs la détection est partielle. A titre de comparaison, on trouve α = 1 pour un champ égal à ∼700 G.

Figure 5.2 – (a) Fraction des atomes sous forme moléculaire en fonction du champ magnétique au point 2. (b) températures des atomes correspondantes au point 2 (carrés) et au point 3 (cercles). La courbe en trait plein correspond au modèle thermodynamique présenté ci-dessous. La zone tiretée indiquent le régime d’interaction forte, pour lequel notre modèle n’est pas valable. La courbe en pointillé inclue les effets d’interactions faibles, dans un cadre similaire.

5.2 Résultats expérimentaux

5.2.1 Création de molécules en fonction du champ magnétique

Un nuage de 1.5 × 10^5 atomes dans un mélange des deux états de spin est préparé à 1060 G à une température de 4.7 μK avec T_F = 11 μK. Les fréquences d’oscillations du piège optique sont ω_x/2π = 2.2(2) kHz, ω_y/2π = 4.6(4) kHz, ω_z/2π = 5.1(5) kHz. Le champ magnétique est ensuite varié linéairement en 50 ms vers la zone a > 0 où on s’attend à une création de dimères faiblement liés. Le champ magnétique au point 2 est varié entre 650 G et 870 G. La remontée du champ pour compter le nombre d’atome total s’effectue aussi en 50 ms. Les résultats sont représentés sur la figure 5.2 en fonction du champ magnétique au point 2. On reporte non seulement la fraction moléculaire 2N_{mol}/N_{tot} mais aussi la température des atomes restants du coté a > 0 (point 2) et celle de l’ensemble des atomes après la remontée du champ (point 3). La fraction moléculaire maximum est obtenue pour 660 G et atteint jusqu’à 60% à cette température. Pour des champs magnétiques faibles B < 650 G, l’augmentation des pertes (voir partie 6.2.2) conduit à un taux de formation effectif de molécules plus faible. La température augmente fortement dans la région où l’on crée une fraction de molécules importante. Ceci n’est pas surprenant car chaque recombinaison à trois corps libère une énergie cinétique E_b qui échauffe l’ensemble du nuage, atomes et molécules. De plus, proche de résonance, les taux de collisions élastiques atome-atome, atome-molécule, et molécule-molécule^2 sont grands (de l’ordre de 10^5 s^{−1}) devant l’inverse du temps caractéristique de notre expérience et on s’attend donc à ce que l’équilibre thermique soit maintenu. Au contraire, la température après la double rampe de champ magnétique (point 1→point 2→point 3) est quasiment constante et égale à la température initiale du nuage. On revient à des conditions proches des conditions initiales. Le léger chauffage correspondant à des rampes vers les champs magnétiques les plus faibles peut s’expliquer par des pertes de molécules. Le processus dans son ensemble est donc réversible.

5.2.2 Dépendance en température

Varions maintenant la température intiale du nuage avant la rampe de champ magnétique. Pour cela, le piège optique est plus ou moins décomprimé. On mesure ensuite la fraction de molécules présentes à 690 G, ce qui correspond à a = 78 nm et à E_b/k_B = 12 μK. Quand on réduit l’intensité du laser de piègeage et donc la profondeur du piège, à la fois T et T_F diminuent, et la fraction moléculaire augmente (fig. 5.3). On peut alors atteindre des taux de formation de molécules supérieurs à 80%. A l’intensité la plus faible, on a probablement un effet important des pertes car la profondeur du piège devient de l’ordre de l’énergie de liaison des molécules. Des expérience complémentaires ont ensuite montrées que non seulement l’évaporation du gaz (réduction du facteur T/T_F) mais aussi l’ouverture adiabatique du piège (réduction de T et T_F par le même facteur) étaient favorable à l’obtention de fractions moléculaires importantes. Ainsi, pour T_F = 11 μK, en réduisant la température de 0.5 T_F à 0.3 T_F, la fraction moléculaire augmente de 40% à 65%. De la même manière, en gardant T/T_F = 0.3 constant, quand la température varie de 4.5 μK à 1.8 μK, la fraction moléculaire passe de 50% à 85%.

5.2.3 Durée de vie

La durée de vie des molécules est étudiée pour deux valeurs du champ magnétique 636 G et 690 G. La technique est simple, on crée des molécules à un champ magnétique

2Les longueurs de diffusion atome-molécule et molécule-molécule valent respectivement 1.2a [105] et 0.6a, où a est la longueur de diffusion atomique [107]. Cette dernière valeur sera discutée plus en détails dans le chapitre suivant.

Figure 5.3 – Fraction des atomes sous forme moléculaire en fonction de la profondeur du piège dipolaire pour B = 690 G, a = 78 nm et E_b = 12 μK.

donné et on attend pendant un temps variable avant de remonter le champ au delà de la résonance pour compter les atomes restant. On choisit des conditions telles que la fraction atomique est faible (≲ 20 %). Plus précisément, les fréquences d’oscillation du piège sont ω_x/2π = 950 Hz, ω_y/2π = 2000 Hz et ω_z/2π = 2140 Hz et la température initiale à 1060 G vaut 1.1 μK=0.28 T_F. Les courbes de durée de vie obtenue sont représentée sur la figure 5.4. Les molécules sont plus stables à B = 690 G qu’à B = 636 G. A 690 G, le temps

Figure 5.4 – Durée de vie des molécules pour différentes valeurs de a. Nombre de molécules (N_3 − N_2)/2 en fonction du temps. a :B = 690 G, a = 79 nm. b :B = 636 G, a = 35 nm.

de vie des molécules est de l’ordre de 500 ms. Le nuage de molécules faiblement liées est donc très stable. Ce résultat est en accord avec la prédiction de D. Petrov, C. Salomon et G.V. Shlyapnikov [107]. Proche de résonance, les molécules sont stabilisées par le principe de Pauli. La dépendance du temps de vie des molécules en fonction du champ magnétique sera étudiée dans le cas de condensats dans la partie 6.2.2.

5.2.4 Densité dans l’espace des phases

La remaquable stabilité des gaz de molécules fermioniques a permis d’envisager leur condensation de Bose-Einstein. En effet, ces molécules consituées de deux fermions sont des bosons. Evaluons maintenant la densité dans l’espace des phases pour les molécules. Pour le point à 690 G de la figure 5.2, il y a 1.8 10^4 molécules et 3.3 10^4 atomes. La température des atomes est mesuré à 6.7 μK, alors que la température critique calculée à partir de la formule sans interaction vaut 4.4 μK. Si on inclue l’effet des interactions en champ moyen on trouve alors une température de condensation^3 de 3.0 μK . On est donc très proche de la condensation des molécules. Il est intéressant de noter que ceci est le cas pour tous les points expérimentaux situés entre 675 et 750 G. De plus, le temps de collision élastique entre molécules est inférieur à 3 μs [60], alors que la durée de vie du nuage est de l’ordre de 500 ms ; on peut donc estimer que l’évaporation des molécules sera très efficace. L’observation de la condensation des molécules fait l’objet du chapitre suivant.

5.3 Modèle thermodynamique

5.3.1 Introduction

Le fait que les processus de création puis de dissociation des molécules soient réversibles prouve que l’évolution du système lors des rampes de champ magnétique est quasi-statique et que l’on reste proche d’un équilibre non seulement thermique (égalité des températures) mais aussi chimique (égalité des potentiels chimiques) entre atomes et molécules. Cette hypothèse est confirmée par le calcul de D. Petrov du le taux de formation à trois corps [105] qui est grand devant l’inverse du temps de la rampe de champ magnétique. On peut alors développer, pour nos conditions, un modèle d’évolution du mélange d’atomes et de molécules fondé sur la conservation de l’entropie. Pour simplifier, les interactions entre atomes sont négligées complètement, et on ne s’attend donc pas à ce que ce modèle soit exact proche de la résonance. Les calculs sont menés dans l’approximation de densité locale dans un piège harmonique. Le fond du piège pour les atomes est arbitrairement fixé à énergie nulle. Celui des molécules est alors décalé par l’énergie de liaison de la molécule E_b (fig. 5.5). On se place à l’équilibre thermodynamique, c’est à dire que les distributions atomiques et moléculaires seront caractérisées par une seule température et un seul potentiel chimique. Un modèle similaire a été développé par C. Chin et R. Grimm [117] dans le régime classique.

3Le modèle est présenté dans la partie 6.3.2

Figure 5.5 – Représentation schématique des deux continuums atomiques et moléculaires. Ils sont décalés l’un par rapport à l’autre de l’énergie de liaison E_b. Figure extraite de [117].

5.3.2 Equations thermodynamiques

Le fait d’utiliser un modèle sans interaction permet d’utiliser les expressions optenues dans la partie théorique (Eq. 1.8). En ajoutant la contribution d’un éventuel condensat de molécules, on obtient alors les équation suivantes pour les nombres d’atomes.

N_↑ = N_↓ = ( k_BT ℏω̄ )_3 PolyLog[3, −e^{μat/kBT} ] (5.2)

N_{mol} = ( k_BT ℏω̄ )_3

PolyLog[3, −e^{(μmol−Eb)/kBT} ] + 1 exp(^{Eb−μmol}_{kB T} ) − 1

(5.3)

où μ_{mol} et μ_{at} sont les potentiels chimiques des nuages respectivement moléculaires et atomiques. En tenant compte du fait qu’il y a deux atomes dans une molécule, on a μ_{mol} = 2μ_{at}. Le nombre total d’atome N_{tot} est alors N_{tot} = N_↑ +N_↓ +2N_{mol}. Des équations similaires peuvent être écrites pour l’entropie.

S_↑ = S_↓ = k_B ( k_BT ℏω̄ )_3 (

μ_{at} k_BT

PolyLog[3, −e^{μat/kBT} ] − 4PolyLog[4, −e^{μat/kBT} ] ) (5.4)

S_{mol} = −k_B ( k_BT ℏω̄ )_3 ( μ_{mol} − E_b k_BT

PolyLog[3, e^{(μmol−Eb)/kBT} ] − 4PolyLog[4, e^{(μmol−Eb)/kBT} ] )

(5.5)

L’entropie totale du mélange est alors S_{tot} = S_↑ +S_↓ +S_{mol}. Les équations de conservation du nombre d’atome et de l’entropie permettent de calculer les deux inconnues que sont μ_{at} et T en fonction de la valeur de E_b et donc du champ magnétique.

5.3.3 Résultats et interprétation

Les équations précédentes peuvent être adimensionnées en utilisant l’énergie de Fermi k_BT_F = ℏω̄(3N_{tot})^{1/3} comme échelle d’énergie. Les résultats numériques pour la température ainsi que pour les fractions moléculaire et moléculaire condensée sont représentés en fonction du rapport E_b/k_BT_F sur les figures 5.6 et 5.7.

Figure 5.6 – Fraction moléculaire (ligne continue) et fraction moléculaire condensée (ligne pointillée) en fonction de la valeur de l’énergie de liaison de la molécule. Les courbes, numérotées de 1 à 4, correspondent à des paramètres de dégénérescence initiaux T/T_F respectivement égaux à 1, 0.5, 0.25, et 0.125. Dans les deux premiers cas, la fraction condensée est toujours nulle.

Intéressons nous d’abord à la région E_b < 0 qui est celle qui correspond à l’existence d’un état moléculaire. De façon simple, plus l’énergie de l’états moléculaire est inférieure à l’énergie du continuum des atomes libres, plus la fraction moléculaire augmente. Comme c’est le rapport E_b/T_F qui est la quantité pertinente, diminuer T_F à T/T_F initial constant est aussi favorable à l’obtention de fractions moléculaires importantes. De plus, une valeur de T/T_F initiale faible, correspondant à entropie faible, est aussi favorable. Qualitativement, le modèle reproduit donc bien les observations expérimentales. L’augmentation de la température avec la diminution de E_b est simple à expliquer. En effet, le processus de création d’une molécule relâche une énergie cinétique −E_b > 0 dans le système. On a donc un chauffage. Pour un système initialement très dégénéré, la température sature avec l’obtention d’un gaz moléculaire pur. Pour un système dans le régime classique, l’augmentation de température est linéaire avec la variation de E_b [117]. Dans le cadre de ce modèle, on obtient un condensat de molécule en partant de température T ≤ T_F/4. Bizarrement, un condensat formé proche de résonance peut disparaître sous l’influence du chauffage. Ce n’est que pour des températures encore plus faibles qu’on conserve un condensat de molécules dans la limite E_b → −∞.

Figure 5.7 – Température du mélange fermions-molécules en fonction de la valeur de l’énergie de liaison des molécules. Les quatre courbes correspondent respectivement à des paramètres de dégénérescence initiaux T/T_F égaux à 1, 0.5, 0.25, et 0.125.

Dans le cadre du modèle, utiliser des énergies de liaison positives ne pose pas de problème, E_b représente seulement l’écart entre les deux continuum. Cependant l’interprétation physique d’un tel état est douteuse car il n’existe pas d’état moléculaire stable d’énergie positive dans le problème à deux corps. En réalité dans cette zone à température nulle, on est dans un état BCS, que le modèle sans interaction ne trouve évidemment pas 4. Cependant, l’aspect conservation de l’entropie est un argument très général, même si le modèle est faux proche de résonance. Analytiquement, L. Carr, G. Shlyapnikov et Y. Castin ont montré qu’à partir d’un condensat de molécules caractérisé par T/T_C, où T_C est la température de condensation, on obtient par simple conservation de l’entropie un gaz de fermions extrêmement froid et dégénéré caractérisé par T/T_F ∝ (T/T_C)^3. [119]. Cette méthode est un moyen d’obtenir des gaz de Fermi très dégénérés de façon relativement facile. Ainsi, à partir d’un condensat de molécules à une température de T = T_C/3 dans le régime k_Fa ≪ 1, on obtient, en traversant de façon réversible la résonance, un gaz

4G Falco et H. Stoof ont proposé d’utiliser des états moléculaires de durée de vie finie à droite de résonance [118]. Pour trouver l’énergie d’un tel état, on peut chercher un pôle du propagateur d’une molécule. Ce pôle est alors complexe. La partie réelle correspond à l’énergie de cet état, la partie imaginaire correspond à sa largeur et donc à l’inverse de sa durée de vie. Proche de la résonance, cette durée de vie est relativement longue et on peut considérer cet état comme un état moléculaire avec une énergie positive E_b = ℏ^2/ma^2 pour a < 0. A basse température, les premières molécules sont alors créées quand E_b/T_F = 2 (fig. 5.6). L’interprétation est simple, cela correspond au moment où l’énergie d’une molécule devient inférieure à l’énergie de deux atomes au niveaux de Fermi. Il devient alors énergétiquement favorable de créer des molécules. Ce modèle, extrêmement simplifié, semble alors reproduire les résultats concernant l’obtention d’un condensat par passage rapide à travers la résonance [118, 18]. Cependant, le fait de considérer les molécules sans interaction dans cette zone où les interactions sont très fortes est discutable.

de Fermi à une température de l’ordre de quelques pour cent de la température de Fermi.

5.3.4 Comparaison avec les résultats expérimentaux

Les résultats du modèle thermodynamique sont reportés sur la figure 5.2 (courbe en train plein). Au dessus de résonance, les courbes correspondent à un gaz de Fermi pur et proche de résonance, les tirets signifient qu’on n’attend pas un bon accord dans cette zone où les interactions sont fortes. Pour la fraction moléculaire, la différence importante entre le modèle et les résultats expérimentaux pour 720 G≤ B ≤830 G s’explique par la non détection des molécules due à une coupure trop rapide du champ magnétique (voir partie 5.2.1). Le modèle reproduit donc bien les résultats expérimentaux à la fois pour la fraction moléculaire et pour la température, sans aucun paramètre ajustable. Dans le cadre d’un modèle similaire à celui présenté ici, si on introduit les interactions dans un régime faiblement interagissant, les résultats reproduisent un peu moins bien les données mais l’accord reste satisfaisant (courbe pointillé).

5.4 D’autres molécules ultrafroides

Les techniques de refroidissement par contact cryogénique d’un nuage de molécules piégées avec un gaz d’hélium froid [120] et de photoassociation d’un nuage d’atomes ultrafroids [121] n’ont pas permis l’obtention de gaz de molécules dans un régime dégénéré. Ce n’est qu’en utilisant des états moléculaires couplés au continuum atomique proche de résonances de Feshbach, que des gaz quantiques moléculaires ont récemment pu être obtenus.

5.4.1 Molécules constituées de deux bosons

La principale difficulté dans le cas des bosons est la présence de pertes importantes proche de résonance ; le taux de relaxation molécule-molécule vers les états liés profonds est proportionnel à a pour des bosons alors que pour des fermions il est en a^{−2.55} [107]. La première expérience, qui a exploré le couplage entre atome et molécules proche d’une résonance de Feshbach, fut réalisée par le groupe de C. Wieman [122]. Elle a montré l’existence d’oscillations dans le nombre d’atomes condensés à la suite d’une rampe de champ magnétique rapide proche de la résonance de Feshbach. Ce résultat prouve que le couplage entre atomes et molécules est cohérent. Plus tard, à la suite des progrès effectués dans les gaz de fermions, des dimères de deux bosons formés par passage à travers des résonances de Feshbach seront directement observés. Ainsi des molécules de Rb_2 [123], de Cs_2 [124] et de Na_2 [125] ont été formées à partir de condensats atomiques avec une densité dans l’espace des phases supérieure à 1. Ces nuages ne sont cependant pas à l’équilibre thermodynamique car ils sont formés en temps de vol pour éviter les pertes. Le taux de

5.4. D’AUTRES MOLÉCULES ULTRAFROIDES 77

conversion vers les états moléculaires est limité par la présence de fortes pertes à résonance et est de l’ordre de 10 % à 30 % maximum [126].

5.4.2 Molécules constituées de deux fermions

Le groupe de D. Jin fut le premier à publier l’observation de molécules froides constituées de deux fermions à partir de^{40}K [127]. La dépendance de l’énergie de liaison en −ℏ^2/ma^2 fut vérifiée par dissociation radio-fréquence des molécules. Notre travail, présenté cidessus, fut la première observation de molécules froides à partir de^6Li fermionique. Les dépendances en température et en champ magnétique de l’efficacité de production ces molécules sont étudiées. Nous avons aussi montré la réversibilité des processus de formation et de dissociation des molécules. Le groupe de R. Grimm a lui aussi créé des molécules à partir de^6Li [128]. Ils ont obtenu des gaz purs de molécules en enlevant sélectivement les atomes du pièges par une technique de Stern-Gerlach dans le piège optique. Cette technique leur a aussi permis de mesurer l’évolution du moment magnétique des molécules en fonction du champ magnétique^5. Enfin, le groupe de R. Hulet a observé la création de molécules de Li_2 autour de la résonance faible situé à 543 G.

Au contraire des bosons, les molécules composées de fermions sont remarquablement stables, dans un régime d’interaction forte ; c’est une conséquence du principe de Pauli. On peut ainsi traverser la résonance de Feshbach lentement ce qui permet de former les molécules de façon réversible. On va ainsi pouvoir obtenir de véritables condensats de molécules à l’équilibre thermodynamique.

5Le moment magnétique des molécules est égal à deux fois celui des atomes proches de résonance. Ensuite, il décroît jusqu’à être nul quand les molécules sont essentiellement dans le canal fermé, c’est à dire un état lié du potentiel singulet.

78 CHAPITRE 5. CRÉATION DE MOLÉCULES FROIDES FAIBLEMENT LIÉES

Chapitre 6

Condensat de molécules

Au chapitre précédent, l’obtention de dimères faiblement liés en variant le champ magnétique et en traversant la résonance de Feshbach a été décrite. Ces dimères, constitués de deux fermions sont des bosons, et peuvent donc condenser. Ce chapitre est consacré à l’étude des condensats de dimères faiblement liés. Les techniques de formation et d’observation de ce système physique nouveau sont décrites. La remarquable stabilité de ces condensats en interaction forte permet d’accéder à des régimes auparavant inaccessibles dans des gaz d’atomes ultrafroids.

6.1 Formation et observation du condensat

6.1.1 Techniques d’imagerie du condensat en temps de vol

Le principal problème réside dans la mise au point de méthodes pour l’observation et la caractérisation d’un condensat de molécules. En effet, la technique utilisée au chapitre précédent ne permet de connaître que le nombre de molécules présentes. On peut, dans un premier temps, étudier des signatures indirectes de condensation, tel qu’un nombre important de particules pièges dans un piège peu profond impliquant la présence d’un condensat [17]. Cependant, il est bien plus intéressant d’avoir accès directement à la distribution en impulsion ou position d’un nuage moléculaire pour laquelle la signature de condensation est évidente. Pour cela, deux techniques ont été développées dans les différents groupes travaillant dans le domaine : la détection résonnante des molécules et la dissociation des molécules pendant le temps de vol. La détection résonnante consiste à observer directement les molécules par absorption. Elle nécessite un laser accordé sur la transition entre l’état moléculaire et l’état excité à deux atomes. En fait, proche de la résonance de Feshbach, l’énergie de l’état lié est très proche du continuum, et un laser accordé sur la transition atomique à haut champ magnétique permet d’obtenir un signal d’absorption [129]^1.

1Cependant, à cause du mauvais recouvrement entre la fonction d’onde de l’état lié et celle des états excités atomiques, l’efficacité de détection est réduite.

La deuxième méthode consiste à dissocier les molécules à la fin du temps de vol pour permettre l’utilisation de l’imagerie par absorption habituelle à champ magnétique nul. Pour cela on peut, soit utiliser une impulsion de dissociation radio-fréquence [18], soit remonter le champ magnétique rapidement au dessus de la résonance [130, 20]. C’est cette dernière technique que nous avons utilisée. La séquence expérimentale du temps de vol est présentée sur la figure 6.1. Après la coupure du piège optique, pendant une première phase, la plus

Figure 6.1 – Séquence expérimentale utilisée pour sonder la distribution de vitesse des molécules. Après un temps de vol de 0.8 ms, le champ magnétique est remonté en coupant le courant dans les bobines de compensation du piège magnétique, ce qui permet de dissocier les molécules. 0.2 ms avant l’imagerie du nuage, le champ magnétique principal est coupé. B_0 indique la position de la résonance de Feshbach. Les molécules sont formées pour B < B_0 avec l’énergie de liaison E_b.

longue (typiquement 0.8 ms), le champ magnétique est maintenu constant et le nuage de molécules s’étend alors comme un nuage de bosons en interaction. Si on a un condensat, la distribution spatiale devient alors bimodale avec une partie condensée étroite et elliptique si le piège est anisotrope. Ensuite, on augmente le champ magnétique relativement rapidement au-delà de la résonance, l’énergie de liaison des molécules se réduit jusqu’à zéro, et ces dernières sont dissociées. En pratique, pour que l’augmentation du champ soit suffisamment rapide, on coupe un courant, préalablement ajouté, de l’ordre de 40 A dans les bobines de compensation du piège magnétique (le temps caractéristique est de 50 μs)^2. Finalement, on image le nuage atomique de façon standard en coupant complètement le

2Le sens du courant dans ces bobines est inversé par rapport aux bobines de confinement axial (“pinch”) qui créent l’essentiel du champ magnétique, et on a donc un augmentation du champ magnétique total.

6.1. FORMATION ET OBSERVATION DU CONDENSAT 81

courant dans les bobines responsable du champ Feshbach. On obtient alors une image semblable à celle qu’on aurait obtenu en imageant directement les molécules. On peut s’inquiéter du fait que la dissociation rapide des molécules dépose de l’énergie dans le système, car le critère de suivi adiabatique (Eq. 5.1) n’est plus respecté pour des énergies de liaison faibles. Cependant, l’énergie de liaison des molécules est alors inférieure à 1 μK. Ce qui est déjà inférieur à l’énergie totale relâchée dans l’expansion. De plus, cette énergie n’est relâchée qu’à la fin du temps de vol, environ 0.4 ms avant la détection, un temps court par rapport au temps de vol total. La distribution de densité des molécules après temps de vol n’est donc que peu modifiée par l’effet de la coupure des paires.

6.1.2 Formation d’un condensat de molécules

Pour obtenir un condensat de molécules, d’après le modèle thermodynamique présenté au chapitre précédent, il suffit de refroidir le gaz de Fermi jusqu’à une température inférieure à 0.2 T_F avant de passer lentement sur la résonance [18, 20]. Evidemment, on peut aussi évaporer directement le gaz du coté a > 0. A haute température, le gaz est alors composé essentiellement d’atomes, et au fur et à mesure que le gaz est refroidi, il y a de plus en plus de molécules. Les atomes sont évaporés préférentiellement car la profondeur du piège est double pour les molécules. Finalement, le refroidissement d’un gaz de molécules permet d’obtenir un condensat [17, 19]. Laquelle de ces deux méthodes est la plus efficace n’est pas une question tranchée. Expérimentalement, les deux méthodes permettent de produire un condensat.

Pour éviter les pertes, on a choisi de faire l’essentiel de l’évaporation sur un gaz de fermions. Après la réalisation du mélange à 1060 G, on obtient ∼ 2 × 10^5 atomes à une température proche de la température de Fermi. Pour ces expériences, les fréquences du piège optique à pleine puissance sont ω_x/2π = 2.4(2) kHz, ω_y/2π = 5(3) kHz, and ω_z/2π = 5.5(4) kHz, et sa profondeur est de ∼ 80 μK. On réduit ensuite la puissance des faisceaux avant de changer le champ magnétique à une valeur de 770 G en 200 ms. Si la profondeur du piège est réduite à une valeur en dessous de 15 % de la profondeur maximum, ce qui correspond à une température inférieure à 0.2 T_F du coté a < 0, une double structure est observée ce qui signifie que le gaz de molécules est condensé. Pour une telle évaporation, on n’observe plus d’atome libre ; ils sont tous sous forme moléculaire. Une faible évaporation supplémentaire des atomes a probablement lieu pendant le passage de la résonance, car le piège optique est deux fois moins profond pour les atomes que pour les molécules. Une image typique d’une distribution d’un gaz partiellement condensé de dimères après temps de vol est présentée sur la figure 6.2a. A titre de comparaison, un condensat de^7Li est représenté sur la figure 6.2b. La différence de largeur entre les deux condensats montre, de façon nette, que les interactions sont plus importantes dans un gaz de dimères que dans le gaz atomique de^7Li à 610 G. La largeur du condensat est pour le 7Li à 610 G en accord avec la valeur de la longueur de diffusion théorique qui est de 0.6 nm. Pour la longueur de diffusion entre dimères, on s’attend donc à une valeur nettement plus

PSfrag replacements

Figure 6.2 – Condensats de 2.10^4 molécules de^6Li à 770 G (a) et 2.10^4 atomes de^7Li à B = 610 G (b) initialement confinés dans le même piège optique. Densité optique selon l’axe de faible confinement (x) du nuage après 1, 2 ms (a) et 1, 4 ms (b). La courbe continue est l’ajustement par la somme d’une gaussienne et de la distribution d’un condensat dans le régime Thomas-Fermi. Les courbes tiretées représentent la seule composante gaussienne. ω_x/2π = 0.59(4) kHz, ω_y/2π = 1.6(1) kHz, and ω_z/2π = 1.7(1) kHz pour (a). ω_x/2π = 0.55(4) kHz, ω_y/2π = 1.5(1) kHz, et ω_z/2π = 1.6(1) kHz pour (b). La fraction condensée est d’environ 44 % en (a) et 28 % en (b).

grande, et pour avoir une bonne précision, il est préférable d’étudier des condensats purs. C’est l’objet de la section suivante.

6.2 Un condensat stable en interaction forte

6.2.1 Mesure de la longueur de diffusion à partir d’un condensat pur

Obtention d’un condensat pur

A partir d’un nuage partiellement condensé, on peut continuer l’évaporation pour obtenir un condensat pur. Une autre méthode consisterait à refroidir le gaz de fermions à des températures de l’ordre du pour cent de la température de Fermi pour obtenir, par passage lent sur la résonance, un condensat quasi pur de molécules. Cependant, notre démarche qui consiste à commencer l’évaporation du coté a < 0 dans une zone où les pertes sont faibles jusqu’à ce que le principe de Pauli devienne vraiment gênant pour la thermalisation et à terminer l’évaporation sur les molécules semble intuitivement plus efficace. Expérimentalement, comme notre piège optique n’est pas stabilisé en puissance, il est difficile de réduire de façon précise sa profondeur au-dessous de quelques pour cent de la profondeur maximum. Pour continuer l’évaporation, on utilise la spécificité de notre piège croisé qui nous permet de recomprimer un seul des deux faisceaux. Ainsi, la fréquence moyenne du piège et donc la température de condensation augmente alors que la température est limitée par évaporation suivant la direction de confinement faible. On a donc une évaporation supplémentaire. En pratique, le faisceau horizontal est maintenu à une puissance de 3.5 % de sa puissance maximum, ce qui correspond à une profondeur de U/k_B=5.6 μK, alors que le faisceau horizontal est rétabli à pleine puissance. Les fréquences du piège sont alors de 440 Hz axialement et 5 kHz radialement. Avec 2×10^5 molécules, cela correspond à une température de condensation T^0_C de 2.7 μK. Si on suppose que le rapport η = U/k_BT entre la profondeur du piège et la température est supérieure à 6, on a alors une température inférieure à 0.3T_C. Si on étudie les profils de densité suivant les deux directions d’expansion, on peut très bien les ajuster par des profils de Thomas-Fermi pur (figure 6.3). On ne voit pas de fraction thermique détectable. Notons cependant que le condensat est très gros, et qu’il est donc difficile de voir une faible fraction non condensée. A ce titre, il est très encourageant de noter que l’anisotropie observée 2.0(1) correspond à celle, 1.98, attendue d’après les équations hydrodynamiques régissant l’expansion d’un condensat. L’ensemble de ces observations confirme que nous avons bien obtenu un condensat pur.

Mesure de la longueur de diffusion

Une propriété intéressante des condensats gazeux en interaction répulsive est que leur taille est gouvernée par l’interaction de champ moyen entre les particules. La distribution condensée dans le piège est une distribution de Thomas-Fermi en forme de parabole

PSfrag replacements

Figure 6.3 – Condensat pur de 2, 3 × 10^4 molécules^6Li . Profils de densité optique selon la direction z (de faible confinement) et x après 1, 2 ms de temps de vol. Les courbes sont des ajustements par des distributions de Thomas-Fermi intégrées de rayons R_{TF,z} = 51 μm et R_{TF,x} = 103 μm.

inversée de rayons :

R_{x,y} = a_{oh} ω̄ ω_{x,y} ( 15N_{mol}a_m a_{oh}

)_{1/5} (6.1)

où a_m est la longueur de diffusion en onde s entre molécules. Comme l’expansion correspond à un simple changement d’échelle (voir partie 4.3.1, on peut retrouver à partir des tailles observées après temps de vol les tailles in − situ correspondantes, et donc calculer la valeur de la longueur de diffusion a_m. On trouve a_m = 170^{+100}_{−60} à 770 G valeur où les condensats purs ont été formés. L’incertitude vient essentiellement de la calibration du nombre d’atomes connue à un facteur 2 près. Le résultat est très sensible aux mesures de taille à cause de la puissance 1/5 de la formule 6.1, cependant, ces mesures sont suffisamment précises et contribuent de façon négligeable à l’incertitude.

A cette même valeur de champ magnétique, un calcul multi-canaux de la longueur de diffusion entre atomes donne a ≃ 300 nm. On est donc en accord avec un calcul à quatre corps de D Petrov, C. Salomon et G. V. Shlyapnikov selon lequel a_m = 0.6 a [107]. D’autres prédictions antérieures donnaient a_m = 2a [50] ce qui est incompatible avec nos données. Il faut noter que le gaz est dans un régime d’interaction très forte, n^0_{mol}a^3_m = 0.3. Il faut alors s’attendre à des corrections à l’approximation de Thomas-Fermi telles que des effets au-delà du champ moyen ou des effets dus à la nature composite des molécules (ces dernières peuvent être compris en terme de la transition BEC-BCS décrites au chapitre suivant).

Effets au-delà du champ moyen

Pour estimer la correction attendue à l’énergie relâchée, plaçons-nous à température nulle. La correction au potentiel chimique dans un système homogène prend alors la forme [131, 132] : μ = gn 2 [ 1 + 32 3 √ π (na^3)^{1/2} ] (6.2)

Pour na_{mol} ≈ 0.3, la correction est alors supérieure au terme d’ordre 0. Il n’est alors pas du tout évident que cette théorie au premier ordre s’applique. Néanmoins, continuons pour essayer d’estimer l’effet au-delà du champ moyen sur l’énergie relâchée. Dans l’approximation de densité locale, on peut trouver le profil de densité ainsi que les expressions du potentiel chimique et de l’énergie [26] pour un gaz piégé. Par suite, l’énergie relâchée dans une expansion en temps de vol, en incluant la correction au-delà du champ moyen est^3 : E_{rel} = 2 7 Nμ_{TF} ( 1 + 7 32 √ πn(0)a^3 ) (6.3)

Le préfacteur de la correction au premier ordre est ici plus faible que pour le potentiel chimique. Pour n^0_{mol}a^3_m = 0.3, la correction à l’énergie relâchée (à température nulle) est alors d’environ 20%. La correction au premier ordre semble donc encore relativement modérée. On peut donc s’attendre à ce que notre estimation de la longueur de diffusion soit encore valable. A température non nulle, les corrections seront encore moins importantes. Ce calcul montre que les effets au-delà du champ moyen ne sont pas complètement négligeables, et il est envisageable d’étudier ces effets dans un gaz condensé de molécules faiblement liées^4.

6.2.2 Temps de vie des molécules en fonction de a

Comme on l’a vu au chapitre précédent, les molécules faiblement liées ont une particularité surprenante : quand a augmente, ce qui revient à augmenter les interactions effectives et à diminuer l’énergie de liaison des molécules, elles sont de plus en plus stables. Les temps de vie de condensats quasi-purs de molécules ont été mesurés pour différentes valeurs du champ magnétique et donc de a. La fonction d’ajustement pour trouver le taux de pertes à deux corps β dans le cas d’un condensat est donnée par [134] :

N_{mol}(t) =

N_{mol,0} (1 + At)^{5/2} avec A = βN^{2/5}_{mol,0} [ 15^{2/5} 35π ( m_{mol}ω̄ ℏ √ a_m

)_{6/5}] (6.4)

3Il suffit de soustraire l’énergie de piégeage à l’énergie totale 4On peut aussi s’inquiéter d’éventuels effets de la nature composite des molécules, mais ceux-ci ne semblent pas jouer un rôle prépondérant dans la correction au champ moyen pour k_Fa < 1 (on pourra se reporter à l’insert de la figure 2 de [133] qui présente une simulation Monte-Carlo quantique de la transition BEC-BCS).

PSfrag replacements

Figure 6.4 – Taux de pertes β à deux corps en fonction de la longueur de diffusion interatomique a. La décroissance du taux quand on se rapproche de la résonance est bien décrite par une loi de puissance β ∝ a^{−1,9±0,8}.

Les résultats sont représentés sur la figure 6.4. Le taux de pertes décroît quand on se rapproche de la résonance. D. Petrov, C. Salomon et G. Shlyapnikov ont calculés la dépendance en a du taux de pertes à deux corps entre molécules dans le régime na^3 ≪ 1 [107]. Une loi de puissance β ∝ a^{−2.55} est attendue^5. Expérimentalement on obtient β ∝ a^{−1.9±0.8}. Des mesures de pertes similaires ont été obtenues dans un gaz de molécules de potassium [135]. Notons que, dans le régime d’interaction forte, des effets à N-corps sont susceptibles de modifier la loi de puissance calculée dans [107].

6.3 Conséquences des interactions fortes

L’effet des interactions peut être estimé en comparant les énergies caractéristiques du système. A température nulle, l’énergie d’interaction par molécule est égale dans l’approximation de Thomas Fermi à E_{cond}/N_{mol} = (2/7)μ où μ = (1/2)ℏω̄ (15Na/a_{oh})^{2/5} est le potentiel chimique. Cette énergie d’interaction doit être comparée à l’énergie thermique k_BT . Un nombre sans dimension qui révèle l’importance des interactions dans un système partiellement condensé est le rapport entre le potentiel chimique et la température critique [26]. η = μ k_BT_C = 15^{2/5} 2 (ζ(3))^{1/3}(N^{1/6}_{mol} a_m a_{oh}

)^{2/5} (6.5)

Ce facteur peut aussi s’exprimer en fonction de la densité pic à température nulle η ≈ 2.24[a^3n_{T =0}(0)]^{1/6}. Dans les expériences de condensation de Rubidium, le paramètre na^3 vaut typiquement 10^{−5}, ce qui correspond à η ∼ 0.3. Les effets des interactions sont déjà

5Dans cet article, le taux de pertes à deux corps entre une molécule et un atome est aussi calculé. Une taux en a^{−3.33} est prédit. On s’attend donc à ce que proche de résonance, les pertes molécule-molécule dominent.

visibles [26] mais ils restent relativement faibles, et un traitement perturbatif en fonction de η donne des résultats satisfaisants. Dans le cas des condensats de dimères proches de la résonance que l’on étudie, le paramètre n_{mol}a^3_m prend des valeurs typiques de l’ordre de 0.1-0.3 ; on sort du régime perturbatif, les interactions jouent un rôle prépondérant. La distance moyenne entre molécules n^{−1/3}_{mol} devient de l’ordre de la taille typique d’une molécule qui est de l’ordre de a_m. Dans la suite, on s’intéresse à l’effet des interactions sur l’expansion d’un gaz partiellement condensé et sur la température critique de condensation.

6.3.1 Expansion d’un gaz partiellement condensé en interaction forte

Une expansion “anormale”

Revenons à l’étude de l’image présentée sur la figure 6.2, où l’on a représenté l’ajustement des distributions par un fonction bimodale composée d’une gaussienne pour la partie thermique et d’une parabole pour la partie condensée. Habituellement, la largeur de la gaussienne thermique permet de trouver la température : 1.6 μK pour le condensat de dimères (fig. 6.2a), 0.7 μK pour le condensat atomique de^7Li (fig. 6.2b). Pour le condensat atomique, cette température correspond à 0.6 T_C. Pour le condensat de molécules, la température critique T_C = 1.4 μK est inférieure à la température mesurée par l’ajustement gaussien du gaz thermique. La température mesurée est donc en contradiction avec le fait d’avoir un condensat. Comme le piège optique est identique dans les deux cas, on peut essayer aussi de comparer les deux températures. Pour le^7Li , on sait que le rapport entre la profondeur du piège et la température est de 4 ou 5. Pour le condensat de dimères, étant donné un taux de collision bien supérieur, on s’attend plutôt à un facteur entre 7 et 10. Par comparaison avec le condensat atomique, en prenant en compte que la profondeur du piège pour les dimères est deux fois plus importante que pour les atomes, le température du condensat de dimères devrait donc être inférieure à 0.8 μK. L’ajustement gaussien de la partie thermique ne permet donc pas de connaître la température du gaz. Le piédestal thermique est élargi par les interactions. Il faut tenir compte de l’interaction de champ moyen non seulement pour le condensat, mais aussi pour la partie thermique.

Modèle de champ moyen complet

Considérons un modèle de champ moyen (approximation de Hartree) pour un gaz de bosons à température finie dans un piège harmonique. L’objectif est d’inclure de façon correcte non seulement les interactions entre les atomes du condensat qui dominent à la limite des faibles interactions mais aussi les interactions entre le condensat et le gaz thermique ainsi que les interactions entre les particules du gaz thermique. En revanche, les corrections au-delà du champ moyen ne sont pas prises en compte. Dans ce modèle, le gaz est séparé en deux parties, une fraction condensée et une fraction thermique, de densité respective n_{cond} et n_{th}. Dans l’approximation de densité locale, on peut écrire la densité du condensat en fonction du potentiel chimique et de la densité du gaz thermique^6.

gn_{cond}(r) = Max ( μ − ∑ i 1 2 m_{mol}ω^2_i r^2_i − 2gn_{th}(r), 0 ) , avec g =

4πℏ^2a_m m_{mol}

(6.6)

Si le potentiel chimique local est négatif, il n’y a plus de condensat. Le potentiel V (r) vu par le gaz thermique est alors la somme du potentiel extérieur et du potentiel de champ moyen créé par le condensat et le gaz thermique.

V (r) = μ + | | | | μ − ∑ i 1 2 m_{mol}ω^2_i r^2_i − 2gn_{th} | | | | (6.7)

Il faut maintenant calculer la densité du gaz thermique dans ce potentiel de façon autocohérente. Après intégration de la densité dans l’espace des phases (eq. 1.4) sur l’impulsion, on aboutit à l’équation implicite suivante pour la densité du gaz thermique :

n^′_{th}(r^′) = A Polylog [ 3 2 , exp(−βμ|1 − r^{′2} − n^′_{th}(r^′)|) ] (6.8)

avec r^{′2} = ∑ i m_{mol}ω^2_i r^2_i 2μ (6.9)

n^′_{th}(r^′) =

2gn_{th}(r^′) μ (6.10) A = 2g μ ( m_{mol}k_BT 2πℏ^2

)_{3/2} (6.11)

A partir du potentiel chimique μ, de la température T , et de la force des interactions g, on connait A et βμ. Il suffit ensuite de résoudre numériquement l’équation 6.8 pour trouver la densité du gaz thermique, et donc aussi la densité du condensat grâce à l’équation 6.6. Considérons par exemple, les conditions de la figure 6.2a. La figure 6.5 montre alors la forme des distributions thermique et condensée. Le condensat et le gaz thermique se repoussent, et il y a une sorte de séparation de phase entre le condensat et le gaz thermique. Le gaz thermique prend la forme d’une sphère autour du condensat. Si on intègre la distribution suivant deux directions, on trouve que la densité intégrée du gaz thermique est aplatie dans la zone où le condensat est présent. Notons qu’on ne peut pas comparer directement ces images in-situ aux images mesurées après expansion car, pour un gaz partiellement condensé en interaction forte, les lois d’échelle ne s’appliquent pas.

Connaissant les distributions de la partie thermique et de la partie condensée, on peut calculer facilement, le nombre total de particules, l’énergie cinétique et les différents

6Le facteur 2 vient de l’amplification bosonique dans le cas du gaz thermique.

Figure 6.5 – Distribution de la densité du gaz thermique (tirets) et de la densité totale (ligne continue). Gauche : densité en fonction de la position r^′. Droite : densité intégrée suivant deux dimensions. Il y a une séparation de phase entre le condensat et le gaz thermique. le paramètre d’interaction est Na/a_{oh} = 1, la fraction condensée vaut 44 %.

termes d’énergie d’interaction.

N_{th} = μ 2g ( 2μ m_{mol}ω̄^2

)_{3/2} ∫ d^3r^′n^′_{th}(r^′) (6.12)

N_{cond} = μ g ( 2μ m_{mol}ω̄^2

)_{3/2} ∫ d^3r^′Max(1 − r^{′2} − n^′_{th}(r^′), 0) (6.13)

E_{kin} = 3 2 ( μ πβ(ℏω̄)^2

)_{3/2} ∫ d^3r^′Polylog [ 5 2 , exp(−βμ|1 − r^{′2} − n^′_{th}(r^′)|) ] (6.14)

E^{th−th}_{int} = 1 4 μ^2 g ( 2μ m_{mol}ω̄^2

)_{3/2} ∫ d^3r^′(n^′_{th}(r^′))^2 (6.15)

E^{cond}_{int} = μ^2 2g ( 2μ m_{mol}ω̄^2

)_{3/2} ∫ d^3r^′ ( Max(1 − r^{′2} − n^′_{th}(r^′), 0)

)_2 (6.16)

E^{cond−th} int = μ^2 g ( 2μ m_{mol}ω̄^2

)_{3/2} ∫ d^3r^′n^′_{th}(r^′)Max(1 − r^{′2} − n^′_{th}(r^′), 0) (6.17)

Ces équations peuvent être adimentionnées, en prenant la température critique T_C comme unité d’énergie. Le paramètre sans dimension caractérisant la force des interactions est alors η ou de façon équivalente N^{1/6}a/a_{oh}. A partir de ce paramètre et du rapport T/T_C, on peut calculer la distribution du gaz, et donc la fraction condensée et l’énergie relâchée dans l’expansion.^7

Résultats

L’énergie relâchée et la fraction condensée calculées dans le cadre du modèle précédent sont présentés sur les figures 6.6 et 6.7. Dans la limite T ≪ T_C, l’énergie relâchée corres-

7Il faut ajuster le potentiel chimique pour trouver le bon nombre d’atomes total

Figure 6.6 – Energie relâchée dans une expansion en fonction de la température pour différents paramètres d’interaction. Les courbes de la droite vers la gauche correspondent respectivement à N^{1/6}a/a_{oh} égal à 0.01, 0.1, 0.3, 1 et 3.

Figure 6.7 – Fraction condensée en fonction de la température pour différents paramètres d’interaction. Les courbes de bas en haut correspondent respectivement à N^{1/6}a/a_{oh} égal à 0.01, 0.1, 0.3, 1 et 3. L’effet des interactions est de diminuer la fraction d’atomes condensés et la température critique.

pond à celle calculée dans l’approximation de Thomas-Fermi [26]. A haute température, on retrouve un comportement en 3k_BT/2. Dans la limite des interactions faibles, on retrouve les résultats au premier ordre en a. On observe de plus une rupture de pente à la condensation. Dans le cas d’un gaz partiellement condensé, connaissant la valeur du paramètre N^{1/6}a/a_{oh} et de E_{rel}/T_C, on peut déterminer la valeur de la température. Appliquons ce procédé à l’expansion de la figure 6.2a. Les paramètres sont les suivants : N^{1/6}a/a_{oh} = 1, T_C = 1.4 μK, et l’énergie relâchée totale par molécule est k_B × 1.05 μK. On trouve alors une température de 0.65 μK. Cette température correspond à une fraction condensée de 44 % (voir figure 6.7). De plus, il est intéressant de détailler les différentes contributions à l’énergie relâchée dans l’expansion. L’énergie cinétique E_{kin} et les énergies d’interactions E^{cond}_{int} , E^{th−th}_{int} , E^{cond−th}_{int} représentent respectivement 37%, 22%, 39% et 2% de l’énergie relâchée. La contribution de l’énergie d’interaction entre les atomes du gaz thermique est donc importante. Un modèle de champ moyen négligeant ces interactions n’est donc pas très bon [20]. Le modèle présenté ci-dessus permet d’estimer la température du gaz à partir de la seule donnée de l’énergie relâchée dans l’expansion dans le régime d’interaction forte.

6.3.2 Effet des interactions sur la température de condensation

Les interactions modifient la température de condensation d’un gaz de bosons [26, 136, 137]. Dans un modèle de champ moyen, l’effet des interactions répulsives sur un gaz de bosons thermique dans un piège harmonique est de diminuer la densité du nuage. On comprend alors facilement que la température de condensation soit réduite. Le décalage de la température critique dû aux interactions est au premier ordre en a [26] :

ΔT_C T_C

≈ −0.43η^{5/2} = −1.3 a a_{oh}

N^{1/6} (6.18)

Cet effet a déjà été étudié expérimentalement dans des gaz de Bose atomiques [136]. Comme expliqué précédemment l’effet des interactions est alors faible et la correction au premier ordre suffit pour expliquer les résultats^8. Avec des gaz de molécules, on est en général dans un régime beaucoup plus interagissant, et l’expression au premier ordre 6.18 n’est plus applicable. Il est même relativement difficile d’aller vers des régimes où les interactions sont moins fortes car la durée de vie du gaz est alors réduite aux densités où nous opérons normalement. Pour calculer le décalage de T_C en champ moyen, il suffit de reprendre la calcul précédent en se plaçant à la limite de condensation. Cela revient à prendre n^′(0) = 1 ce qui correspond à A = 1/ζ(3/2) et donc aussi à n(0)λ^3_{dB} = 1/ζ(3/2). Le décalage de la température critique en fonction de N^{1/6}a/a_{oh} est tracé sur la figure 6.8. Les effets de tailles finis [26] et ainsi que les effets au-delà du champ moyen [137,26,136] ne sont pas pris en compte. Pour des interactions faibles, on retrouve le résultat au premier

8On peut noter qu’il faut tenir compte des effets de taille finie qui réduisent aussi la température critique [26]

Figure 6.8 – Température critique en fonction de la force des interactions dans un modèle de champ moyen. La ligne pointillée correspond au résultat au premier ordre.

ordre. Pour des valeurs typiques réalisées avec les condensats de molécules, le décalage de la température critique peut être de l’ordre d’un facteur 2. Expérimentalement, utiliser un temps de vol des molécules à champ magnétique nul [130], où les interactions sont faibles, pourrait permettre à la fois une bonne mesure de la température (l’expansion de nuage donnerait directement la distribution de vitesse du gaz thermique) et du seuil de la condensation (le condensat sans interaction resterait très localisé et se détacherait ainsi bien du fond thermique).

Chapitre 7

Transition BEC-BCS : un peu de théorie

Ce chapitre est consacré à la présentation théorique de la transition entre les régimes BEC et BCS. Ce régime, étudié à partir des années 80 [138, 48, 56, 50], est caractérisé par une interaction effective forte entre atomes na^3 > 1. L’absence de petit paramètre explique que le traitement théorique de la zone de transition soit encore un problème ouvert qui suscite encore de nombreux travaux notamment sous l’impulsion des résultats expérimentaux récents [139,140,58,57,141,142,143,144,145,146,147,148,133,118,149,150, 151]. Les résultats théoriques présentés ici ne sont en aucun cas originaux, et sont tirés pour la plupart d’articles théoriques relativement anciens [138, 48, 56, 50]. Une dérivation variationnelle de l’état fondamental dans un modèle à deux canaux est présentée. Cela permet de bien comprendre le rôle de l’état lié donnant lieu à la résonance de Feshbach et d’expliciter les termes de résonance étroite ou large. Dans un deuxième temps, une extension à température finie est décrite et la différence entre la température de création de paires et la température de condensation est discutée.

7.0.3 Ansatz BCS dans le model à deux canaux à T = 0

Cette partie est consacrée à la présentation d’un modèle théorique qui décrit la transition BEC-BCS à température nulle. On cherche à minimiser l’énergie du système en utilisant un ansatz BCS pour la fonction d’onde [49]. J’utilise le modèle à deux canaux qui fait intervenir explicitement l’état moléculaire responsable de la résonance de Feshbach (cf. partie 2.2.2). Le hamiltonien est le même que celui utilisé dans la partie 2.2.2 pour comprendre la physique à deux corps proche d’une résonance de Feshbach. La seule différence est la possibilité de former des molécules d’impulsion non nulle. H = ∑ k ( δ + ℏ^2k^2 4m ) b^†_kb_k + ∑ k,σ ℏ^2k^2 2m c^†_{k,σ}c_{k,σ} + ∑ k,q g_k √ Ω ( b^†_qc_{k+q/2,↑}c_{−k+q/2,↓} + h.c. ) (7.1)

δ est le décalage entre l’énergie de l’état lié du potentiel singulet et l’énergie de deux atomes libres au repos, g_k est le terme de couplage entre les états atomiques et l’état moléculaire lié, Ω est le volume de quantification. Les deux premiers termes du hamiltonien correspondent aux hamiltoniens sans interaction pour les molécules dans le canal fermé et pour les atomes, le dernier terme est le couplage entre les atomes et les molécules. L’approximation BCS consiste à chercher la fonction d’onde sous la forme d’un condensat de paires au repos. On utilise dans la suite les mêmes notations que celles utilisées dans la théorie à deux corps (partie 2.2.2), c’est-à-dire qu’on utilise a_k = c_{k,↑}c_{k,↓}. La fonction d’onde à 2N fermions |ϕ_N ⟩ correspond à un condensat de N paires de fermions et s’écrit :

|ϕ_N ⟩ = ( ∑ k ϕ_ka^†_k + αb^†)^N |0⟩ (7.2)

Par rapport à la théorie BCS standard dans un modèle à un canal, on ajoute ici une partie de la fonction d’onde d’une paire dans le canal fermé. Cette fonction d’onde n’est pas un état propre du hamiltonien. Dans les limites BCS et BEC, elle correspond respectivement à un condensat de paires d’atomes et à un condensat de molécules. Comme pour la théorie BCS habituelle, il faut utiliser un modèle grand canonique pour la résolution. La fonction d’onde prend alors la forme suivante :

|ϕ⟩ = e^{−|α|2/2}e^{αb†} ∏ k (u_k + v_ka^†_k)|0⟩ (7.3)

On choisit |u_k|^2 +|v_k|^2 = 1 de façon à normaliser |ϕ⟩. Cherchons maintenant les paramètres qui minimisent l’énergie libre F = H − μN du système.

⟨F ⟩ = ⟨ϕ|H − μN|ϕ⟩ = ∑ k ( ℏ^2k^2 m − 2μ ) |v_k|^2 + |α|^2(δ − 2μ) + ∑ k g_k √ Ω (α^∗u_kv^∗_k + αu^∗_kv_k)

(7.4) La minimisation est alors très semblable à ce qui est fait dans la théorie BCS standard et on trouve :

α = − ∑ k g_k √ Ω u_kv_k

δ − 2μ

(7.5)

v_k = 1 2 ( 1 − ξ_k √ ξ^2_k + Δ^2_k ) (7.6)

u_k = 1 2 ( 1 + ξ_k √ ξ^2_k + Δ^2_k ) (7.7)

avec ξ_k = ℏ^2k^2 2m − μ, et Δ_k = −α g_k √ Ω (7.8)

Il reste alors deux inconnues, Δ_k qui correspond au gap de la théorie BCS et le potentiel chimique μ. L’expression 7.8 donne une première équation qu’on appelle équation du gap. Une deuxième est simplement l’équation donnant le nombre d’atomes.

N = α^2 + ∑ k v^2_k (7.9)

Les deux termes correspondent respectivement aux nombres d’atomes sous la forme de molécules fortement liés (canal fermé) et sous la forme d’atomes libres (canal ouvert).

Equation du gap

En substituant α, u_k, et v_k par leur valeur, on obtient l’équation du gap :

δ − 2μ = ∑ k g^2_k 2Ω 1 √ ξ^2_k + Δ^2_k

(7.10)

Si on utilise une valeur constante pour g_k, ce qui correspond à une interaction ponctuelle, la somme 7.10 est divergente et il faut utiliser une technique de renormalisation [141]. Une technique équivalente consiste à garder la dépendance en k et séparer la partie divergente.

δ − 2μ = ∑ k g^2_k 2Ω 2m ℏ^2k^2

δ_0 + ∑ k g^2_k 2Ω ( 1 √ ξ^2_k + Δ^2_k − 2m ℏ^2k^2 ) (7.11)

La première somme est égale au décalage δ_0 de la position de la résonance dans le problème à deux corps. Dans la deuxième somme, si on suppose que les interactions ont lieu à courte distance par rapport à la distance entre particules, on peut supprimer la dépendance en k de g_k et donc considérer le gap Δ comme une constante. L’équation du gap devient donc :

δ − δ_0 − 2μ = 4 π √ E_0|μ|I_{gap}(Δ/|μ|) , avec E_0 = ( m^{∗3/2}g^2_0 2πℏ^3

)_2 (7.12)

avec I_{gap}(x) =

∫_∞ 0 u^2du ( 1 √ (u^2 ± 1)^2 + x^2 − 1 u^2 ) (7.13)

Dans l’intégrale, on doit utiliser un + quand μ < 0 et un − quand μ > 0^1.

Equation de conservation du nombre d’atomes

Après calcul, et en remplaçant la densité des atomes n dans un état de spin par k^3_F/6π^2, l’équation prend la forme suivante : 1 = 3π 8 ( Δ^2 E^{1/2}_0 E^{3/2}_F ) + 3 2 ( |μ| E_F

)_{3/2} I_{nombre}(Δ/|μ|) (7.14)

avec I_{nombre}(x) =

∫_∞ 0 u^2du ( 1 − u^2 ± 1 √ (u^2 ± 1)^2 + x^2 ) (7.15)

Comme précédemment, dans l’intégrale, on doit utiliser un + quand μ < 0 et un − quand μ > 0. Les deux termes correspondent respectivement à la fraction des atomes dans le canal fermé et dans le canal ouvert.

1Il n’y a pas de discontinuité en μ = 0 car les deux intégrales coïncident quand Δ/|μ| → ∞.

7.0.4 Résolution

On a maintenant deux équations et deux inconnues μ et Δ et deux équations 7.12 et 7.14, on peut résoudre numériquement le problème.

Deux types de résonance

Avant cela, il est intéressant de noter quelles sont les différentes énergies caractéristiques du problème physique. On peut en dénombrer trois, l’énergie de Fermi E_F, l’énergie associée au couplage E_0, et le décalage par rapport à la résonance δ − δ_0. Ce dernier paramètre est celui en fonction duquel on veut étudier le système. Les deux autres énergies caractéristiques sont plus ou moins fixées. On a alors deux situations limites E_0 ≪ E_F et E_0 ≫ E_F qui correspondent respectivement à des résonances de Feshbach étroites et larges [146,152,153]. La valeur de E_0 peut être déterminée quand on connait le comportement de la longueur de diffusion en fonction du champ magnétique ainsi que la différence de moment magnétique Δμ entre les états atomiques et l’état moléculaire qui induit la résonance de Feshbach a = a_{bg} −^{ℏ√2E0√}_{mΔμ(B−B0 )} .

Dans le cas des résonances du^{40}K utilisées dans le groupe de D. Jin, E_0/k_B ≈ 1 mK, qu’il faut comparer à une énergie de Fermi typique E_F/k_B ≈ 1 μK. Ce sont donc des résonances larges. Dans le cas de la résonance à 834 G du^6Li , on trouve E_0/k_B ≈ 100 K. Cette grande valeur est en partie due à la très grande longueur de diffusion triplet ∼ −110 nm dans le cas du^6Li . Il faut, dans ce cas, considérer un système de deux résonances couplées [85] et l’analyse simple de la partie 2.2.2 ne s’applique alors pas directement. Néanmoins, on peut estimer que cette résonance est extrêmement large. Pour la résonance étroite du^6Li située vers 545 G et utilisée par le groupe R. Hulet, E_0/k_B ≈ 1 μK est de l’ordre de la température de Fermi des systèmes d’atomes ultrafroids.

Résonance étroite

Dans le cas d’une résonance étroite, dès que |μ|/E_0 ≫ 1, on peut négliger le terme intégral dans l’équation du gap et on obtient 2μ = (δ − δ_0). L’équation du nombre permet ensuite de trouver la valeur du gap et donc de la fraction des atomes dans l’état moléculaire. Le résultat est le suivant. Pour δ − δ_0 < 0, à gauche de résonance, on a un condensat pur de molécules fortement liées. Pour 0 < δ −δ_0 < 2E_F, on a un mélange entre un gaz de Fermi dans un régime BCS caractérisé par un potentiel chimique (δ − δ_0)/2 et un condensat de molécules fortement liées. Pour δ − δ_0 > 2E_F, il ne reste plus qu’un gaz BCS dans un régime d’interaction très faible. Ces résultats sont résumés sur le schéma de la figure 7.1.

Résonance large

Etudions maintenant les différents régimes correspondant à une résonance large. A gauche de résonance, dans la limite où |δ−δ_0| ≫ E_0, on retrouve un condensat de molécules

Figure 7.1 – Balayage du champ magnétique à travers une résonance de Feshbach étroite. Les états dans le piège harmonique sont les états atomiques. La ligne pointillé représente l’état moléculaire fortement lié. Son décalage par rapport à l’énergie de deux atomes au repos est δ − δ_0. a : δ − δ_0 < 0, condensat de molécules fortement liées. b : 0 < δ − δ_0 < 2E_F, mélange entre un condensat de molécules fortement liées et une phase atomique BCS. c : δ −δ_0 > 2E_F, phase de type BCS. Le système, en interaction très faible, occupe simplement tous les états de plus basses énergies disponibles. Les paires BCS ne se forment qu’au voisinage immédiat de E_F.

fortement liées comme dans le cas d’une résonance étroite. Dans la limite inverse et pour des valeurs à droite de la résonance, la fraction moléculaire dans le canal fermé devient négligeable. On peut alors négliger le premier terme dans l’équation du nombre. De même, on a toujours μ ≪ E_0 et on peut négliger le deuxième terme dans l’équation du gap. Les deux équations se réduisent alors à :

δ − δ_0 √ E_0 = √ 2 ℏ √ ma = 4 π √ |μ|I_{gap}(Δ/|μ|) (7.16) 1 = 3 2 ( |μ| E_F

)_{3/2}

I_{nombre}(Δ/|μ|) (7.17)

En introduisant, la longueur de diffusion a, l’énergie caractéristique de la résonance E_0 n’apparaît plus dans les équations. On retrouve donc, à partir du modèle à deux canaux, les résultats connus dans un modèle à un canal de la transition BEC-BCS [49].

Pour k_Fa → 0^−, on trouve une phase BCS caractérisée par les paramètres suivants :^2

μ ≈ E_F (7.18) Δ ≈ 8e^{−2} exp(−π/2k_F|a|) (7.19)

On retrouve donc l’expression classique de la valeur du gap dans la théorie BCS. Dans le cadre de cette théorie qui n’inclut pas la possibilité de fluctuation de densité, il est normal que l’on ne trouve pas les corrections dues à Gorkov et Melik-Barkhudarov [154].

2Pour trouver ces paramètres, il suffit de développer les intégrales pour μ > 0 et Δ/μ → 0. I_{gap}(x) ∼ −ln(8x) + 2 et I_{den} ∼ 2/3.

Pour k_Fa → 0^+, on trouve les paramètres suivants :^3

μ = − ℏ^2 2ma^2 + 2πℏ^2an m (7.20) Δ ≈ √ 16 3π E_F √ k_Fa

(7.21)

Le premier terme du potentiel chimique est simplement la moitié de l’énergie de liaison des dimères. Le deuxième terme est un terme de champ moyen. Cette énergie correspond à une longueur de diffusion entre molécules a_m égale à 2a. On sait depuis le travail de D. Petrov, C. Salomon et G. Shlyapnikov [107], que la valeur exacte est 0.6a à 2 % près. Cette différence s’explique simplement par le fait que notre dérivation est approximative et suppose une fonction d’onde de type BCS. Cette hypothèse est fausse car elle ne tient compte que des corrélations à deux particules. Pour obtenir la bonne longueur de diffusion entre dimères, il faut inclure des corrélations d’ordre supérieures [143]^4.

La fraction de la fonction d’onde α^2 dans l’état moléculaire à courte portée est :

α^2 = 2 √ E_F E_0 1 k_Fa

(7.22)

Pour une résonance large ce nombre est petit. Cependant, pour k_Fa = 1 et E_F/E_0 = 10^{−3} correspondant au cas des résonances du^{40}K, α^2 vaut déjà 6%, le système n’est donc pas complètement dans la limite d’une résonance large^5. Cela pourrait éventuellement expliquer la durée de vie plus courte du gaz de molécules^{40}K_2 [135] proche de résonance comparé au gaz de^6Li_2 [61,20] pour lequel la fraction de la fonction d’onde dans le canal fermé est plus faible.

Le régime où k_F|a| ≳ 1 est la zone de transition entre les régime BEC et BCS. Le point important est que, dans ce modèle, la transition est continue entre les deux régimes. L’allure de la fonction v_k change progressivement avec la valeur de δ − δ_0. De la même façon, le gap et le potentiel chimique changent progressivement. Pour illustrer ce point, la figure 7.2 montre la distribution des paires v^2_k pour différentes valeurs de k_F a, et la figure 7.3 montre l’évolution du gap et du potentiel chimique en fonction de k_Fa. On retrouve les deux limites discutées auparavant quand k_Fa → 0^±. Dans la zone de transition BEC-BCS, il faut cependant avoir conscience que le modèle présenté ci-dessus est qu’une approximation.

3Pour trouver ces paramètres, il suffit de développer les intégrales pour μ < 0 et Δ/μ → 0. I_{gap}(x) ∼ −π/2 − πx^2/32 et I_{den} ∼ πx^2/8.

4D’après cet article de M. Holland, C. Menotti, et L. Viverit, dans un modèle à deux canaux, il suffit d’inclure les corrélations entre un boson dans le canal fermé et les paires de fermions dans le canal ouvert pour retrouver la bonne longueur de diffusion entre dimères dans le régime BEC ainsi que les corrections au-delà du champ moyen dans le régime BCS [154]. Les mêmes auteurs sont maintenant en train de développer une théorie de la transition BEC-BCS incluant ces corrélations.

5On peut imaginer mesurer cette fraction en utilisant une transition radio-fréquence non résonante [155], qui est sensible aux corrélations à courte portée.

Figure 7.2 – Probabilité d’occupation v^2(k) d’une paire dans le modèle BCS pour 1 : k_Fa = 1, 2 : à résonance, et pour 3 : k_Fa = −1

Figure 7.3 – Potentiel chimique (trait continu) et gap (trait pointillé) dans la transition BEC-BCS, dans le cadre de l’approximation BCS à température nulle.

7.1 Température critique

7.1.1 Hamiltonien en champ moyen

A température finie, on a besoin de connaître les excitations élémentaires. Pour cela, on peut faire une approximation de champ moyen, qui consiste à développer les opérateurs b_q et c_{k+q/2,↑}c_{−k+q/2,↓} autour de leur valeur moyenne dans le hamiltonien 7.1. On suppose que seuls les opérateurs correspondant à des paires d’impulsion nulle ont une moyenne non nulle. A l’ordre 0, la valeur moyenne de b_0, α, est alors fixé par la minimisation de H − μN et vaut^6 :

α = − ∑ k g_k√

Ω ⟨c_{k,↑}c_{−k,↓}⟩ δ − 2μ

(7.23)

En incluant les fluctuations à l’ordre 1 autour de la valeur moyenne des opérateurs, le hamiltonien devient alors :

H − μN = (δ − 2μ)|α|^2 + ∑ k,σ ℏ^2k^2 2m c^†_{k,σ}c_{k,σ} + ∑ k g_k √ Ω (α^∗c_{k,↑}c_{−k,↓} + h.c.) (7.24)

Le terme de fluctuation autour de α est nul à l’ordre 1. Ce hamiltonien peut alors se diagonaliser à l’aide d’une transformation de Bogoliubov.

7.1.2 Hamiltonien diagonalisé

La transformation de Bogoliubov consiste à remplacer les opérateurs c_{k,↑} et c_{−k,↓} par γ_{k,0} et γ_{k,1} qui sont des nouveaux opérateurs fermioniques définis par :

c_{k,↑} = u^∗_kγ_{k,0} + v_kγ^†_{k,1} (7.25) c^†_{−k,↓} = −v^∗_kγ_{k,0} + u_kγ^†_{k,1} (7.26) avec |u_k|^2 + |v_k|^2 = 1 (7.27)

Pour que le hamiltonien soit bien diagonal, il faut choisir u_k et v_k comme dans la partie précédente avec un gap qui vaut Δ_k = −αg_k/ √ Ω. Le hamiltonien prend alors la forme diagonale suivante :

H −μN = (δ −2μ)|α|^2 + ∑ k ( ξ_k − √ ξ^2_k + Δ^2_k ) + ∑ k √ ξ^2_k + Δ^2_k(γ^†_{k,0}γ_{k,0} +γ^†_{k,1}γ_{k,1}) (7.28)

Les deux premiers termes sont constants et correspondent seulement à l’énergie du système à température nulle. La signification physique des termes γ^†_{k,0} et γ^†_{k,1} est simple. Il s’agit des opérateurs de création de quasi-particules d’énergie √ ξ^2_k + Δ^2_k. Cette énergie est toujours

6La notation α est ici un peu abusive. La valeur moyenne de b_0 dépend ici de la température et ne correspond au α donné précédemment qu’à température nulle.

7.1. TEMPÉRATURE CRITIQUE 101

supérieure à Δ ce qui justifie le nom du gap. A une température finie, la distribution de ces quasi-particules suit une distribution de Fermi.

⟨γ^†_{k,0}γ_{k,0}⟩ = 1 1 + e^β

√_{ξ2k+Δ2k} , avec β = 1 k_BT

(7.29)

7.1.3 Equation du gap à température finie

Il faut maintenant s’assurer de l’auto-cohérence de la solution car le gap dépend de α qui dépend de ⟨c_{k,↑}c_{−k,↓}⟩ qui dépend du gap.

⟨c_{k,↑}c_{−k,↓}⟩ = u^∗_kv_k(1 − ⟨γ^†_{k,0}γ_{k,0}⟩ − ⟨γ^†_{k,1}γ_{k,1}⟩) (7.30)

En remplaçant ⟨c_{k,↑}c_{−k,↓}⟩ par sa valeur dans l’équation 7.23, on optient l’équation implicite suivant pour le gap :

δ − 2μ = 1 2 ∑ k g^2_k Ω tanh(β √ ξ^2_k + Δ^2_k/2) √ ξ^2_k + Δ^2_k

(7.31)

A température nulle, on retrouve l’expression 7.10 du gap, et la solution en champ moyen est la même que celle qu’on trouve avec l’ansatz BCS. Comme précédemment, la somme est divergente pour g_k constant et il faut extraire la partie divergente. On aboutit alors à :

δ − δ_0 − 2μ = 1 2 ∑ k g^2_0 Ω ( tanh(β √ ξ^2_k + Δ^2_k/2) √ ξ^2_k + Δ^2_k − 2m ℏ^2k^2 ) (7.32)

7.1.4 Température de création de paires

Il est intéressant de connaître la température T^∗ = 1/k_Bβ^∗ à partir de laquelle le gap devient nul. Cela revient à résoudre :

δ − δ_0 − 2μ = 4 π √ E_0|μ|J(β^∗μ) (7.33)

avec J(x) =

∫_∞ 0 u^2du ( tanh(x|u^2 ± 1|) |u^2 ± 1| − 1 u^2 ) (7.34)

Pour trouver β^∗ et μ, on a besoin d’une deuxième équation sur la densité. A la limite de la transition, dans le régime BCS, le gaz est dans une phase normale et l’occupation des états est donc donnée par une fonction de Fermi. n = 1 2π^2 ∫ k^2dk 1 1 + e^{β∗ξk}

(7.35)

Dans la limite BCS (k_Fa → 0^−), à partir des deux équations précédentes, on retrouve le résultat classique :

k_BT^∗ = 8γ e^2π e^{−π/2kF|a|} , où γ est la constante d’Euler (7.36)

Evidemment les corrections au-delà du champ moyen [154] ne sont pas incluses.

Dans la limite BEC, on trouve T^∗ ≈ |E_b|/2(ln(|E_b|/E_F))^{3/2}, où E_b = −ℏ^2/ma^2, et la température T^∗ croît indéfiniment quand a tend vers 0^+. Cela n’est pas le comportement attendu pour la température de la transition de phase superfluide. En fait, cette température T^∗ correspond, non pas à la température de la transition de phase mais à la température typique de création des molécules. Quand la température devient faible devant |E_b|, il est énergétiquement favorable de former des molécules. Le facteur logarithmique correspond à un facteur entropique qui favorise les atomes libres par rapport aux molécules. Il n’y a pas de transition de phase pour T = T^∗.

7.1.5 Température de la transition de phase superfluide

La température de transition T_C est en général difficile à calculer dans la zone de transition BEC-BCS. Dans la limite BCS, la température T_C est égale à T^∗ calculée précédemment car les paires se forment et condensent à la même température. Dans la limite BEC, la température de transition superfluide est la température de condensation d’un gaz de boson de densité n et de masse 2m.

k_BT_C = ( n ζ(3/2)

)_{2/3} 2πℏ^2 2m = 0.218E_F (7.37)

Au dessus de la température critique, on a un gaz de molécules non condensées, mais il faut augmenter la température jusqu’à environ T^∗ pour voir réapparaître des atomes libres.

Dans la zone de transition entre les régime BEC et BCS, la température de transition évolue de façon continue entre les deux limites présentées ci-dessus [56, 50, 138]. Sur la figure 7.4 est présentée l’allure de T_C et de T^∗ dans la zone de transition^7. Entre les deux courbes, il existe des paires préformées qui ne sont pas condensées. A la température T_C, il apparaît une fraction de paires condensées, le gaz devient alors superfluide. Dans un piège harmonique les allures de T_0 et T_C sont légèrement modifiées [144].

7.2 Limite unitaire

Dans un traitement simplifié en champ moyen [53,156], on trouve qu’un gaz de Fermi à température nulle doit s’effondrer sur lui-même dès que k_Fa < −π/2. En fait, ce n’est pas le cas car quand k_Fa devient de l’ordre de 1, on entre dans le régime de la limite unitaire [157]. Dans la limite k_F|a| ≫ 1 (k_F|a| ≳ 1 ne suffit pas), très proche du pic d’une résonance large, a n’est plus un paramètre pertinent du problème [158, 152, 159, 160]. La seule échelle d’énergie du problème est l’énergie de Fermi. On s’attend à ce que la

7Il est à noter que suivant les approximations utilisées, la courbe de T_C peut varier légèrement, il n’est pas sûr qu’on aie vraiment un maximum local comme c’est le cas ici.

7.2. LIMITE UNITAIRE 103

Figure 7.4 – Température de la transition de phase superfluide (courbe continue) et température de création de paires (courbe pointillée) dans la transition BEC-BCS. Les deux limites −1/k_Fa → −∞ (BEC) et −1/k_Fa → ∞ (BCS) sont bien comprises. La zone centrale |1/k_Fa| ≲ 1 correspond au régime de la transition BEC-BCS. Figure extraite de [56].

température de transition k_BT_C et la température de création de paires k_BT^∗ aient un comportement universel (indépendant des détails du potentiel) et soient proportionnelles à l’énergie de Fermi. De même, le potentiel chimique à résonance et à température nulle (pour un système homogène) s’écrit sous la forme :

μ_{unitaire} = (1 + β)E_F (7.38)

où β est un constante indépendante des détails du potentiel [161]. La théorie BCS, exactement à résonance^8, donne (1 + β) ≈ 0.59. Cette valeur est évidemment une limite supérieure car elle correspond à un calcul variationnel prenant pour ansatz la fonction d’onde BCS. Des simulations Monte-Carlo quantiques [162, 133] donnent (1 + β) = 0.42 ± 0.01 et confirment la stabilité d’un gaz de Fermi proche de résonance.

8Il suffit de résoudre l’équation 7.16 pour δ − δ_0 = 0

Chapitre 8

Transition BEC-BCS : Résultats expérimentaux

Ce chapitre est consacré à l’étude expérimentale de la transition entre un condensat de molécules et le régime BCS. Cette transition correspond au régime d’interaction forte, caractérisé par na^3 > 1. Notre étude de l’expansion du gaz dans ce régime est décrite [20]. Les résultats expérimentaux importants obtenues par les autres groupes travaillant sur le sujet sont discutés et des perspectives sont présentées.

8.1 Mesures en temps de vol

8.1.1 Expansion du gaz dans la région de transition BEC-BCS

A partir d’un condensat de Bose-Einstein de molécules faiblement liées, on peut augmenter le champ magnétique et donc traverser la zone de transition BEC-BCS. Plus précisément un condensat d’environ 3.5 10^4 molécules est préparé à 770 G, et le piège est recomprimé jusqu’à des fréquences de 2.5 kHz, 2.4 kHz, et 830 Hz. L’énergie de Fermi vaut alors 4.8 μK. Le champ magnétique est ensuite varié à un taux de 2 G/ms environ jusqu’à différentes valeurs du champ magnétique. Le but est de réaliser une évolution adiabatique. La technique d’imagerie du nuage après est la même que celle utilisée pour détecter les condensats de molécules, et on a donc accès à la distribution à 2 dimensions après un temps de vol (τ =1.4 ms). Cette technique d’imagerie permet de détecter à la fois les molécules et les atomes. Nos mesures sont complémentaires de celles du groupe de R. Grimm où les images sont prises directement dans le piège [129, 163]. La figure 8.1 présente les profils (intégrés sur la direction orthogonale) pour différentes valeurs du champ magnétique.

Quand la valeur du champ magnétique est diminuée en dessous de 750 G, le pic de densité optique diminue à cause de l’apparition de pertes, attendues par la théorie pour a petit. Ces pertes rendent l’observation d’une structure bimodale difficile quand on diminue les interactions. Quand le champ magnétique est augmenté au-delà de 770 G, la largeur

Figure 8.1 – Profils de densité intégrés dans la région de transition BEC-BCS. 1.4 ms de temps d’expansion dans les directions axial (a) et radial (b).Le champ magnétique est varié de a > 0 pour B < 822 G à a < 0 pour B > 822 G. • : pic de la résonance de Feshbach (834 G).

du condensat grandit progressivement vers la largeur attendue pour un gaz de Fermi sans interaction. Il est particulièrement intéressant de noter que rien de particulier ne se passe à résonance alors que la longueur de diffusion diverge. Cela prouve expérimentalement qu’il n’y a pas d’effondrement d’un gaz de Fermi dans la limite unitaire [101,129]. Proche de la résonance, les distributions sont étonnamment bien reproduites par des gaussiennes. Pour les champs les plus élevés (B ≥ 925 G), les distributions sont mieux reproduites par une distribution de Fermi à température nulle. Les deux parties suivantes sont consacrées à l’étude plus détaillée de deux quantités, l’anisotropie et l’énergie relâchée dans l’expansion.

8.1.2 Anisotropie dans l’expansion

Etudions maintenant plus précisément l’anisotropie du nuage après expansion. Comme on ne connait pas précisément la forme des distributions attendues sauf dans les cas a → 0^−, a → 0^+ et à résonance pour T = 0, on a choisi d’utiliser des ajustements gaussiens suivant les deux directions d’observation. L’anisotropie η est alors définie par η = σ_y/σ_x, où σ_i est la taille rms dans la direction i. L’anisotropie donne une indication sur l’hydrodynamicité du gaz, qui peut être dû à un caractère superfluide ou à un régime très collisionnel (voir partie 4.3.1). La figure 8.2b présente l’anisotropie mesurée en fonction du champ magnétique. Dans le régime BEC, l’équation d’état est μ ∝ n et les équations d’échelle prédisent η = 1.75. Dans le régime unitaire ou fermionique μ ∝ n^{2/3}, on attend η = 1.7. Dès qu’on est dans un régime hydrodynamique, on s’attend donc à une anisotropie de l’ordre de 1.7. Du coté BEC, pour 730 G, l’anisotropie mesurée est de 1.5(1),

8.1. MESURES EN TEMPS DE VOL 107

Figure 8.2 – (a) : Longueur de diffusion entre les états |1/2, 1/2⟩ et |1/2, −1/2⟩ du^6Li. La résonance est piquée à 834 G (ligne pointillé). (b) : Anisotropie du nuage après expansion (c) : Energie relâchée dans l’expansion dans la zone de transition BEC-BCS. La ligne pointillée court-long en (c) correspond à un gaz de Fermi idéal à T = 0. La courbe pointillée est la courbe correspondant à l’expansion d’un condensat pur dans l’approximation de Thomas-Fermi. La courbe pleine correspond à un modèle à température finie expliqué dans le texte. La flèche pointe le champ magnétique où k_Fa = 3, c’est-à-dire 940 G. Les deux points situés aux champs magnétiques les plus faibles B < 720 G correspondent à des nuages qui ont subi des pertes importantes.

et on est donc proche de la valeur complètement hydrodynamique. Cela est attendu car un condensat est superfluide. La différence peut s’expliquer par une température finie et donc une fraction condensée réduite. Pour des champs magnétiques inférieurs, η diminue, mais cet effet est simplement lié à la perte des atomes du condensat. Quand on augmente le champ magnétique, η diminue progressivement. Elle vaut 1.35(5) à résonance et atteint 1.10(5) autour de 1060 G. On est alors dans un régime presque complètement non hydrodynamique, c’est-à-dire ni superfluide, ni dans un régime très collisonnel^1. Dans la région de la résonance, une question importante est de savoir si l’anisotropie observée est due à un régime superfluide ou à un régime collisionnel. Comme l’anisotropie baisse entre 740 G et la résonance alors que la longueur de diffusion et donc le taux de collision augmente, l’hydrodynamicité, dans cette zone, est donc due, au moins en partie, au caractère superfluide du gaz. Pour la région a < 0, c’est moins évident. Néanmoins, la baisse progressive de la fraction superfluide pourrait expliquer la perte du caractère hydrodynamique dans l’expansion. On peut noter que dans le régime fermionique, nos mesures diffèrent des données prises dans des pièges à un seul faisceau. Dans une géométrie très allongée, le blocage de Pauli n’est pas efficace dans l’expansion^2 [100, 164], et on est alors toujours dans un régime hydrodynamique collisionnel. Dans nos conditions expérimentales, avec un piège faiblement anisotrope, un gaz de Fermi à basse température n’est pas dans ce régime, et l’étude de l’expansion du nuage donne des informations sur le caractère superfluide du nuage. On est limité pour l’instant par l’absence de réelle modélisation théorique de l’expansion d’un gaz de Fermi dans le régime BEC-BCS.

8.1.3 Energie relâchée

L’énergie relâchée est estimée à partir d’ajustement gaussien et en supposant une symétrie cylindrique E_{rel} = m(σ^2_x + 2σ^2_y )/2τ. La taille initiale du nuage est négligeable. La figure 8.2c présente le rapport entre E_{rel} et l’énergie de Fermi calculée pour 3.5 10^4 atomes. Ce nombre correspond à la moitié du nombre d’atomes moyen observé, c’est-à-dire au nombre d’atomes par état de spin. L’évolution de l’énergie relâchée dans l’expansion en fonction du champ magnétique est continue et ne présente rien de particulier à résonance. Pour B ≤ 750 G, il y a une sorte de plateau qui correspond à la zone où les pertes jouent un rôle important. Pour B ≥ 750 G, l’énergie augmente en fonction du champ magnétique vers l’énergie d’un gaz de Fermi sans interaction. On reste néanmoins notablement en dessous de cette limite car même à 1060 G, la longueur de diffusion est encore grande et positive (k_Fa ≃ 2). Du coté BEC, l’énergie relâchée est légèrement supérieure à celle que l’on attendrait pour un condensat pur (ligne pointillée). Le modèle en champ moyen présenté dans la partie 6.3.1 permet d’estimer les paramètres du condensat à 770 G ; on

1On peut noter ici, qu’il faut inclure un facteur de suppression des collisions par le blocage de Pauli pour expliquer ce phénomène.

2A cause d’une déformation dans l’espace des vitesses durant l’expansion, même à température nulle, le blocage de Pauli n’est pas efficace.

trouve alors T = 0.39 T_C = 1.9 μK, μ = 7.5 μK, et une fraction condensée de 55%. En supposant la conservation de l’entropie, on peut calculer l’énergie relâchée en fonction du champ magnétique (courbe continue). Les points entre 750 G et 790 G correspondent bien à une évolution isentropique. En dessous de 750 G, la déviation peut s’expliquer par un chauffage lié à la présence de pertes. La valeur de l’entropie estimée du coté BEC correspond à une température inférieure à 0.1 T_F dans la limite d’un gaz de Fermi faiblement interagissant.

A résonance, on atteint le régime universel de la limite unitaire (partie 7.2). Dans un piège harmonique et à température nulle l’énergie relâchée dans l’expansion est alors^3 :

E^{unitaire} rel = √ 1 + βE^0_{rel} (8.1)

A partir de notre mesure à résonance, on déduit β = −0.64(15). En valeur algébrique, cette valeur est à priori une borne supérieure car on n’est pas exactement à température nulle. Néanmoins, elle est en accord avec la valeur β = −0.56 prédite par des simulations Monte- Carlo quantiques [162, 133]. Expérimentalement la valeur de β a aussi été mesuré par les équipes de R. Grimm [129] (β = −0.68^{+0.13}_{−0.10}) et de J. Thomas (leur valeur, manifestement trop faible, a récemment été réévaluée à β = −0.49 ± 0.04) [161, 101, 165].

8.2 Autres mesures et perspectives

8.2.1 Autres mesures dans la zone de transition BEC-BCS

Cette partie est consacrée à une brève revue des résultats expérimentaux importants dans la zone de transition obtenues au MIT, au JILA, à Innsbruck et à Duke University.

Condensation de paires de fermions

L’expérience consiste à préparer un gaz de fermion dans un régime dégénéré dans la zone a < 0 et changer “rapidement” le champ magnétique vers a > 0 où la mesure en temps de vol de la distribution de vitesse est faite. On observe alors un pic correspondant à un condensat [166, 130]. Ce signal, donne une indication sur le fait qu’il y a des paires du coté a < 0. Toute la discussion est dans ce qu’on appelle rapidement. Si on coupe les interactions infiniment rapidement, il est clair qu’on mesure la distribution initiale en impulsion des fermions, qui ne présente alors pas de pic. Si on est adiabatique, le système a le temps de thermaliser et l’expérience ne donne alors aucune indication sur la présence de paires du coté a < 0. L’idée est donc d’être rapide par rapport à l’évolution du système à N corps mais lent par rapport à la physique à 2 corps, de telle sorte que les paires de

3Le résultat se comprend bien si on introduit une masse effective m^′ = m/(1 + β) et des fréquences effectives ω^′_i = ω_i √ 1 + β. On retrouve alors les mêmes expressions que celle du gaz sans interaction, pour une énergie de Fermi effective E^′_F = √ 1 + βE_F. Le calcul dans l’approximation de densité locale est détaillé dans l’annexe C de la thèse de J. Cubizolles [86]

fermions éventuellement condensées pour a < 0 conservent leur impulsion totale et se transforment adiabatiquement en un condensat de molécules. Ce condensat donne lieu à un pic dans la distribution en temps de vol. Une expérience d’oscillation du champ magnétique à travers la résonance [167] montre que le temps utilisé est bien plus rapide que le temps de relaxation du système à N corps. Pour ce qui est d’être adiabatique par rapport au système à 2 corps, on comprend bien ce que cela implique pour de véritables molécules avec a > 0 (voir partie 5.1.2), mais dans la région de la résonance et pour a < 0 l’argument est douteux. Notamment, quand la taille d’une paire devient très grande devant la distance moyenne entre particules, on imagine difficilement que les atomes d’une paire se rapprochent adiabatiquement lors d’une rampe rapide du champ magnétique. En fait, le recouvrement des fonctions d’onde entre des états de part et d’autre et assez proches de résonance peut être important [168]. Le condensat observé vient donc probablement d’une simple projection de la fonction d’onde à N corps^4. L’apparition d’une partie condensée pour a < 0 est une indication que dans cette zone il reste des paires condensées. Ces paires sont hybrides entre une molécules et une paire de Cooper. Cette méthode de projection des paires sur un condensat moléculaire ne permettrait donc pas de détecter de véritables paires de Cooper à longue portée dont le recouvrement avec un condensat de molécule serait faible.

Modes d’oscillation

L’étude des modes d’oscillation peut apporter des informations sur la nature hydrodynamique ou non du gaz et sur l’équation d’état du gaz [169, 170, 171, 172]. Dans un régime superfluide à température nulle, S. Stringari a prédit une dépendance non monotone de la fréquence du mode radial dans la zone de transition [173]. Des mesures des modes d’oscillation axiale et radiale ont été effectuées dans les groupes de R. Grimm [174] et de J. Thomas [175, 176]. Pour le mode axial, les résultats sont conformes avec ce qu’on attend. On retrouve les rapports √ 5/2, √ 12/5 et 2 entre la fréquence du mode axial et la fréquence axiale du piège, dans les régime BEC, à résonance et sans collision dans un gaz de Fermi. L’amortissement est minimum proche de résonance et, quand on baisse la température, l’amortissement est réduit [175], mais l’interprétation en terme de transition superfluide n’est pas évidente. Dans le cas du mode radial, une première surprise vient du fait qu’exactement à résonance, on ne retrouve pas la fréquence attendue du mode hydrodynamique. Une deuxième surprise est la présence d’un brusque changement entre un régime hydrodynamique et un régime sans collision du coté a < 0 de la résonance. Ce processus s’accompagne d’une augmentation brutale du taux d’amortissement du mode radial. Une explication proposée par R. Combescot et X. Leyronas [177] est que la fréquence du mode radial correspond à une énergie de l’ordre du gap ℏω_{rad} ∼ Δ. Le mode radial se couple alors à la brisure des paires dans le nuage, et détruit la superfluidité. La fréquence

4La projection ne se fait jamais avec un état loin de résonance du coté BEC car dès que les molécules sont suffisamment liées (voir partie 5.1.2), elles suivent adiabatiquement l’état moléculaire.

du mode est ensuite en accord avec un régime sans collision. On a une énergie critique des excitations au-delà de laquelle la superfluidité est perdue. Notons que cette explication peut être transposée à ce qui se passe en expansion. La baisse de l’anisotropie peut alors être expliquée en terme de fragilité grandissante de la superfluidité, et non plus en terme de baisse de la fraction superfluide. Le fait de couper le piège correspond en effet à une excitation à une énergie de l’ordre de ℏω_{rad}, qui devient suffisante pour induire la cassure des paires. Un aspect particulièrement satisfaisant de cette explication est qu’elle implique le fait qu’un gaz BCS en interactions faibles, ne s’étend pas de façon anisotrope, comme le ferait normalement un superfluide. Une expansion anisotrope semble en effet particulièrement bizarre alors que la fraction des atomes qui forment véritablement des paires est extrêmement faible.

Mesures du gap d’excitation

Le gap correspond à l’énergie qu’il faut fournir pour casser une paire. Du coté BCS, les paires sont des paires de Cooper. Du coté BEC, les paires sont des molécules. Dans la région de transition, les paires sont hybrides. Dès les premières expériences de formation de molécules, l’énergie de liaison des molécules faiblement liées était mesurée par une technique de dissociation par couplage radio-fréquence vers un autre état de spin [116]. En utilisant le même type de mesure avec une précision accrue [178], ou une modulation du champ magnétique [179], il est possible de mesurer directement le gap dans la zone de transition BEC-BCS. On montre ainsi que le gap passe continuement de l’énergie de dissociation des molécules à l’énergie nécessaire pour briser une paire de Cooper. A résonance, le gap est trouvé proportionnel à l’énergie de Fermi ce qui est attendu à la limite unitaire (Δ ≈ 0.2E_F). Ces mesures montrent de façon très claire la persistance d’un gap dans la zone a < 0. Elles ne donnent cependant aucune indication directe sur le passage de la transition de phase car on peut avoir des paires préformées dans la zone de transition. Néanmoins, compte tenu de la possibilité de réduire la température notablement en dessous de celle où apparaît le premier signal de paires liées, il semble clair que le système doit être au moins partiellement superfluide dans la zone de transition [149, 150]. Une étude systématique de la température T^∗ à laquelle apparaissent les premières paires en fonction de k_Fa serait intéressante. Une des difficultés est de trouver une bonne méthode pour mesurer la température dans le régime fortement interagissant.

8.2.2 Perspectives

L’étude de la transition BEC-BCS dans les systèmes d’atomes froids est encore à ses débuts. Un des défits est maintenant de trouver des moyens expérimentaux pour caractériser de mieux en mieux la physique dans le régime de la transition BEC-BCS. La fin de ce chapitre présente quelques possibilités de développements futurs.

Superfluidité et transition de phase

L’ensemble des expériences décrites précédemment permettent de savoir que la transition de phase dans le régime a < 0 a été atteinte. Cependant, une preuve claire et indiscutable de superfluidité serait utile. On peut imaginer différentes signatures de superfluidité : l’absence de chauffage en balayant un laser qui déforme le potentiel dans le nuage [180], la création de vortex [28], ou encore l’étude des propriétés de transport dans un réseau optique [181]. Une autre défit est de localiser précisément la transition de phase, ce qui permettrait d’étudier en détail la température critique de condensation T_C en fonction de k_Fa. Les mesures de projections des paires de fermions [166, 130] semblent apporter un élément de réponse même si la description théorique de l’expérience n’est pas complète [168]. De plus, le groupe de J. Thomas a étudié la capacité calorifique d’un gaz de Fermi à résonance en fonction de la température [165]. Un léger changement de pente, observé autour de 0.3 T_F, pourrait être une manifestation de la transition de phase^5. La mesure des propriétés de cohérence à longue portée du paramètre d’ordre analogue à celles réalisées sur les condensats serait aussi très intéressante. Le paramètre d’ordre dans le régime BCS implique des corrélations de paires et une telle expérience semble difficile expérimentalement [182].

Mesure des distributions en impulsion

Les interactions, même dans le cas d’un gaz homogène, modifient la distribution fermionique qui n’est plus nécessairement exactement une fonction de Fermi. Du coté BCS, on sait que la distribution en impulsion à température nulle n’est plus une fonction de Fermi, elle est arrondie sur une échelle de l’ordre du gap. Du coté BEC, la distribution en impulsion est précisément la transformée de Fourier de l’état moléculaire, c’est donc une lorentzienne de largeur 1/a. Dans la zone de transition la distribution en impulsion est aussi modifiée [183] (voir figure 7.2). Expérimentalement, pour avoir accès à la distribution en impulsion, il suffit de couper non adiabatiquement les interactions, c’est à dire le champ magnétique^6. L’étude de la distribution en impulsion des fermions autour de la transition BEC-BCS serait intéressante et pourrait servir de test à différentes théories. De plus, si on est capable de mesurer les corrélations (+k, −k) dans le nuage, on peut ainsi détecter la présence de paires BCS condensées, et donc être sensible à la transition de phase [184].

Autres systèmes atomiques proches des résonances de Feshbach

Suite à la réalisation de molécules constituées de deux fermions ou de deux bosons à l’aide de résonances de Feshbach, on peut imaginer créer des molécules différentes.

5On peut s’inquiéter sur deux points particuliers. Premièrement, les ajustements de la température par des fonctions de Fermi proches de résonance ne sont pas forcément bien justifiés. Deuxièmement, le changement de pente pourrait être dû à la formation des paires, plutôt qu’à la transition de phase.

6Pour des énergies de liaisons grandes, cela n’est pas forcément facile (voir partie 5.1.2).

On pourrait par exemple essayer de créer des molécules fermioniques en appariant un fermion et un boson. Dans cette direction, nous avons récemment localisé des résonances de Feshbach entre^6Li et^7Li [185,186]. De même des résonances^{23}Na-^6Li [187] et^{87}Rb-^{40}K [188] sont maintenant connues. La possibilité de formation de molécules n’a pas été étudiée pour l’instant^7. Le cas des système boson-fermion pour a < 0 est aussi particulièrement intéressant car on peut imaginer étudier la transition superfluide due aux interactions entre fermions induites par les bosons [189,190]. Il faudra probablement pour cela travailler au voisinage de l’effondrement observé dans l’équipe de M. Inguscio [191, 192].

Pour profiter de la réduction des pertes proche de résonance, il faut travailler avec deux fermions. Le cas de deux espèces atomiques différentes est intéressant, car les molécules seraient alors polaires. Elles présenteraient un moment dipolaire permanent. Les interactions entre molécules seraient des interactions à longue portée entre dipôles. Des expériences permettant des mélanges^{40}K-^6Li sont en cours de montage à Munich et à Innsbruck. Une autre extension possible est l’utilisation de résonances de Feshbach en onde p. C’est l’objet du chapitre suivant.

7Les pertes, loin de résonance, seront faibles grâce à l’absence de collisions en onde s entre molécules fermioniques, mais, proches de résonance, pour des molécules à longue portée, les pertes ne sont à priori pas réduites.

114 CHAPITRE 8. TRANSITION BEC-BCS : RÉSULTATS EXPÉRIMENTAUX

Chapitre 9

Résonances de Feshbach en onde p

Ce chapitre est consacré à l’étude des résonances de Feshbach en onde p entre les états |F = 1/2⟩ du^6Li [62]. La compréhension des mécanismes de pertes proches d’une résonance de Feshbach en onde p est un prérequis pour l’étude de la formation et de la stabilité de molécules en onde p. Si on arrive à former des molécules suffisamment stables, on pourrait atteindre le seuil de condensation et éventuellement étudier la transition BEC- BCS avec un couplage en onde p dont les propriétés sont différentes de ce qui se passe en onde s [193, 194]. Cela serait particulièrement intéressant car le couplage en onde p correspond au cas de la superfluidité dans l’hélium 3 [195]. La supraconductivité à haute température correspond aussi à des paires de moment cinétique non nul ; les paires sont en onde d (l=2) [196]. Dans ce chapitre, une description théorique des résonances de Feshbach en onde p est présentée [63]. Les trois résonances sont localisées expérimentalement. Les pertes au voisinage des différentes résonances sont étudiées en fonction de la température à la fois expérimentalement et théoriquement. Enfin, un premier signal d’obtention de molécules en onde p est discuté.

9.1 Introduction

9.1.1 Théorie des résonances de Feshbach en onde p

Le modèle que nous présentons ici est très similaire à celui qui a été présenté dans la partie 2.2.2. On s’intéresse maintenant au couplage entre le continuum atomique et des molécules en onde p, c’est-à-dire des molécules de moment cinétique orbital 1. Le couplage entre les canaux ouvert et fermé est toujours assuré par l’interaction hyperfine.

Elément de matrice du couplage en onde p

Les fonctions d’onde des états liés en onde p sont de la forme suivante :

ψ_{ml} (r) = f(r)Y^{ml}_{l=1}(θ, ϕ) (9.1) où les Y^m_l sont les harmoniques sphériques. Dans le canal ouvert, considérons une onde plane de vecteur d’onde k et son développement en ondes partielles [197].

ϕ_k(r) = 1 √ Ω e^{ik.r} = 1 √ Ω ∞∑ l=0 i^l √ 4π(2l + 1)j_l(kr)Y^{ml=0}_l (θ, ϕ) (9.2)

où Ω est le volume de quantification et j_l est la fonction de Bessel sphérique d’ordre l. Il faut maintenant évaluer l’intégrale de recouvrement ∫ ϕ_k(r)ψ_{ml} (r)d^3r entre cette fonction d’onde ϕ_k(r) et celle des états liés ψ_{ml} . D’après les propriétés d’orthogonalité des harmoniques sphériques, seul le recouvrement avec l’état m_l = 0 (avec un axe de quantification selon k) est non nul. Dans la limite d’un état lié à courte portée, kb ≪ 1, où b est la portée du potentiel, le recouvrement spatial entre les fonctions d’onde n’est important qu’à courte distance ; on peut donc développer la fonction de Bessel au premier ordre. L’intégrale de recouvrement spatial entre les fonctions d’onde est alors proportionnel à k. Le couplage par l’interaction hyperfine entre entre les deux états se met donc sous la forme kA_k où A_k tend vers une valeur finie quand k → 0. Le facteur k est caractéristique d’un couplage en onde p. Le hamiltonien est alors le même qu’en onde s (voir partie 2.2.2) à condition de remplacer le couplage g_k par kA_k. Cherchons maintenant, l’énergie de l’état moléculaire et la section efficace de diffusion proche d’une résonance de Feshbach en onde p. Ces deux quantités sont calculables à partir du propagateur des molécules comme dans le cas d’une résonance de Feshbach en onde s (voir partie 2.2.2).

Propagateur

En l’absence de couplage, le propagateur des molécules est G^0(z) = 1/(z − δ) où δ est le décalage en énergie de l’état lié en onde p du potentiel singulet responsable de la résonance par rapport au continuum atomique. Pour calculer le propagateur, il faut considérer l’interaction à tous les ordres en perturbation et donc sommer la contribution de tous les diagrammes (figure 2.5) comme dans le cas d’une résonance en onde s. La seule difficulté supplémentaire est la dépendance angulaire du couplage. Le couplage entre un état lié m = 0 et une onde plane suivant une direction faisant un angle α avec l’axe de quantification est multiplié par cos(α). En sommant sur les dépendances angulaires, on trouve alors :

G(z) = ∑ n G^0(z)^{n+1}Σ(z)^n =

G^0(z) 1 − G^0(z)Σ_(z)

(9.3)

avec la self énergie Σ(z) = ∫ k^4dk 6π^2

|A_k|^2 z − ℏ^2k^2/m

(9.4)

De même qu’en onde s, l’intégrale est divergente si l’on remplace A_k par sa valeur en 0. Il faut isoler la partie divergente qui comporte deux termes, l’un constant, l’autre proportionel à z. On trouve alors l’expression de la self énergie :

Σ(z) = −λ − μz +

|A_0|^2 6π m ℏ^2 ( −mz ℏ^2

)_{3/2} (9.5)

avec λ = ∫ mk^2dk 6π^2ℏ^2

|A_k|^2 (9.6)

et μ = ∫ m^2dk 6π^2ℏ^4

|A_k|^2 (9.7)

Le propagateur est alors donné par l’équation 9.3 en remplaçant Σ(z) par sa valeur. La position de la résonance à énergie nulle correspond à δ = λ.

Energie de l’état moléculaire

Cherchons maintenant l’énergie de la molécule habillée, c’est-à-dire l’énergie du pôle du propagateur G(z). Dans la limite basse énergie, on peut négliger le terme en z^{3/2} devant le terme en z, et l’énergie de liaison E_b de la molécule est :

E_b = δ − λ 1 + μ

= δ̃ (9.8)

Proche de résonance, l’énergie de liaison varie donc linéairement en fonction de δ, et donc aussi linéairement en fonction du champ magnétique. Ce comportement est différent de celui d’une résonance en onde s pour lequel la dépendance est quadratique. Cela reflète le fait que la fraction de la fonction d’onde moléculaire dans le canal fermé ne tend pas vers 0 à résonance mais est donnée par (1 + μ)^{−1} [63].

Section efficace de diffusion

La matrice T_{k,k}′ de diffusion entre les ondes planes dans les directions k et k^′ prend la forme suivante : T_{k,k}′ = kA_k √ Ω G(ℏ^2k^2/m) k^′A_k′ √ Ω cos( ^k, k^′) (9.9)

Le facteur cos( ^k, k^′) est caractéristique des interactions en onde p. A partir de la matrice T , on peut calculer l’amplitude de diffusion f(k, k^′) = mΩT_{k,k}′ /4πℏ^2 puis la section efficace de diffusion élastique σ.

σ = |V_p|^2k^4

4π/3 (_{ℏ2k2} m 1+μ δ−λ − 1

)_2

+^{4V 2p k6}_9

(9.10)

où V_p est le volume de diffusion V_p = mA^2_0 4πℏ^2(λ − δ)

(9.11)

Si on se place dans la limite k^3V_p ≪ 1, à une certaine énergie de collision ℏ^2k^2/m, la résonance de diffusion n’est plus exactement à résonance (δ = λ) mais légèrement décalée à δ − λ = (1 + μ)ℏ^2k^2/m. A la différence de l’onde s, en onde p, la position de la résonance dépend de l’énergie. Loin de résonance, on retrouve le fait que la section efficace de diffusion en onde p dépend comme le carré de l’énergie, une dépendance caractéristique des interactions en onde p.

9.1.2 Localisation des résonances en onde p dans |F = 1/2⟩

Nous nous sommes intéressés plus particulièrement aux résonances en onde p pour deux atomes de^6Li dans |F = 1/2⟩. On attend trois résonances de Feshbach correspondant aux trois couples d’états possibles |F = 1/2, m_f ⟩ + |F = 1/2, m^′_f ⟩ qui sont notés de façon simplifiée (m_f , m^′_f ). Les trois résonances sont toutes les trois dues à un état S = 0, I = 1, l = 1 du potentiel singulet. La figure 9.1 montre les énergies des états moléculaires en fonction du champ magnétique calculées dans un modèle multi-canaux à partir des potentiels déjà relativement bien connus du lithium. On retrouve le fait que l’énergie des états moléculaires se courbe légèrement proche de résonance, et que le moment magnétique des molécules habillées reste différent de celui des atomes libres (insert de la figure 9.1). Expérimentalement, la séquence est la suivante : les atomes de^6Li sont placés dans le piège optique, dont les fréquences d’oscillation, à pleine puissance, valent respectivement ω_x/2π = 2.4(2) kHz, ω_y/2π = 5.0(3) kHz et ω_z/2π = 5.5(4) kHz. Des transferts radiofréquences permettent ensuite d’obtenir les différents couples (m_f , m^′_f ). Ensuite, on veut se placer proche de résonance rapidement pendant un temps variable τ avant de couper le champ magnétique pour l’imagerie. Pour permettre des changements rapides de champ magnétique, celui-ci est constitué de deux composantes. La plus importante B_0 est réalisée par les bobines de confinement axial du piège de Ioffe-Pritchard. Un champ opposé faible B_1 de 8 G est crée grâce à un courant dans les bobines de compensation. Ce dispositif est le même que celui qui permet d’imager les molécules. Il a pour but de pouvoir couper rapidement B_1 pour se placer proche d’une résonance dont la position doit donc être proche de B_0. Le champ magnétique est ensuite couper complètement et les atomes sont détectés après un temps de vol de 0.35 ms. Pour modifier la température du gaz, on peut éventuellement ouvrir le piège et donc évaporer légèrement le gaz en 100 ms. Pour les gaz les plus froids de cette étude la température est de l’ordre de 0.5 T_F ce qui n’est pas encore un régime très dégénéré. On peut considérer en première approximation que le gaz est dans un régime classique. Les résonances sont localisées par la présence de fortes pertes après un temps d’attente τ = 50 ms (figure 9.2) et dont les différentes positions expérimentales ainsi que théoriques sont répertoriées dans la table 9.1. L’accord avec les valeurs théoriques dont la précision est de l’ordre du Gauss est satisfaisant. Ces résonances ont été localisées aussi dans l’équipe de W. Ketterle au MIT à des valeurs similaires [198].

Figure 9.1 – Energies des états moléculaires (courbes pointillées) et atomiques (courbes continues). Les nombres quantiques des états moléculaires responsables des différentes résonances de Feshbach sont indiqués. L’état |S = 0, I = 1, l = 1⟩ est responsable des trois résonances en onde p. Les états |S = 0, I = 0, l = 0⟩ et |S = 0, I = 2, l = 0⟩ sont responsables des résonances de Feshbach en onde s dans le canal (1/2, −1/2). L’insert dilate l’échelle des énergies pour montrer l’allure de l’énergie des états proche des résonances en onde p.

(m_{f1} , m_{f2} ) Théorie (G) Expérience (G) (1/2,1/2) 159 160.2(6) (1/2,-1/2) 185 186.2(6) (-1/2,-1/2) 215 215.2(6)

Table 9.1 – Valeurs théoriques et expérimentales des positions des résonances de Feshbach en onde p dans les différents canaux.

Figure 9.2 – Nombre d’atomes en fonction du champ magnétique B_0 après 50 ms d’attente pour un mélange (1/2, −1/2) à une température de 14 μK. Les pertes sont la signature d’une résonance de Feshbach en onde p.

9.2 Etude des pertes

Les pertes, qui en onde p sont localisées proche de résonance à la différence de ce qui se passe en onde s, nous ont permis de localiser relativement facilement les trois résonances en onde p entre les états de F = 1/2. Les processus de pertes sont maintenant étudiés plus précisément dans cette section. Le cas des pertes dipolaires induites par une résonance de Feshbach sera décrit théoriquement [62, 63].

9.2.1 Deux comportements différents

Notre première mesure a consisté à se placer à un champ magnétique proche des maxima de pertes observés précédemment et à étudier le temps de vie des gaz. En tenant compte des processus à deux et trois corps, on attend l’équation de taux suivante pour la décroissance du nombre d’atomes : Ṅ N = −G_2⟨n⟩ − L_3⟨n^2⟩ (9.12)

G_2 et L_3 sont respectivement les coefficients de pertes à deux et trois corps, n est la densité du nuage, les crochets ⟨⟩ représente la valeur moyenne prise sur la distribution spaciale du nuage. On omet la contribution des pertes à un corps dont le temps caractéristique est de 30 s, alors qu’on mesure des temps de décroissance de l’ordre de 100 ms.

Figure 9.3 – Taux de pertes à trois corps (a) et à deux corps (b) en fonction de la température au pic de pertes correspondant aux différentes résonances de Feshbach. (a) : atomes dans l’état fondamental |1/2, 1/2⟩ (losanges). (b) : atomes dans l’état |1/2, −1/2⟩ (carrés), et mélange des états |1/2, 1/2⟩ + |1/2, −1/2⟩ (cerles). Les lignes sont les ajustements par la fonction 9.21 avec comme seul paramètre ajustable le décalage exact par rapport à la résonance.

9.2.2 Canal (1/2, 1/2) : pertes à trois corps

Dans le canal (1/2, 1/2), expérimentalement, on trouve que le processus de pertes à trois corps domine. Cela correspond à ce qu’on attendait car les pertes à deux corps sont interdites dans ce canal qui est dans l’état fondamental. La dépendance de L_3 a été étudiée en fonction de la température (figure 9.3a). On trouve que la dépendance en température est faible. Ce résultat semble à première vue en contradiction avec une prédiction théorique [106] selon laquelle pour des fermions indistinguables L_3 doit être proportionnel à T^λ avec λ ≥ 2. Cependant ce calcul, basé sur la règle d’or de Fermi, est fait dans un régime perturbatif. Proche de résonance, on s’attend à ce que ce type de traitement ne soit plus valable. Nos résultats suggèrent que les processus de pertes à trois corps dans ce régime doivent être traités d’une façon plus élaborée analogue au traitement de la limite unitaire pour les onde s [199]. Pour confirmer cette hypothèse, nous avons comparé le taux de pertes à deux températures différentes (T = 2 μK et T = 8 μK) en fonction du champ magnétique (figure 9.4). Si la loi perturbative est valable, le rapport

Figure 9.4 – Rapport L_3(T = 2μK)/L_3(T = 8 μK) entre les taux de pertes à trois corps à deux températures différentes en fonction du champ magnétique pour un gaz polarisé dans l’état |1/2, 1/2⟩. La ligne correspond à la limite supérieure autorisée par la loi L_3 ∼ T^λ avec λ ≥ 2.

des deux taux de pertes doit être inférieur à (2/8)^2 = 1/16. Cette valeur est représentée par la ligne sur la figure 9.4. Proche de résonance, on retrouve le fait que la dépendance en température de L_3 est faible alors que, plus loin de résonance, nos résultats sont alors en accord avec les prédictions de [106].

9.2.3 Pertes à deux corps

Dépendance en température

Les pertes dans les canaux (1/2, −1/2) et (−1/2, −1/2) sont dominées par un processus à deux corps^1. Au contraire de l’onde s, en onde p, les pertes dipolaires à deux corps sont permise dans ces canaux. Comme dans le cas des pertes à trois corps, nous avons étudié la dépendance en température des taux de pertes (G_2). Au champ magnétique correspondant au maximum de pertes observé précédemment, la température est variée, en ouvrant plus ou moins le piège optique. Les résultats sont regroupés sur la figure 9.3b. De façon surprenante la dépendance en température est alors très différente pour les deux canaux étudiés. En fait, ces comportements peuvent s’expliquer par une très grande sensibilité à la position exacte du champ magnétique par rapport à la position de la résonance de Feshbach. Pour le comprendre, nous avons prolongé le modèle de résonance de Feshbach détaillé dans la section précédente.

Théorie des pertes dipolaires en onde p

Reprenons le modèle décrit au début de ce chapitre et ajoutons la possibilité d’un couplage entre l’état lié et un deuxième canal atomique de plus basse énergie [63]. Ce deuxième canal est couplé aux états moléculaires par l’interaction entre les dipôles magnétiques associés au spin électronique des deux atomes. De plus ce deuxième canal est décalé d’une énergie Δ < 0 par rapport au canal ouvert de départ, car il correspond à des états atomiques de spins différents (figure 9.5). Dans le cas des résonance du lithium que l’on considère, ce décalage est Δ ∼80 MHz. Pour calculer le propagateur des molécules, il faut maintenant sommer sur le même type de diagramme qu’auparavant (figure 2.5), en considérant les deux canaux ouverts possibles. Le propagateur s’écrit sous la même forme qu’auparavant avec la self énergie [63],

Σ(z) = Σ_{HF}(z) + Σ_{dip}(z − Δ) (9.13)

où = Σ_{HF}(z) et Σ_{dip}(z − Δ) sont de la forme de l’équation 9.5 et correspondent aux deux canaux couplés respectivement par l’interaction hyperfine et par l’interaction dipolaire magnétique. Cela correspond donc au propagateur suivant : 1 G(z)

= (λ − δ) + (1 + μ)z + i g_{HF} 6π m ℏ^2 (mz ℏ^2

)_{3/2} + i g_{dip} 6π m ℏ^2 ( m(z − Δ) ℏ^2

)_{3/2} (9.14)

avec μ = μ_{HF} + μ_{dip} (9.15) et λ = λ_{HF} + λ_{dip} − μ_{dip}Δ (9.16)

Le pôle correspondant à l’énergie des molécules dans la limite des énergie de liaison faible est alors le même que précédemment mais il y a une partie imaginaire qui correspond à la

1Pour le canal (+1/2, −1/2), l’analyse n’est pas évidente car il faut tenir compte d’un éventuel mauvais mélange (non 50-50) des deux états de spin.

Figure 9.5 – Schéma des différents états impliqués dans une résonance de Feshbach en onde p. L’état |3⟩ est l’état lié du potentiel singulet responsable de la résonance. L’état |1⟩ est le canal entrant ; il est couplé à l’état |3⟩ par l’interaction hyperfine. L’état |2⟩ est le canal de pertes dipolaires. Cet état est couplé à l’état |3⟩ par l’interaction dipolaire magnétique entre les spins électroniques. Ce niveau est décalé d’une énergie Δ par rapport aux deux autres niveaux.

durée de vie des molécules par couplage dipolaire. On peut ensuite calculer le coefficient g_2(E) des pertes dipolaires et la section efficace de diffusion σ(E) pour les collisions à énergie E. On trouve, dans la limite E ≪ Δ et g_{dip} ≪ g_{HF} :

g_2(E) = KE (E − δ̃)^2 + ℏ^2γ^2/4

(9.17)

σ(E) ==

K^′E^2 (E − δ̃)^2 + ℏ^2γ^2/4

(9.18)

avec δ̃ = δ − λ 1 + μ

(9.19)

et ℏγ/2 = 1 1 + μ g_{HF} 6π m ℏ^2 ( mE ℏ^2

)_{3/2}

ℏγ_{el}/2 + 1 1 + μ g_{dip} 6π m ℏ^2 ( m|Δ| ℏ^2

)_{3/2}

ℏγ_{inel}/2

(9.20)

où K et K^′ sont des constantes. On a une résonance quand l’énergie de la molécule habillée correspond à l’énergie de collision E. Comme E est toujours positif, la résonance n’apparaît que pour un état moléculaire habillé d’énergie positive. La largeur γ comporte deux termes, γ_{el} et γ_{inel} qui correspondent à la dissociation de la molécule habillée dans chacun des deux canaux ouverts. γ_{inel} est le taux de pertes moléculaires par dissociation dans le canal ouvert couplé par l’interaction dipolaire magnétique.

Un calcul multi-canaux complet incluant le terme d’interaction dipolaire est possible et on peut donc comparer les résultats avec notre modèle théorique simple. Les résultats correspondent de façon tout à fait remarquable (voir figure 9.6) ; on pourra se reporter à

Figure 9.6 – Taux de pertes dipolaires g_2(E) au voisinage de la résonance en onde p dans le canal (−1/2, −1/2) par couplage avec l’état moléculaire m_l = 0. Les points correspondent à un calcul multi-canaux. La courbe est un ajustement par la fonction 9.17 dont l’accord avec la théorie complète est remarquable. La position de la résonance en énergie 7.5 μK correspond à un décalage par rapport à la position de la résonance en champ magnétique de 70 mG.

l’article [63] pour plus de détails^2. Les valeurs de K, μ et γ à placer dans l’expression 9.17 sont répertoriées dans le tableau 9.2. La comparaison avec le calcul numérique multi-

(m_{f1} , m_{f2} ) K cm^3 · μK · s^{−1} γ μK μ sans unité (1/2,-1/2) 1.21 × 10^{−13} 0.05 0.085 (-1/2,-1/2) 7.33 × 10^{−13} 0.08 0.144

Table 9.2 – Paramètres caractérisant les pertes dipolaires via le couplage dipolaire en onde p pour les canaux (1/2, −1/2) et (−1/2, −1/2).

canaux permet aussi de déterminer dans le cadre de ce modèle les taux de pertes γ_{inel} pour les molécules de m_l différent. Dans les deux canaux considérés, le temps de vie des molécules est environ 10 ms pour m_l ∈ {0, 1} et 10^4 fois plus grand pour m_l = −1 [63]. Cette différence est due à la conservation du moment cinétique total qui rend impossible le couplage dipolaire en onde p vers le canal ouvert pour m_l = −1 (le premier terme non nul est alors le couplage en onde f). Le point important est que la durée de vie des molécules

2En fait, le couplage dipolaire est responsable d’une levée de dégénérescence entre les états moléculaires dans les différents m_l [200] et on trouve non pas une résonance mais trois. Pour chaque courbe, on trouve un très bon accord avec notre modèle. Compte tenu des températures typiques mises en jeu dans nos expériences, on peut considérer toutes ces résonances comme superposées.

Figure 9.7 – Coefficient de pertes dipolaires G_2 pour un gaz classique. Le maximum de pertes correspond à δ̃ = 3k_BT/2. A gauche de résonance, pour δ̃ < 0, les pertes sont fortement réduites car il n’y plus d’énergie pour laquelle le processus de pertes est résonnant.

limitée par la dissociaton vers le canal ouvert d’énergie inférieure semble suffisante pour permettre leur observation.

Comparaison avec les données expérimentales

Pour calculer le taux de pertes effectif G_2 dans un gaz, il faut alors faire la somme de g_2(E) sur les différentes énergies de collisions dans le nuage. Dans la limite où δ̃ ≫ ℏγ, ce qui correspond bien aux conditions expérimentales, on peut considérer la résonance comme une fonction de Dirac, et on trouve alors facilement [62] :

G_2 ≃ 4 √ π K ℏγ ( δ̃ k_BT

)_{3/2} e^{−δ̃/kBT} (9.21)

C’est cette fonction dont on connait tous les paramètres qui est utilisée pour la comparaison avec les expériences (voir figure 9.7). La position du maximum de G_2 dépend de la température et correspond à δ̃ = 3k_BT/2. De plus, la largeur du pic de pertes (en terme de δ̃) est de quelques k_BT . Dans les conditions où nous avons localisé les résonances par la présence de pertes, c’est à dire à une température T = 15 μK, on s’attend à trouver le maximum de pertes à 0.15 G de résonance et la largeur du pic de pertes doit être de l’ordre de quelques 0.1 G. La largeur mesurée expérimentalement, 0.5 G, est du bon ordre de grandeur (figure 9.2).

L’ajustement de la dépendance des pertes en fonction de la température est reporté sur la figure 9.3. Les paramètres K et μ utilisés ceux du tableau 9.2. Le seul paramètre ajustable est le décalage exact en champ magnétique par rapport à la position de la résonance

9.3. MOLÉCULES EN ONDE P 127

Feshbach. On arrive à reproduire les deux comportements observés, apparemment très différents, à partir de notre modèle. Le décalage par rapport à la résonance de Feshbach est ajusté à 0.04 G (resp. 0.3 G) dans le canal (−1/2, −1/2) (resp. (1/2, −1/2)) et cette différence de quelques dixièmes de Gauss induit des comportements en température très différents. Ces décalages en champ magnétique sont tout-à-fait possibles compte-tenu de la largeur de la résonance observée expérimentalement ≃ 0.5 G (figure 9.2). Le comportement de G_2 en fonction du champ magnétique peut aussi être mesuré directement en changeant non pas la température du nuage mais le champ magnétique sur chacune des deux résonances.

9.3 Molécules en onde p

Nous avons ensuite essayé de produire des molécules en onde p. Notre technique de mesure est analogue à celle utilisée pour détecter les molécules en onde s [61,116] présentée dans le chapitre 6. On s’intéresse dans un premier temps à des molécules dans le canal (1/2, −1/2) D’abord les molécules sont formées en variant le champ magnétique de 190 G, à 185 G à travers la résonance de Feshbach. Deux mesures sont ensuite comparées. Cas 1 : le champ magnétique est encore diminué jusqu’à 176 G en 2 ms, puis celui-ci est coupé complètement. Les molécules deviennent alors fortement liées et ne sont donc pas détectées par le laser d’imagerie qui est résonnant avec la transition atomique. Cette méthode permet de connaître le nombre d’atomes libres N_1. Cas 2 : Le champ magnétique est remonté en 2 ms jusqu’à 202 G au dessus de la résonance de Feshbach. Les molécules sont dissociées en atomes. Cette méthode permet donc de compter le nombre N_2 d’atomes aussi libres qu’impliqués dans une molécule. Le nombre de molécules dans le piège est donc (N_2 − N_1)/2. Après une moyenne sur 25 images, on trouve N_1 = 7.1(5) × 10^4 et N_2 = 9.1(7) × 10^4, ce qui correspond à une fraction moléculaire de 0.2(1). Cette fraction est faible mais semble significative. De façon surprenante, la même technique appliquée au canal (1/2, 1/2) ne montre pas de signal de création de molécules, alors que ce canal ne présente pas de pertes dipolaires. Cette différence pourrait s’expliquer par des taux de pertes différents dans les processus à deux corps molécule-molécule ou atome-molécule dans les deux canaux considérés. L’étude des possibilités de formation de molécules en onde p mérite d’être pousuivi. Cela permettrait de mieux comprendre les processus de relaxation des molécules. Si on arrive à condenser des molécules en onde p, les perspectives d’étude de la transition BEC-BCS en onde p sont encourageantes [193, 194].

Conclusion

Les travaux présentés dans cette thèse regroupent des résultats concernant les gaz de Fermi ultrafroids en interaction au voisinage de résonances de Feshbach en onde s et p. Le dispositif expérimental permettant de refroidir et de piéger magnétiquement les atomes, puis de les transférer un piège optique nécessaire à nos expériences est décrit.

Notre compréhension du phénomène de résonance de Feshbach et de ses implications dans un système d’atomes froids a considérablement progressé pendant ma thèse. Nos expériences antérieures sur les solitons brillants d’onde de matière ne nécessitaient que la connaissance de la variation de la longueur de diffusion proche d’une résonance de Feshbach. L’importance de l’existence, pour a > 0, d’un état faiblement lié, c’est-à-dire un état moléculaire dans le système à 2 corps a ensuite été démontrée à la fois dans les gaz de bosons et de fermions. Ces deux aspects sont explicités à l’aide d’un modèle théorique à deux canaux qui inclut explicitement l’état moléculaire à courte portée responsable de la résonance. Expérimentalement, en traversant la résonance de Feshbach, nous avons produit des molécules faiblement liées^6Li_2, et observé leur remarquable stabilité proche du pic de résonance qui est une belle conséquence du principe de Pauli. Le taux de production de molécules ainsi que l’évolution de la température en fonction du champ magnétique est en accord avec un modèle où le nuage de molécules est en équilibre thermodynamique, c’est-à-dire à la fois équilibre thermique et chimique avec le gaz atomique. Nous avons aussi montré que la formation ainsi que la dissociation des molécules en variant le champ magnétique est un processus réversible.

La mesure de temps de vie de l’ordre de la seconde pour ces molécules proche du pic de résonance a ouvert la possibilité d’étudier leur condensation de Bose-Einstein. Un tel condensat est un système quantique nouveau et fascinant. La force des interactions entre molécules est ajustable et on peut accéder à des régimes d’interaction beaucoup plus forts qu’avec les condensats d’atomes bosoniques étudiés auparavant. Des techniques de mesures nouvelles pour identifier les molécules et réaliser une mesure de leur distribution de vitesse ont été mises au point.

Un aspect particulièrement intéressant est la possibilité de varier de nouveau le champ magnétique, à travers la résonance, à partir d’un condensat de Bose de molécules. On peut ainsi changer de façon réversible la force des interactions et étudier la transition dite BEC-BCS entre un condensat de molécules et un état BCS, caractérisé par l’existence de paires de Cooper. On s’intéresse ici à des propriétés à N-corps, qui ne sont pas encore bien comprises théoriquement dans le régime d’interaction forte. Expérimentalement, nous avons mesuré la distribution à 2D du gaz après expansion dans la zone de transition. Deux quantités sont particulièrement intéressantes, l’anisotropie et l’énergie relâchée dans l’expansion. Les différentes expériences réalisées dans le régime BEC-BCS confirment que la transition de phase superfluide a été atteinte dans le régime a > 0, et les défits dans ce domaine concernent des méthodes de caractérisation du gaz qui pourraient permettre de mieux comprendre la nature de ce système en interaction forte.

Enfin, nous avons étudié les résonances de Feshbach en ondes p entre les états de |F = 1/2⟩. La nature des pertes, deux corps ou trois corps, proche des différentes résonances, est explicitée. Un modèle de couplage dipolaire simple reproduit une partie des résultats. La possibilité de former des molécules stables en onde p permettrait l’étude d’un autre type de transition BEC-BCS avec un couplage en onde p.

Les perspectives ouvertes à la suite de ces expériences sur les gaz de fermions en interaction forte sont multiples comme le montre le nombre important d’expériences de fermions ultrafroids qui sont en train d’être montées. Deux axes semblent particulièrement prometteurs : la formation de molécules associant deux atomes différents permettraient d’avoir des interactions dipolaires électriques. Les conséquences de ce type d’interaction anisotrope et à longue portée pourraient être étudiées [201,202,203,204,205,206,207]. Les fermions ou des mélanges fermion-boson en interaction dans les réseaux optiques [208] donnent lieu à des diagrammes des phases extrêmement riches [209,210,211,212,213]. Les atomes froids pourraient aider à la compréhension de problèmes non résolus de physique du solide.

Publications