N

N

Transport quantique d’ondes atomiques ultrafroides:
localisation d’Anderson et laser a atomes guidé.

Alain Bernard

» To cite this version:

Alain Bernard. Transport quantique d’ondes atomiques ultrafroides: localisation d’Anderson et laser
a atomes guidé.. Physique Atomique [physics.atom-ph]. Université Pierre et Marie Curie - Paris VI,
2010. Francais. NNT: . tel-00554880

HAL Id: tel-00554880
https://pastel.hal.science/tel-00554880

Submitted on 11 Jan 2011

HAL is a multi-disciplinary open access L’archive ouverte pluridisciplinaire HAL, est
archive for the deposit and dissemination of sci- destinée au dépot et a la diffusion de documents
entific research documents, whether they are pub- scientifiques de niveau recherche, publiés ou non,
lished or not. The documents may come from émanant des établissements d’enseignement et de
teaching and research institutions in France or recherche francais ou étrangers, des laboratoires
abroad, or from public or private research centers. publics ou privés.


https://pastel.hal.science/tel-00554880
https://hal.archives-ouvertes.fr

I\

uPmc NsTITUT
d'OPTIQUE

MR Al PARIS GRADUATE SCHOOL

THESE DE DOCTORAT DE
L’UNIVERSITE PIERRE ET MARIE CURIE

Spécialité : Physique quantique
Ecole doctorale de physique de la région parisienne

présentée par
Alain BERNARD

pour obtenir le grade de Docteur en Sciences de I’'Université Pierre et Marie Curie

Transport quantique d’ondes
atomiques ultrafroides

LOCALISATION D’ANDERSON
LASER A ATOMES GUIDE

These soutenue le 26 novembre 2010 devant le jury composé de :

M. Alain ASPECT Directeur de these
M. Philippe BOUYER Co-directeur de these
M. David GUERY-ODELIN Rapporteur

M. Vincent JOSSE Membre invité

M. Bruno LABURTHE-TOLRA Examinateur

M. Christophe SALOMON Président

M. Peter SCHLAGHECK Rapporteur






(...) a great drama played with the electrons as actors (...) with the
only difference that the scene as well as the actors may be a thousand
billion times smaller than we are accustomed to from the Royal Opera.
No scientist has seen the score of this musical of life itself, and no
one will probably ever be able to see it in its entirety - only a few have
been granted the privilege of seeing small fragments in the form of
isolated ballets, often with a hero and sometimes with a ballerina.

Pr. Per-Olov Lowdin
Discours de présentation du prix Nobel 1977.
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Introduction

Conséquence de la théorie quantique développée par Albert Einstein en 1924,
la condensation de Bose-Einstein [1,2] n’a pu étre observée qu’en 1995 sur des gaz
d’atomes alcalins dilués [3-5], notamment grace au développement des méthodes
de refroidissement laser [6-8] et d’évaporation [9]. Aujourd’hui, bien que les
systemes permettant de réaliser un condensat de Bose-Einstein soient toujours
extrémement complexes, ils offrent paradoxalement un controle tres précis des
parametres expérimentaux :

— Le controle du potentiel auquel sont soumis les atomes permet de les faire
évoluer dans différentes géométries. Ceci est particulierement intéressant
puisque la physique des basses énergies peut dépendre de fagon critique de
la dimensionnalité. Par exemple, & une dimension, il est possible d’observer
avec un gaz de bosons le régime de Tonks-Girardeau [10,11]; et & deux
dimensions, la transition de Berezinskii-Kosterlitz-Thouless [12,13].

— Les interactions inter-atomiques sont contrdlables par le biais des réso-
nances de Fano-Feschbach, qui peuvent étre conduites par ’application
d’un champ magnétique [14].

— La densité atomique peut étre imagée directement, soit en mesurant 1’ab-
sorption d’une onde a résonance & la traversée du nuage atomique, soit
en mesurant la fluorescence émise par les atomes éclairés par une onde a
résonance.

Il est ainsi possible de réaliser des systemes idéaux, qui permettent de si-
muler des problémes théoriques complexes de physique de la matiere conden-
sée [15,16]. Deux exemples emblématiques illustrent parfaitement cette possibi-
lité : la réalisation expérimentale du modele de Bose-Hubbard [17] (Fig. 1.a), qui
décrit la compétition entre les interactions inter-atomiques et I'effet tunnel dans
un réseau; et I'observation de la transition vers le régime de Bardeen-Cooper-
Schrieffer [18,19], a lorigine de la supra-conductivité (Fig. 1.b).

Localisation d’Anderson

Les expériences décrites dans ce manuscrit s’intéressent en particulier a
un phénomeéne spectaculaire de la théorie du transport quantique en matiére
condensée : la localisation d’Anderson. Initialement prédite pour des systemes de
spins électroniques en matiere condensé, ce phénomene provient d’interférences
entre les différents chemins de diffusion a l'intérieur du matériau. Il est a l’ori-
gine de la transition métal-isolant observée pour des matériaux semi-conducteurs
désordonnés tels que le sillicium dopé [22] ou certains mélanges AlGaAs [23]
(Fig. 2.a). Du fait de la décohérence liée aux phonons thermiques présents dans
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FIGURE I: a) Image in-situ d’atomes froids chargés dans un réseau optique. Figure
extraite de [20]. b) Condensation de Bose-FEinstein du*° K, fermionique, aprés formation
de molécules. Figure de M. Greiner [21].

ces systeémes, et aussi des interactions inévitables entre les électrons (qui rendent
nécessaire une description physique plus complexe des systémes), les mesures de
conductivité et de susceptibilté diélectrique réalisées sur ces matériaux n’ont pas
permis une étude trés quantitative du phénomene [24].

Son origine étant liée au caractere ondulatoire de la matiere, des expé-
riences modeles ont pu étre réalisées a partir des années 1990 avec des ondes
classiques [25], notamment a partir d’ondes acoustiques [26] et électromagné-
tiques dans les domaines micro-ondes [27,28] et optiques [29] (Fig. 2.b). Bien
que facilement contrélables et insensibles aux interactions, ces systémes ont un
inconvénient majeur : ils sont soumis & ’absorption, qui se traduit par des effets
similaires sur la transmission des milieux. Afin de faire la différence entre ces
deux phénomenes, on peut alors observer soit les fluctuations de la transmis-
sion [28], soit la dynamique de localisation [30-32]. Récemment, des expériences
ont par ailleurs pu étre réalisées dans des réseaux photoniques [33-35], avec les-
quels il est a la fois possible d’expérimenter différents modeéles de désordre et de
contrdler les interactions par effet Kerr.

Ce n’est qu’assez récemment que les atomes froids ont été proposés pour
étudier le phénomene de localisation [36]. Les premiéres expériences, réalisées
en 2005 [37-40], a 'aide d’un désordre créé par une figure de tavelures op-
tiques, n’ont toutefois pas été concluantes, en partie du fait d’interactions inter-
atomiques trop importantes. Les travaux théoriques qui ont suivi [41-43] ont
permis de mieux comprendre le régime dans lequel il était nécessaire de se placer,
et en 2008, la localisation d’Anderson a pu étre observée a une dimension dans
notre équipe [44]. En parallele, le groupe de Massimo Inguscio & Florence a quant
a lui mis en évidence le phénomeéne dans un réseau bichromatique unidimension-
nel, reproduisant le modéle d’Aubry-André [45], qui présente une transition vers
un régime localisé [46].

Les atomes froids ont aussi été utilisés pour démontrer la localisation d’An-
derson dans I’espace des impulsions a partir de systémes appelés rotateurs forcés
(kicked-rotor). Le hamiltonien qui décrit ces systémes peut en effet étre identifié
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FIGURE 2: a) Conductivité électrique d’un échantillon de Aly3Gag7As présentant une
transition de type métal-isolant. Figure extraite de [23]. b) Propagation de la lu-
miére dans un réseau photonique désordonné bi-dimensionnel. Avec ’augmentation du

désordre, la distribution d’intensité tend vers une forme exponentielle. Figure extraite
de [33].

au hamiltonien décrivant la localisation d’Anderson, en remplacant les variables
d’espace par les variables d’impulsion [47]. Il est par ailleurs possible d’explorer
avec ces systemes la localisation d’Anderson a différentes dimensions par 1’ajout
de fréquences de kick. Les expériences ont été réalisées a 1D [48], ainsi qu’a 3D
dans 1’équipe de Jean-Claude Garreau a Lille [49,50], ou elles ont permis de
déterminer un ezxposant critique de la transition v = 1,4 40, 3 trés proche de la
valeur attendue [51,52]. La détermination précise de ces exposants critiques est
encore aujourd’hui un enjeu pour lequel les atomes froids pourraient étre utili-
sés [53], et il s’agit d’un des objectifs de I'expérience décrite dans ce manuscrit.

Au-dela de ¢a, la compréhension de l'effet des interactions sur le phéno-
mene de localisation serait particulierement intéressante tant la question est
complexe dans les systémes condensés [24]. Ne serait-ce que dans un simple
systéme bosonique, la description théorique de I’action réciproque entre la lo-
calisation d’Anderson et les interactions répulsives est I'objet d’un intense tra-
vail théorique [54-61]. Récemment, les premiéres réponses expérimentales ont
pu étre données pour des interactions faibles dans le cas unidimensionnel dans
les groupes de Massimo Inguscio a Florence [62], et dans le groupe de Randall
Hulet & Houston [63]. Le groupe de Brian DeMarco & Urbana a quant a lui déve-
loppé un systeme expérimental permettant de réaliser le modele de Bose-Hubbard
désordonné, et de sonder ainsi le régime des interactions fortes [64]. Dans ces sys-
temes fortement corrélés, d’autres effets peuvent par ailleurs étre observés, tels
que I’abaissement de la température de condensation du fait du désordre [65-67],
ou encore 'apparition d’une phase isolante appelée verre de Bose, dont les condi-
tions exactes d’apparition restent controversées [68-72] et pour laquelle de ré-
centes expériences commencent & apporter des réponses [64, 73].
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Laser a atomes guidé

Les expériences que nous avons jusqu’a présent réalisées pour observer la
localisation d’Anderson consistent & faire évoluer des ondes de matiéres issues
d’un condensat de Bose-Einstein en expansion sous l'effet des interactions inter-
atomiques. Le paquet d’onde de matiére ainsi réalisé contient un spectre large
de longueurs d’onde de de Broglie. Afin d’obtenir une source atomique plus
monochromatique, il est possible d’extraire de maniére cohérente des ondes de
matiere d’un condensat, qui joue alors ’analogue d’une cavité optique de laser.
De tels dispositifs, appelés laser a atomes, ont été réalisés peu apres I'obtention
des premiers condensats de Bose-Einstein (Fig. 3), en appliquant une impulsion
radiofréquence a résonance sur une transition hyperfine entre les niveaux pié-
geant et non-piégeant ou anti-piégeant [74,75]. D’autres méthodes ont plus tard
été utilisées telles que la décroissance Landau-Zener du condensat dans un piege
optique penché [76], ou plus récemment le transfert d’impulsion par transition

Raman [77].
i I i =

MIT'97 Munich’99 Yale’98  NIST'99 Canberra’10

ENS'09

FIGURE 3: Sélection de différentes réalisations de laser a atomes.

Afin d’améliorer les performances de tels lasers, notamment en vue de leur
applications éventuelles dans le domaine de 'interférométrie atomique et des
mesures de précision [78,79], des études ont été réalisées afin d’augmenter le
flux [80], le taux de répétition [81], la qualité du front d’onde [80,82,83] ou
encore de réduire les fluctuations atomiques sous le bruit de projection quantique
(squeezing) [84]. Au-dela du couplage, le contrdle de la propagation du faisceau
est une question importante puisque, les atomes étant soumis a l'accélération de
gravité, leur propriétés spectrales, a savoir une grande longueur d’onde associée
a la source froide et une faible dispersion spectrale, sont rapidement dégradées.
La solution consiste alors a compenser cet effet soit en appliquant un gradient
de champ magnétique adapté [85], soit en couplant le laser dans un guide d’onde
[86-89]. L’outil dont on dispose alors est parfaitement adapté a 1’étude de la
propagation d’onde de matiere en interaction dans des structures de potentiel
créées optiquement.



Introduction

Travail de thése

Le travail de theése présenté dans ce manuscrit a été réalisé au sein du groupe
d’optique atomique du Laboratoire Charles Fabry, dirigé par Alain Aspect. Mon
travail a commencé a Orsay, au batiment 503, sur 'expérience Pince, dont la
spécificité est la génération d’'un condensat de rubidium 87 dans un piege hy-
dride obtenu a I'intersection d’une pince optique et d’un piege magnétique. Jus-
qu’alors, le travail réalisé sur cette expérience s’était principalement concentré
sur ’étude des lasers a atomes, d’abord gravitationnels, puis guidés. Suite a ’ar-
rét de 'expérience BEC 1 en 2007, les thématiques de I’étude de ’expansion d’un
condensat de Bose-Einstein dans un potentiel désordonné ont été transférées sur
notre expérience au moment ou j’ai rejoins ’équipe. J’ai ainsi pu participer a
la premiére observation directe de la localisation d’Anderson sur un échantillon
d’atomes froids [44]. L’excitation que cette expérience a suscité dans toute la
communauté aidant, la décision fut prise d’étendre ce travail aux dimensions
supérieures, et, en ce qui nous concerne, au cas tridimensionnel. Le projet étant
techniquement ambitieux, nous avons profité du déménagement pour réaliser une
profonde modernisation du systeme expérimental. La plupart du travail effectué
dans cette thése correspond par conséquent au montage de cette expérience. Au
moment ou j’écris ces lignes, I'expérience de localisation d’Anderson a 3D est
menée et devrait sans aucun doute donner de nombreux résultats dans les mois
qui viennent.

En parallele, un travail important a été mené afin de comprendre le couplage
du laser a atomes guidé réalisé auparavant dans 1’équipe. Le couplage étant réa-
lisé par une transition radiofréquence entre deux niveaux hyperfins, la stabilité
du biais magnétique est une question fondamentale dans la détermination de sa
largeur spectrale (bruit haute fréquence), ou dans la reproductibilité coup a coup
du laser (bruit basse fréquence). Au-dela de ga, les effets d’interaction aussi bien
que les effets de température finie conduisent a un élargissement spectral dont
leffet a été étudié numériquement. Ces études sont un préalable indispensable
dans l'objectif de réaliser des expériences de transmission quantique (effet tun-
nel) avec un faisceau atomique quasi-monochromatique, que ce soit a travers une
simple barriere, une cavité atomique ou une tranche de potentiel désordonné.

Plan du mémoire

Ce manuscrit est organisé de la fagon suivante :

— Dans le premier chapitre, je décris en détail le nouveau systeme expéri-
mental. Les modifications apportées par rapport au systeme décrit dans
les theses précédentes étant importantes, je reprends ici point par point
toutes les étapes menant a la condensation. J’y décris aussi la nouvelle
chambre de science et son systéme de lévitation magnétique qui a été spé-
cifiquement concu pour permettre 'expérience de localisation d’Anderson
a trois dimensions.

— Le deuxiéme chapitre est entierement consacré aux expériences de locali-
sation d’Anderson. Je commence par rappeler les résultats obtenus & Or-
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say sur un systéme unidimensionnel, puis je présente les caractéristiques
spécifiques du cas tridimensionnel, et donne des résultats expérimentaux
préliminaires.

Le troisieme et dernier chapitre est quant a lui consacré a I’étude d’un
outil qui pourrait se révéler particulierement pertinent pour 1’étude des
phénomenes de propagation quantique unidimensionnels, a savoir le laser
a atomes guidés. Je présente ici le domaine d’utilisation de cet outil et
présente quelques expériences adaptés a son utilisation.









CHAPITRE 1

Production d’une source
cohérente d’ondes de matiere

Les pinces de notre esprit sont des pinces grossiéres;

en saisissant la vérité, elles la déforment toujours un peu.
Herbert George Wells

Choses premieres et dernieres

Ce chapitre est dévolu a la description du systéme expérimental construit du-
rant cette thése, et dont la spécificité réside dans la création d’un piege hybride,
intersection d’un piege magnétique et d’un piege optique. Celui-ci est directement
hérité de son ancétre d’Orsay [90-93], avec lequel ont notamment été réalisées
les premieres expériences de localisation d’Anderson d’ondes de matiere a une
dimension (§ 2.3) et les premiers lasers a atomes guidés (§ 3.1). Ce dispositif
nous permet en effet d’étudier des phénomenes de transport quantique a une
dimension, le pieége optique agissant comme un guide d’onde pour les atomes
en expansion a partir d’un condensat de Bose-Einstein. Cette source atomique
permet, outre sa cohérence, de travailler avec des longueurs d’onde de de Broglie
AgB suffisamment grandes pour que les atomes exhibent un caractere quantique
lors de leur diffusion sur des structures de potentiel créées optiquement (et dont
les dimensions sont limitées par diffraction, cf. § 3.4.1).

L’évolution majeure par rapport a 'expérience d’Orsay est la possibilité de
transporter les atomes dans le piege optique vers une seconde chambre de science,
offrant un acces optique plus important. Celle-ci est équipée d’un piege dipolaire
croisé permettant d’atteindre la condensation, ainsi que d’un systeme de 1évi-
tation magnétique qui nous permet désormais d’envisager des expériences de
transport quantique a trois dimensions.

Dans ce chapitre, nous commencons par donner un bref rappel théorique sur
la condensation de Bose-Einstein. Nous décrivons ensuite le dispositif expéri-
mental, en commencant par I’enceinte a vide, puis le banc optique qui génere les
lasers permettant le refroidissement des atomes (dans la premieére chambre de
science), et enfin le dispositif d’imagerie. Nous détaillons ensuite 1’ensemble du
cycle expérimental permettant d’atteindre la dégénérescence dans la premiere
chambre de science, puis dans la deuxiéme aprés un transport dans une pince
optique. Nous décrivons enfin le systéme de lévitation magnétique, et montrons
les premiéres expansions a trois dimensions observées sur ce systéme.
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CHAP 1 - PRODUCTION D’UNE SOURCE COHERENTE D’ONDES DE MATIERE

1.1 La condensation de Bose-Einstein

Dans cette premiere partie, nous allons donner le formalisme général régis-
sant ’évolution des condensats de Bose-Einstein [94], avec lequel sont décrites les
expériences présentées dans ce manuscrit. Nous rappellerons en particulier ’ap-
proximation dite de Thomas-Fermi qui donne une description fidele des conden-
sats obtenus expérimentalement, ainsi que 'approximation du régime quasi-1D
adaptée a la propagation des ondes de matiéres dans un guide optique. En-
fin, nous donnerons les lois d’échelle régissant 1’expansion libre des condensats
lorsque les potentiels de piégeage sont brusquement éteints.

1.1.1 Saturation des états excités

Le phénomene de condensation de Bose-Einstein est une conséquence directe
du caractere bosonique des particules étudiées. Celles-ci sont alors décrites par
la statistique quantique de Bose-Einstein, qui exprime le nombre d’occupation
moyen des niveaux d’énergie €; (¢p = 0) d’un piége & une température 7' donnée :

(N(e)) = — (1.1)

A
z~leksT — 1

ou z = e’“BLT est la fugacité du gaz définie a partir de son potentiel chimique pu.
Celui-ci étant nécessairement négatif ((IN(ep)) > 0), cette relation est a 'origine
d’une saturation des états puisqu’un nombre maximal d’atomes dans un état
d’énergie ¢; a la température T' est atteint pour z = 1 [95]. Ainsi, pour un piege
harmonique 3D isotrope, de fréquence w, la nombre maximal d’atomes dans
I’ensemble des niveaux excités est donné par :

oo

Ny 1) = > — 22— (12)

n=le kBT —1

ou g, est la dégénérescence de 1’état d’énergie €, : g, = . On montre

alors que [94] :

(n+1)(n+2)
2

"’BT)g (1.3)

NiwslT) = 63) (5

ou la fonction ¢ correspond & une série de Riemann : {(3) ~ 1, 202.

La saturation des états excités intervient lorsque le nombre d’atomes piégés
N est tel que : N > N/ .. (T). Les atomes s’accumulent alors dans 1’état fonda-
mental du pitge : ¢’est le phénomene de condensation de Bose-Einstein. A partir

de la relation 1.3, la température critique de la transition est donnée par :

fiw N 1/3
°" kp (1,202) (14)
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On notera que le phénomene est particulierement non trivial puisque kg7, >
hw. Qualitativement, il correspond a 'apparition d’effets quantiques sur la sta-
tistique du gaz. On peut en effet montrer que la transition correspond au recou-
vrement des paquets d’ondes individuels, c’est & dire a une densité dans I’espace
des phases :

D =noAdp ~ 1 (1.5)

ou ng est la densité atomique au centre du piege et A\gg =
d’onde de de Broglie des atomes du gaz.

h
W, la longueur

1.1.2 Equation d’évolution d’un condensat de Bose-Einstein

La description théorique d’un condensat de Bose-Einstein requiert la prise en
compte des interactions inter-atomiques. Aux températures considérées, on peut
se contenter d’une description en terme de diffusion dans I'onde s, caractérisée
par un unique paramétre a, appelé longueur de diffusion [96] (a (37 Rb) = 5,3 nm
[97]), le signe positif de la longueur de diffusion indiquant le caractére répulsif des
interactions. Les densités atomiques considérées ici, de Pordre de n ~ 10 cm™3,
restant trés faibles (na® < 1), le gaz est dit dilué et les interactions peuvent étre
traitées par une approximation de champ moyen.

Le potentiel correspondant s’écrit : Veon(r) = geonn(r) oll geon = est
la constante de couplage due aux collisions et n(r,t) est la distribution de
densité atomique dans le condensat. I’évolution de la fonction d’onde ¥(r,t)
(|¥(r,t)]> = n(r,t)) dun condensat de Bose-Einstein soumis & un potentiel
extérieur Veye quelconque est alors décrite par 1’ équation de Gross-Pitaevskii :

Arha
m

SOV _
ot

“2m

ov h?
[ V + Vext + Geoll ‘W‘Q] v (16)

A Déquilibre, le condensat est décrit par la solution stationnaire :

B(r, 1) = Bo(r) exp <_;“t) avec /dr|<1>0(r)|2 — Ny (1.7)

avec {1 le potentiel chimique du condensat. L’équation de Gross-Pitaevskii (Eq. 1.6)

s’écrit alors sous une forme indépendante du temps :

h2
[—mv + Vext + Geoll |(I)0‘2‘| ®y = ,U(I)O (1-8)

Le potentiel chimique p correspond donc a 1’énergie nécessaire pour retirer un
atome du condensat, i.e. a I’énergie par particule, augmentée de la contribution
que la particule apporte a I’ensemble des autres particules :

_ Ecin + Epot + 2E‘int
No

I (1.9)
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1.1.3 Approximation de Thomas-Fermi

Dans un piege harmonique, la taille du mode fondamental de I’oscillateur har-
monique ¢ = /A/(mw) nous donne une échelle de longueur a partir de laquelle
on peut évaluer I’énergie cinétique et 1’énergie d’interaction du condensat :

h2
2mao?
Ng 1

2 %7703

Ecin ~ NO

(1.10)

Si le nombre d’atomes est important (Ny > o/a), on peut négliger 1’énergie
cinétique devant 1’énergie d’interaction. L’équation de Gross-Pitaevskii indépen-
dante du temps 1.8 prend alors une forme extrémement simple :

‘/ext+gcoll|q>0|2 = u (111)

Cette équation admet pour solution une fonction d’onde qui reproduit les
variations du potentiel de piégeage :

= Veu(r) 0} (1.12)

Geoll

En particulier, dans le cas d’un piege harmonique 3D de fréquences w; (avec
i = x,y,%), le profil de densité du condensat prend la forme d’une parabole

inversée :
2 2 2
n(r) =nomax |1 — (;;) - (é) - (ng) ,0 (1.13)

avec ng = i/geon = 15Ny /SWRnyRZ. Les parametres R; sont les rayons de
Thomas-Fermi du condensat, définis par :

2
R, = —'u2 pour i =z, ¥, 2. (1.14)
\/ mw:

Ceux-ci représentent 1’extension spatiale du condensat dans les différentes direc-
tions de ’espace. On remarque en particulier que R; > oy, du fait des interac-
tions répulsives qui ont tendance a élargir la fonction d’onde ®.

En normalisant la fonction d’onde au nombre de particules, on obtient I'ex-
pression du potentiel chimique p du condensat :

hao ( aNo>2/5

n(r) = max {

2 o

ou o = y/h/mw est la taille du mode fondamental de 1'oscillateur harmonique
associée a la fréquence moyenne du piege w = ([]; wi)l/ 3. La condition de validité
de 'approximation peut alors étre réécrite sous la forme p > hw; (i =, y, 2).

L’approximation de Thomas-Fermi est en pratique vérifiée pour les conden-
sats décrits dans ce manuscrit, sauf sur les bords du condensat ou la densité
s’annule [98], et dans le cas de piéges trés anisotropes pour lesquels une descrip-
tion peut étre faite dans le régime quasi-1D.
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1.1.4 Condensats dans le régime quasi-1D

Dans le cas de pieges trés anisotropes, pour lesquels la fréquence de pié-
geage transverse w, = w, = w | est tres supérieure a la fréquence longitudinale
w; = wy, les condensats peuvent étre décrits dans le cadre de 'approximation
du régime quasi-1D [99-103]. On traite alors adiabatiquement (en temps et en
espace) la dynamique transverse du condensat au cours de son évolution longi-
tudinale. On peut ainsi factoriser la fonction d’onde sous la forme :

\I/(’mt) = wj_(pa Z)¢(Z7t) (1'16)

avec la normalisation [ dp |y |* = 1, de telle sorte que :

[ o1 = 160 = mp (=) (1.17)

ou n1p est la densité linéique de probabilité.
L’équation de Gross-Pitaevskii 1.8 donne alors deux équations couplées :

h2
[_WnAL +V + geonnin(2) |¢L|21 Yy = a(z)YL

o0 12 g2 (1.18)

Le potentiel chimique effectif local fi qui apparait dans ces équations est donné
par :

_ _/ h? 2 2 4
a(z)= [ dp Vi |+ V [YL]” + geonmip [ | (1.19)

2m
Le potentiel chimique effectif est alors la somme de ’énergie cinétique trans-
verse, de I’énergie potentielle, ainsi que de 1’énergie d’interaction, qui dépend de
nip(z). Dans le cas d’un potentiel harmonique transverse, invariant par transla-

tion, donné par V(p, z) = mw? p?/2, il se simplifie dans les deux cas limites des
interactions faibles et fortes [99].

Cas des interactions faibles : régime perturbatif

Dans le cas ou anip < 1, le potentiel chimique effectif s’écrit :
ji = hw (1+ 2anip) (1.20)

Le profil de densité stationnaire est alors donné par :

2
nip(z) = 2ol - <Z> avec g1p = 2ahw | (1.21)
91D R,
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Cas des interactions fortes : régime de Thomas-Fermi

Dans le cas ot anip > 1, le potentiel chimique effectif s’écrit :

i = 2hw | \/anip (1.22)

Le profil de densité stationnaire est alors donné par :

z 2 2
nip(z) = 11651 (1 - <Rz> ) (1.23)

Cas général

Le raccordement de ces deux régimes asymptotiques peut étre dérivé dans le
cadre de I’approzimation de Zubarev et Kim [104]. Une autre maniére simple de
les raccorder est d’écrire le potentiel chimique effectif sous la forme phénoméno-
logique [103,105] :

ﬂ = ﬁval—i-élanlD (1.24)

1.1.5 Expansion d’un condensat de Bose-Einstein

Les expériences présentées dans ce manuscrit utilisent un condensat de Bose-
Einstein comme source d’ondes de matiere pour étudier les phénomenes de trans-
port quantique. Pour faire se propager ces ondes de matiere, la méthode la plus
simple consiste a couper de maniere brutale le confinement du piege dans lequel
le condensat est obtenu de sorte que ’énergie d’interaction du condensat soit
transférée, apres des temps longs devant les fréquences de confinement initiales,
en énergie cinétique.

La dynamique du condensat peut alors étre étudiée dans le cadre de 1’équa-
tion de Gross-Pitaevskii dépendant du temps. On peut montrer que, dans ’ap-
proximation de Thomas-Fermi, les condensats sont soumis a une invariance
d’échelle [106,107], la densité atomique d’un condensat selon 'axe i évoluant
selon :

T

AL(E)A2(O)A3(t) " Ni(t)

ou les fonctions d’échelle A; tiennent compte de la géométrie du piege initial et
sont données par les équations :

n(r;,t) = ,0) (1.25)

n(

() w3(0)
dg2 TNOMO DN Wi (1) (1.26)

avec les conditions initiales \;(0) = 1 et A;(0) = 0. Les rayons de Thomas-Fermi
du condensat & l'instant ¢ sont alors donnés par : R;(t) = A;(¢)R;(0). Nous
décrivons dans la suite la solution de ces équations dans différents cas simples
qui correspondent a des situations expérimentales que nous rencontrerons dans
la suite de ce manuscrit.
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Expansion a partir d’un piege isotrope 3D

Dans le cas d’une expansion 3D purement isotrope (fréquence de piégeage
initiale w), la fonction d’échelle A est donnée par 1’équation simple :

w2

Cette équation se réécrit sous la forme :

1, 271
SV = 1% ()\3 - 1> (1.28)

Pour des temps ¢ > 1/w, on obtient A ~ /2/3wt. L’énergie cinétique maxi-

male associé a ’expansion balistique du condensat vaut donc : EX* = 2u/3.

Expansion a partir d’un piége anisotrope 3D

Dans le cas d’une coupure brutale d’un piege allongé de fréquence de piégeage
wy et w, (w, K w]), le systeme 1.26 s’écrit :

) 2
X = bA, = 1.29
TN A2 A2 (1.29)

Ce systeme se résout sous la forme :

ALt) = J1+witZet
2
Wz
14+ (— tarct t)—In (/1 2t2)> 1.30
+<WJ_) (wL arctan (w t) n( +wi (1.30)
En particulier, l'ellipticité du condensat €(t) = R.(t)/ R (t) évolue suivant :

A (t)R,(0) m <wz )2 R.(0)

W= L 0R0) 2 o) RL0)

&
2

(1.31)

Le condensat étant allongé dans la direction z a l'instant initial (e(0) > 1),
on observe une inversion de ellipticité (¢ < 1) au bout d’un temps de vol de
lordre de 1/w, [3,5] .

Expansion guidée 1D

On considére une expansion guidée réalisée a partir d'un piege allongé de
fréquence de piégeage w, et w, (w, € w). A Tinstant initial, le confinement
de associé a la fréquence w, est éteint. Dans le cas ou (u — hw, ) < hw, (i.e.
régime 1D mean-field), la fonction d’onde transverse est donnée par le mode
fondamental gaussien. Les degrés de liberté transverses sont alors completement

1. Notons qu’il ne s’agit pas d’une signature indiscutable de la condensation de Bose-
Einstein [108].
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gelés et I'expansion peut étre décrite par une unique fonction d’échelle \,. Celle-
ci est donnée par ’équation simple :

A, =2 (1.32)

Pour des temps t > 1/w,, on obtient \,(t) ~ v/2w.t, de telle sorte que
ERax = 2y,

cin

Expansion guidée 3D

Dans le cas ou il n’est pas possible d’effectuer approximation précédante,
I’expansion doit étre décrite dans le cadre d’un systéme 3D allongé. Les équations
1.26 s’écrivent alors :

-, G2 W
)\J_ +WLAJ_ == \ 3 et )\z = W (133)
200 17z

L’expansion étant évidement tres anisotrope, on effectue une approximation
adiabatique pour la variable transverse :

2
Wy,
5 (1.34)

A = et).\.zz

1/4
z

Une seule fonction A = A, suffit alors a décrire ’évolution du systeme :

1. 1
§>\2 = —2u° (W — 1) (1.35)

Pour des temps ¢t > 1/w,, on obtient A\ ~ 2w,t. L’expansion est balistique
et I'énergie cinétique maximale vaut : BN = 4. Ce supplément d’énergie par
rapport au cas 1D pur correspond a l’énergie transverse du condensat, qui est
convertie en énergie cinétique longitudinale pendant la phase initiale d’expan-
sion. On notera que cette expression va forcément devenir fausse a temps long,
la parabole inversée transverse du profil de Thomas-Fermi ne pouvant tendre

vers zéro. La transition entre une description 1D et 3D est décrite dans [93].

1.2 Manipulation des atomes

Dans cette partie, nous allons décrire les deux moyens dont nous disposons
pour interagir avec les atomes, a savoir les potentiels créés par les interactions
magnétiques et optiques.

1.2.1 Potentiel magnétique

Un champ magnétique statique interagit avec le moment magnétique des
atomes neutres sous la forme d'un potentiel : Vipae(r) = —p.B(r). On peut
exprimer l'effet des forces magnétiques en terme de déplacement des niveaux



1.2 Manipulation des atomes

17

par effet Zeeman. Le décalage en énergie d’un niveau est donné par la formule
de Breit-Rabi [109], qui s’écrit pour le niveau fondamental 523, /2 du 8TRb utilisé
sur notre expérience :

A
AEL(mp) ~ Lh 2”*“”,/1 + mpé + &2 avec € = 2up |B(r)| /hAvy  (1.36)

ou Avps = 6,835 GHz est 1’écart entre les niveaux hyperfins F' = 1 et F =
2 et mp est le nombre quantique correspondant a la projection du moment
magnétique sur I'axe de quantification. Les déplacements des niveaux par effet
Zeeman sont tracés Fig. 1.1.

mF=+2
MEZ ST Lmy= 2
=

mF=-1

mg=-2

mg=-1 my=-1/2
me=0

me=+1

] ] ] ] I;

0 1000 2000 3000 4000 5000

B (G)

FIGURE 1.1: Déplacement des niveaux hyperfins de la raie fondamentale 52S1/2 du 8" Rb
sous leffet d’un champ magnétique, calculés via la formule de Breit-Rabi. Pour la lévi-
tation magnétique (§ 1.4.3), les bobines permettent d’atteindre un champ magnétique de
2000 G, pour lequel le développement a l'ordre 1 de Ueffet Zeeman n’est plus suffisant.

Pour des champs magnétiques faibles (B < hAwys/up), on peut développer
I’expression 1.36 au premier ordre en £. On obtient des déplacements propor-
tionnels au nombre quantique mp caractérisant la structure hyperfine :

hAvy 1 )

+ -m B(r
A i | B(r)|

Le potentiel magnétique créé sur chacun des niveaux hyperfins 52S; /2 est
alors simplement donné par :

Vinag(r) ~ grmpps | B(r)| (1.38)

ou gr est le facteur de Landé associé a I’état hyperfin F' (gp—1 = —1/2 et gr—g =
1/2). Etant donné I'impossibilité de créer un maximum de champ magnétique
(théoreme de Wing [110]), il est nécessaire d’avoir gpmp > 0 pour réaliser un
piege [111] (cf. § 1.4.1.3).

Pour des champs magnétiques forts (B > hAvye/up), le déplacement devient
proportionnel au nombre quantique m caractérisant la structure fine de 'atome
(cf. Fig. 1.1).

AEs(mp) ~ + ( (1.37)
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1.2.2 Potentiel optique

L’interaction entre la lumiére et la matiere peut étre décomposée en deux
contributions (qui correspondent aux termes réactifs et dissipatifs du déplace-
ment lumineux [112]) :

— Une force dipolaire Fy;,, dérivant d'un potentiel et proportionnelle a I'in-
tensité lumineuse a laquelle sont soumis les atomes [112]. Dans le cas simple
d’un atome a deux niveaux, et pour une onde lumineuse de fréquence
wr,/2m fortement désaccordée par rapport a la fréquence de la transition
atomique wp /27, ce potentiel s’écrit [113] :

2
3L 1) (1.39)

Vaip(r) = = 2w8 1)

ot I'"! est la durée de vie du niveau excité et § est le désaccord généralisé :

S:( r )1 (1.40)

wo —wL W t+wL

Le potentiel Vgi, peut donc étre soit attractif si le faisceau est désaccordé
vers le rouge de la transition atomique (wy, < wyp), soit répulsif si le faisceau
est désaccordé vers le bleu (wr, > wp).

— Une force de pression de radiation F},q correspondant aux processus d’ab-
sorption et d’émission spontanée de photons par les atomes. C’est cette
force, non conservative, qui est utilisée pour le refroidissement laser (cf.
§ 1.4.1.2). Dans le cas d’'un atome a deux niveaux, le taux d’émission
spontanée, caractérisant 'intensité de cette force, s’écrit [113] :

I' (wp\? Vaip(r)
r ==(—) =2 1.41
w(r) = 5 () 2 (1.41)
En particulier, a grand désaccord, la force de pression de radiation devient
négligeable devant la force dipolaire.

Dans le cas de 'atome de rubidium, il est de plus nécessaire de prendre
en compte sa structure multi-niveaux. Les décalages en fréquence associés a la
structure hyperfine étant négligeables devant les désaccords utilisés en pratique,
ils s’éliminent par sommation sur ’ensemble de leurs contributions. Par contre, la
structure fine doit étre prise en compte et conduit a des corrections par rapport
a Pexpression 1.39 : pour A, = 1070 nm, la correction est de 'ordre de 2%. Il
faut enfin prendre en compte la proximité des transitions vers les autres états :
pour le potentiel décrit § 3.4.1, réalisé avec une longueur d’onde de 405 nm, la
proximité des transitions vers les états 6p>P; /2,3/2 & 422 et 420 nm conduit a
une correction de I'ordre de 10% [93].

1.3 Vue d’ensemble de ’expérience

Dans ce paragraphe, nous allons décrire les principaux éléments constitutifs
de l'expérience. Nous nous focaliserons dans un premier temps sur l’enceinte a
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vide dans laquelle les atomes évoluent, puis sur le dispositif optique a l'origine
des faisceaux permettant le refroidissement. Enfin, nous décrirons les méthodes
qui nous permettent d’imager les atomes.

1.3.1 Chambre a vide

Une des contraintes principales liées a I'utilisation de gaz d’atomes froids est
la nécessité de travailler dans une enceinte poussée a un vide extréme afin de
minimiser les pertes dues aux collisions inélastiques avec des atomes fortements
énergétiques pendant le cycle expérimental, c’est a dire pendant environ une
minute sur notre expérience 2. Cela nous impose de travailler avec des pressions
du gaz résiduel inférieures & 10~ mbar. De telles pressions nécessitent une
attention particuliere lors de la conception de ’enceinte a vide. Il faut en effet
veiller & disposer d’une puissance de pompage suffisante pour palier au dégazage
des parois et a la perméabilité des joints.

L’ensemble du systeme est présenté Fig. 1.2. Il se compose de deux parties
séparées par une vanne et un long tube permettant de maintenir un différen-
tiel de pression. D’un c6té (a4 gauche sur la figure) se trouve le four duquel
jaillissent les atomes en direction de la mélasse transverse puis du ralentisseur
Zeeman. Cette partie est pompée par une pompe turbomoléculaire permettant
d’atteindre des pressions inférieures & 10~ mbar. Une pompe ionique de 40 L/s
(Varian Starcell 40) placée entre la vanne intermédiaire et le ralentisseur Zeeman
permet d’assurer un pompage en amont du ralentisseur, en particulier lorsque la
vanne intermédiaire est fermée (celle-ci servant de sécurité lorsque l'expérience
est arrétée).

De lautre coté (a droite sur la figure) se trouvent la cellule du piege magnéto-
optique et la chambre de science. Celles-ci sont pompées par une pompe a getter
passive (SAES Getter GP50) et une pompe ionique de 60 L/s (Varian Starcell
55). Une vanne d’entrée permet de pomper indépendamment cette partie a 1’aide
d’un groupe de pompage lors de la mise sous vide, et un sublimateur de titane
permet d’accélérer la descente en pression. La pression peut ici étre mesurée
par une jauge de type Bayard-Alpert (Varian UHV-2/p) ; elle vaut typiquement
2.107'2 mbar & cet endroit. Les atomes issus du ralentisseur Zeeman débouchent
d’abord dans la cellule du piege magnéto-optique. Il s’agit d’une cellule en verre
débouchante de dimensions extérieures 10 x 15 x 50 mm et d’épaisseur 0,5 mm.

A TDissue du refroidissement, les atomes peuvent étre transportés dans la
chambre de science. Il s’agit, 1a aussi, d’une cellule en verre (Hellma) de dimen-
sions extérieures 30 x 30 x 50 mm et d’épaisseur 3 mm. Son centre est situé a
35 cm de celui de la premiere cellule. Entre les deux cellules, une vanne (VAT)
permet d’isoler la chambre de science du reste de ’expérience, et un microma-
nipulateur supportant un miroir a 45° a été placé en prévision d’un chargement

2. Le temps de notre cycle expérimental est essentiellement limité par ’évaporation radio-
fréquence dans un piege magnétique de faible confinement. Ce temps est fortement réduit dans
le cas ou les fréquences de confinement pendant ’évaporation sont plus importantes, comme
par exemple sur une puce atomique ou dans un piege optique. La contrainte sur le niveau de
vide est alors moins forte.



N

ONDES DE MATIERE

9

,

UNE SOURCE COHERENTE D

CHAP 1 - PRODUCTION D’

20

s/71z anbiuol adwod OWd 2In[I®d

3dUdDS ap aquieyd

s/7z anbiuol adwod

9DUBIDS AP dquieyd e|
9P JUSWIS|OSL,P dUUBA

auely ap Jnajewgng

Inaje|ndivewoniy

uewsaz

abner

Jnassijuajel puein

INassiud|el 1139d

191196 adwioyg

uewasz

2J1eIPRUWLIBIUI BUURA

$/709 anbiuol adwod

0qJny adwiod

s/70% @nbiuol adwod

anbjwoje

proi}1610a

74

neadsie} ap JoNNYS

asI9Ausel) 3ssejaw
| ap aiquieyd

ino4

FIGURE 1.2: Vue d’ensemble de la chambre a vide. L’ensemble mesure environ 2 métres

de longueur.
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continu du piége dans la chambre de science [114]. La fenétre de la vanne est
un hublot offrant une ouverture de 16 mm de diametre dans ’axe z, permettant
d’envoyer les faisceaux du ralentisseur (cf. § 1.4.1.1) et de la pince optique (cf.
§ 1.4.1.5) méme dans une situation ou la vanne serait fermée. Deux pompes io-
niques de 2 L/s (Varian Vaclon) assurent le pompage de cette zone, notamment
en cas de fermeture prolongée de la vanne. Enfin, un acces est disponible pour
brancher un groupe de pompage afin de réaliser la mise sous vide. Un des in-
téréts de cette configuration expérimentale est la possibilité de remplacer cette
cellule sans engendrer un long arrét de ’expérience au cas ou la géométrie de la
chambre de science ne serait pas adaptée a une expérience future.

1.3.2 Dispositif optique de refroidissement

Durant ’ensemble du cycle expérimental, nous utilisons des lasers pour mani-
puler et refroidir les atomes. La génération de ces faisceaux a été completement
renouvelée par rapport a 'expérience d’Orsay. Le banc optique est désormais
monté sur une table séparée du reste de 'expérience, afin d’améliorer la stabilité
du montage et les faisceaux, générés par des lasers en cavité étendues et am-
plifiés a travers des amplificateurs optiques évasés, sont amenés sur l’expérience
par des fibres optiques.

Lasers en cavité étendues

Nos sources laser sont générées par des diodes lasers monomodes (Sharp
GHO0781JA2C) ayant pour application habituelle les équipements de lecteurs
CD-R(W). Celles-ci génerent un faisceau d’une puissance d’environ 100 mW, a
une longueur d’onde comprise entre 780 et 787 nm, avec une largeur de raie de
I’ordre de 40 MHz, soit beaucoup plus importante que la largeur naturelle de la
transition atomique I'/2m = 6 MHz correspondant & la raie Do du 87Rb, utilisée
sur notre expérience.

Pour affiner leur largeur spectrale, nous utilisons un montage dit de laser en
cavité étendue (LCE) développé a I’Observatoire de Paris (SYRTE) [115]. Le
principe du montage (Fig. 1.3) consiste a rétroréfléchir une partie du faisceau a
I’aide d’une lame séparatrice externe a la diode et a la réinjecter dans la diode.
La face arriere de la diode laser et la séparatrice forment alors une cavité laser
supplémentaire. Celle-ci est auto-alignée grace a une configuration en ceil de
chat pour la séparatrice®. La sélection de la fréquence d’émission est réalisée
par 'ajout d’un filtre interférentiel a I'intérieur de la cavité.

Comme la largeur spectrale d’un laser est reliée a la durée de vie d’un photon
dans la cavité, disposer d’une cavité externe permet de réduire la largeur de raie.
Lorsque le bruit du laser est dominé par du bruit blanc de fréquence, la largeur
de raie du laser monté en cavité étendue peut se déduire de celle de la diode

3. i.e. séparatrice dans le plan focal d’une lentille.
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a) Diode libre b) Diode libre + Filtre

5Nm
0,1nm
>
C) Cavité externe
Filtre Modes de la diode libre

) Diode laser  Filtre  Séparatrice

FIGURE 1.3: a) Courbe de gain d’une diode libre. La fréquence sélectionnée correspond
au mode tracé en rouge. Sa largeur spectrale est de 40 MHz. b) En ajoutant un élément
sélectif en fréquence tel qu’un filtre Fabry-Pérot, on peut choisir le mode laser dans la
courbe de gain. ¢) En mettant la diode dans une cavité externe, la largeur spectrale du
laser est réduite & Avpcg < 1 MHz. d) Principe du montage des lasers en cavités éten-
dues. La séparatrice est montée au ceur d’un montage en cil de chat, et est supportée
par un actuateur piézo-électrique permettant de régler la longueur de la cavité.

laser & partir de la formule de Schawlow-Townes [116] :

2
AVLCE = <Zd> AVd (1.42)
lLer
ol lq est la longueur de la diode (typiquement de 'ordre du millimetre) et Ip,cg
est la longueur de la cavité externe (7 cm environ). La largeur spectrale est alors

réduite d’un facteur proche de 100 grace a la cavité externe.

De plus, la cavité externe impose une fréquence de fonctionnement corres-
pondant au mode situé au voisinage du maximum de la courbe de gain. Cette
fréquence peut étre balayée continuement sans saut de mode a 'aide de la cale
piézo-électrique, dans la limite d’un intervalle spectral libre de la cavité, soit 1,5
GHz. Le point de fonctionnement du laser dépend également du courant et de la
température de la diode. Celle-ci est asservie en deux points & ’aide de modules
Peltier placés au niveau de la diode et au niveau de la cavité. Des isolateurs
optiques sont placés a la sortie des LCE afin d’éviter toute perturbation liée a
d’éventuelles réflexions parasites.

La puissance de sortie des LCE est d’environ 20 mW, ce qui est insuffisant
pour générer I’ensemble des faisceaux nécessaires au cours du cycle expérimen-
tal. Par conséquent, nous avons recours a des amplificateurs optiques évasés
(Eagleyard EYP-TPA-0780-01000-3006-CMT03-0000), qui permettent d’obte-
nir des puissances optiques supérieures & 800 mW en sortie pour une puissance
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d’injection de quelques dizaines de milliwatts [117]. Ceux-ci sont également tres
sensibles aux réflexions parasites et nécessitent I'installation de puissants isola-
teurs optiques en aval (isolation > 60 dB).

Chaine de fréquences

Notre banc laser est schématisé Fig. 1.4. Il est composé de trois lasers en
cavité étendue permettant de générer I’ensemble des fréquences optiques néces-
saires durant le cycle expérimental, aussi bien a partir de la raie F' = 1 que de
la raie F'=2:

— Le premier laser (L1), appelé laser sonde, est asservi en fréquence sur le
croisement F' = 2 — F’ = 2 x 3 du rubidium par un systeme d’absorp-
tion saturée. On utilise un modulateur acousto-optique en double passage
afin d’obtenir un faisceau de fréquence accordable autour de la résonance
F =2 — F’' = 3, qui nous servira de sonde pour I'imagerie par absorption
des atomes (§ 1.3.3). Enfin, il sert de référence de fréquence optique, et une
partie de la puissance disponible sur cette ligne laser est utilisée pour réali-
ser les asservissements en fréquence par battement des deux autres lasers.
Pour cela, les faisceaux sont combinés sur la surface d’un photoconduc-
teur (Hamamatsu G4176), qui dispose d’une surface sensible relativement
grande (200 x 200 ym?) ainsi que d'une bande passante jusqu’a 10 GHz,
permettant de mesurer le battement entre deux lasers accordés sur chacune
des deux raies hyperfines de ’atome de rubidium (Avys = 6,835 GHz). Le
signal mesuré est ensuite multiplié par une fréquence de consigne (entre 0
et 512 MHz), puis filtré et envoyé dans un convertisseur fréquence-tension
qui fournit un signal d’erreur proportionnel au désaccord de fréquence
(Fig. 1.6). Ce signal d’erreur commande ’actuateur piézo-électrique ajus-
tant la longueur de la cavité externe du laser asservi (Fig. 1.3).

— Le deuxieme laser (L2), appelé laser repompeur, est asservi par battement
avec le laser L1 afin de pouvoir étre résonnant sur les transitions issues de
F =1, nécessaires au recyclage des atomes dépompés vers cet état. Pour
cela, un oscillateur local (de type DRO, Dielectric Resonator Oscillator)
génere un signal hyperfréquence a 6,6 GHz, qui est mélangé au signal
de battement. La consigne de cet asservissement est fixée a 220 MHz, de
sorte que L2 se retrouve décalé de 130 MHz vers le rouge de la transition
F=1—-F=2.

— La troisieme laser (L3), appelé laser piége, est asservi en fréquence avec le
laser L1 sur la transition F = 2 — F’ = 2 x 3, c’est a dire décalé de 130
MHz vers le rouge de la transition du piege F' = 2 — F’ = 3. 1l est ensuite
mélangé au laser L2, puis amplifié une premiere fois a travers un amplifi-
cateur optique évasé. Une partie de la puissance (~ 80%) est prélevée a la
sortie de amplificateur pour générer le faisceau du ralentisseur Zeeman ;
les fréquences issues de F' = 1 et de F' = 2 étant toutes deux décalées de
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FIGURE 1.4: Schéma simplifié du banc optique (MAO : modulateur acousto-optique ;
MOPA : amplificateur optique évasé). Le blaster peut étre utilisé pour des procédures
d’alignement. Un plan détaillé du banc optique est donné dans l’annexe A.
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FIGURE 1.5: Chaines de fréquences des faisceaur générés sur le banc optique. Les points
de consigne représentés peuvent étre variés continuement entre O et 512 MHz.

i Filtre
I—l f—V
Passe-bas
GaAs n

Photodétecteur

Commande
Piezo.

Consigne

FIGURE 1.6: Principe de l’asservissement par battement utilisé pour verrouiller en fré-
quence le laser L2 sur le laser L1. Un montage similaire est utilisé pour l’asservissement
de L3 sur L1, a ceci prés que loscillateur local, ici un DRO (Dielectric Resonator Oscil-
lator) accordé d 6,6 GHz, est remplacé par un VCO (Voltage Control Oscillator) accordé
a 200 MHz.
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130 MHz des résonances de piégeage et de repompe . Le restant de la puis-
sance est amplifié une seconde fois, puis séparé en deux pour alimenter la
mélasse transverse et les faisceaux du piege magnéto-optique. Des modula-
teurs acousto-optiques a 130 MHz permettent d’allumer et d’éteindre ces
faisceaux rapidement, tout en ramenant les fréquences sur les résonances
atomiques.

1.3.3 Imagerie

Afin d’obtenir les données expérimentales, nous éteignons le piege et laissons
les atomes tomber pendant un temps de vol limité par la taille de la cellule (e.g.
pour un condensat réalisé dans la premiere cellule, t5* ~ 26 ms). A partir des
images obtenues par temps de vol, on extrait directement les caractéristiques
du condensat initial via les lois d’échelle (cf. § 1.1.5). Nous disposons de deux
méthodes complémentaires pour imager les atomes : I'imagerie par absorption
et I'imagerie par fluorescence.

a)

>

Faisceau sonde

adon3

o P b ]

adon3

‘ .\‘\‘\\\ ------------------------------------ —'_,—""‘——

Faisceaux fluorescence

FIGURE 1.7: Méthodes d’imagerie du nuage atomique. a) Imagerie par absorption : le
faisceau sonde est résonnant avec le nuage atomique. Un transport d’image permet de
mesurer son absorption par le nuage. En divisant par une image de référence du faisceau,
on obtient la densité optique du nuage. b) Imagerie par fluorescence : des faisceauz d
résonance contra-propageants sont envoyés hors axe d’imagerie. Une fraction de l’émis-
sion de fluorescence des atomes est collectée par le dispositif de transport d’image.

Imagerie par absorption

Dans le cas de l'imagerie par absorption, les atomes sont éclairés (pendant
une temps ¢ = 50 ps) dans l'axe de 'imagerie par le faisceau sonde collimaté,
résonnant sur la transition F' =2 — F' = 3 (cf. § 1.3.2). Un transport d’image
permet d’imager le plan des atomes de sorte que I’on mesure ’ombre créée par
leur absorption & résonance. L’intensité mesurée I(y, z) est alors reliée a I'inten-

4. Comme nous le verrons au § 1.4.1.1, ce décalage est adapté a notre ralentisseur Zeeman.
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sité Iy de 'onde incidente par la loi de Beer-Lambert :

I(y,z) = Io(y, z) exp (—OD(y, 2)) (1.43)

ou OD(y, z) = [ n(z,y, z)o(Ip, 0)dx est la densité optique du nuage intégrée selon
laxe de I'imagerie, et o(Ip, d) est la section efficace d’absorption des photons par
le rubidium pour un désaccord § par rapport a la transition d’imagerie. Celle-ci
est donnée par [118] :

2
o(lo,0) = X = (1.44)
27 20 2 Iy
1+(T> +Isat
2 1 1
= 63”\ (1.45)

2 1+462/T2 1 + 5(0)

ot C tient compte de la structure multi-niveaux de 'atome?®, et s(J) est le pa-
rametre de saturation :

5(0) = s0/(1 4 462 /T?) avec sg = In/Isas (1.46)

avec, pour le rubidium, Iz = 1,67 mW/cm2.

En pratique, afin d’avoir un signal indépendant de 'intensité incidente I,
on se place dans le régime de faible saturation (sp < 1). On peut alors obte-
nir la densité colonne en divisant une image correspondant au signal atomique
I3, & une image de référence sans les atomes Igﬁft, prise quelques dizaines de
millisecondes plus tard :

1 I3 (y, 2)
S Y 14
n2D (y7 Z) o0 n (Igﬁt <y7 Z) ( 7)

La limite de sensibilité associée a cette méthode d’imagerie est liée aux fluc-
tuations de l'intensité Iy du faisceau sonde. Celles-ci sont d’environ 5% (entre
Iimage des atomes et I'image de référence), ce qui correspond a une densité
minimale détectable de 0,4 at/pm?2. De plus, les parois de la cellule créent un
systeme de franges dans le faisceau sonde, qui peut ne pas disparaitre lors de la
division d’image a cause des vibrations mécaniques de la cellule (cf. Fig. 1.7).

Imagerie par fluorescence

Dans le cas de I'imagerie par fluorescence, on éclaire les atomes (pendant une
temps ¢ = 50 us) par des faisceaux contra-propageants, hors axe d’imagerie, a
résonance sur la transition F' = 2 — F’ = 3. Les atomes peuvent alors absorber
des photons et les réémettre par émission spontanée dans toutes les directions
de T'espace. On collecte la fraction des photons qui entre dans le dispositif de
transport d’image :

Q  s(0)

]out(ya Z) = Emfhwonm(y, Z) (1.48)

5. En supposant que ceux-ci n’ont pas de polarisation privilégiée, C ~ 7/15 [91].
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ou {2 est 'angle solide de collection des photons émis par fluorescence atomique,
proportionnel a I'ouverture numérique O.N. du systeme optique de collection :

Q ON.Z2
w (1.49)

Une seule image suffit ici pour obtenir la densité du nuage atomique®. Au
contraire de l'absorption, il est intéressant ici de travailler & forte saturation
(so > 1), afin que le signal soit a la fois indépendant de l'intensité incidente
Iy et aussi plus intense. Par ailleurs, afin de collecter un maximum les photons
émis, il est ici essentiel de travailler avec des ouvertures numériques importantes.
Enfin, I'utilisation d’une caméra amplifiée permet de détecter un faible flux de
photons, c’est a dire des densités atomiques tres faibles [93]. En pratique, la
densité minimale mesurable est limitée par la résolution spatiale du systéme
d’imagerie, son ouverture numérique et le bruit d’obscurité de la caméra. Nous
donnons ci-dessous une description précise des dispositifs d’imagerie dans cha-
cune des deux chambres de science.

Mise en ceuvre expérimentale

Les caméras utilisées sont des caméras amplifiées EMCCD (Hamamatsu
C9102) dont la matrice CCD est composée de 1000 x 1000 pixels de 8 pym de
cOté. Leur efficacité quantique est de 0,45 & 780 nm et le signal détecté par
chaque pixel est amplifié avant la lecture d’un facteur pouvant étre choisi entre
6 et 2000.

— Sur la premiére cellule, I'acces optique est limité par la monture du
dipole du piege magnétique (cf. § 1.4.1.3) : O.N. = 0,15. Le transport
d’image est constitué de deux doublets (Clairauts), de focale f = 120 mm
montés en conjugaison f/2f/f, de maniére a ce que le grandissement (ici
de 1) soit robuste par rapport a la position du nuage relativement au foyer
du premier objectif. La résolution théorique du systéme optique est alors
de 3 pum, néanmoins, la présence d’aberrations limite cette valeur. Nous
mesurons expérimentalement une résolution de 8 um en absorption, soit
la surface d’un pixel. La densité atomique minimale mesurable par fluores-
cence est alors d’environ 0,03 at/um? en fluorescence [93], c’est & dire une
bien meilleure performance que la limite correspondant a I’absorption.

— Autour de la deuxiéme cellule, nous avons installé deux systemes d’ima-
gerie identiques, permettant d’imager simultanément dans les directions
x et y (cf. Fig. 1.8). Pour chacun, le systéme optique est composé d’un
premier transport d’image de grandissement 2,5. Il est constitué d’une
premiere lentille asphérique de focale f; = 20 mm, de diametre 25,4 mm,
et d’ouverture numérique théorique O.N. ~ 0,5; et d'un doublet de focale
fo = 50 mm et de diametre 22,4 mm. La trés forte ouverture numérique

6. En pratique, il est nécessaire de calibrer le coeflicient de proportionnalité entre I'ampli-
tude mesurée et la densité atomique. Pour cela, nous comparons des images en fluorescence a
des images en absorption pour des nuages de densités optiques différentes [93].
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disponible permet ici de capturer au maximum les photons émis par fluo-
rescence. Un deuxieme transport d’image de grandissement 1 est ensuite
réalisé avec deux lentilles de focale 35 mm (25,4 mm). Les deux systemes
sont placés en conjugaison f1/(f1 + f2)/f2 de sorte que le grandissement
ne dépend quasiment pas de la position relative du nuage et du foyer du
premier objectif. Un diaphragme est de plus placé au centre du deuxiéme
transport d’image afin de limiter ’ouverture numérique du systéme d’ima-
gerie. En effet, nous avons observé qu’a pleine ouverture, les aberrations
liées a 'utilisation d’une lentille asphérique de grande ouverture limitent
la résolution”. En limitant 'ouverture & 0,35, on mesure une résolution
inférieure & 2 um, proche de la résolution théorique de 1,4 pm3. La sensi-
bilité théorique de notre imagerie doit a priori nous permettre de détecter
un atome unique avec un rapport signal a bruit de 3. Notons enfin que la
profondeur de champ est ici tres faible (~ 13 pm).

9
NSNS m 16
o ‘”l‘g S 3 S Chambre ‘
EMCDNT "1 1 de science
camera [} § | 1 1 220
w
Q )
| T =50
’ | EMccD Dichroique f
X z | camera
ji : i 4 . I Sa—
r ng I\ : FalsF\eaU\{ertlc?I Lentille
ORI = du piege dipolaire asphérique 23
3 (f=20 ; O.N.~0.5)

FIGURE 1.8: Schéma du montage permettant de réaliser l'imagerie dans la deuxieme
cellule, selon les directions x et y. A droite, détail de la géométrie de Uinstallation des
deux lentilles asphériques autour de la chambre de science.

1.4 Cycle expérimental

Notre cycle expérimental commence par le chargement d’un piege magnéto-
optique. Quelques secondes sont suffisantes pour saturer le piege avec le flux
atomique provenant du ralentisseur Zeeman. A Dissue de cette étape, on effectue
une courte phase de mélasse afin de refroidir au maximum les atomes piégés
avant leur transfert dans un piege purement magnétique. Les atomes subissent
alors une étape de compression adiabatique puis une étape d’évaporation radio-
fréquence. Cette derniere étape, qui peut prendre jusqu’a 30 secondes, conduit a

7. 1l s’agit principalement d’aberration sphérique et de coma, particulierement importantes
si objet se trouve éloigné de ’axe optique

8. Pour comparaison, un objectif réalisé sur mesure (en collaboration avec Carl-Zeiss Laser
Systems) et mis en place dans le groupe de M.K. Oberthaler atteint une résolution de 1,1 pm
[119].
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I'obtention d’un condensat de Bose-Einstein (Fig. 1.9). Au seuil de condensation,
on décomprime le nuage froid afin de le transférer dans un piege hybride, obtenu
par la superposition du piege magnétique avec une pince optique. On peut alors
soit condenser directement dans ce piege (§ 1.4.1), soit transporter le nuage froid
avec la pince optique dans la seconde chambre de science (§ 1.4.2), ol un systéme
de lévitation magnétique permet de réaliser des expansions avec des temps de
vol extrémement longs.

L’ensemble du cycle, représenté Fig. 1.10, est synchronisé par un séquenceur
dont 'exécution est commandée par un ordinateur avec une résolution tempo-
relle est de 1 ps. Son déclenchement est par ailleurs synchronisé avec un front
montant de la tension du secteur (50 Hz). Toutes ces précautions garantissent
une reproductibilité maximale lors du cyclage de ’expérience.

Co
-10 ndenSaf-
= | ‘on
S 3 .
S 5l évaporation
m% L piege magnéto—optiqu.e
< ol compression
=] ralentissement adiabatique
(@)
8 i

251 .
Jet\
B four

5 6 7 8 9 10 M 12 13 14 15
log1o(n) (cm3)

FIGURE 1.9: Représentation dans l’espace des phases des différentes étapes menant a la
condensation de Bose-FEinstein.

1.4.1 Condensation dans la premiére chambre de science

Dans cette partie, nous décrivons les étapes permettant d’obtenir la conden-
sation dans la premiere cellule, ot les atomes sont piégés a ’issue de leur passage
dans le ralentisseur Zeeman. Nous nous intéressons en particulier aux étapes de
piégeage magnéto-optique, au transfert dans le piége magnétique, a 1’évapora-
tion radiofréquence dans ce piege, et enfin au transfert et a la condensation dans
le piege hybride.

1.4.1.1 Ralentissement du jet atomique

Les atomes de rubidium sont initialement disposés a l'intérieur d’un four,
constitué d'un tube (D = 5 mm; L = 100 mm) chauffé & 120°C. La pression
de vapeur saturante est alors de 10~% mbar, de sorte que certains de ces atomes



30

CHAP 1 - PRODUCTION D’UNE SOURCE

COHERENTE D’ONDES DE MATIERE

Chargement
du PMO
(10a205s)

PMO
(500 ms)

Mélasse
chaude (500 ms)

Mélasse froide (6 ms) : B
Pulse dépompeur 3 ms) |

Chargement PM (100 ms)

Compression 1
(quadrupéle)
(29)

Compression 2
(anti-dipole)
(1,55)

Evaporation rf
dans PM
(27 s)

TOL (5 ms)
PM off =

TOF (26 ms)

Imagerie

L]

[V

BEC

dans PM

.

- —
ﬂ’ Ni

N\

(500 ms)

Décompression 2
+
Transfert dans PO
(500 ms)

7
Décompression 1I +
|
I
I
l
7/

\ ~ .
Evaporation rf —
dans PH
(259)
X
~
* -— = -~
{ \
TOL (5ms) TOL (5 ms)
PH off
TOF (26 ms) Pulse rf (20 ms)
Imagerie .
Expansion
(100 ms)
PM off
TOF (1 ms)
Imagerie

BEC
dans PH GAL

et e

'—‘—'s

Evaporation
dans PC
(45)

TOF (15 ms)
Imagerie

BEC ~

~

N
PMoffI

Transport
(2,553)

Transfert_
dans PC
(270 ms)

Allumage "
Lévitation
(50ms) _|
Evaporation
dans PC
(4s)

Expansion

dans PC

BEC

en lévitation
magnétique

FIGURE 1.10: Ensemble des cycles expérimentaur standards réalisés sur l’expérience.
PMO : piége magnéto-optique ; PM : piége magnétique ; PO : piége optique; PH : piége
hybride ; PC : piége dipolaire croisé; GAL : laser a atomes guidé; TOL : temps de repos
apres évaporation; TOF : temps de vol.
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s’échappent et forment un jet d’atomes évoluant a environ 360 m/s. La diver-
gence du jet étant § = D/L = 0,05 rad, seule une partie du flux de 5.10!! at/s
issu du four pourra atteindre la cellule. Afin d’augmenter 'efficacité de charge-
ment du piege, on améliore la collimation du jet a I’aide d’une mélasse trans-
verse? (Fig. 1.11). Celle-ci est composée de deux faisceaux rétroréfléchis, qui
induisent une pression de radiation sur les atomes possédant une vitesse trans-
verse. Le laser a l'origine de ces faisceaux est légerement désaccordé vers le
rouge de la transition résonnante F' = 2 — F’ = 3. Ainsi, par effet Doppler,
un atome animé d’une vitesse transverse v, voit le faisceau contra-propageant
a son mouvement plus proche de résonance que celui co-propageant. La pression
de radiation freine alors le mouvement transverse de I’atome (v; — 0).

a) Mélasse transverse b) Ralentisseur Zeeman
v 1 1 Faisceau
~] AV IEN] A maoo ralentisseur
e i
Y s ¢ &)
T S
"
=== ; _
il il Grand Zeeman Petit Contre

Zeeman bobine

FIGURE 1.11: a) Schéma du dispositif de mélasse transverse. Les prismes en sortie de
fibre permettent d’obtenir un faisceau avec un rapport d’éllipticité de 4, allongé dans le
sens du jet atomique. Des télescopes sont ensuite mis en place afin que chaque faisceau
remplisse entiérement 'ouverture du hublot. b) Schéma du ralentisseur Zeeman. Les
fleches indiquent le sens de circulation du courant dans chaque bobine.

Le jet passe ensuite dans le ralentisseur Zeeman [120]. Celui-ci est constitué
d’un faisceau laser contra-propageant au jet atomique. Le décalage de fréquence
par effet Doppler dans cette direction, qui vaut initialement v/\ ~ 460 MHz,
décroit au fur et & mesure que les atomes ralentissent. Afin de maintenir les
atomes en résonance avec le faisceau ralentisseur, on compense continuement
I’effet Doppler par 'effet Zeeman créé par un champ magnétique décroissant.
La polarisation du faisceau ralentisseur doit par conséquent étre circulaire. Elle
contient & la fois les fréquences de pompe et de repompe afin de travailler sur
une transition cyclante (F =2 — F' = 3).

Pour que le faisceau ralentisseur ne perturbe pas le piége magnéto-optique,
celui-ci est décalé de 133 MHz vers le rouge de la résonance atomique (cf.
Fig. 1.5). Pour permettre aux atomes d’étre a résonance avec le faisceau laser
jusqu’a la sortie du ralentisseur, on ajoute a I'extrémité du dispositif un petit
ralentisseur Zeeman qui crée un champ magnétique dans le sens opposé. Enfin,
une petite contre-bobine est plaquée a 'extrémité de ce dernier afin de limiter
I'impact du champ magnétique du ralentisseur sur le piege magnéto-optique.

9. Typiquement, un facteur 2 sur la vitesse de chargement est observé.
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1.4.1.2 Piege magnéto-optique

La vitesse des atomes en sortie du ralentisseur est suffisamment faible (v <
20 m/s) pour leur permettre d’étre capturés dans le piege magnéto-optique [121].
Celui-ci se compose de 6 faisceaux contra-propageants dans les 3 directions de
lespace (Fig. 1.13). Ils sont obtenus a partir de la fibre piége issue du banc
optique (Fig. 1.4), dont la puissance est séparée en 6 a laide d'un 'cluster
1 x 6" (Schéafter+Kirchhoff, cf. Fig. 1.12). De la méme maniére que pour la
meélasse transverse, le laser est légerement désaccordé vers le rouge de la transi-
tion (Fig. 1.5), afin de freiner les atomes. La position du piege est assurée par des
gradients de champ magnétique. Comme représenté sur la Fig. 1.13.c, ceux-ci
induisent un déplacement des résonances atomiques par effet Zeeman. Les fais-
ceaux du piege magnéto-optique sont polarisés circulairement, de sorte que la
force de rappel qu’ils géneérent dépende de la distance au centre magnétique [121].
En pratique, ce champ magnétique est généré par deux circuits imprimés plaqués
contre la cellule. Un courant de 2 A crée ainsi un gradient au centre de la cellule
de 15 G/cm dans la direction verticale (et de moitié moins dans les directions
horizontales).

PMO
Latéral 4
Photodiode

Shutter
Fluorescence
, A2 * M2 A2
Entrée : ~N1—44 1 .Y PMO

1
Banc optique 1/98 Y \ bl e Latéral 2
- /2 - /2 PMO
Fluorescence ’\‘D_E g Y
Chambre 2 A 0 Latéral 3 N
PMO PMO
Verticaux Latéral 1

FIGURE 1.12: Schéma du dispositif de division de puissance Schifter+Kirchhoff. Le ré-
glage des lames \/2 permet d’ajuster l’équilibrage des puissances entre les différents bras
du piége magnéto-optique. Un shutter mécanique permet d’isoler les faisceaux verticaux
pour la phase d’imagerie par fluorescence.

Les quatre faisceaux latéraux ont un diametre de 18 mm et sont polarisés
circulairement directement en sortie de fibre optique par les collimateurs (Schaf-
ter+Kirchhoff 60FC-Q780-4-M100S-87) installés sur des montures 4 axes, puis
renvoyés sur la cellule par un unique miroir. Le chemin optique depuis la sortie de
ces collimateurs jusqu’aux atomes est de 'ordre de 12 cm seulement, permettant
d’obtenir un réglage du piege d’une trés grande stabilité.

Les faisceaux verticaux sont générés par un seul collimateur (Schéfter+Kirchhoff

60FC-T-4-M150-37) et ont un diametre de 27 mm. Le faisceau est séparé en
deux, puis renvoyé par des miroirs sur des cubes polarisés, insérés a l’'intérieur
du quadrupdle (cf. Fig. 1.14). Une lame \/4 est collée sous ces cubes afin d’ob-
tenir une polarisation circulaire sur les atomes [90].
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Les six faisceaux ont un diametre supérieur aux acces optiques dont ils dis-
posent pour éclairer les atomes. Ceci permet d’obtenir une grande homogénéité
de la puissance optique sur I’ensemble du volume de la cellule, et ainsi d’aug-
menter la zone de capture du piege. La puissance sur chacun des bras est de
Pordre de 3 mW /cm? (soit environ 2Iy).

Bobines

Cellule du PMO

g%y /
V4 Nuage Faisceaux de piégeage

atomique et de repompage

Désaccords

0 r

Position

FIGURE 1.13: a) Le dispositif du piége magnéto-optique est installé autour de la cellule.
Quatre piliers supportent les montures des collimateurs et des miroirs de renvoi des
faisceauz latéraux ; les faisceaux verticaur sont envoyés par un montage extérieur (non
représenté) sur des cubes placés au sein de lentrefer du quadrupole magnétique. La
compacité du montage concours & sa stabilité. b) Les siz faisceaur du piége magnéto-
optique se croisent dans la cellule autour de laquelle sont installés de petites bobines
sous forme de circuit imprimé. c¢) Celles-ci générent un gradient magnétique qui permet
de créer une force de rappel dépendant de la position.

Le nombre d’atomes pouvant étre capturés dans le piege magnéto-optique est
supérieur a 10? en une dizaine de secondes '°. La température des atomes dans ce
piege est de 'ordre de 500 K ''. Cette température est largement réduite dans
les phases de mélasse pendant lesquelles on désaccorde les faisceaux piege jusqu’a
100 MHz, d’abord en conservant le gradient magnétique ("mélasse chaude"), puis
en I'éteignant ("mélasse froide"). Cette derniére étape a une durée suffisamment

10. Ce nombre est difficile & mesurer en pratique car il conduit & une saturation importante
des images en absorption.

11. Cette température excéde la température Doppler Tp = 146 uK théoriquement accessible
du fait de processus collectifs engendrés par le grand nombre d’atomes piégés.
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faible (6 ms) pour que les atomes ne puissent pas s’étendre sur un trop grand
volume. Un mécanisme de refroidissement de type "Sysiphe" agit alors [122,123]
et permet de réduire la température jusqu’a quelques micro-kelvins. Les gradients
de champ magnétique doivent dans cette étape étre rigoureusement compensés
afin de ne pas pousser les atomes dans une direction particuliere de ’espace.
Ceci est réalisé a 'aide de bobines de compensation placées autour du dispositif.

1.4.1.3 Piege magnétique

N

Quadrupdle
Ferromagnétique / /
Anti-dipole /
Dipole T Ib},
Cellule Y42

FIGURE 1.14: Installation des bobines générant le piege magnétique de type loffe-

Pritchard. A droite, norme du champ magnétique (proportionnel au potentiel ressenti
par les atomes) dans les trois directions de espace.

Nous réalisons ensuite un transfert dans un piege magnétique de type loffe-
Pritchard [124] qui combine un champ quadrupolaire générant un gradient b/,
et un champ dipolaire générant un biais By ainsi qu'une courbure b” dans la
direction privilégiée = correspondant a ’axe d’imagerie. Le module du champ
magnétique peut alors s’écrire sous la forme :

b2\ 2 b' B
B(z,y,2) = \/(Bo + ; ) + (b’2 - 0> (y2 + 22) (1.50)

On peut approximer le potentiel magnétique Vinag créé au centre du piege
par un développement harmonique :

1
Vinag(T) = Vo + om (wixQ + wip) (1.51)

ol w; sont les fréquence du piege :

oy = [IETEHB
m

JFMEUB (b/2 b//> JEMEUB b2
w. = — = — = | = —_—
vz m BO 2 m BO

Seuls les atomes dans les états pour lesquels gpmp > 0 peuvent y étre piégés
(cf. §1.2.1), ice. |[F=1,mp=—1), |F=2,mp=1) et |F=2,mpr =2). Nous

(1.52)
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choisissons de ne piéger que dans I’état F' = 1 du niveau fondamental 2. Nous
dépompons par conséquent les atomes en appliquant une impulsion lumineuse
avec les faisceaux du piege magnéto-optique. Pour cette impulsion, la composante
de repompe est coupée et on ajuste la fréquence du laser sur la transition F' =
2 — I’ = 2 (soit une consigne de 466 MHz sur P'asservissement par battement
de L3, cf. § 1.3.2) de manieére & ce que les atomes puissent se désexciter vers
F =1, qui est alors un état noir '3.

Le dispositif permettant de créer les champs magnétiques est décrit en détail
par M. Fauquembergue et al. [90,127]. Sa spécificité réside dans l'utilisation de
quatre poles ferromagnétiques qui guident et concentrent les lignes de champs du
champ magnétique. Celui-ci est généré par deux bobines pouvant étre parcou-
rues par un courant de 60 A. On peut ainsi atteindre une fréquence de piégeage
suffisamment élevée pour que le taux de collision garantisse une évaporation effi-
cace. Les champs magnétiques rémanents, dus a l'utilisation d’un tel milieu, sont
compensés au méme titre que les gradients résiduels pour la phase de mélasse.
De plus, une étape de démagnétisation est effectuée a la fin de chaque cycle et
permet d’éviter une modification des courants de compensation a chaque nou-
velle modification du cycle expérimental. Le champ dipolaire est quant a lui créé
par deux bobines d’axe x parcourues par un courant de 15 A.

a) ‘ | 60A
Iq 5 A ‘
| 0Af | L
| t
|
|
I 15A

Ixp
‘M—ﬁ\_
OFF' 0Ols  2s ‘ 15s 27s OFF U
Transfert Compression Evaporation

FIGURE 1.15: a) Chronogramme des commandes en courants des bobines du piége ma-
gnétique lors des différentes étapes du transfert et du refroidissement évaporatif. Durant
la phase d’évaporation, les bobines dipdle et anti-dipdle sont en série afin de permettre
une réjection de bruit [90,127]. b) Image du nuage atomique dans le piége magnétique
comprimé, prise en fluorescence apres un temps de vol de 7 ms.

Les étapes du transfert dans le piege magnétique sont résumées sur le chro-
nogramme Fig. 1.15. On allume d’abord un piege magnétique décomprimé pour
capter un maximum d’atomes. Le piege est alors plus large que la taille de la
cellule. On comprime ensuite le piege en deux étapes : on commence par aug-

12. Les pertes par relaxation dipolaire [125], ou par collisions & trois corps [126] sont plus
importantes dans le cas F' = 2 que dans le cas F' = 1.

13. Cette étape nous fait perdre en moyenne 2/3 des atomes, qui vont dans les états mp =
0, +1. Si une étape de pompage optique permettrait de pallier a ce probléme, le nombre d’atomes
dans mr = —1 est en pratique suffisant.
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menter au maximum le courant dans le quadrupodle, puis on diminue le biais
en allumant des bobines dites anti-dipdle, qui créent un champ magnétique
dans un sens opposé a celui généré par le dipole sans modifier substantielle-
ment la courbure suivant I’axe x [127]. Le biais vaut finalement By = 7,1 G,
la courbure b” = 82 G/cm? et le gradient ¥’ = 830 G/cm dans la configuration
comprimée. Les fréquences de piégeage correspondantes sont w, /27 = 8,2 Hz
et wy . = 300 Hz. On obtient ici typiquement des nuages contenant 3 a 4.108
atomes a 280 uK (Fig. 1.15.b).

1.4.1.4 Evaporation radio-fréquence

On réalise ensuite une étape de refroidissement évaporatif [128,129] en tron-
quant le piege magnétique a I'aide d’un couteau radiofréquence qui induit par
un processus a deux photons une transition de 1’état piégeant |F' = 1,mp = —1)
a l'état anti-piégeant |F' = 1,mp = +1) [130]. Les atomes les plus chauds sont
ainsi évacués du piége, permettant une rethermalisation des atomes restants a
une température plus faible, si tant est que le taux de collision est suffisamment
élevé.

En pratique, la radiofréquence est émise par les bobines du piége magnéto-
optique. En rampant progressivement et de plus en plus lentement la fréquence
d’évaporation d’une valeur de 80 MHz & une valeur proche du biais (environ
7 G, i.e. 5 MHz), pendant une durée de 27 s adaptée a 1’évolution de notre
taux de collisions, on peut obtenir directement des condensats de Bose-Einstein
contenant typiquement 2.10% atomes (Fig. 1.16).

FIGURE 1.16: Transition vers la condensation. Les trois images (prises en imagerie
par absorption) correspondent & des fréquences finales d’évaporation décroissantes. Elles
sont prises aprés des temps de vol de 26 ms. Le condensat quasi-pur obtenu a l’issue du
processus contient N4 = 2.10% atomes.

1.4.1.5 Piége hybride opto-magnétique

Afin de pouvoir effectuer des expansions unidimensionnelles, soit directement
en relachant un condensat de Bose-Einstein, soit en générant un laser a atomes
guidé (cf. Chap. 3); mais aussi afin de transporter les atomes vers la deuxiéme
chambre de science (§ 1.4.2), nous utilisons un pieége optique que nous superpo-
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sons au piege magnétique décrit précédemment (Fig. 1.17). Cette configuration
permet d’obtenir des condensats allongés selon la direction de la pince.

(_,[X b) Pince optique
®

/é Pince optique

Piege magnétique

SN

€

T ZA .

FIGURE 1.17: Géométrie du piége hybride.

Quadrupéle

Dipéle

Principe Notre piege optique est un faisceau gaussien dont la fonction d’in-
tensité vaut :

2P 2 4+ 92 z\?

I(z,y,2) = () exp (—2 ()2 avec w(z) = woy/1+ (ZR) (1.53)

ott wy est le waist du faisceau, zg = 7w3/A sa longueur de Rayleigh, P sa
puissance et A sa longueur d’onde. Le potentiel dipolaire s’écrit alors :

ip(T,y, 2 ——Lex - z Ay
lep( » Yy )_ 1+(Z/ZR)2 p( 2 w(z)2 ) (1.54)

ol Uy est I'amplitude du potentiel dipolaire.
De la méme maniere que pour le champ magnétique, le potentiel autour de
I’origine est trés bien approximé par son développement harmonique :

(4T,
1 2 2., 22 o mag

Vaip(p, 2) = 3m (wLp + wiz ) avec o0 (1.55)
0
T\ a2

Le piege optique est aligné sur le piege magnétique. Dans les directions trans-
verses (axes x et y), c’est lui qui contribue principalement au confinement des
atomes, alors que dans la direction longitudinale (axe z), c’est le piege magné-
tique qui domine. Les fréquences du piége hybride sont alors données par :

et Wi = M (1.56)

PH _  PH _ PO
Wy =W, =W >

X
ol les exposants se réferent aux pieges magnétiques, optiques et hybrides. Dans
la suite du manuscrit, on omettra ces exposants dans ’expression des fréquences,
étant donné qu’il n’y a plus d’ambiguité.
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Montage L’ensemble du montage permettant la génération du piege optique
est représenté Fig. 1.18. Le faisceau est issu d’une source laser Ytterbium conti-
nue (Keopsys) délivrant une puissance totale de 20 W a 1070 nm, mais seule une
fraction (environ 2 W) de sa puissance est prélevée ici, le restant étant utilisé
pour générer le faisceau vertical du piége dipolaire croisé décrit au § 1.4.2.2. 11
passe par un modulateur acousto-optique (AA Optoelectronic MTS80) ayant
une efficacité de diffraction dans le premier ordre supérieure & 90%, et qui per-
met d’allumer et d’éteindre le faisceau rapidement. Le faisceau est ensuite injecté
dans une fibre optique a maintien de polarisation afin d’étre acheminé vers le
systéme optique de focalisation (réalisé par CVI-Melles Griot) placé sur une pla-
tine de translation utilisée pour le transport des atomes (§ 1.4.2.1). Celui-ci est
composé de trois lentilles (Fig. 1.18) : un télescope (x5) permet d’abord d’élar-
gir le faisceau en sortie de fibre afin qu’il remplisse la totalité de I'ouverture
disponible sur la troisieme lentille (@75 mm, f = 1000 mm) qui fait converger
le faisceau sur les atomes. L’ouverture numérique maximale du systéme (0,03)
est ajustable par un diaphragme placé au niveau de la derniére lentille, pupille
du systéme. A pleine ouverture, le waist est de 27 pm, limité par les aberrations
(Fig. 1.19).
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FIGURE 1.18: Montage de la pince optique.

Deux miroirs de renvoi de grande stabilité sont utilisés pour viser les atomes.
L’un d’eux est réglable finement a I’aide de vis piézo-électriques. Celles-ci peuvent
aussi servir a réaliser un asservissement de pointé du laser griace a une photo-
diode quatre cadrans placée derriere une lame de verre, qui crée une image de
la position du centre du piege magnétique '4. Une photodiode est enfin utili-

14. Suite a 'amélioration de la stabilité des optiques de renvoi de la pince, nous n’avons pas
pu observer d’amélioration notable avec cet asservissement. La photodiode a quatre cadrans
est par contre utilisée pour garder une référence d’alignement de la pince. La procédure initiale
d’alignement de celle-ci sur les atomes est décrite dans [92].
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sée pour asservir la puissance du faisceau en rétroagissant sur la commande du
modulateur acousto-optique.

Caractérisation du piége hybride La caractérisation du piege optique peut
étre réalisée de deux facons : soit en observant directement le faisceau laser avec
une caméra CCD (Fig. 1.19), soit en mesurant les fréquences d’oscillations des
atomes dans le piege (Fig. 1.20). La méthode pour déclencher ces oscillations est
différente suivant la direction considérée :

— Suivant la direction transverse, le déclenchement des oscillations est réalisé
en coupant le piege optique pendant environ 1 ms. Nous laissons alors évo-
luer le nuage pendant quelques millisecondes avant de mesurer sa position
verticale aprés un temps de vol.

— Suivant la direction longitudinale, nous décalons le foyer de la pince op-
tique par rapport au centre du piege magnétique de maniere a ce que a la
coupure du piege magnétique, le nuage soit excentré du centre du piege.
Nous attendons ensuite que le nuage oscille; les fréquences du piege op-
tique sur cet axe étant tres faibles, des temps d’oscillations de plusieurs
centaines de millisecondes sont nécessaires. Nous mesurons alors, apres un
temps de vol, la position horizontale du nuage, qui reflete les oscillations
de I'impulsion des atomes. Le piege étant a la fois peu confinant et peu
harmonique dans cette direction, les oscillations sont rapidement amorties.

Les mesures trouvées sont en accord avec les mesures du waist et de la puissance
du faisceau (Eq. 1.55).

D’autre part, on peut mesurer la fréquence de confinement du piege ma-
gnétique décomprimé. Pour cela, nous allumons pendant quelques millisecondes
les bobines du piege magnéto-optique. Le gradient qu’elles géneérent déplace le
nuage, ce qui déclenche des oscillations dans le piege hybride. De la méme ma-
niere que pour le piege optique, nous laissons évoluer les atomes un temps t avant
de mesurer, apres temps de vol, la position horizontale du centre de masse du
nuage (Fig. 1.21). La valeur de la fréquence obtenue est typiquement w, /27 ~ 28
Hz pour un courant de 2 A dans le quadrupdle.

Chargement et condensation dans le piége hybride Aprés une premiere
étape d’évaporation dans le piege magnétique (§ 1.4.1.3), que nous poussons jus-
qu’au seuil de condensation (~ 700 nK), nous décomprimons le piege magnétique
tout en allumant le faisceau dipolaire (Fig. 1.22.a). Il est nécessaire d’effectuer
ces deux étapes simultanément afin que le nuage ne se trouve jamais trop com-
primé dans le piege hybride, ce qui aurait pour conséquence une augmentation
dramatique des pertes a trois corps [131]. En effet, si les pieges magnétiques et
optiques réalisés sur notre expérience sont tous les deux en forme de cigare, ils
sont allongés dans des directions perpendiculaires. Le recouvrement géométrique
n’étant pas idéal, il est nécessaire de transférer un nuage le plus froid possible.
De plus, cette méthode conduit & une augmentation naturelle de la densité dans
l’espace des phases par effet dimple [132]. En chargeant dans la pince un nuage
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FIGURE 1.19: a) Evolution du waist wy de la pince en fonction de Uowverture numé-
rique, variée a l'aide du diaphragme a iris placé au niveau de la pupille du systéme.
Le minimum accessible a pleine ouverture est wyg = 26,7 um, limité par les aberrations
résiduelles. b) Evolution de Uintensité mazimum selon la direction de propagation du
faisceau. Un ajustement par une lorentzienne permet de retrouver la valeur de la lon-
gueur de Rayleigh. Les écarts a cette lorentzienne sont dus aux aberrations optiques.
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FIGURE 1.20: Mesure des fréquences d’oscillation transverse et longitudinale des atomes
dans la pince pour une puissance P =~ 120 mW. L’ajustement par des sinusoides amor-
ties donne ici : a) wy /27 = 349,74+ 0,6 Hz; b) wy/2m = 1,72+ 0,01 Hz.
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FIGURE 1.21: Mesure de la fréqguence d’oscillation longitudinale des atomes dans le picge
hybride, pour un courant de 2 A dans le quadrupdle. L’ajustement par une sinusoide
amortie donne w, /21 = 28,05+ 0,01 Hz.
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initialement thermique tres proche du seuil de condensation, la fraction conden-
sée est de I'ordre de 10%.

a) o 1 280 Hz b) Equipotentielles magnétiques
N
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g 28 Hz
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FIGURE 1.22: a) Chronogramme des fréquences des deux piéges durant la phase de trans-
fert : piége magnétique selon z et piége optique selon les directions transverses x et y. b)
Evaporation dans le piege hybride. Le confinement transverse du piége optique permet
aux atomes de ne s’échapper qu’au niveau des équipotentielles magnétiques suivant la
direction z.

oD.

FIGURE 1.23: Condensat de Bose-FEinstein créé dans le piége hybride aprés un temps de
vol de 17 ms. Le condensat obtenu est quasi-pur et contient Nggc = 1,5.10°.

Nous terminons ensuite 1’évaporation radiofréquence dans le piege hybride.
Notons que celle-ci est moins efficace que dans le piege magnétique pur, étant
donné que les atomes (transférés dans les états mp = 0, +1) ne s’échappent qu’en
deux points qui correspondent aux croisements des équipotentielles magnétiques
avec le piege optique auquel ils restent soumis > (Fig. 1.22.b).

Les condensats obtenus contiennent typiquement 2.10° atomes (cf. Fig. 1.23).
Le piege étant allongé selon ’axe z, perpendiculaire a ’axe d’imagerie, on peut
observer ici une inversion d’ellipticité pendant le temps de vol (§ 1.1.5).

15. C’est sur ce principe que sont d’ailleurs réalisées les expériences de laser a atomes guidé
présentées au chapitre 3.
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1.4.2 Condensation dans la seconde chambre de science

Le refroidissement des atomes jusqu’a la dégénérescence dans un piege ma-
gnétique requiert a la fois un acces optique important (6 axes occupés pour le
piége magnéto-optique) ainsi qu'un fort encombrement lié a l'utilisation d’un
piege magnétique comprimé pour I’évaporation. Dans la premiere cellule, il ne
reste de fait qu’'une seule ouverture permettant d’imager des structures de po-
tentiel créées optiquement dans la direction perpendiculaire a ’axe de la pince
optique. Si cette configuration est raisonnable pour étudier des phénomeénes de
transport quantique a une dimension, il n’est pas envisageable de réaliser une
expérience de transport & deux ou a trois dimensions dans cette cellule. Afin
de permettre ces études, nous allons transporter le nuage froid a 'aide de la
pince optique jusqu’a une deuxieme cellule, qui nous servira de "chambre de
science". Le nuage froid y est ensuite refroidi jusqu’a la condensation dans un
piege dipolaire croisé, via une étape d’évaporation tout-optique.

1.4.2.1 Transport dans une pince optique

Le transport d’atomes froids est une méthode désormais utilisée dans de nom-
breux groupes, souvent pour maximiser les acces optiques. Diverses méthodes
ont déja été démontrées, telles que le déplacement de la position du minimum
d’'un champ magnétique, soit en modulant les courants [133-135], soit en dé-
placant les bobines qui le génére [136,137]; ou encore 'utilisation d’une pince
optique dont le waist est déplacé [138,139]. C’est cette derniére méthode que
nous utilisons et que nous allons décrire ici.

Nous utilisons pour cela le piege optique du piege hybride, avec le waist
minimum accessible (wg ~ 27 pum) afin que sa fréquence de piégeage longitu-
dinale w/ /27 soit maximale. Une platine de translation (Aerotech ABLS0040)
permet de déplacer les optiques de focalisation sur une distance 35 cm & une
vitesse maximale de 2 m.s~! avec une répétabilité de £0,2 pum sur les positions
initiales et finales. Le plateau mobile est porté par un coussin d’air comprimé a
5,5 bars et mis en mouvement par un moteur linéaire commandé par une élec-
tronique de controle externe. L’ensemble de la platine est fixé a un plateau en
granit de 250 kg, isolé de la table par des plots de sorbothane, afin d’éviter la
transmission de vibrations au reste de I’expérience, particulierement pendant les
phases d’accélération et de décélération de la platine.

Le mouvement de la platine est programmé sur 'ordinateur et les informa-
tions sont envoyées a I’électronique de contrdle au début de chaque cycle. Celle-ci
attend alors un signal de commande du séquenceur pour lancer le mouvement,
permettant ainsi une synchronisation parfaite avec les autres éléments interve-
nant au cours du cycle expérimental.

Bien qu'il soit possible de transporter directement un condensat [138], nous
avons choisi, pour plus de robustesse, de déplacer le nuage atomique froid di-
rectement apres son transfert dans la pince optique, les atomes étant alors tres
proches du seuil de condensation. Afin de capturer un maximum d’atomes, la
puissance de la pince est dans ce cas de 1 W ce qui correspond & un confine-
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FIGURE 1.24: Mesure de la trajectoire de la platine de translation en position, en vitesse
et en accélération pendant le transport dans la pince optique.

ment transverse d’environ 1,5 a 2 kHz et un confinement longitudinal d’environ
10 Hz. Le transport est effectué en 2,7 s, avec une trajectoire z(t) tres lisse
(Fig. 1.24), de maniére a perdre le moins d’atomes possible et a ne pas exciter
d’oscillations dipolaires [139]. Grace a cette méthode, nous transportons quasi-
ment l'intégralité des 3.10% atomes chargés dans la pince. Le transport conduit
inévitablement a du chauffage, et la température du nuage a I’issue du transport
est typiquement de quelques micro-kelvins.

FIGURE 1.25: Image du nuage dans la pince optique avant (a) et aprés (b) le transport,
apres un temps de vol de 1 ms. Le nombre d’atomes initial est 3,7.10° et le nombre
d’atomes final 3,5.108, correspondant d une efficacité du transport de 95%.

1.4.2.2 Piege dipolaire croisé

Afin d’arriver a la condensation de Bose-Einstein a partir du nuage trans-
porté, nous le recomprimons dans un piege dipolaire croisé, puis nous y effectuons
une évaporation tout-optique en baissant l'intensité de chacun des faisceaux jus-
qu’a obtention d’un condensat de Bose-Einstein (cf. e.g. [140]).

Montage Afin de recomprimer les atomes dans la direction de propagation de
la pince (axe horizontal z), nous utilisons un faisceau disposé selon ’axe vertical
y, perpendiculaire a la pince. Le montage optique correspondant est représenté
Fig. 1.26. Le faisceau est obtenu a partir du méme laser Yb de longueur d’onde
A, = 1070 nm que celui utilisé pour la pince optique. Afin d’obtenir un condensat
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le plus sphérique possible (et ainsi une expansion isotrope de celui-ci), le second
bras est mis sous forme elliptique grace a un télescope cylindrique. Ses waists au
niveau des atomes dans les deux directions sont w, = 105 um et w, = 210 pm.
De la méme manieére que pour la pince optique, la puissance de ce faisceau est
asservie a l’aide d’'un modulateur acousto-optique (AA Optoelectronic MTS80)
permettant une amplitude d’extinction de 50 dB'6. En pratique, le croisement
des deux faisceaux est réalisé directement sur le signal atomique en maximisant

le nombre d’atomes capturés (ou condensés).
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FIGURE 1.26: Montage optique du faisceau vertical du piége dipolaire croisé.

Chargement dans le piége croisé La premiere étape consiste a capturer
les atomes dans le piege dipolaire croisé. Pour cela, on allume le faisceau ver-
tical du piege dipolaire croisé a pleine puissance (environ 7 W sur les atomes,
i.e. wPC /21 ~ 200 Hz), en 1 ms. La profondeur du piege optique est alors de
quelques dizaines de micro-kelvins. La quasi-totalité des atomes est ainsi pié-
gée, conduisant a une augmentation de la densité dans I'espace des phases qui
nous rapproche de la condensation : c’est leffet dimple [132]. Nous attendons
en pratique 500 ms a issue de cette étape afin que la thermalisation s’effectue

(Fig. 1.29).

16. Cette dynamique est nécessaire afin de permettre une décompression maximale du piege
dipolaire croisé, lorsque les atomes sont tenus par la lévitation magnétique. Une telle décompres-
sion permettra de générer des échantillons atomiques extrémement froids pour les expériences
de localisation d’Anderson & trois dimensions (§ 2.4).
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FIGURE 1.27: Images en absorption du transfert du nuage dans le piége dipolaire croisé
apres un temps de vol de 1 ms.

Caractérisation De la méme maniére que pour mesurer les fréquences du
piége optique dans la premiére chambre de science (cf. § 1.4.1.5), on peut mesurer
les fréquences du piégeage associées au faisceau vertical du piege croisé. Pour
cela, on ’éteint pendant un court instant (typiquement 1 ms), puis on laisse
évoluer les atomes dans le piege croisé, et on mesure la position du nuage apres
un temps de vol de 15 ms (oscillations dipolaires). On mesure par ailleurs la
taille du nuage, dont la fréquence d’oscillation, pour une nuage thermique comme
celui utilisé dans cette calibration, est le double de celle de piégeage (oscillation
quadrupolaires). L’ensemble des résultats est présenté Fig. 1.28.
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FIGURE 1.28: Fréquence de confinement du faisceau vertical du piége dipolaire croisé
en fonction de la puissance optique, mesurée d partir des oscillation dipolaires (carrés
rouges) et quadrupolaires (triangles verts) du nuage. L’ajustement donne wf¢/2r =

68,5P/2

e, compatible avec la valeur du waist du faisceau w, = 105 pm.
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Condensation tout-optique Pour réaliser I’évaporation dans le piege op-
tique, on diminue progressivement la puissance dans les faisceaux du piege croisé,
de maniere a déverser les atomes les plus chauds. Les conditions initiales sont
dans ce cas particulierement importantes puisque le confinement, et donc le taux
de collisions, diminue en méme temps que la profondeur du piége !” [143]. En pra-
tique, on commence par relacher le confinement de la pince, puis simultanément
diminue la puissance des deux faisceaux du piege croisé. La condensation est
atteinte pour des fréquences de confinement de l'ordre de 100 a 150 Hz. Cette
étape d’évaporation a une durée totale d’environ 4 s. Les condensats obtenus
contiennent typiquement quelques 10* atomes (Fig. 1.29.b), ce qui correspond &
un potentiel chimique de 'ordre de 1 kHz.
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FIGURE 1.29: a) Chronogramme typique de l’évolution des puissances laser dans les deux
bras du piége dipolaire croisé. b) Image en absorption du condensat de Bose-Einstein
obtenue aprés 15 ms de temps de vol (Npgc ~ 6.10%)

Ouverture adiabatique Afin d’obtenir des condensats de Bose-Einstein en-
core plus froids, il est possible de décomprimer tres fortement le piege dipolaire
croisé avant de relacher les atomes dans le potentiel magnétique de lévitation.
Afin d’éviter que le centre du piege ne soit déplacé vers le bas du fait de la
gravité (sag), on compense celle-ci & 1’aide d’un gradient de champ magnétique.
Celui-ci est généré par les bobines du systeme de lévitation magnétique décrit
dans la suite. On procede en deux étapes :

1. Afin de ne pas prolonger I’évaporation, on augmente la puissance du fais-
ceau horizontal (i.e la pince), tout en augmentant son waist par un dépla-
cement de la platine de translation. Typiquement, le waist est augmenté
d’un facteur v/2 par un déplacement de la platine d’environ 4 mm (~ zg),
et la puissance est parallelement augmentée d’un facteur 4 afin de conser-
ver une courbure transverse du piege optique identique. Cette étape est
réalisée en environ 500 ms.

2. Il nous est ensuite possible de décomprimer le piege optique horizontal. Ty-
piquement, on divise par deux la puissance du faisceau en environ 100 ms,

17. Une méthode alternative qui permet d’atteindre le régime d’emballement a été proposée
dans notre groupe pour cela [141,142].
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afin de refroidir efficacement le condensat. Ceci nous permet de gagner un
facteur 2 sur la température du nuage '8, 4.e. d’atteindre des températures
inférieures & 10 nK.

Les résultats préliminaires semblent montrer que cette méthode est particu-
lierement robuste et pourra a ’avenir étre poussée a ’extréme pour atteindre des
températures de I'ordre ou inférieures au nano-kelvin, a 'instar de celles obte-
nues dans le groupe de W. Ketterle [144]. Elle est en particulier nécessaire pour
observer la localisation d’Anderson a trois dimensions, comme nous le verrons
au chapitre 2.

T~20nK

Ouverture
adiabatique
T~10nK

50ms 90ms 150ms
Temps d’expansion

FIGURE 1.30: Expansion d’un condensat de Bose-Finstein dans le potentiel de lévitation
magnétique, avec et sans l’étape de décompression adiabatique.

1.4.3 Lévitation magnétique

Une des clés de 'observation des phénomenes de transport quantique a trois
dimensions va consister a étre capable de réaliser des expansions du condensat
de Bose-Einstein dans un potentiel "test" (e.g. le potentiel désordonné pour la
localisation d’Anderson, cf. § 2.4), qui est fixe dans le référentiel du centre de
masse du condensat. Ceci implique de compenser le potentiel de gravité auquel
sont soumis les atomes. Pour cela on peut envisager différentes méthodes :

— Le potentiel "test' peut étre généré dans le référentiel en chute libre du

condensat. C’est le cas des expériences réalisées dans I’avion zéro-g [145],
a la tour de Bréme [146] ou prévues dans l’espace [147]. Ces expériences
ont jusqu’a présent eu pour application directe 'interférométrie atomique
car elles permettent de longs temps d’interrogation.

18. Les températures sont mesurées ici a partir d’un ajustement gaussien du nuage apres des
temps d’expansion d’environ 100 ms dans le potentiel de lévitation magnétique décrit § 1.4.3.
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— On peut aussi maintenir le condensat contre la gravité par I’action d’une
force extérieure. Ceci peut étre réalisé a I'aide d’un systéme pulsé, un fais-
ceau laser transférant périodiquement des quanta d’impulsion aux atomes
[148,149]. Ceci peut aussi étre réalisé en appliquant un gradient de poten-
tiel statique, qui vient compenser exactement le gradient de gravité. Avec
les forces dipolaires, la puissance optique requise serait trop importante
pour permettre de réaliser cette compensation sur des volumes raison-
nables. Dans 1'objectif de réaliser une lévitation sur un volume millimé-
trique, le recours aux forces magnétique est donc indispensable. Cepen-
dant, nous allons voir qu’il existe une limite ultime quant au minimum de
confinement (ou d’anti-confinement) réalisable dans les trois directions de
lespace [150].

Nous avons donc choisi de réaliser un piege magnétique trés décomprimé.
Alors que dans la plupart des géométries de piege magnétiques, la décompression
conduit & un décalage vertical de la position du fond du piege magnétique (sag),
le piege magnétique réalisé sur notre expérience permet au contraire de garantir
une position constante du nuage lors de la décompression. Jusqu’a présent, de tels
pieges trées décompressibles (dits gravito-magnétiques [144,151]) ont été réalisés
dans 'objectif de refroidir a I'extréme des atomes (jusqu’a 7' ~ 500 pK) [144],
mais jamais dans le but de réaliser des expériences de transport.

1.4.3.1 Principe

Le potentiel de gravité peut étre compensé par un gradient de champ ma-
gnétique selon l'axe y de la gravité. Celui-ci s’écrit :
dB mg

== 1.57
dy — mpgrps (157)

soit, pour 'état |F = 1,mp = —1) du ¥"Rb, B, (0) = 30 G/cm.

Cependant, le champ magnétique étant a flux conservatif, il est impossible
de réaliser un gradient magnétique dans une direction de ’espace sans créer
de gradient sur une autre direction au moins. Cette constatation, a la base du
théoréme de Wing [110, 152], conduit, dans le cas ou 'on impose la condition
BQ(O) = mg/mpgrus, & une contrainte sur les fréquences de confinement (ou
d’anti-confinement) w; minimum réalisables [150] :

TR

1=T,Y,2

ng

_— 1.58
2mprgrpBo (1.58)

ou By est le biais magnétique au centre du piege. Plus celui-ci est important,
moins cette condition est contraignante. Ceci n’est pas surprenant étant donné
que les atomes ne sont sensibles qu’a la norme du champ magnétique.

Une méthode permettant d’atteindre cette limite théorique consiste a créer
un biais magnétique aligné avec la gravité comme représenté Fig. 1.31 [144,
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FIGURE 1.31: Principe de la lévitation magnétique. La génération d’un gradient de
champ magnétique crée des courbures transverses qui peuvent étre atténuées par l’ajout
d’un biais magnétique important.

150]. Cette géométrie permet que le biais ne modifie pas le gradient magnétique
vertical de sorte que le centre du piege reste fixe 1?. Ceci peut étre réalisé a 1’aide
d’une paire de bobines parcourues par un courant de méme sens, de sorte qu’elles
génerent a la fois un biais By, et une courbure b”. Le champ magnétique s’écrit
alors :

4 2_|_ 2
B = <2xy>a:+ By —by+b” (yQ—HSZZ

ou b = mg/mpgrup est le gradient de champ magnétique suivant 1’axe y per-
mettant d’annuler la gravité (Eq. 1.57). Les atomes ne sont sensibles qu’a la
norme du champ magnétique. Développée a 'ordre 2, elle s’écrit :

y+ (l;,zy> z (1.59)

B=By—bly+ by + LAY (+? + 2% (1.60)
2 \ 4B,

Les fréquences de piégeage associées sont alors données par :

= 1.61
w =W m 4By 4 m ( )

2 o _ ‘mFQFMB ( v b//)‘ ot w2 — ’2mFgF,U«Bb//
On vérifie ici exactement la condition donnée par 1’équation 1.58. On re-
marque en particulier plusieurs configurations particulierement intéressantes :
— Une configuration de type "Helmholtz" est possible. Celle-ci correspond a
b" =0, de sorte qu’on a w, = 0. Le confinement le long de cet axe est alors
quartique et non plus quadratique.
— Une configuration planaire dans le cas ot b = b2 /4By, de sorte que w, =
w, = 0. De la méme maniere, le confinement le long de ces axes est alors
quartique.

19. Comme nous le verrons au § 1.4.3.2, ceci n’est valable qu’a condition que le biais soit
faible ou que le déplacement Zeeman dépende linéairement du biais.
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— Enfin, une configuration isotrope, obtenue a condition que :

"_ b/2
12B,

(1.62)

Les fréquences sont alors égales :

(1.63)

’ Y ? 6mprgrusBo

C’est cette configuration qui va nous intéresser tout particulierement.

1.4.3.2 Cas du champ fort

Le dispositif que nous allons décrire par la suite permet la création d’un
champ magnétique de biais allant jusqu’a 2000 G au niveau des atomes. Ceci
permet d’avoir des fréquences de confinement ou d’anti-confinement résiduelles
extrémement faibles. Cependant, pour de tels champs magnétiques, ’expression
du potentiel est donné par la formule de Breit-Rabi 1.36 (Fig. 1.1). Autour du
champ de biais By, il faut donc remplacer, dans les expressions précédentes, le
facteur de Landé gr par un coefficient local :

1 dFE
mpug dB

grmp(Bo) = (Bo) (1.64)

En particulier, il est nécessaire d’adapter la valeur du gradient magnétique o’
(Eq. 1.57) permettant de compenser la gravité en fonction du champ magnétique
de biais By (cf. Fig. 1.32.a).

Qui plus est, afin de réaliser une configuration isotrope, la condition 1.62
doit étre remplie. Ceci implique en particulier que la courbure b” doit pouvoir
étre modifiée indépendamment du biais By. Nous allons voir dans le paragraphe
suivant comment ceci peut étre réalisé expérimentalement. Les valeurs de cour-
bure b correspondant & une configuration isotrope, ainsi que les fréquences de
confinement résiduelles associées sont tracées Fig. 1.32 en fonction du biais By,
dans les états hyperfins |[F' = 1,mp = £1), et dans I'état |F = 2, mp = —2). Ces
états correspondent aux trois stratégies expérimentales décrites au paragraphe
suivant.

1.4.3.3 Possibilités expérimentales

Ajustement du champ magnétique Les bobines de biais sont séparées en
deux blocs de deux couches, alimentés par des circuits différents. Ainsi, si on
représente ’ensemble des bobines générant le biais et la courbure magnétique
par une simple paire de bobines, on peut, en mettant un déséquilibre de cou-
rant entre les couches les plus proches et les plus éloignées, régler 1’écartement
effectif entre ces bobines. On peut ainsi faire varier la courbure b” sans modifier
substantiellement le biais (cf. Fig. 1.33). Ceci permet par exemple de réaliser les
configurations ou un ou deux axes ont une fréquence de confinement résiduelle



1.4 Cycle expérimental

51

a) Tpiais (A)
0 50 100 150 200
— . : - 100
60} / \
/ \
: \
/ S
50p 2 NI
N N
i R loo s
E > &
2 2 50 S
Q30K 2
h ~—__ {40 >
=0l T === C “Lmp=+1 -
10+ F72,mF7-2 120
0 M M M M 0
0 500 1000 1500 2000
By (G)
b) Tpiais (A)
0 50 100 150 20
4 1 T 'I T T
\ /
\ F=Lmp=-1 7
2 - ~. /_/'
\é F=2,mp=-2
20 e e .
). F=Lmp=+1 7
-2 / 4
! !
I !
4Ll A A L .
0 500 1000 1500 2000
By (G)
0) Tiais (A)
50 50 100 150 20
T T LI | T
\ /
N\, K4
b S Felmp=-l s
o)
=)
S I e —
8 _— - T T T T =
-7 F=lmp=+1 -~
Ap/ F e
/ 7
/ !
ol L L l L L
0 500 1000 1500 2000
By (G)

FIGURE 1.32: a) Gradient de champ magnétique selon y permettant de compenser
la gravité en fonction du champs magnétique de biais By dans les états hyperfins
|FF = 1,mp = £1), et dans Uétat |F = 2,mp = —2). La limite Igrqdgiens = 50 A
correspond au maximum disponible en sortie de notre alimentation pour les bobines gra-
dient. b) Courbure requise pour réaliser un confinement ou un anti-confinement isotrope
en fonction du biais By pour les mémes états hyperfins. ¢) Fréquence de confinement
ou d’anti-confinement résiduelle correspondant d la limite 1.58 pour les mémes états

hyperfins.
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nulle, mais aussi d’obtenir des configurations de piégeage (ou d’anti-piégeage)
isotropes quel que soit la valeur du biais magnétique. Les courants nécessaires
dans chacune des bobines de biais pour réaliser une configuration isotrope sont
tracés Fig. 1.34 pour les états hyperfins |[F' = 1,mp = £1) et |F = 2, mp = —2).

h
/

- Leff
——— lint+ext
et D <ot >
FIGURE 1.33: Principe de l’ajustement de la courbure b"”’. En modifiant le Tapport des

courants entre les deuz bobines, on modifie ’écartement L g entre les deux bobines ef-
fectives équivalentes a l’ensemble des bobines de biais.

F=1,mg=-1 F=1,mg=+1 F=2,mg=-2
200 F 200F
20| \
150 |- 150 |-
—~ 15} H
S |
" 100 - 100 -
B0F
=
s 50| 50 |-
ok 11y ok ok
00 02 04 06 08 10 12 00 02 04 06 08 10 12 00 02 04 06 08 10 12
/27 (Hz) —/2n (Hz) —/2n (Hz)
FIGURE 1.34: Courants I;; et L.y nécessaires dans chacune des bobines de biais pour
générer un confinement (cas |F = 1,mp = —1)) ou un anti-confinement (cas |F =
1,mp = +1) et cas |F = 2,mp = —2)) isotrope de fréquence w/2m : en rouge, les bobines
externes et en bleu les bobines internes. Dans létat |F = 1,mp = —1), une décompres-
sion plus poussée nécessite un biais supérieur aux 50 A disponibles (cf. Fig. 1.32). La
fréquence minimale atteinte dans l'état |F =2, mp = —2) est w/27 ~ 0,18 Hz.

Stratégies de lévitation Comme discuté précédemment, la valeur du gra-
dient magnétique permettant de compenser la gravité varie avec 'amplitude du
biais. En particulier, le courant nécessaire dans les bobines de gradient pour
générer le potentiel de lévitation contre la gravité est donné Fig. 1.32. Le sys-
téme étant congu pour fonctionner avec un courant maximum de 50 A dans les
bobines de gradient, plusieurs possibilités sont offertes :
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— Rester dans 'état F' = 1, mp = —1, tout en se limitant a des biais inférieurs
a environ 150 G, c’est a dire en restreignant les performances de notre
systeme. La fréquence résiduelle de confinement dans le cas isotrope est
alors d’environ 0,90 Hz.

— Passer dans I'état F' = 1, mp = +1. Ceci peut étre réalisé par un balayage
radiofréquence pour un faible champ magnétique de biais. Les courbures
résiduelles sont alors anti-piégeantes et il est possible de monter le biais
jusqu’a 2000 G. On peut alors réduire les fréquences résiduelles dans le cas
isotrope a 0,20 Hz.

— Passer dans 'état F' = 2, mp = —2, de maniére a s’affranchir de la dé-
pendance en By de gp .. Ceci permet de pouvoir faire des rampes du
biais sans avoir a adapter la valeur du gradient qui compense la gravité.
Les fréquences résiduelles d’anti-confinement ultimement accessibles dans
le cas isotrope sont alors inférieures a 0, 18 Hz.

1.4.3.4 Description du montage

Montage Le montage permettant la génération du champ magnétique de 1é-
vitation est représenté Fig. 1.36. Il est composé de plusieurs paires de bobines,
ajustées pour s’insérer parfaitement dans des supports en aluminium servant de
radiateurs et refroidis par une circulation d’eau. Ceux-ci sont assemblés I'un a
Iautre autour de la cellule?0. IIs sont par ailleurs fendus pour limiter 1’effet des
courants de Foucault & la coupure des champs magnétiques.

Les bobines ont été fabriquées par Michel Lécrivain au laboratoire SATIE de
I'Ecole Normale Supérieure de Cachan. Chacune d’elle est composée de plusieurs
couches comportant chacune 34 tours. Elles sont réalisées a partir de I’enrou-
lement en parallele de deux fils en cuivre plat de large section (5 x 1 mm) de
maniere & réduire I'inductance du systéme, et par conséquent les temps de mon-
tée et de coupure (cf. § 1.4.3.5). Quatre couches sont dédiées a la génération du
biais et deux a la génération du gradient. Les bobines de biais sont placées au
plus pres de la cellule pour générer le champ le plus intense. Elles sont alors dans
une configuration proche de la géométrie de Helmholtz. Elles sont alimentées sé-
parément par deux alimentations de courant ultrastables générant chacune un
courant de 200 A (cf. Fig. 1.35). Les bobines de gradient sont quant a elles
alimentées par une alimentation délivrant un courant de 50 A.

La réalisation de l'expansion dans le piege tres décomprimé requiert par
ailleurs un alignement parfait du gradient et du biais magnétique sur I'axe de
la gravité. Pour cela, deux paires de bobines en configuration proche Helmholtz,
d’axes x et z (axes horizontaux), ont été mises en place. Elles permettent de
générer des champs de quelques Gauss dans les directions perpendiculaires a
I’axe de la gravité.

20. La distance entre les bobines et les parois de la chambre de science est de 1 mm de part
et d’autre.
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FIGURE 1.35: Schéma de branchement des différentes bobines constituant le systeme de
lévitation magnétique.

Acces optique Le design du systeme a été étudié afin de garder un acces
optique maximal autour de la cellule. Nous disposons finalement de :

— Deux acces optiques selon l'axe y (vertical), dans I’axe des bobines, de
diametre 50 mm. Un de ces acces est occupé par le faisceau vertical du
piége dipolaire croisé (ainsi que I'imagerie dans le plan zz, cf. Fig. 1.26). Le
second acces (par le haut) permet d’appliquer un speckle sur les atomes
avec une ouverture numérique de 0,5 pour ’expérience de localisation
d’Anderson décrite § 2.4.2.

— Deux autres acceés optiques selon 1'axe x (horizontal, perpendiculaire au
faisceau de la pince optique). Ces acces permettent d’amener des optiques
de diametre 25 mm au plus pres de la cellule, offrant ainsi une ouverture
numérique de 0,5 pour I'imagerie dans le plan yz (cf. Fig. 1.8). Le second
acces sert lui aussi a appliquer le speckle sur les atomes dans ’expérience
de localisation d’Anderson a trois dimensions décrite § 2.4.2.

— Selon l'axe z, 'acces optique disponible est entierement pris par la pince
optique, dont le diametre est d’environ 20 mm a cet endroit lorsqu’elle est
focalisée dans la premiere cellule.

— Enfin, quatre passages sont prévus sur les diagonales a 45 degrés. Ils sont
utilisés pour éclairer les atomes a résonance lors de I'imagerie par fluores-
cence.
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FIGURE 1.36: Vue en éclatée du montage des bobines de lévitation magnétique. Les bo-
bines de biais sont constituées de 2 x 68 tours, celles de gradient de 68 tours. Afin
d’éviter toute perturbation du champ magnétique, I’ensemble est assemblé avec des vis
en laiton. Le support des bobines en aluminium étant conducteur électrique, il est entie-

rement fendu afin de réduire le temps de coupure du champ magnétique lié aux courants
de Foucault.
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1.4.3.5 Caractérisation

Caractérisation magnétique Avant leur installation sur le systéme expé-
rimental, les bobines ont été testées a bas champ, et la mesure de la variation
spatiale des champs magnétiques a été effectuée. Les mesures pour les bobines de

21 sont données Fig 1.37. Celles-ci viennent conforter les calculs numériques

biais
effectués. Par ailleurs, la mesure nous sert de calibration fine des différentes di-
mensions de I'assemblage afin de pouvoir calculer numériquement le champ ma-
gnétique (cf. Fig. 1.34). L’étude a fort champ n’a pas encore été réalisée et sera

effectuée directement sur les atomes.

26,15

26,140 4
26,14 -

26,135
26,13

26,130 4

26114 26,125

26,10 - 26,120 4

FIGURE 1.37: Mesure du champ magnétique généré par les bobines de biais dans les
directions longitudinale y et radiale z pour un courant de 2,5 A. L’ajustement (pointillé
noir) fait apparaitre des trés légéres déviations par rapport au calcul numérique (courbe
rouge), réalisé en ajustant les paramétres (dimensions des bobines) aux mesures.

Enfin, un circuit permettant I’allumage et 'extinction rapide des champ ma-
gnétiques par transfert de charge dans des condensateurs, similaire a celui utilisé
pour le piege magnétique [90,127], a été mis en place. La décroissance du champ
magnétique a par ailleurs été mesurée (Fig. 1.38). Celle-ci fait apparaitre deux
temps caractéristiques : le plus court, d’environ 500 us correspond au transfert
de I'énergie dans le condensateur du circuit de coupure, réalisé en un quart de
période propre du systéme oscillant ; le second, correspond a la présence de cou-
rants de Foucault, qui subsistent malgré le fait que le support des bobines en
aluminium soit fendu. La constante de temps de 'amortissement exponentiel de
ces courants de Foucault est de 500 us. En pratique, apres 2 ms, il reste moins
de 1% du champ magnétique initial (soit pour 2000 G, un champ résiduel de 20
G, correspondant & un décalage par effet Zeeman de la résonance d’imagerie de
14 MHz). Ce décalage, de valeur raisonnable, peut étre tout a fait compensé par
un décalage de la fréquence des faisceaux d’imagerie.

Caractérisation thermique Le montage décrit précédemment est destiné a
la circulation d'un courant de 100 A par fil de cuivre (section 5 mm?). Cela

21. Les mesures effectuées sur les bobines de gradient ne montrent aucune déviation par
rapport au calcul numérique.
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FIGURE 1.38: Mesure de la décroissance du champ magnétique au ceeur du systéme de
lévitation magnétique apres l'arrét a t = 0 des alimentations. La décroissance a lieu
en deuzx temps : d’abord une décroissance rapide liée au circuit de coupure, puis une
décroissance plus lente liée au courants de Foucault (pointillés noirs).

conduit a une résistance de 45 m¢) par paire de bobines. La puissance dissipée
par les bobines de biais est donc P = 3,6 kW, conduisant a une montée en tem-
pérature rapide du systéme (environ 2°/s), qui n’est pas entiérement compensée
par le refroidissement continu par circulation d’eau froide dans le support des
bobines. En pratique, celles-ci ne sont pas allumées pendant plus de 10 secondes
par cycle, et le temps total du cycle (environ une minute) permet de limiter la
montée en température. Des tests thermiques ont été effectués en régime perma-
nent avec un courant de ’ordre de 80 A dans les bobines de biais, équivalent au
régime ciblé vis a vis de la puissance moyenne au cycle envisagé. La température
atteinte au cceur des bobines est alors de l'ordre de 140°C (Fig. 1.39).

b)

AT (K)

I

0

FIGURE 1.89: a) Image prise & la caméra thermique des bobines de biais traversées
par un courant de 70 A permanent. b) Simulation numérique pour un courant de 80
A permanent, équivalent ¢ 200 A pendant 1/6 du temps. L’élévation de température
maximale au ceur est ATy, = 125 K. (Images M. Lécrivain)

Dans la perspective des expériences, il est important de vérifier que le chauf-
fage des bobines ne vient pas perturber les faisceaux qui traversent les acces
optiques. En particulier, pour I'expérience de localisation d’Anderson décrite
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au chapitre suivant (§ 2.4.2), nous allons réaliser des interférences entre deux
faisceaux empruntant des acces optiques distincts. Afin de quantifier les fluctua-
tions induites par le chauffage du support, nous avons réalisé un interférometre
de Mach-Zender en faisant passer chacun des bras a l'intérieur des bobines. De
manieére & isoler ces faisceaux des fluctuations thermiques, ceux-ci circulent dans
des tubes en aluminium de diameétre 25 mm (sans aucun contact avec le support
des bobines). Avec ces précautions, nous avons pu mesurer une variation de phase

inférieure & 6 < /10 pendant les 10 s ot celles-ci doivent étre allumées 22

1.4.3.6 Expansion balistique

Les premiéres expériences de lévitation magnétique ont été réalisées tres ré-
cemment 23, Nous donnons ici quelques résultats préliminaires. Afin d’observer
une expansion, nous allumons les champs magnétiques durant ’étape d’évapora-
tion dans le piege dipolaire croisé, puis nous éteignons les faisceaux afin de laisser
s’étendre les atomes dans le piege magnétique tres décomprimé. La dynamique
du condensat est alors donnée par les lois d’échelle Eq. 1.26, et est représentée

Fig. 1.40.
Avec un courant de Ioyy ~ 20 A uniquement sur les bobines extérieures qui
génerent le biais (soit 100 G, ce qui permet de rester dans l'état mp = —1).

On vérifie ainsi la condition pour un piégeage résiduel isotrope. L’expansion est
balistique pendant un temps de ’ordre de 100 ms, puis on observe une respiration
du condensat correspondant a une fréquence de piégeage transverse résiduelle
w?;e" ~ w%ev ~ 1,1 Hz, qui correspond exactement a la valeur attendue. Les
fréquences du piege dipolaire croisé initial sont ici w, /27 ~ w, /27 ~ 50 et le
nombre d’atomes initial est Ny ~ 2.10%.

Ces résultats sont particulierement encourageants puisqu’ils ont été obte-
nus pour un biais tres faible devant les possibilités offertes par notre systéme.
En particulier, nous avons pu mesurer des oscillations dans le piege gravito-
magnétique pendant des temps supérieurs a 30 secondes, sans observer de dérive
sur la position du centre du nuage. Qui plus est, I’accord avec le calcul numé-
rique des fréquences de piégeage résiduelles est extrémement bon. Ce travail se
poursuit actuellement, avec notamment 'idée de passer a court terme dans I’état
|F =2, mp = —2).

1.4.3.7 Perspective d’optimisation

Afin de pouvoir supprimer les courbures résiduelles sous un biais de 2000 G,
nous envisageons d’aligner sur le centre magnétique un faisceau laser collimaté,
désaccordé vers le bleu de la résonance du rubidium si le résidu de courbure est
piégeant et vers le rouge si le résidu de courbure est anti-piégeant. En ajustant
sa puissance et son waist, il est possible de supprimer les courbures résiduelles

22. Cette mesure correspond a une moyenne sur plus de 30 cycles consécutifs.
23. Les dispositifs permettant de réaliser des transitions rf et hf n’ayant pas encore été mis
en place, on se restreint ici au cas d’une lévitation dans I'état |F = 1,mp = —1).
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FIGURE 1.40: Evolution temporelle de la taille du condensat en expansion dans le piége
magnétique de lévitation selon l’aze vertical y (ronds rouges) et horizontal z (carrés
bleus), pour un courant de biais dans les bobines extérieures de I,y = 20 A. Les condi-
tions initiales sont : wy /2T ~ w, /27 ~ 50 Hz et Ny ~ 2.10%. En ajustant ’évolution a
partir des équations d’invariance d’échelle 1.26, on obtient les fréquences de confinement
résiduelles du piege : a) wl® ~ wl* ~ 1,1 Hz.

dans deux directions de l’espace, complétant ainsi I'effet du piege magnétique 4.
Le piege résultant ne comporte alors plus que des termes quartiques dans les
trois directions de I’espace.

24. En pratique, le faisceau optique de compensation de courbure sera envoyé selon ’axe de
la pince et permettra de compenser les courbures selon les axes x et y. Le champ magnétique
créé par les bobines de lévitation sera réalisé dans une configuration isotrope. Une paire de
bobine de compensation spécifique a été mise en place et aura alors pour réle de transférer la
courbure de l'axe z vers les axes z et y.






CHAPITRE 2

Localisation d’Anderson
d’ondes de matiére

Dans luniformité de circonstances identiques,

chaque expérience prend une dimension singuliére et tragique.
Madeleine Ouellette-Michalska

Le Dome

Dans un cristal parfait, la conduction électronique est assurée par un gaz
d’électrons quasi-libres. La nature conductrice ou isolante du matériau dépend
alors de sa structure de bande et de la position relative de son niveau de Fermi.
Bien que cette théorie permette d’expliquer les propriétés électriques de la plu-
part des solides, elle présente quelques lacunes et d’autres théories sont néces-
saires ; par exemple, la prise en compte des interactions conduit a la théorie des
isolants de Mott [153], et la prise en compte des imperfections du cristal support,
a la théorie de la diffusion de Drude. Cette derniere relie la conductivité du ma-
tériau au libre parcours moyen des électrons, c’est a dire a la distance moyenne
qui sépare deux diffusions des électrons sur des défauts du cristal (loi d’Ohm).

Dans des milieux tres désordonnés, cette longueur peut devenir plus petite
que la longueur d’onde de de Broglie des électrons, et il faut recourir a un
traitement quantique. En particulier, un électron peut exhiber des propriétés
propres aux ondes, telles que des interférences, et la prise en compte de ’ensemble
des chemins de diffusion est nécessaire. En 1958, Philip W. Anderson a montré
qu’un tel développement pouvait conduire & une annulation de la conductivité
du matériau : la localisation d’Anderson [154]. Si ce phénomeéne est commun
a tous les types d’ondes [25,155], il n’avait jusqu’alors jamais pu étre observé
directement avec des ondes de matiere. En effet, dans les systémes condensés,
les interactions entre les électrons et la présence de phonons rendent difficile
I'obtention de résultats quantitatifs.

Au cours de cette thése, nous avons pu observer pour la premiere fois di-
rectement la localisation d’Anderson dans un systéme modeéle unidimensionnel
avec des ondes de matiere issues d'un condensat de Bose-Einstein [44]. Un tel
résultat a été simultanément obtenu dans 1’équipe de Massimo Inguscio a Flo-
rence [46], dans un systéme sur réseau qui est une réalisation expérimentale du
modéle d’Aubry-André. Ces deux expériences constituent sans aucun doute une
preuve de principe quant a 'intérét des atomes froids pour effectuer une étude
fine du phénomene.
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A la suite de ces travaux, la compétition entre les interactions répulsives
et la localisation a pu étre observée a Florence [62], puis dans le groupe de
Randall Hulet a Houston [63], grace a leur possibilité de régler les interactions
a l'aide de résonances de Feshbach. La description théorique de ce probléme est
particulierement complexe et a déja été I'objet de nombreux travaux [54-61].

Pour des systémes de dimension supérieure, la description théorique peut
devenir si complexe que les expériences pourraient a I’avenir jouer un véritable
role de simulateur quantique. C’est en particulier le cas des expériences menées
dans le groupe de Brian DeMarco, dans un réseau optique désordonné (modeéle
de Bose-Hubbard désordonné) [64,67]. Dans ces systémes fortement corrélés, des
effets particulierement non triviaux pourraient étre observés, tels que I’existence
d’une phase isolante appelée verre de Bose, dont les conditions exactes d’appa-
rition restent controversées [36,68-73,156,157].

Dans ce chapitre, nous rappelons les principaux résultats théoriques permet-
tant de décrire le régime de localisation d’Anderson en nous focalisant tout par-
ticulierement sur les cas unidimensionnels et tridimensionnels. Nous décrivons
en particulier la situation qui correspond aux expériences que nous réalisons,
ou le désordre est généré par une figure de speckle. Nous rappelons ensuite suc-
cinctement les résultats obtenus sur la localisation d’Anderson & une dimension,
présentés en détails dans la these de J. Billy [93]. Enfin, nous présentons les pre-
miers résultats de I’expérience de localisation a trois dimensions, qui est réalisée
dans le systeme de lévitation magnétique présenté § 1.4.3.

2.1 De la localisation faible a la localisation forte

Dans cette premiere partie, nous donnons une description théorique de la
localisation d’Anderson dans un milieu désordonné. Nous commencons par cal-
culer les corrections (dites de localisation faible) qui apparaissent par rapport a
la diffusion classique dans le cadre d’un modele simple (directement inspiré des
références [158-160]). Nous introduisons ensuite la théorie auto-cohérente de la
localisation [158] qui, bien qu’approximative, permet de caractériser de maniere
intuitive le régime de localisation forte (i.e. localisation d’Anderson), en fonction
de la dimension du milieu. En particulier, nous obtenons I'expression des lon-
gueurs de localisation pour des systemes unidimensionnels et tridimensionnels,
et nous montrons l'existence d’une transition dans ce dernier cas.

2.1.1 Effet de cohérence sur le transport quantique

Considérons un milieu de dimension d constitué de centres diffuseurs ponc-
tuels et statiques, distribués aléatoirement dans ’espace. La distance moyenne
qui les sépare définit le libre parcours moyen de 'onde de matiere ls. On s’inté-
resse a la dynamique diffusive d’une particule de masse m située a la position rq
au temps ¢ = 0. Les collisions sur les centres diffuseurs sont supposées élastiques,
de telle sorte que 'on peut définir un vecteur d’onde k associé a ’onde de ma-
tiere. Dans la limite de faible désordre (kls > 1), Ponde de matiére se propage de
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diffuseur en diffuseur, du point source situé a la position ¢, a une position finale
r a Uinstant ¢ (Fig. 2.1.a). Dans la suite, on indice par i les termes se référant a
une trajectoire correspondant a une certaine série de collisions multiples.

La probabilité de diffusion quantique moyenne P(rg,r,t) permet de carac-
tériser les propriétés de transport des milieux désordonnés [159]. Il s’agit de la
probabilité qu’a la particule issue de rg d’étre en 7 a l'instant . Elle s’exprime
en fonction des amplitudes complexes a; associées aux trajectoires de collisions
multiples, appelées aussi propagateurs :

P(rg,r,t) Zaf(ro, r,t)a;(ro,r,t) (2.1)
i?j
ol la somme sur les paires de trajectoires (i, 7) est moyennée sur le désordre. Il est
alors judicieux de séparer les termes correspondant a des trajectoires identiques
pour lesquelles le déphasage relatif est nul :

P(ro,r,t) < Y _lai(ro, 7, )> + Y af(ro, v, t)a;(ro, ) (2.2)
i i

Les phases qui correspondent aux propagateurs qui apparaissent dans le pre-
mier terme s’annulant, celui-ci donne une contribution non nulle & la probabilité
de diffusion quantique. Ce terme, appelé par ailleurs le diffuson, correspond a
la diffusion classique Pej(ro,7,t). Le second terme, qui correspond a des effets
d’interférence, constitue une correction quantique a la diffusion et contient en
particulier les effets de localisation. Nous allons décrire successivement chacun
de ces deux termes.

2.1.1.1 Probabilité de diffusion classique

La dynamique classique d’une particule peut étre obtenue en écrivant la loi
de conservation de la matiere, en absence de terme source, sous la forme :

8tPC1(T'O,’I",t) +v J(’I",t) =0 (23)

ou j(r,t) est la densité de courant de probabilité associée a la densité de proba-
bilité P.j(rg,r,t). Dans le cadre d’une réponse linéaire du milieu, on peut écrire
une loi de diffusion de Fick pour le courant de probabilité, qui indique qu’un
milieu présentant un gradient de densité tend a revenir a ’équilibre :

j=-DVP, (2.4)

La parametre D qui apparait dans cette équation est la constante de diffusion
du milieu. Elle s’écrit, pour une onde de matiére d’impulsion Ak, en fonction des
parametres microscopiques du milieu D = hklg/md, avec lg le libre parcours
moyen de transport (ou longueur de Boltzmann) ; g représente la distance apres
laquelle la direction de propagation n’est plus corrélée a la direction initiale du
fait des diffusions dans le milieu. En combinant ces deux équations, on obtient
I’ équation de diffusion :

(0 — DV?)Py(rg,7,t) =0 (2.5)
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Cette équation peut étre résolue facilement dans le domaine de Fourier :

1

Polgw) = ———po D (2.6)

Cette fonction s’écrit dans l’espace réel (en temps et en espace) sous la forme
d’une gaussienne de largeur o(t) = v2Dt :

dw —iw dd iq-(r—mr
Py(ro,r,t) = 5 ¢ t/ (27r()1de @(r=0)§ (q, w) (2.7)
1 P — 7ol?
_ _Ir—7ol” 2.
O gz gy &P ( ADt (28)

En particulier, la probabilité P (rg,r,t) prend des valeurs non négligeables
seulement dans un volume Q(t) tel que |r — ro|? < 4Dt i.e. :

Q(t) ~ (Dt)Y? ~ 1/Py(r,7,1) (2.9)

ou apparait la probabilité de retour a l'origine aprés un temps de diffusion ¢
dans le milieu : P(rg, 7o,t). Nous allons voir dans le paragraphe suivant que
celle-ci joue un role tout particulier dans le cadre d’une description quantique
du transport dans le milieu.

2.1.1.2 Correction quantique

Dans le second terme de l’expression 2.2, la plupart des termes s’annulent
du fait du moyennage sur le désordre. Les termes restants correspondent a des
séquences de collisions particulieres, ou les phases peuvent s’annuler deux & deux
bien que les trajectoires de collisions soient différentes. Un exemple de ce type
de trajectoire est représenté Fig. 2.1.c. Il s’agit de trajectoires de type diffuson,
habillées par des boucles fermées ot les propagateurs sont orientés dans des sens
opposés, appelées coopérons.

Chacun de ces termes donne lieu a une interférence constructive, ayant pour
conséquence une réduction de la constante de diffusion du milieu :

D =Dy— 6D (2.10)

Ce phénomene, appelée localisation faible, a été largement étudié expéri-
mentalement (e.g. sur des films métalliques fins [161, 162], avec de la lumiere
[163-165], ou méme, plus récemment, avec des ondes sismiques [166]).

Pour se faire une idée de la correction apportée a la constante de diffusion,
nous évaluons le poids relatif de cette correction a partir de la probabilité de
croisement de deux diffusons (qui donnent naissance a un coopéron), noté Py.
On peut alors écrire qualitativement [158] :

— x Py (2.11)
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FIGURE 2.1: Trajectoires de diffusion a prendre en compte dans la caractérisation du
transport quantique & ’échelle mésoscopique. a) Chemin de diffusion présentant un dé-
phasage relatif non nul. Les termes de ce type s’annulent par moyennage sur le désordre.
b) Chemin de diffusion de type diffuson contribuant d la description classique du trans-
port. ¢) Chemin de diffusion comportant une boucle de type coopéron contribuant au
phénomeéne de localisation.

Entre les instants ¢ et ¢ 4+ dt, cette probabilité de croisement est de 1’ordre
du rapport entre le volume parcouru par un diffuson pendant la durée dt et le
volume accessible a I'instant ¢ :

. Vdiffuson (dt)
= o

Si I'on considére que le diffuson est un objet effectif de diametre Agg, i.e.
de section )\ggl, qui parcourt en un temps dt une distance vdt¢, on peut alors
écrire [158,159] :

(2.12)

dt

Viiftuson (dt) & Mdgtvdt ~ —— 2.13
di uson( ) dB hNo ( )
ou Ny est la densité d’état d’une particule libre en dimension d : Ny(Eg) =
(;’wa%‘;*?’ Sy étant 'aire de la spheére unité en dimension d.
Finalement, la probabilité de croisement de deux diffusons s’écrit :
oo Vdiffuson (dt)
p. — dp. = _QitusoniTr/ 2.14
—1 " dtP, 2.15
hNO /0 cl (T7 ’l", ) ( )
1
~ hT\TOPCl(T’T’w =0) (2.16)

ot Py (7, r,w) est la transformée de Fourier temporelle de la probabilité de retour
a lorigine apres diffusion classique dans le milieu. En utilisant ’équation 2.7, on

a:
d
oD x 1 /d a eiq(r*ro)il (2.17)
Dy hNy ) (2m)d —i0 + Dog?
On peut ainsi interpréter la formule exacte suivante, donnant les corrections
de localisation faible, au premier ordre de perturbation [158] :

Dy d?q 1
D=Dy— 2.18
0 / (2m)? —i0 + Dyq? (2.18)
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Cette correction correspond a ’état stationnaire (f — oo, 7.e. w — 0). Elle
peut étre généralisée aux temps arbitraires en écrivant ’équation sous la forme
fréquentielle :

DQ ddq 1

D(w) =Dy — 2.19

(@) 07 ThN, / (2m)4 —iw + Dyg? (2.19)

Aux temps courts, on retrouve ainsi la constante de diffusion classique :
D(w — OO) = Do.

2.1.2 Théorie auto-cohérente de la localisation

Dans le développement précédent, nous avons considéré que le transport au
sein des boucles se faisait avec la constante de diffusion non perturbée Dy, i.e.
qu’il n’y avait que des boucles simples. En réalité, la correction de localisation
faible nécessite la prise en compte de ’ensemble des trajectoires qui donnent lieu
a des interférences constructives.

La théorie auto-cohérente (ou self-consistent) consiste a resommer une partie
de ces termes en habillant de boucles les boucles, i.e. a considérer 1’ensemble
des trajectoires comportant des boucles imbriquées les unes dans les autres. En
pratique, cela revient & écrire 1’équation 2.19 en remplagant Dy par D(w) dans
le terme correctif :

D(w d? 1
Dw) = Do - wfi(Nz / (277?55 —iw + D(w)g? (2.20)

Cette expression n’est pas rigoureusement justifiée, mais elle rend compte
de nombreux phénomeénes prédits par d’autres théories, et observés aussi bien
numériquement qu’expérimentalement.

En particulier, aux temps longs, ’expression 2.20 peut conduire a ’annula-
tion du coefficient de diffusion D(w — 0) = 0, de sorte que le milieu devienne
isolant. Il s’agit du phénomeéne de localisation forte, aussi appelé localisation
d’Anderson.

Le phénomene étant lié a 'existence de boucles fermées dans une marche
aléatoire, le théoreme de Pdlya [167] s’applique et prédit une dimension critique
d = 2 au-dela de laquelle la diffusion n’est plus récurrente!. Il n’est donc pas
surprenant que l’apparition de la localisation forte dépende de fagon critique
de la dimension du systeme. En particulier, a une dimension, nous allons voir
que la localisation forte a lieu pour un désordre arbitrairement faible. A trois
dimensions, au contraire, il y a un seuil a atteindre avant de pouvoir observer la
localisation forte : ce seuil correspond a la transition d’Anderson.

Cas d=1 A une dimension, '’équation 2.20 s’écrit sous la forme :

(2.21)

1. i.e. partant d’un point, on est siir de revenir a ce point a un instant ultérieur.
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Cette équation se résout facilement, et on obtient [168] :

— 16iwl? —
D(w) /1 —16iwlg/Dy —1 (2.22)

Do /1 16iwl% /Do + 1

A la limite des temps longs, on a : D(w — 0) ~ —4iwl}. Le systéme est alors
localisé et on peut écrire la probabilité de diffusion quantique sous la forme :

1 1

P =—— 2.2
(q,w—10) —iw 1+ 41]23q2 (2.23)
soit dans ’espace réel :
_rl
P(r,t — 00) o exp( ) (2.24)
2l

ce qui correspond & une longueur de localisation? &p = 4lg, directement pro-
portionnelle au libre parcours moyen de transport 3.

Cas d =3 Dans ce cas, I’équation 2.20 présente une divergence pour ¢ — oo.
Afin de la régulariser, on place une limite supérieure a l'intégrale : gmax = 1/Ip
[160]. Elle s’écrit alors sous la forme :

D(w) 3 —iwly 3
Do 2(kig)?\ D(w])3 =1 7(klp)2 (225)

Dans ce cas, la limite w — 0 (i.e. t — 00) dépend du signe du terme de droite
de I’équation 2.25 :
— Pour une désordre faible (kig > /3/7), le systéme se comporte toujours
de maniere diffusive. La constante de diffusion est cependant réduite :

3

D=Dy(1l— ——= 2.26

’ < w(leP) (226)

— Pour un désordre fort (klg < \/3/m), on obtient D(w — 0) = 0, ce qui

correspond au régime localisé. L’équation 2.25 nous permet d’obtenir di-
rectement ’expression de la longueur de localisation :

3l

§3p = m (2.27)

2. Dans ce manuscrit, on appelle longueur de localisation la longueur caractéristique de la
décroissance de I'amplitude des fonctions d’ondes. Notons toutefois qu’il existe des définitions
reposant sur la longueur caractéristique de la décroissance de la densité atomique n(r), pouvant
occasionner des différences d’un facteur 2 par rapport a certaines références.

3. Le résultat obtenu ici correspond bien au résultat exact pour la longueur de localisation
[169], qui correspond & la décroissance typique de 'amplitude de la fonction d’onde. 11
faut cependant noter qu’il s’agit ici d’une coincidence [160], étant donné que la théorie auto-
cohérente ne permet pas de décrire les fluctuations importantes du régime localisé, et décrit
par conséquent la décroissance moyenne de ’amplitude de la fonction d’onde.
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On retrouve ici le critére de Ioffe-Regel klg ~ 1, qui donne la position ap-
proximative du seuil de la transition d’Anderson (mobility-edge). On en déduit en
particulier I'énergie critique associée & la transition d’Anderson : E. ~ h?/ 2ml123.

La divergence de la longueur de localisation a proximité du seuil de la tran-
sition est caractéristique d’une transition de phase du second ordre. On peut
par conséquent définir des exposants critiques qui traduisent le comportement
des parametres physiques pertinents au voisinage de la transition, a savoir la
constante de diffusion d’une part et la longueur de localisation d’autre part :

{D(E) ~ B - EJ* .

&p(E) ~ |E — Ec|™

D’apres les expressions 2.26 et 2.27, la théorie auto-cohérente de la localisation
prédit pour ces exposants v = s = 1 [158]. Ce résultat est a mettre en balance
avec d’une part les résultats numériques obtenus sur le modele d’Anderson (v =
1,57 £0,02) [170], et d’autre part avec les expériences réalisées soit avec des
ondes lumineuses (v = 0,45 £ 0,10) [171] soit avec des atomes froids via une
mesure indirecte dans I’espace des impulsions (v = 1,4 £ 0, 3) [49]. Par ailleurs,
une théorie récente adaptée de la théorie auto-cohérente donne une valeur v =
1,5 [52]. Celle-ci est en trés bon accord avec a la fois les résultats numériques
[51] et expérimentaux récents [49]. L’expérience en cours, et décrite dans ce
manuscrit § 2.4, pourrait apporter un éclairage nouveau sur la question grace a
une observation directe du phénomene.

En conclusion, nous avons développé ici les résultats de la théorie auto-
cohérente de la localisation. En particulier, nous avons obtenu les longueurs de
localisation dans les cas d = 1 et d = 3, en fonction d’une longueur caracté-
ristique du probléme : le libre parcours moyen de transport g (Eq. 2.27). La
calcul de celui-ci requiert la connaissance des propriétés statistiques du potentiel
désordonné dans lequel les atomes évoluent. C’est 'objectif de la partie qui suit.

2.2 Localisation d’Anderson d’atomes froids dans un
désordre corrélé

Un des principaux intéréts de l'utilisation des atomes froids pour étudier
la localisation d’Anderson tient au fait que le potentiel désordonné dans lequel
évoluent les atomes peut étre contrélé. Plusieurs méthodes permettent de créer
des potentiels de ce type :

— Un réseau peut étre perturbé par la présence aléatoire d’atomes d’une autre
espece dans les différents puits [172,173]. Ceux-ci jouent alors le réle des
lacunes dans les systémes condensés et viennent perturber la conduction
dans le réseau.

— L’utilisation de réseaux optiques bichromatiques, dont les fréquences sont
choisies dans des proportions irrationnelles (i.e. incommensurables) de telle
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sorte que les atomes se propagent dans un réseau dont les profondeurs sont
aléatoires d’'un puits a 'autre. La dynamique des atomes dans ce pseudo-
désordre est décrite par le modele d’Aubry-André [45] et présente une
transition de phase entre un régime diffusif et un régime localisé au sens
d’Anderson, méme dans le cas unidimensionnel. Celle-ci a pu étre observée
dans le groupe de Massimo Inguscio [46].

— L’utilisation d’une figure de tavelures optiques (ou encore speckle) [37-40].
Le potentiel obtenu est alors un vrai désordre dans le sens ou il contient
un spectre continu de fréquences spatiales. C’est cette méthode que nous
utilisons et que nous allons décrire dans ce paragraphe.

2.2.1 Génération d’un potentiel désordonné a I’aide d’une figure
de speckle

Un champ d’intensité aléatoire est obtenu en faisant traverser un milieu diffu-
sant (7.e. une lame dont 1’épaisseur varie aléatoirement) a un faisceau de lumiére
(Fig. 2.2). La diffraction des différentes ondes issues de ce diffuseur donne lieu
a des interférences que l'on peut regarder a I'infini, dans le plan focal d’une len-
tille. L’ouverture numérique du systéme optique permettant d’obtenir le speckle
est d’une importance capitale, puisqu’elle détermine le spectre des fréquences
spatiales C'(k) des variations d’intensité, c’est a dire des variations du potentiel
auquel sont soumis les atomes. Nous verrons au § 2.2.3.3 que celui-ci intervient
directement dans I’expression du libre parcours moyen de transport /g des atomes
qui diffusent dans le milieu et nous allons le calculer ici.

Verre dépoli

Surface de
corrélation
du diffuseur

Surface
éclairée
de tavelures

Transformée de
—_——
Fourier

Surface
éclairée
du diffuseur

Surface de
corrélation
des tavelures

Transformée de
Fourier

Lentille

FIGURE 2.2: Principe d’obtention d’un champ de speckle par transmission a travers un
verre dépoli. La figure de speckle est obtenue dans le régime de diffraction de Fraunhofer,
i.e. dans le plan focal d’une lentille convergente. La taille minimale des grains de speckle
obtenus dépend de l'ouverture numérique du systéme optique, et ’extension du champ
de speckle, de l’angle de diffusion des diffuseurs.

Modélisation Considérons la diffusion d’une onde plane d’amplitude ag a
travers un verre dépoli d’épaisseur variable de(«, 3). L’amplitude juste apres le
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diffuseur est donnée par :

ala, B) = ape”®® @) avec d¢(a, B) = 2; (n—1)de(a, B) (2.29)
Afin d’obtenir une amplitude parfaitement aléatoire, la variable aléatoire
do(a, B) doit pouvoir prendre ses valeurs dans 1’ensemble [—, w]. Cette condi-
tion, dite de speckle pleinement développé, requiert un diffuseur suffisamment
rugueux. Les diffuseurs utilisés sur cette expérience satisfont ce critere.
La lumiere diffusée est récoltée par une lentille convergente de focale f. L’am-
plitude obtenue au point (z = f,y, z) du plan focal de la lentille est alors donnée
par l'intégrale de Fraunhofer [174] :

ik (y2+22)
f .27
/\f/ dadBa(a, B W) (2.30)

A(JZ‘ =1y, Z) =
Répartition d’intensité Les verres dépolis utilisés pour générer les fluctua-
tions de phase sont caractérisés par une fonction de corrélation Cyifusenr (e, 3) =
(a(0,0)a*(a, B)). Cette fonction a une largeur qui correspond au rayon de cor-
rélation du diffuseur r. (i.e. & la taille d'un grain de diffuseur). L’éclairement
moyen dans le plan focal d’une lentille de focale f s’écrit alors :

<’A((L‘ = fa Y, Z)’2> X /dadﬂcdiffuseur(aaB)e_i%(ya—i_Zﬁ) (231)

En pratique, les diffuseurs que nous utilisons dans la suite sont réalisés de
maniere a donner une répartition d’intensité gaussienne dans le plan focal d’une
lentille, de largeur & mi-hauteur fOpwmm (avec Opwam = A/7¢), ce qui corres-
pond & un waist w = fOpwmm/v21In2.

Distribution d’intensité Il s’agit d’'une somme continue de variables aléa-
toires pour laquelle le théoreme de la limite centrale s’applique. On en déduit une
loi de probabilité gaussienne pour ’amplitude. L’intensité de 'onde diffractée a
par conséquent une distribution exponentielle [174] :

1
P(I)=-—=e @ (2.32)
(1)
avec (I) = oy. En particulier, le contraste C' = o7/(I) = 1 est toujours maximum.
D’apres I'équation 1.39, 'amplitude moyenne Vi du potentiel désordonné est
directement reliée & (I) :
RU2(T)

VR = —
t 86Isat

(2.33)

Corrélations spatiales Au-dela de la détermination de cette intensité moyenne,
il nous importe de pouvoir controler les propriétés statistiques spatiales du po-
tentiel désordonné, c’est a dire de la répartition de puissance de la figure de
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tavelures. A partir de Pexpression 2.30, on peut déterminer sa fonction de cor-
rélation en amplitude [174] :

Ca(0x,0y,02z) = (A(0,0,0)A%(0x,0y,0z)) (2.34)

= /dadﬁ](a, ﬁ)f(i;:jgg) exp (—ik (r — ")) (2.35)

avec r = /a2 + 32+ f2et 1 = \/(f +0x)? + (o — 6y)® + (6 — 62). En parti-
culier, dans le cadre de 'approximation paraxiale, on a les expressions simplifiées
suivantes pour les fonctions de corrélation transverse et longitudinale :

Ta.1 (6y,02) = [ dadBI(a, B)e " (@0+502)
1502 (a?+5%) (2.36)
FA,//(5$) = fdadﬁ[(a’ ﬂ)e 2f2

Le potentiel dipolaire ne dépendant que de l'intensité optique, on s’intéresse
particulierement a la fonction de corrélation en intensité I'y(dr) = (I(r)I(r +
or)). L’amplitude étant une variable aléatoire gaussienne, le théoreme de Wick
s’applique et donne :

La(0r)]?

Dsr(67) = Ty (6r) — T7(0) = (I)? T2 (0)

(2.37)

— Dans le cas d'une ouverture rectangulaire, de dimensions D, et D, on
a:

Tar, 1 (8,02) = (Isine? (%Beay) sine? (%Bo2)
o > (2.38)
Lsry(0x) = (I)°g (,\fy25$) Y ()\fZQ(Sx)

olt g(u) = 2 (02 (\/g> S? (ﬂ)) fait intervenir les fonctions cosinus in-
tégral C' et sinus intégral S.

— Dans le cas d’'une ouverture circulaire de diametre D, la fonction de
corrélation en intensité est donnée par :

2f g (“D\/ 5y2+6z2) ﬂ

Lo1,L(0y,02) = (I)* || ooy Y,

Far (52) = (s (557

(2.39)

ou Jp est la fonction de Bessel de premiere espece.

Dans les deux cas décrits précédemment, on peut définir une taille minimale
transverse pour les grains de speckle, donnée par Ay = Az = A/20.N., et
qui correspond a la limite de diffraction. Il s’agit du rayon d’autocorrélation
du désordre (i.e. la taille d’un grain de speckle, cf. Fig. 2.3). Dans la direction
longitudinale, on a Az = 2\/ O.N.2: on retrouve naturellement la longueur de
Rayleigh.
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Fonction de corrélation

—— ouverture circ. z
— — ouverture rect.z
.......... ouverture rect./circ. X

FIGURE 2.3: Fonction de corrélation en intensité I'y et spectre radial des fréquences
spatiales pour une ouverture circulaire de O.N. = 0,5, dans le plan xz, x étant l'axe de
propagation du faisceau. La fréquence mazimale accessible est 2/\ pour deuz faisceauz
contra-propageants. A droite, spectre des fréquences spatiales C(k) du potentiel désor-
donné créé par une figure de tavelures selon l'axe transverse et l'axe de propagation,
pour une ouverture circulaire @D et une ouverture carré, de dimension Dy = Dy = D
(les spectres selon laze x sont pratiquement identiques).

Spectre des fréquences spatiales du désordre Le spectre du désordre dans
une direction transverse a la direction de projection du speckle est alors donné
par le théoreme de Wiener-Khintchine. Par exemple, dans le cas d’une ouverture
rectangulaire (telle qu'utilisée dans I’expérience a une dimension § 2.3), le spectre
des fréquences dans la direction transverse s’écrit [174] :

C(k) = (I)*nogr (1 — l‘gR) ) (1 — l‘?) (2.40)

ou k. = 20’1;1 = 27 /Az est une fréquence de coupure qui correspond & la limite
de diffraction. Si la détermination précise du spectre dépend de la forme de
I’éclairement sur le dépoli, la fréquence de coupure est quant a elle tres robuste
et ne dépend que de 'ouverture numérique. En effet, au contraire d’un désordre
idéal, une figure de tavelures ne peut contenir de fréquences spatiales qui ne
sauraient étre résolues optiquement, on parle alors de désordre corrélé.

Cette fréquence de coupure est particulierement importante dans le cas de
la localisation d’Anderson, et nous verrons au § 2.3.4.2 qu’a une dimension, elle
donne naissance a des seuils de mobilité effectifs.

2.2.2 Seuil de percolation dans un speckle

Dans la suite, on considére une onde de matiere qui diffuse dans un potentiel
désordonné généré par une telle figure de speckle. Si 'amplitude du désordre
est trop grande par rapport a I’énergie de 'onde de matiere, celle-ci peut étre
piégée classiquement : on parle de seuil de percolation. Ce piégeage classique
est évidement & éviter pour observer la localisation d’Anderson. La position de
ce seuil de percolation dépend a la fois du type de désordre considéré, et de la
dimension du systéme. Pour un potentiel désordonné généré par une figure de
speckle, les résultats sont les suivants :
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— A une dimension, le piégeage classique par des barriéres uniques du désordre
générées par une figure de speckle est toujours possible [38-40,175-177]. La
probabilité pour une barriere de potentiel d’avoir une amplitude V' supé-
rieure & " est, d’apres 'équation 2.32, p(V > E**) ~ exp(—E*/VR).
De maniere a limiter cette possibilité, il est nécessaire que I'énergie des
atomes soit trés supérieure a 'amplitude du désordre, i.e. : Vg < E'%*.

— A deux dimensions, il est possible de se propager dans un potentiel méme
si certaines rugosités sont d’amplitude supérieure a 1’énergie cinétique des
atomes. Le seuil de percolation est calculé pour un potentiel généré par un
speckle dans [178] : Vg ~ 0, 5E"*.

— A trois dimensions, et pour un speckle parfaitement isotrope, créé au centre
d’une sphere diffusante, la condition s’écrit, d’apres S. Pilati et al. [179] :
Ep# ~ 0,0005VR. Par conséquent, cette condition ne devrait pas poser
de probléeme particulier en vue de notre réalisation expérimentale.

2.2.3 Calcul de la longueur de diffusion

Dans ce paragraphe, nous calculons les longueurs de Boltzmann g qui cor-
respondent & la diffusion dans un potentiel désordonné corrélé et qui vont nous
permettre d’exprimer les longueurs de localisation en fonction des propriétés
statistiques du potentiel (cf. § 2.1.2). Nous allons utiliser la régle d’or de Fermi
pour calculer la "décroissance" d’un état |k) couplé a un continuum d’états |k’)
par le potentiel désordonné. Nous appliquerons ensuite ce résultat au cas d’un
désordre généré par un speckle a une dimension et a trois dimensions.

k>

FIGURE 2.4: Etat |k) couplé au continuum d’états |K') par intermédiaire du potentiel
désordonné V.

2.2.3.1 Condition de désordre faible

Les calculs perturbatifs sur lesquels s’appuient la plupart des prédictions
théoriques présentées dans ce manuscrit nécessitent que la phase accumulée sur
chacune des rugosités du potnetiel (pendant un temps At, correspondant au
parcours de la distance Az a la vitesse v = hk/m) soit petite, i.e. :

aV ) (2.41)
At h
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Cette condition quantique s’écrit pour une onde de matiere d’énergie Ej =
h%k?/2m sous la forme [180] :

A=A

= b, < 1 avec Eg = h?/mag (2.42)

Un désordre respectant cette condition est appelé un désordre faible. 11 est
alors possible de réaliser un développement de perturbation en A ou bien un
développement dans le formalisme de phase [41,181]. Dans la suite, nous pré-
sentons un développement permettant de retrouver l’essentiel des résultats qui
nous seront utiles a partir de la regle d’or de Fermi.

2.2.3.2 Libre parcours moyen élastique

A partir de la régle d’or de Fermi, nous pouvons calculer le taux de collisions
dans le potentiel désordonné, et donc le libre parcours moyen élastique s [160].
Pour une onde de vecteur d’onde k, on a :

L) = (2.43)

avec,
2T

F:
LA

YKV k) P3(Ey — ) (2.44)
kl
e Le terme de conservation de 1’énergie fait apparaitre la densité d’état final

No(Ek) :

Sq mkd—2

8(Ex — Ei) = No(Br)d(k — ) = 5555~

Sk — k) (2.45)

ou Sy représente la surface de la sphere unité en dimension d.

e Pour calculer le recouvrement des fonctions d’onde (k'|V'|k), on considére
une boite de quantification de longueurs L, de volume L¢. Les fonctions d’ondes

a Dintérieur de la boite s’écrivent alors |ky) = e*2" /L%/2 et les vecteurs d’ondes
27T1’Lj

sont quantifiés : kp = > =52e;. On a alors :
j=1,d
Iy = lim QIZL / e F=FL)TY (p)dr 2 No(Ep)d(k— k)|  (2.46)
L—+o00 h k/L L2d |r|<L
A la limite ott L — oo, on peut écrire 3 = % J dK' et faire ensuite passer
k/

L
la limite dans 'intégrale :

/ ei(k’*kl)"“V(T)dr
rl<L

2
s dk’ ) 1 ,
L= T No(E) [ @) (ﬂfmd ) Ok—k) (247)
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Or d’apres le théoréme de Wiener-Khintchine, on a :

2
1 , /
Jim /| B FEE)ITY (0 dr| = Ok — ) (2.48)
On obtient alors :
Symkd—2 dk’
e = G / (aryaC (kK3 — k) (2.49)
mk—2 .0

ou l'intégrale porte sur 'ensemble de la sphére unité et § = (k, k) est 'angle de
diffusion, représenté Fig. 2.5.

1D k 3D
k=0 >

NN

ou

< >
ke=2k
< :

FIGURE 2.5: Schéma représentant la diffusion d’angle 0, de k vers k' da une et trois
dimensions. Le vecteur ks a une longueur ks = 2k sin(0/2) correspondant a une fréquence
du potentiel désordonné (i.e. d une composante du spectre C(ks)). A une dimension,
ks € {0,2k}.

2.2.3.3 Libre parcours moyen de transport

Afin de quantifier I’anisotropie du transport dans le potentiel désordonné, on
introduit le libre parcours moyen de transport, noté lg. Pour cela, on prend en
compte l'angle de diffusion 6, de sorte que Ig représente la longueur caractéris-
tique au-dela de laquelle la mémoire de la direction de propagation est perdue :

(k) = £ (k)L (k) (2.51)
avec f, le facteur d’anisotropie, définit par :
Flk) = (1 {cos(0))" (2.52)

_ (] dQcos(0)C(2ksin(3) -
B <_ [ dQC(2ksin(9)) )

4. Les potentiels aléatoires utilisés ici ont la propriété d’étre quasiment auto-moyennants
[177].

(2.53)
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En particulier, si la diffusion est isotrope, alors f(k) =1 et lg = Is.

Nous allons désormais calculer ce libre parcours moyen dans le cas unidi-
mensionnel, pour un speckle éclairé par une ouverture rectangulaire, et dans
le cas tridimensionnel, pour un speckle isotrope généré au coeur d’'une sphere
diffusante.

Cas d =1 Dans le cas unidimensionnel, I’équation 2.50 s’écrit :

m

Ty = —

C(2k) + C(0)) (2.54)

On en déduit directement le libre parcours moyen élastique a partir de la
relation 2.43 :
Rt k2
m? (C(2k) + C(0))

D’apres ’équation 2.53, le facteur d’anisotropie vaut dans le cas d =1 :

lo(k) = (2.55)

C(2k) + C(0)

(k) = ST (2.56)
On obtient alors : BAL2
(k) = m (2.57)

Enfin, la longueur de localisation & une dimension est telle que &1p = 4ip (cf.
§ 2.1.2). Elle s’écrit par conséquent :
2h1 k2
k)= ———— 2.58
Pour I'expérience réalisée a une dimension, on va considérer un speckle généré
par un diffuseur éclairé avec une ouverture rectangulaire. Son spectre est donné
par I’équation 2.40 :

C(k) = Vimor (1 — ’?‘) e (1 — ’?) (2.59)

On a ainsi, pour kop < 1 :

2h1K? dog
k = == 2.60
&in(k) mm2Vior (1 —kor) 7wA(1—kopg) (2:60)

On retrouve ainsi le calcul donné par L. Sanchez-Palencia et al. [41]. En
parrticulier, quand kor — 1, la longueur de localisation tend vers l'infini, au
premier ordre de perturbation. P. Lugan et al. [182] et Gurevich et al. [183] ont
montré par un calcul des ordres de perturbations supérieurs qu’en réalité, les
ondes sont toujours localisées, mais les longueurs de localisation sont augmentées
de plusieurs ordres de grandeur. Elles excedent alors la taille typique des systemes
expérimentaux, si bien qu’on peut considérer qu’il s’agit d’un seuil de mobilité
effectif. Nous reviendrons sur ce point au § 2.3.2.
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FIGURE 2.6: Evolution de la longueur de localisation &ip(k) en fonction de kor, pour
A = 0,09 (correspondant auzx expériences décrite au § 2.5.4), calculée par un dévelop-
pement au-deld de Uapproximation de Born [182]. La ligne rouge pointillée indique la
position d’un seuil de mobilité effectif.

Cas d = 3 On considére que le désordre est généré par un speckle isotrope
créé au centre d’une sphere diffusante. La fonction de corrélation de ce potentiel
s’écrit alors [184] :

2 2 kO’R

2T TR — 2R 2.61
L’équation 2.50 s’écrit, pour kog < 1 (de maniére a pouvoir effectuer diffuser

avec un angle § = , cf. Fig. 2.5) :

O(k) =

7VZmo?
Iy = % (2.62)
En utilisant la relation Iy = hk/mTI'y, on obtient :
h'k 2
Is(k) = = (2.63)

C omodVem?2  wkA
Le facteur d’anisotropie associé a un tel potentiel, dans la situation ou kog <
1, vaut f(k) =2/3 (cf. Eq. 2.53), de sorte que I = 3ls/2.

On obtient alors : 3

Ig(k) = A (2.64)

En utilisant ’expression de la longueur de localisation 2.27, obtenue par la
théorie auto-cohérente, on peut écrire :

1
2kA (3 - 75

&sp(k) = (2.65)

A2

Dans le régime localisé, A > /3/m, si bien que les longueurs de localisation
sont de l'ordre de la longueur d’onde de de Broglie (cf. Fig. 2.7). Il faut ce-
pendant prendre ce résultat avec prudence étant donné que, puisque justement
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A > 1 dans le régime localisé, la condition de désordre faible® n’est donc plus
vérifié et le développement donné ici n’est a priori plus valable. Nous verrons
au § 2.4.1 qu’'un développement au dela de I’approximation de Born permet de
mieux décrire le comportement attendu [185, 186].

100

diffusif localisé

lg: S3p (M)

00 05 0 15 20 25 30
A

FIGURE 2.7: Evolution du libre parcours moyen de transport lp (en trait semi-pointillé)
et de la longueur de localisation £3p (en trait continu) en fonction du paramétre de
désordre A pour une onde de matiére d’énergie Ey/h = 200 Hz.

2.2.3.4 Fonction spectrale

Le couplage entre le niveau |k) et le continuum donne lieu & un élargissement
ATy de la fonction spectrale A(k,€), qui correspond a la probabilité de trouver
un état d’énergie € parmi ’état d’impulsion hk. Pour un désordre faible, celui-ci
prend une forme de lorentzienne :

AT}, 1
2 (= By)? + (T2

Ak, €) = |(e|k)|? = (2.66)

Cas d =1 A une dimension, on peut observer la localisation forte méme dans
le cas d’un désordre faible (kls > 1). On pratique, c’est méme une nécessité afin
d’éviter le piégeage classique (cf. § 2.2.2). Dans ce cas, I'élargissement spectral
est négligeable : Al'y, < Ej. Dans la suite, on considérera par conséquent que :
Aip(k,€) = 6(e — h%k%/2m).

Cas d = 3 A trois dimensions, au contraire, Pobservation de la localisation
d’Anderson requiert de se placer dans le régime de désordre fort. L’élargisse-
ment spectral ne peut alors plus étre négligé, étant donné que Al'y ~ FE.. Les
conséquences de cet élargissement quant a la localisation d’un condensat de Bose-
Einstein en expansion seront discutées au § 2.4. Nous verrons que cela change
dramatiquement la physique de la localisation [186].

5. On remarquera que la condition de désordre faible A < 1 donnée ici correspond bien a
la condition kls > 1 donnée § 2.1, d’apres I’équation 2.63.
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2.3 Observation de la localisation d’Anderson a une
dimension avec des atomes froids

Dans cette partie, nous décrivons ’expérience qui a permis la premiere ob-
servation directe de la localisation d’Anderson & une dimension (réalisée avant
le déménagement au laboratoire de Palaiseau). Une description plus compléte
pourra étre trouvée dans la these de J. Billy [93].

2.3.1 Localisation d’un condensat de Bose-Einstein en expan-
sion

Jusqu’a présent, nous avons toujours considéré 'effet de la localisation sur
une onde de matiere d’énergie F}, fixée. En pratique, la source atomique que nous
utilisons est un condensat de Bose-Einstein. Au cours des tous premiers instants
de ’expansion, I’énergie d’interaction des atomes du condensat est convertie sous
forme d’énergie cinétique (cf. § 1.1.5). La superposition d’ondes de matiére qui
en résulte est alors caractérisée par une distribution large d’impulsion en forme
de parabole inversée [107], et dont le support est borné :

|(k)|* = ;;i;{ (1 ~ (k:jax)Q) ) (1 - kjax) (2.67)

L’énergie cinétique BN = h2k2  /2m correspondant & cette extremum refléte
I’énergie d’interaction initiale du condensat® : E"x = 24

De maniere générale, on peut écrire la distribution de densité atomique sta-
tionnaire sous la forme :

nn(z) = /0 T Akl o) / :O deAyp (k. €)P.(2,t = 00) (2.68)

ou P(z,t) est la probabilité de diffusion quantique pour un atome d’énergie €. A
une dimension, toutes les fonctions d’ondes sont localisées, si bien qu’en régime
stationnaire, la probabilité de diffusion quantique est donnée par la fonction de
localisation exponentiellement décroissante. On a alors :

mn() = [ Ak exp (~22/£(K) (2.69)

2.3.2 Seuil de mobilité effectif

Comme discuté précédemment (§ 2.2.3.3), I'expression de &1p 2.58 fait appa-
raitre une impulsion critique 1/0r au-dela de laquelle la longueur de localisation
tend vers 'infini. Cette impulsion critique correspond en fait & une condition de
Bragg : la diffusion d’'un atome d’impulsion k requiert la présence d’une com-
posante spectrale 2k dans le désordre (cf. Fig. 2.8). La distribution d’impulsion

6. Le coefficient de proportionalité entre E;'** et upgc peut en fait prendre des valeurs

comprises entre 2 et 4 suivant la dimensionalité effective de I’expansion, comme discuté § 1.1.5
et dans [93].
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d’un condensat en expansion étant bornée, la condition de Bragg se traduit par
la condition globale knaxor < 1. La forme des profils de densité, calculée par
I’Eq. 2.69, dépend alors de la valeur de kyax0oR.-

Cas kmaxor <1 Dans ce cas, 'intégrale 2.69 est bornée par kpax :

Kmax
nip(z) = /0 dk|(k)|* exp (~22/£(k)) = N exp (=22/€(kmax))  (2.70)

On obtient alors une décroissance exponentielle avec une longueur caracté-
ristique qui correspond a la longueur de localisation la plus grande, associée a
I’onde de matiére de plus haute énergie.

Cas kmaxor > 1 Dans ce cas, 'intégrale 2.69 est bornée par 0;{1 :

mo(z) = [ Aklo(k)exp (~22/6(4)) = %y (271)

La décroissance n’est, dans ce cas 13, plus exponentielle mais algébrique ”.
Il est donc possible d’observer la présence de ce seuil de mobilité effectif en
observant un changement de nature de la décroissance de la densité atomique
sur les ailes de la distribution.

C(2k) Régime de
A Localisation d’/Anderson
1]« >

(K2

Pas de localisation
au 18" ordre

k

max

1/(5R

FIGURE 2.8: A gauche, spectre des fréquences spatiales du potentiel désordonné de speckle
C(2k) (bleu) et distribution en impulsion des ondes de matiéres du condensat de Bose-
Einstein en expansion |¢(k)|? (rouge).

2.3.3 Mise en ceuvre expérimentale

Nous décrivons ici les deux points clés de la réalisation expérimentale, a
savoir la génération d’'un potentiel désordonné suffisamment fin pour satisfaire
la condition kpaxor < 1 a I’aide d’une figure de speckle, et la caractérisation de
I’expansion balistique d’un condensat de Bose-Einstein tres dilué dans un guide
d’onde.
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FIGURE 2.9: Schéma du dispositif permettant la génération d’un champ de tavelures
anisotrope. Le faisceau est collimaté selon la direction z afin de prendre toute l’ouverture
numeérique accessible alors que selon l'axe y, transverse a l'axe du guide optique, le
faisceau est focalisé afin que les modulations spatiales d’intensité soit faibles devant les
dimensions transverses du condensat en expansion.

2.3.3.1 Génération du potentiel désordonné 1D

De maniere a générer un potentiel désordonné unidimensionnel, on va cher-
cher a faire des tailles de grain de speckle trés grandes dans les directions perpen-
diculaires a ’axe de propagation des atomes. Pour cela, le diffuseur est éclairé
avec une nappe de lumiere allongée générée par un laser Argon de longueur
d’onde A = 514 nm (cf. Fig. 2.10). Les ouvertures numériques correspondant
aux directions courtes et longues de la tache d’éclairement sont alors différentes,
et conduisent & des rayons d’autocorrélation du speckle différents (cf. Eq. 2.40).
Afin d’augmenter la largeur de la bande de fréquence spatiale du désordre créé
par le champ de tavelures, nous utilisons 'ouverture maximale disponible au
niveau de la premiere cellule. Celle-ci est obtenue en insérant une lentille a
I'intérieur du support d’une des bobines du dipdle du piege magnétique (cf.
§ 1.4.1.3), de manieére & la rapprocher au maximum des atomes (Fig. 2.10). Une
lentille convergente de focale f = 14 mm est accolée au dépoli. Le diametre de

7. Exactement & la condition de Bragg kmaxor = 1, une décroissance de type 1/z° est
prédite [41]. Toutefois, ce comportement marginal n’a pu étre observé.
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la lentille est alors limité a D = 8,75 £ 0,50 mm, correspondant a une ouver-
ture : O.N. = D/2f = 0, 3. En pratique, le faisceau laser est collimaté selon z et
focalisé selon y par une lentille cylindrique de focale f. = 300 mm. La tache de
lumiere sur le diffuseur est quasi-uniforme suivant 'axe z et a un waist d’environ
5 pm suivant axe y (cf. Fig. 2.9). Au final, on a :

Az =10 pm, Ay =97 pm, Az = 0,82 pm i.e. og = 0,26 £0,03 pm (2.72)

En outre, nous choisissons un verre dépoli offrant des angles de diffusion
différents selon les deux directions de I'espace, de fagon & adapter la répartition
lumineuse du speckle a ’extension spatiale du condensat. Deux diffuseurs ont
été utilisés au cours de l'expérience :
— Un diffuseur d’angles de diffraction a mi-hauteur 10° x 2° qui génere un
champ de speckle dans le plan image d’extension wr . = 1,8 mm, wgr, =
0,6 mm,

— Un diffuseur d’angles de diffraction a mi-hauteur 30° x 1° qui génere un
champ de speckle dans le plan image d’extension wr . = 5,3 mm, wgr, =
0,6 mm?8.

L’ensemble du montage optique est détaillé Fig. 2.10. Au final, nous disposons
d’une puissance suffisante pour générer un désordre d’amplitude Vg ~ 100 Hz
avec le speckle le moins étendu, et Vg ~ 30 Hz avec le speckle le plus étendu.

2.3.3.2 Obtention de la source atomique

La condition kpnaxor < 1 implique non seulement d’avoir un désordre fin,
mais aussi de réaliser 'expansion d’un condensat suffisamment dilué (i.e. don-
nant lieu & de faibles vitesses d’expansion). Les condensats avec les potentiels
chimiques les plus faibles ont pu étre obtenus dans un piege de fréquences
wy /27 = 70 Hz et wy/2m = 5,4 Hz. Le nombre minimal d’atomes condensés
est alors N = 1,7.10%, correspondant & un potentiel chimique w/h = 220 Hz.
Celui-ci permet de calculer I’énergie cinétique maximale des atomes relachés
dans le guide (§ 1.1.5), a condition de faire une hypothése sur la dimensionalité
de l'expansion [93]. On peut s’affranchir de ce probléme en observant ’expansion
libre d’un condensat dans le guide (cf. Fig. 2.11), et en mesurant directement
kmax. Cette mesure permet par ailleurs de vérifier que la courbure résiduelle du
guide optique selon I'axe z est négligeable, de sorte qu’il est possible de réa-
liser une expansion balistique sur une distance de plusieurs millimetres. Ceci
est particulierement important dans la perspective de mesurer des longueurs de
localisation de ’ordre du millimetre pour des amplitudes de désordre tres faibles.

En variant le nombre d’atomes dans le condensat jusqu’a N = 2,8.10° (prin-
cipalement en adaptant la rampe d’évaporation dans le piége hybride), nous
avons pu accéder a des valeurs de kpaxor comprises entre 0,65 et 1,4 (i.e.
2,5 < kmax < 5,5 um™1).

8. L’extension spatiale selon y est dans ce cas supérieure & la valeur théorique (0,2 mm).
Cependant, il faut noter que le rayon de corrélation du diffuseur (r, ~ 11 pm) est ici du méme
ordre que le waist du faisceau incident (wy ~ 5 pm).
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FIGURE 2.10: Schéma du montage optique du systéeme d’imagerie du champ de tave-
lures. La source laser est un laser a Argon (514 nm) injectée dans une fibre optique.
La puissance maximale en sortie de ce systéeme est de 1,3 W, et peut étre contrélée au
moyen d’une photodiode installée en amont. Le faisceau est ensuite mis en forme a tra-
vers deuz télescopes permettant d’élargir le faisceau jusqu’a un waist de 10 mm environ.
La position du faisceau sur le dépoli peut étre finement ajustée a l’aide de cales piezoélec-
triques afin de permettre plusieurs réalisation de désordre. En haut a droite, dispositif
permettant de mazimiser ['ouverture numérique accessible malgré l’encombrement li€ a
la monture des bobines dipdle.

2.3.4 Résultats obtenus

Comme nous 'avons déja expliqué, I'expérience doit étre réalisée avec une
amplitude du potentiel désordonné suffisamment faible pour que les atomes ne
puissent pas étre piégés classiquement. En pratique, nous nous plagons dans un
régime tel que Vg/pu ~ 0,15 < 1.

2.3.4.1 Observation du régime de localisation exponentiel

Nous nous placons ici dans la condition la plus favorable pour ’observation
du régime de localisation exponentielle, a savoir kyaxor = 0, 65. Nous regardons
alors les profils de densité atomique pour différents temps d’expansion et diffé-
rentes amplitudes de potentiel désordonné (Fig. 2.12). En présence du potentiel

=125 / I Photodiode
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e

Densité atomique (at/pm)

FIGURE 2.11: a) Profil de densité d’un condensat de Bose-Einstein aprés 400 ms d’ex-
pansion libre dans le guide optique. Le rayon R, du condensat est mesuré par un ajus-
tement du profil par une parabole inversée. b) Evolution du rayon de Thomas-Fermi
du condensat en fonction du temps d’expansion; la courbure résiduelle est inférieure d

0,05 Hz. L’ajustement donne une mesure de la vitesse maximum des atomes extraits du

condensat : Vg = 1, Tmm/s, i.e., kmaz = 2,47 0,25 um~ L.

désordonné, on observe un arrét de ’expansion : la taille rms du nuage atomique
sature apres avoir atteint quelques centaines de microns. Le profil de densité
atomique n’évolue alors plus et il est possible de réaliser un ajustement des
ailes de la distribution par une fonction exponentiellement décroissante de type
exp (—2z/€exp) (cf. Eq. 2.70). Les longueurs de localisation obtenues peuvent
alors étre comparées a celle attendues, données par &(kmax) (Eq.2.58). Tous les
parametres (VR, or et kmax) ayant été mesurés expérimentalement, cette compa-
raison est réalisée sans parametre ajustable. Des déviations apparaissent pour les
plus grandes longueurs de localisation. Elles sont notablement réduites lorsque
I’expansion a lieu dans le champ de speckle plus étendu, démontrant I’influence
de la taille finie du potentiel. Les déviations observées a grand Vi nécessiteraient
quant a elles une étude plus approfondie. En particulier, elle pourraient provenir
d’un écart a ’approximation de Born.

Notons par ailleurs que la densité atomique dans les ailes exponentielles est
trés faible, de 'ordre de quelques atomes par micron. Le parametre anip qui
caractérise les interactions est alors tres faible : anip ~ 0,05, de sorte que 'on
peut effectivement négliger leur effet. Au contraire, au centre de la distribution
atomique, ol sont regroupés les atomes de faible impulsions, la densité atomique
atteint des valeurs de l'ordre de 50 at/um, conduisant & anip ~ 0,25. Les inter-
actions ne sont alors plus négligeables et une description plus compléte, mélant
localisation, piégeage et interactions, serait ici nécessaire.

2.3.4.2 Observation du seuil de mobilité effectif

Pour observer le comportement de la localisation d’Anderson au passage du
seuil de mobilité effectif, nous augmentons le nombre d’atomes afin d’atteindre
le régime kpaxor > 1. On s’attend alors a observer une décroissance algébrique
de la densité atomique due a la longueur de corrélation finie du potentiel (cf.
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FIGURE 2.12: a) Taille rms du nuage atomique en fonction du temps d’expansion dans
le guide. Sans le potentiel désordonné (vert), expansion est balistique sur plusieurs mil-
limétres (i.e. pendant plus d’une seconde) ; avec une amplitude du potentiel désordonné
Vr = 0,154 (rouge), l'expansion s’arréte aprés typiquement 1 s. b) Profil de densité
moyenné sur 5 réalisations aprés une seconde d’expansion (Vi = 0,12u), en échelle
semi-logarithmique. Les droites bleues correspondent aux ajustements des ailes du pro-
fil par une décroissance exponentielle. Leur pente donne une mesure de la longueur de
localisation (stationnaire dans le temps), ici Eegp = 53080 pm. c) Evolution de la lon-
gueur de localisation en fonction de lamplitude du potentiel désordonné. La zone rouge
correspond aux valeurs théoriques attendues au vue des incertitudes liées a la mesure
de Vg, or et kpmas. En particulier, nous avons estimé une incertitude d’environ 30%
sur 'amplitude Vi du potentiel. Les points expérimentaux correspondent a des mesures
effectuées sur des figures de speckle d’extension wr, = 1,8 mm (losanges clairs), et
WR,» = 5,3 mm (carrés sombres).
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Eq. 2.71). Une mesure de la densité atomique est représentée Fig. 2.13.a. L’ajus-
tement par une fonction de la forme 1/|z|%, donne 8 = 1,96 £ 0,06, trés proche
de la valeur théorique attendue 5 = 2.
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FIGURE 2.13: a) Profil de densité stationnaire obtenu pour kyazor = 1,4 et Vg = 0,154,
en échelle log-log, aprés deux secondes d’expansion. Les droites bleues correspondent a
un ajustement par une fonction puissance 1/z°. On obtient ici f = 1,96 + 0,06, en
accord avec les prévisions théoriques. b) Evolution du comportement de la décroissance
des ailes de la distribution de densité atomique en fonction de kpaq/ke. Le rapport des
moindres carrés permet de distinguer laquelle des deux décroissances correspond le mieux
aux mesures. Un rapport X?ng/XEZP > 1 (resp. < 1) est la signature d’une décroissance
exponentielle (resp. algébrique).

Toutefois, la discrimination entre les deux types de décroissance n’est pas
toujours évidente, étant donné que notre régime d’observation est relativement
limité (i.e. de Pordre d’une décade). Le passage de la localisation exponentielle
a la localisation algébrique a pu étre mis en évidence de maniére encore plus
convaincante en comparant les moindres carrés associés aux deux types d’ajus-
tement Xilg et ngp pour chaque valeur de kyaxor (Fig. 2.13.b). Lorsque le rap-
port Xglg/ ngp est plus grand que 1, 'ajustement exponentiel est plus adapté,
et inversement, lorsqu’il est inférieur a 1, 'ajustement par un profil en loi de
puissance est plus adapté. Nous observons alors une signature tres convaincante
de I'apparition d’un seuil de mobilité effectif autour de kpaxor = 1.

Au final, nous avons montré qu’il était possible d’observer directement la
localisation d’Anderson avec des atomes froids. Notre étude, réalisée a une di-
mension, présente un trés bon accord avec les résultats théoriques. Nous avons
par ailleurs pu mettre en évidence la présence d’un seuil de mobilité effectif
propre au caractere corrélé du désordre utilisé. La poursuite de ce travail va dé-
sormais consister a réaliser une expérience analogue a trois dimensions, ot une
transition de phase est attendue.
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2.4 Vers une observation directe de la transition d’An-
derson a trois dimensions avec des atomes froids

Dans cette partie, nous décrivons la partie du systeme expérimental ayant
pour objectif 'observation directe de la transition d’Anderson. L’expérience, en
cours de réalisation, est ’analogue tridimensionnel de celle présentée dans la
section précédente. Elle consiste a relacher un condensat de Bose-Einstein créé
dans le piege dipolaire croisé (cf. § 1.4.2.2) dans un potentiel désordonné généré
par une figure de speckle (cf. § 2.2.1), tout en le maintenant en lévitation dans
le piege gravito-magnétique (cf. § 1.4.3).

Nous commengons par donner les résultats attendus au niveau de la locali-
sation a trois dimensions d’un condensat de Bose-Einstein en expansion, d’aprés
les références [185,186]. Comme nous 'avons déja mentionné, la physique at-
tendue a trois dimensions est tres différente de celle observée a une dimension.
En particulier, une transition de phase est attendue (cf. § 2.1.2), de sorte que le
régime localisé n’est observable que pour un désordre fort (A ~ 1).

Nous détaillons ensuite la mise en ceuvre expérimentale du potentiel désor-
donné autour du dispositif de lévitation magnétique décrit § 1.4.3. Enfin, nous
présentons les toutes premieres images d’expansion obtenues dans le désordre.

2.4.1 Localisation d’un condensat de Bose-Einstein en expan-
sion

De la méme maniére que dans le cas unidimensionnel (cf. Eq. 2.68), la densité
atomique s’écrit de maniére générale sous la forme :

00 3
mo(rit) = [ de [ R0 PAw (k. OP () (273)

ou P.(r,t) est la probabilité de diffusion quantique (Eq. 2.7, avec la constante
de diffusion comprenant les corrections quantiques).

Contrairement au cas d = 1, il n’est pas possible ici de simplifier la fonction
spectrale Asp(k,e€) pour décrire le comportement des atomes autour du seuil
de la transition d’Anderson et dans ’état localisé, pour lequel le désordre est
fort (cf. § 2.2.3.4). En effet, comme nous I’avons déja mentionné au § 2.2.3.4, le
désordre conduit ici a un élargissement spectral Al'y, ~ E. des états d’impulsion
k, si bien que la distribution en énergie des atomes issus du condensat n’est plus
donnée par une parabole inversée bornée par un vecteur d’onde k. tel que
Epr® =2pu/3 (cf. § 1.1.5), mais est donnée par :

3
D(O) = [ Gogalo) A (k. (2.74)

Celle-ci a été calculée numériquement par A. Yedjour et B.A. van Tiggelen
[186], et le résultat est donné Fig. 2.14.a pour une amplitude de désordre Vg =
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ERr/2 = h?/2mo}, et pour des valeurs de potentiel chimique p proches du seuil
de la transition® E, = V3 /ER.

Fraction localisée On remarque en particulier que méme dans le cas ou u <
E., la redistribution d’énergie s’étend bien au-dela du seuil de la transition. Par
conséquent, seule une fraction des atomes du condensat initial peut étre localisée
(cf. Fig. 2.14.b). Pour une amplitude Vg suffisamment élevée et un potentiel
chimique du condensat initial faible, on peut obtenir une fraction localisée de
lordre de 60%.
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FIGURE 2.14: a) Distribution en énergie D(€) des atomes issus d’un condensat de Bose-
Einstein de potentiel chimique u en expansion dans un potentiel de speckle d’amplitude
Vr = ERr/2. Dans tous les cas, une fraction des atomes se retrouve au dessus du seuil
de mobilité. b) Par conséquent, seule une fraction fi,. des atomes sont localisés méme
st l’énergie cinétique mazimale du condensat en expansion libre est inférieure au seuil
de mobilité. Figures extraites de A. Yedjour & B.A. van Tiggelen [186] (modifiées pour
s’adapter auz notations de ce manuscrit).

Profil de densité atomique Indépendamment de la fraction localisée, il est
intéressant de voir si ’on peut obtenir des signatures de la localisation a partir de
la forme des profils et de la dynamique. Dans le cas d’un désordre tridimensionnel
non corrélé, Skipetrov et al. [185] ont calculés analytiquement la dynamique
d’expansion des profils de densités atomique. La densité atomique peut étre
décomposée en une composante stationnaire et une composante dynamique :

n(r,t) =n(r,oc0) + dn(r,t) (2.75)

9. Yedjour et al. [186] ont calculé numériquement des valeurs de cette énergie trés proches
de celles calculées au § 2.1.2 et données dans [180].
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n(r,o0) % (l;%) " (2.76)

on(r,t) o % <3TSZQ>1/S (2.77)

ou [ correspond au libre parcours moyen de transport au niveau du seuil de
mobilité : ki§ ~ \/3/.

Il est donc en principe possible de déterminer sur un seul profil d’expansion
les deux exposants critiques s et v. Cependant, pour ce dernier, il est nécessaire
d’atteindre un régime stationnaire. Notons par ailleurs que l'expansion est a
priori trés différente d’une simple diffusion pour laquelle n(r,t) oc 1/t3/2.

Temps de localisation On peut définir un temps de localisation comme le
temps tjoc tel que 0n(r, toc) = n(r,00) :

i , 2+4s/v
tioc(r) ~ 7\ (2.78)
c \!B

A trois dimensions, la théorie auto-consistante de la localisation prédit que
v = s (cf. § 2.1.2), de sorte que tioc(r) o (r/l§)3. Le temps pour arriver a
un profil de densité stationnaire diverge donc tres rapidement avec la distance
au point source. Le libre parcours moyen de transport étant en pratique de
lordre du micron (cf. Fig. 2.7), on a tjoc(r = 10 um) ~ 10s. C’est donc une
difficulté majeure a laquelle il faudra se confronter pour observer la localisation
expérimentalement !

2.4.2 Reéalisation d’un désordre tridimensionnel quasi-isotrope

Afin de pouvoir donner des ordres de grandeur, il nous faut désormais dé-
crire précisément le potentiel désordonné réalisé expérimentalement, et particu-
lierement sa longueur de corrélation or. Jusqu’a présent, nous avons toujours
considéré qu’a trois dimensions, le potentiel désordonné pouvait étre obtenu au
ceeur d’une sphere diffusante. En pratique, les acces optiques sont limités, de
sorte que cette solution n’est pas réalisable.

Une solution serait d’utilise un speckle généré par un seul diffuseur plan.
Toutefois, cette configuration donne un désordre tres fortement anisotrope, la
longueur de corrélation associée a la direction de propagation étant considéra-
blement plus grande que celle associée a la direction transverse :

A 2
TRLZ 55N, et og ) = ONZ > OR, 1 (2.79)

Avec Pouverture numérique dont nous disposons autour de la chambre de
science ou est installé le systéeme de lévitation magnétique (O.N. ~ 0,5), ani-
sotropie des grains de speckle qui seraient obtenus a ’aide d’un simple speckle
est de 'ordre de k = ogr 1 /og, y = 8 (cf. Fig. 2.3).
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Nous disposons toutefois de deux acces optiques dans des directions perpen-
diculaires (cf. Fig. 2.15). Celles-ci vont nous permettre de réduire a la fois I’ani-
sotropie et la valeur minimale de ogr. Nous décrivons ici les caractéristiques de
ce potentiel, suivant que la superposition est cohérente ou non. Nous détaillons
ensuite la mise en ceuvre expérimentale du potentiel.
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FIGURE 2.15: Géométrie de l'installation permettant de générer le potentiel désordonné
autour de la chambre de science. Les lentilles utilisées pour la focalisation sont des
lentilles asphériques, d’ouverture numérique théorique O.N. = 0,54. L’angle d’ouverture
maximal est 0 = 160°.

2.4.2.1 Fonction de corrélation tridimensionnelle

Nous allons étudier ici les intéréts de chacune des deux configurations en
s'intéressant a leur propriétés spectrales. En particulier, nous allons quantifier
Panisotropie du speckle par le coefficient K = Vmax/Vmin, OU Vmin €t Vmax sont les
fréquences de coupure minimales et maximales du spectre, lorsque ’on consideére
toutes les directions. Dans la suite, on note ¢ I’angle qui sépare une direction par-
ticuliere de I'axe de propagation x dans le plan xz. Les applications numériques
données ici correspondent a I'ouverture numérique O.N. = 0, 54 correspondant
a l'expérience.

Superposition incohérente Le résultat d’'une superposition incohérente est
représenté Fig. 2.16.

— Dans les direction = ou y, on observe une double structure du spectre, as-
sociée aux fréquences de coupure transverses et longitudinales d’un speckle
unique. La fréquence de coupure dans ces directions est v, = v, = v| =
20.N./A.

— Dans les directions ¢ = +45°, la fréquence de coupure est donnée par la
projection de la fréquence de coupure transverse sur la médiane entre les
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deux axes de propagation : vgze = v| /v/2 = v/20.N./\. C’est la fréquence
de coupure du spectre.
Au final, I'anisotropie du spectre est particuliérement bonne : k = 1,4, la fré-
quence de coupure minimale étant trés proche de celle correspondant a la di-
mension transverse d’un speckle unique.

Cependant, la statistique de répartition d’intensité n’est plus donnée par une
loi exponentielle (cf. Eq. 2.32), mais suis la loi [174] : P(I) = ﬁexp (—<—§>)
Le contraste ne vaut alors plus 1 mais est proche de C = (I)/v/2 ~ 0,710,
En particulier, les résultats donnés quant au seuil de percolation [179] ne sont a
priori plus valables étant donné que la statistique de répartition de 'intensité, en
particulier des minima, est tres fortement modifiée. Une étude spécifique serait
par conséquent nécessaire pour estimer ce seuil.

Fonction de corrélation Spectre 10
3 &
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FIGURE 2.16: Fonction de corrélation du speckle réalisé par superposition incohérente
entre deux figures de speckle dans le plan xy (dans les conditions de l'expérience, i.e.
O.N. = 0,54). La fréquence mazimale accessible est 2/\ pour deuzx faisceaux contra-
propageants. Le spectre obtenu est continu, et l’anisotropie du spectre est k = 1,4.

Superposition cohérente Le résultat d’une superposition cohérente est re-
présenté Fig. 2.17. Comme attendu, les grains sont modulés avec une fréquence
Vinterf = V2 /A correspondant & des interférences créées par deux faisceaux par-
faitement contra-propageants.

— Dans l'axe des interférences ¢ = —45°, on observe une bande latérale dans
le spectre du désordre. Celle-ci augmente la fréquence de coupure jusqu’a
une valeur proche de vy = 2/, correspondant aux deux faisceaux défi-
nissant ’angle d’ouverture maximal 6 ~ 160° (cf. Fig. 2.15). On notera que
les bandes centrales et latérales se recouvrent des lors que vy, > 2/,
i.e. O.N. > 2/3v/2 = 0,47, conduisant & un spectre continu. C’est le cas
de notre configuration expérimentale.

— Dans 'axe perpendiculaire aux interférences ¢ = +45°, on a la fréquence
de coupure minimale. De la méme maniere que dans le cas de la superpo-
sition incohérente, celle-ci correspond a une fréquence spatiale associée a

10. L’amplitude du potentiel désordonné est par conséquent diminuée d’un facteur v/2 par
rapport au cas d’un speckle unique.
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une taille de grain limitée par la diffraction selon x ou ¥, projeté sur cet
axe : Umin = V1 /v2 = v20.N./\.
Au final, I'anisotropie résiduelle du désordre est x = 2/v/20.N. ~ 2,8, mais,
contrairement au cas de la superposition incohérente, les résultats concernant la
percolation [179] restent a priori valables (le contraste étant préservé).

Fonction de corrélation Spectre 10
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FIGURE 2.17: Fonction de corrélation du speckle réalisé par interférences entre deux
figures de speckle cohérentes dans le plan xy (dans les conditions de 'expérience, i.e.
O.N. = 0,54). La fréquence maximale accessible est 2/\ pour deur faisceauz contra-
propageants. Le spectre obtenu est continu, et l’anisotropie du spectre est k = 2, 8.

Quel que soit la configuration choisie, la longueur de corrélation maximum
du désordre (qui correspond a la plus petite fréquence de coupure) est og ~
0,24 pm. Elle vaut 0,08 dans la direction des interférences.

Enfin, on remarquera que les fonctions de corrélation obtenues sont assez
différentes de celle correspondant & une sphere diffusante (Eq. 2.61). L’influence
exacte de ce type de fonction de corrélation devra étre étudié en détail.

2.4.2.2 Mise en ceuvre expérimentale

Montage optique L’expérience est réalisée dans la seconde chambre de science,
équipée du systeéme de lévitation magnétique (cf. § 1.4.3). Le montage expérimen-
tal est représenté Fig. 2.18. La source lumineuse est un laser continu délivrant une
puissance maximale de 18 W & 532 nm (Coherent Verdi V18). Le faisceau passe
d’abord dans un isolateur optique, puis dans un modulateur acousto-optique
(AA Optoelectronic AOTF.nC-VIS) permettant d’ajuster sa puissance. L’effica-
cité de ’ensemble est supérieure & 90%. Un premier télescope permet d’élargir la
taille du faisceau jusqu’a une taille intermédiaire, permettant son passage dans
un cube polarisé qui sépare le faisceau en deux. Chacun des deux bras de 'inter-
férometre est ensuite constitué d’un télescope permettant de doubler la taille du
faisceau de maniere a ce que ’éclairement sur les diffuseurs soit le plus uniforme
possible. Au final, le diamétre des faisceaux & 1/e? est de 36 mm, alors que le
diamétre des diffuseurs est de 23 mm, de sorte que I’on perd 60% de la puissance
incidente. La lumiére est ensuite focalisée avec une lentille asphérique ' de focale

11. Les lentilles utilisées ici sont identiques a celles utilisées pour I'imagerie (cf. Fig. 1.8).
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FIGURE 2.18: Montage optique permettant de générer le potentiel désordonné a trois
dimensions dans la chambre de science, autour du systéme de lévitation magnétique.

f =20 mm et de diametre 25,4 mm ayant une ouverture numérique théorique
de 0,54 (cf. Fig. 2.15), permettant de réaliser les deux configurations de désordre
décrites précédemment. Notons enfin qu’une lame demi-onde est placée a la sor-
tie du cube afin de faire tourner la polarisation transmise sur I'axe z. On peut
ainsi 'ajuster de maniére a réaliser une superposition cohérente ou incohérente.

Extension spatiale du speckle Le diffuseur utilisé est un diffuseur iso-
trope d’angle de diffraction & mi-hauteur'? fpwmyv = 5°. L’extension spa-
tiale de chacun des speckles a été mesurée (Fig. 2.19). On obtient une gaus-
sienne de waist wg = 1,21 + 0,04 mm, tres proche de la valeur attendue de
wf%l = fOpwum/V2In2 = 1,25 mm. Avec ce choix de diffuseur, 'intensité maxi-
male que l'on peut obtenir au centre est de l'ordre de 2,6 W/ mm?> (ce qui cor-
respond & une intensité au niveau du waist de 360 mW /mm?), soit au-deld de
la valeur attendue pour la transition d’Anderson (cf. Fig. 2.20). La valeur maxi-

12. On rappelle que les angles de diffraction & 1/e? sont reliés aux angles de diffraction &
mi-hauteur par la relation : 6 .2 = frwi/v21n2
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male de I'amplitude moyenne du désordre correspondant est VR max = 4,7 kHz
(dans le cas d’une superposition cohérente des deux figures de speckle).
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FIGURE 2.19: A gauche, mesure du waist du speckle dans le plan focal. L’ajustement

par une gaussienne donne wg = 1,214+ 0,04 mm. A droite, mesure de la profondeur de
champ du speckle, a partir de l’évolution de l’intensité maximum en fonction de [’écart
par rapport au plan focal. La profondeur de champ mesurée est de l’ordre de 2 mm.

2.4.3 Vers une observation de la transition d’Anderson

Nous donnons ici quelques valeurs réalistes des différents parametres clés
de la localisation d’Anderson, calculés en fonction des caractéristiques de notre
expérience, a savoir essentiellement une longueur de corrélation du potentiel
désordonné o = 0,24 um. Nous présentons ensuite les premieres observations
d’expansion dans le désordre, réalisées trés récemment.

2.4.3.1 Ordres de grandeurs

— La premiére condition a valider afin de pouvoir observer la localisation
d’Anderson est kpmaxor < 1 (cf. § 2.1.2). Avec la valeur de og qu’il est
possible d’atteindre expérimentalement (or = 0,24 pum), cette condition
impose pu < 1,44 kHz, soit un condensat a T < 66 nK. Ceci est pos-
sible avec un condensat de N = 5.10* atomes, dans un piege isotrope de
fréquence 146 Hz. Un tel régime est aisément accessible sur notre expé-
rience. Rappelons qu’il nous est possible de décomprimer sur une tres large
gamme de fréquences notre piege dipolaire croisé étant donné que le sag
y est compensé par le gradient magnétique du dispositif de lévitation (cf.
§ 1.4.2.2). Des valeurs de kpaxor < 1 treés faibles vont donc pouvoir étre
atteintes.

— Le seuil de la transition a été calculé au § 2.1.2 par la théorie auto-cohérente
de la localisation (A ~ /3/m). L’amplitude du potentiel désordonné Vi§
requise pour atteindre ce seuil est donnée par :

3\Y4 R2k
Ve~ [ = Bl 2.80
R (4%) MOR ( )
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Le résultat est donné Fig. 2.20 (en terme d’intensité optique I. o< V5),
en fonction de la fréquence de coupure O'F_{l du potentiel désordonné et
du vecteur d’onde k. associé aux ondes de matiere dont 1’énergie ci-
nétique est maximale (i.e. kymax = /4mpu/3h?). La puissance disponible
expérimentalement est a priori suffisante.

— Rappelons enfin que le parameétre le plus critique est certainement le temps
de localisation (Eq. 2.78), puisque, avec nos parametres expérimentaux,
les atomes n’atteignent en 10 secondes que des points situés a quelques
microns de la source. Il semble alors nécessaire de réaliser une étude des
profils non stationnaires, suivant la proposition [185] (Eq. 2.76).

10 10 —
08 or=0,1 |JrT‘I// GR=0,5HFT],/
'E 31 e 08¢ -~ 6r=0,24pm
£ ot Or=0.24um | . gl
S S
= o4f 04f
@) ,’l ——————
02} 02} —— GR=0,1m
i /  _ —

FIGURE 2.20: A gauche, intensité I, nécessaire pour atteindre le seuil de la transition

d’Anderson (en W/mm?), en fonction de Ey. A droite : valeurs de ko en fonction de
Ey. La courbe bleue continue correspond a la valeur expérimentale o = 0,24 um, la
courbe jaune pointillée a or = 0,5 um, la courbe violette semi-pointillée a or = 0,1 pum.

2.4.3.2 Premiéres observations de ’expansion dans le désordre

Les premieres expansions dans le désordre ont pu étre réalisées tres récem-
ment, et quelques résultats préliminaires sont donnés Fig. 2.21. Le condensat
source a une température inférieure a 10 nK. Il est créé dans un piege dipolaire
croisé isotrope de fréquence de confinement finale w/27 & 75 Hz. Il peut étre re-
laché dans le potentiel magnétique du systeéme de lévitation, dont les fréquences
résiduelles sont ici wa“eV ~ 1,1 Hz et w* ~ 1,4 Hz, de sorte que I'expansion soit
balistique pendant un temps de 'ordre de 150 ms (cf. § 1.4.3). En présence du
désordre, obtenu par une superposition incohérente des deux figures de speckle,
on observe aucune expansion du condensat pendant cette durée. Celle-ci n’est
observable qu’apres des temps beaucoup plus longs (de l'ordre d’une seconde),
suggérant la présence d’'un comportement diffusif. Ces résultats sont cependant
trés préliminaires et demandent a étre confirmés prochainement.
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Vg~130 nK

50ms 90ms 150ms
Temps d’expansion

FIGURE 2.21: Images en fluorescence du condensat en expansion pour différents temps
de vol dans le potentiel de lévitation magnétique. Ligne du haut : en ’absence de potentiel
désordonné ; Ligne du bas : en présence du potentiel désordonné. Le confinement du piege
dipolaire croisé initial est isotrope, de fréquence w/2m ~ 75 Hz. Les atomes sont reldachés
dans le potentiel de lévitation magnétique, de fréquence wje” ~ 1,1 Hz et wkev ~ 1,4
Hz.









CHAPITRE 3

Un laser a atomes guidé pour
I’observation de phénomenes
de transport quantique

Le bruit a un avantage.

On ne peut pas y entendre les mots.
Milan Kundera

L’insoutenable légereté de 1'étre

Les expériences de localisation d’Anderson décrites précédemment utilisent
I'intégralité du condensat de Bose-Einstein comme source d’ondes de matiere.
Ces expériences peuvent en effet étre interprétées simplement malgré le fait que
la source atomique délivre une superposition continue de longueurs d’onde de
de Broglie différentes. Dans d’autres cas, tels que par exemple la transmission
a travers une cavité qui présente des modes résonnants, la longueur d’onde de
de Broglie des atomes incidents est un parametre critique pour ’observation des
phénomenes de transport quantique et il est nécessaire d’isoler une gamme de
longueurs d’onde. Pour cela, le laser a atomes guidé démontré précédemment
dans notre équipe est un outil prometteur [86]. En effet, les ondes de matiere
issues de ce laser a atomes ne sont pas accélérées, de sorte que sa finesse spectrale
est conservée tout au long de la propagation. De plus, leurs longueurs d’onde
de de Broglie, que 'on peut sélectionner par le processus de couplage, sont
comparables a celles des atomes du condensat initial.

En outre, le recours a un laser a atomes permet de contrdler indépendam-
ment de ’énergie des atomes extraits, le flux du laser, i.e. les interactions inter-
atomiques au sein du laser. Ce contréle permettrait non seulement de réaliser
une étude fine de la localisation d’Anderson en présence d’interactions [55,187],
mais aussi d’observer des effets pour lesquels des propositions théoriques ont été
publiées. Parmi celles-ci, citons la rupture de la superfluidité au passage d’un obs-
tacle [188], le transport bistable [100,189,190] et le blocage atomique (analogue
du blocage de Coulomb) [191,192] & travers une cavité de type Fabry-Pérot ou
encore le rayonnement d’Hawking [193,194], pour lequel aucune démonstration
expérimentale n’a encore pu étre apportée.

Cependant, I’émission quasi-continue d’un tel laser impose de travailler dans
un régime dit de couplage faible, qui fixe une limite sur le flux & méme de res-
treindre les applications envisagées. Il a en effet été montré que le transfert
d’impulsion dans le cas d’un laser couplé par transition Raman, ou bien la gra-
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vité dans le cas d’un laser gravitationnel couplé par radiofréquence jouent un
role crucial dans la détermination du domaine de validité de ce régime [80]. La
suppression de la plupart des forces facilitant ’extraction des atomes de la zone
du condensat est donc de nature a amplifier ces limitations.

Dans ce chapitre, nous donnons une description détaillée du processus de cou-
plage radiofréquence des atomes du condensat au laser a atomes. Nous mesurons
en particulier le spectre de couplage radiofréquence du laser et nous étudions les
limites de flux liées a notre configuration. Nous présentons ensuite une mesure de
la largeur spectrale du laser a atomes par une méthode analogue au Foucaultage
en optique. Enfin, nous présentons des expériences qui pourraient étre menées a
I’avenir a ’aide de ce laser a atomes.

3.1 Le laser a atomes guidé : mode d’emploi

Dans cette partie, nous reprenons les grandes lignes de la description de
Pexpérience de laser & atomes guidé telle que présentée dans [86] ainsi que dans
la these de W. Guérin [92]. Nous effectuons par ailleurs une calibration précise de
I’amplitude du couplage radiofréquence qui détermine le flux du laser, et nous
montrons les améliorations apportées a 'expérience dans le but de stabiliser
le bruit magnétique a l'origine d’un élargissement du spectre du laser, comme
démontré dans la these de J. Billy [93].

3.1.1 Principe général

La géométrie de notre piege hybride nous offre 'opportunité de réaliser ai-
sément un laser a atomes guidé. En effet, celui-ci correspond a l'intersection de
deux pieges de natures différentes : un piége magnétique dont I'effet est princi-
palement limité aux atomes se trouvant dans 1'état hyperfin [F' = 1,mp = —1) ;
et un piege optique généré par un laser dont la fréquence est tres éloignée des
résonances atomiques du rubidium, et est par conséquent insensible a 1’état hy-
perfin des atomes. Le condensat étant réalisé au croisement de ces deux pieges,
il ne correspond qu’a des atomes dans I'état hyperfin mrp = —1. Par consé-
quent, en appliquant un champ radiofréquence transverse B = By cos (2muyst) y
a résonance sur la transition hyperfine, on peut coupler des atomes vers 1’état
mp = 0 ou ils sont expulsés de la zone du condensat du fait des interactions
avec celui-ci®. Ils sont ensuite libres de se propager dans le piege optique dont
le confinement longitudinal est négligeable (Fig. 3.1.a). Leur énergie est alors
constante tout au long de la propagation, elle est donnée par la relation :

E = Eggc — hvye = grupBo + pBEc — hing (3.1)

1. Du fait de l'effet Zeeman quadratique, il est possible d’isoler une simple transition a deux
niveaux [130] (cf. § 3.1.3).
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FIGURE 3.1: a) Schéma de principe de la génération d’un laser a atomes par couplage
radiofréquence & partir du piége hybride opto-magnétique. b) Image par absorption d’un
tel laser. ¢) Diagramme d’énergie le long de l'aze du guide et en représentation tridi-
mensionnelle. Seul un c6té du laser a atomes est représenté ici par souci de clarté. La
fréquence du champ rf permet de sélectionner l’énergie du laser a atomes via la condi-
tion de résonance B = Epgpc — hvyp. Le potentiel ressenti par les atomes du laser est
noté Vy(z) = V(0,z2) et zp correspond au point de rebroussement classique donné par
[’équation 3.21.

3.1.2 Description des potentiels

Plus précisément, les atomes du laser a atomes guidé sont soumis aux poten-
tiels suivants :

— Le potentiel dipolaire créé par le guide optique Vpg. Comme présenté
§ 1.4.1.5, il s’agit d’un potentiel harmonique allongé de fréquence longitu-
dinale w ) et de fréquence transverse w,, avec w| > w /-

— Le piege magnétique restant allumé tout au long du processus, les
atomes du laser, dans I’état |F' = 1, mp = 0), sont soumis a 'effet Zeeman
quadratique Vzq. A partir de la formule de Breit-Rabi (Eq. 1.36), dévelop-
pée cette fois-ci a I'ordre 2, on obtient ’expression du potentiel magnétique
Vzq ressenti par les atomes dans I'état mp = 0. Celui-ci est répulsif dans
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les trois directions de ’espace, avec des fréquences d’anti-piégeage données

par la relation :
[uBo .
wzQ,i = 2w; :Al/hf =T,y 2 (3.2)

ou w; sont les fréquences du piege magnétique dans lequel les atomes dans
le niveau mp = —1 sont piégés, et Avps = 6,835 GHz est I'écart entre
les niveaux hyperfins F = 1 et F' = 2 du rubidium. Le biais magnétique
étant de l'ordre de quelques Gauss et les fréquences du piege magnétique
de l'ordre de quelques dizaines de Hertz, les fréquences associées a 'effet
Zeeman quadratique sont de 'ordre de quelques Hertz.

— Le potentiel de champ moyen Vi qui permet de prendre en compte les
interactions entre les atomes du laser et les atomes du condensat. Celui-ci
n’est évidement présent que dans la zone de recouvrement avec le conden-
sat (—R, < z < R,). Le condensat pouvant étre décrit dans 'approxi-
mation de Thomas-Fermi, le potentiel de champ moyen est une parabole
inversée de courbure transverse w | , de courbure longitudinale w,, et d’am-
plitude pupgc = gconn]l?’gc (0), ol geonl = 4mh%a/m est la constante d’inter-
action, quasi-indépendante du sous-état magnétique mpg dans le cas du
rubidium 87 [195].

— Le potentiel de gravité. Celui-ci peut étre incorporé au potentiel di-
polaire créé par le guide optique. Il conduit alors a un décalage (appelé
aussi sag) dy = g/w? entre le minimum de potentiel dans la direction
verticale et le centre géométrique du guide optique. Pour les fréquences
de confinement du guide considérées dans ce chapitre, dy est négligeable

~(6y ~ 1 pm).

Etant donné que la symétrie du probléme est essentiellement déterminée par

le guide optique, nous décomposons le potentiel Vi 4o sur les directions longitu-
dinales et transverse du guide :

Viaser(pa Z) = VPO(pv Z) + VZQ(/O’ Z) + VCM(:O’ Z) = ‘///(Z) + VL(:O’ Z) (3'3)

ou V//(z) = Viaser(0, 2) est le potentiel longitudinal. L’expression de ces deux
termes differe suivant que l'on se trouve dans la zone de recouvrement avec le
condensat initial ou pas.

Hors de la zone de recouvrement : Le confinement transverse est large-
ment dominé par celui imposé par le guide optique. Du fait de sa divergence, la
fréquence w| du piege optique décroit lorsque les atomes s’éloignent de la zone
de couplage. En pratique, nous restreignons nos observations a des distances de
Pordre de zr/2 ~ 1,5 mm de sorte que 'on peut négliger cette variation. On
peut alors écrire le potentiel transverse sous la forme :
1

Vi(p,z) = imwipz (3.4)

Le potentiel longitudinal s’écrit quant a lui de fagon générale sous la forme :

1 1
V(2) = Viaser (0, 2) = —§mw%Qz2 + imw?/(z — 20)? (3.5)
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ou zo désigne le décalage éventuel entre le waist du faisceau générant le piege
optique et le centre du piege magnétique. En ajustant finement la puissance de la
pince optique de maniere a ce que w; = wyqQ, il est possible de supprimer les cour-
bures de ce potentiel. Celui-ci est alors linéaire, et sa pente mwf/zo est réglable
précisément étant donné que les optiques de focalisation du faisceau générant
le piege dipolaire sont placées sur une platine de translation. En particulier,
un potentiel strictement constant est réalisable en superposant exactement les
deux pieges? [86]. Les atomes extraits du condensat dans le laser & atomes ne
sont alors plus soumis a aucune accélération au cours de leur propagation dans
le guide optique. Leur énergie, et donc leur longueur d’onde de de Broglie, est
constante au cours de la propagation.

Dans la zone de recouvrement : Le potentiel de champ moyen rajoute une
"bosse" d’amplitude pupgc au potentiel longitudinal et modifie la forme du confi-
nement transverse. La constante d’interaction étant indépendante du sous-état
hyperfin [195], dans l'approximation de Thomas-Fermi, le potentiel de champ
moyen vient exactement remplir le fond du piege optique. Ainsi, le potentiel est
plat au fond du puits de potentiel harmonique dipolaire sur une largeur corres-
pondant au rayon de Thomas-Fermi du condensat (Fig. 3.1) :

_ |2pBEC 22
Ri(2) = \/ e (1 - RE) (3.6)

Bilan : Le potentiel dans lequel est couplé et se propage le laser a atomes est
représenté Fig. 3.1.c. Il est donné par les expressions suivantes :

V,(2) pBEC — 3mw?z? pour |z| < R, (3.7)
/ 0 pour |z| > R, '
1,02 (2 2
5 - R ,0 <R,
Viipa) — max {Qme (p 1(2)%) ] pour |z| (3.8)

smw? p? pour [z| > R.

3.1.3 Mise en ceuvre expérimentale

Les condensats que nous réalisons sur notre expérience dans le piege hy-
bride contiennent en général autour de Nggc = 2 x 10° atomes de 8"Rb dans
Iétat piégeant |F' = 1,mp = —1). La fréquence du piege optique transverse
est typiquement w /27 = 330 Hz et la fréquence du confinement magnétique
longitudinal est typiquement w, /27 = 27 Hz, résultant en un potentiel chimique
upgec/h = 3,6 kHz. Les fréquences de piégeage peuvent évidement varier suivant
les configurations expérimentales (les chiffres donnés ici correspondent a la confi-
guration de l'expérience présentée § 3.3). Le champ magnétique de biais de notre

2. Si la pince n’est pas rigoureusement horizontale, la gravité peut conduire a un gradient
de potentiel le long de ’axe de la pince. Celui-ci peut étre compensé par un décalage dz entre
le centre du piége optique et le centre du piege magnétique.
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piege magnétique Ioffe-Pritchard (By ~ 7 G) correspond a un déplacement du
niveau par effet Zeeman de Ey/h ~ 5 MHz. L’effet Zeeman quadratique est alors
suffisamment important pour que ’on puisse adresser par une transition radio-
fréquence indépendamment les niveaux hyperfins mp = 0 et mp = +1 [130].

Le champ radiofréquence est émis par les bobines du piege magnéto-optique,
utilisées par ailleurs pour ’évaporation dans le piege magnétique. Il est généré
par un synthétiseur & technologie DDS (Direct Digital Synthesis), controlé nu-
mériquement par 'ordinateur. Sa stabilité aussi bien en fréquence qu’en ampli-
tude est largement au-dela des exigences expérimentales. Ces deux parameétres
sont particulierement critiques car ils déterminent respectivement 1’énergie et le
flux du laser & atomes. Nous donnons dans la suite une calibration précise de
I’amplitude du champ rf a partir d’un signal atomique, puis nous décrivons les
améliorations apportées a l’expérience pour stabiliser au mieux le biais magné-
tique.

3.1.3.1 Calibration de I’amplitude de couplage

3
—
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FIGURE 3.2: Calibration de l'amplitude de couplage a l’aide d’impulsions de radiofré-
quence courtes (de lordre de la milliseconde) générant des oscillations de Rabi.

Afin de calibrer précisément ’amplitude du champ ressenti par les atomes,
nous nous plagons dans un régime ou le temps de couplage t.¢ est tel que t,; <
h/upec de fagon ce que la largeur spectrale de I'impulsion permette de coupler
l'intégralité du condensat 3. Le systéme se comporte alors comme un systéme &
deux niveaux. Il est alors possible de mesurer la fréquence d’oscillation de Rabi
QR entre les états hyperfins qui correspond, dans le cas d’un systeme a deux

3. Comme nous le verrons par la suite (§ 3.2.3), la forme du spectre est trés piquée (Fig.
3.4) de sorte que cette condition est beaucoup moins stricte : ¢ty < 1/w, est suffisant pour
coupler un nombre significatif d’atomes.
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niveaux, a ’amplitude du couplage ;s :
(3.9)

Il est cependant nécessaire de travailler ici avec des amplitudes de couplage
importantes pour qu’on ’on puisse effectuer au moins une demi-oscillation pen-
dant la durée de I'impulsion (¢,y > 1/2Qg). Nous extrapolons ensuite la ca-
libration aux faibles amplitudes de couplage qui correspondent au régime de
fonctionnement normal du laser & atomes.

3.1.3.2 Stabilisation du biais magnétique

Dans cette expérience, I'aspect technique le plus crucial consiste a stabiliser
au mieux le champ magnétique de biais. En effet, d’apres la relation de conserva-
tion de ’énergie 3.1, toute fluctuation du biais By pendant le temps de couplage
est directement reproduite sur I’énergie des atomes extraits. On peut considérer
ces fluctuations en fonction de leur fréquence : les fluctuations haute fréquence
f > 27/t participent a I’élargissement spectral du laser a atomes (par exemple,
une fluctuation du biais de ABy = 1 mG soit ABy/By = 140 p.p.m. correspond
a un élargissement spectral de Av = 740 Hz ~ uggc/5) ; et les fluctuations basse
fréquence f < 2m/t,¢ générent des variations coup a coup de I’énergie du laser &
atomes et peuvent ainsi rendre les expériences inexploitables.

Ces fluctuations peuvent provenir :

— Soit du bruit ambiant lié & la quantité importante d’appareils électriques
en fonctionnement autour de ’expérience. Pour limiter leur impact, nous
avons installé autour de la premiere chambre de science un blindage en
mu-métal permettant d’atténuer les rayonnements électromagnétiques ex-
térieurs au systeme. Les appareils électroniques, sources de bruits, ont de
plus été physiquement éloignés au maximum de ’enceinte.

— Soit directement de fluctuations du courant qui circule dans les bobines
générant le biais magnétique. Pour les réduire, nous avons mis en place
un asservissement de I'alimentation du dipole. La mesure du courant est
réalisée a I’aide d’un capteur fonctionnant sur la technologie DCCT [196],
dont la précision annoncée est de 'ordre de la fraction de p.p.m. Au final,
le bruit mesuré sur le courant asservi est inférieur a 180 pA rms (sur une
commande de 15 A).

3.2 Détermination du spectre de couplage radiofré-
quence

Dans cette partie, nous étudions en détail le couplage radiofréquence et dé-
terminons le spectre de couplage du laser, i.e. le flux du laser a atomes en fonc-
tion de la position du couplage. Nous développons un modele théorique dans le
cadre de I’approximation quasi-1D et montrons que les efforts réalisés au niveau
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de la stabilisation du biais magnétique nous permettent désormais de résoudre
I’essentiel du spectre calculé.

3.2.1 Description d’'un modele théorique

Afin de donner une description théorique simple du couplage, on fait les
hypotheses suivantes :

1. On suppose que la constante d’interaction geon = 47h%a/m est indépen-
dante du sous état hyperfin considéré [195]. Cette hypothese est indispen-
sable a la description quasi-1D dans laquelle nous effectuons nos calculs.

2. Pour le calcul du spectre de couplage radiofréquence, on néglige les interac-
tions entre les atomes du laser a atomes (anip < 1) [101]. Notez bien que
cela n’empéche pas ces interactions de jouer un role important pendant la
propagation de l'onde de matiére dans le guide optique (cf. § 3.4.2).

3. On suppose que le condensat évolue adiabatiquement durant le processus
de couplage.

4. On néglige la fréquence de confinement ou d’anti-confinement résiduelle
du laser selon 'axe z, i.e. on suppose une compensation parfaite entre les
effets du guide optique et du champ magnétique.

3.2.2 Approximation quasi-1D et fonction d’onde transverse

La géométrie tres allongée du piege optique suggere le recours a I’approxi-
mation quasi-1D décrite § 1.1.4. Celle-ci consiste a écrire la fonction d’onde du
laser & atomes sous la forme séparable :

Vp(r) = 9p(2)Y.L(p,2) (3.10)

avec la condition de normalisation [[¢|> pdp = 1. Pour effectuer cette ap-
proximation, il faut supposer que les états propres transverses du guide évoluent
lentement de sorte que la fonction d’onde transverse puisse les suivre adiabati-
quement. L’équation (Eq. 1.18) régissant I’évolution de la fonction d’onde lon-
gitudinale du laser a atomes ¢g s’écrit alors :

[ n2 92

99 T V;eff(z)] ¢E(2) = E¢p(2) (3.11)

ou le potentiel effectif Vg prend en compte ’énergie du mode transverse (on
rappelle qu’on néglige les interactions) :

2
Ver(2) = /dp (;n’vﬂbﬂ + V(p, Z)WJ.F) (3.12)

Un élément essentiel de notre configuration tient au fait que le potentiel
transverse ressenti par un atome du laser est le méme que celui ressenti par
un atome du condensat. Par conséquent, leur état fondamental transverse doit
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FIGURE 3.3: Fvolution de la fonction d’onde transverse ¥, du laser d atomes au cours
de son extraction hors de la zone de recouvrement avec le condensat.

étre identique dans la zone de couplage. En supposant que la fonction d’onde
transverse du laser a atomes 1| suit adiabatiquement le mode fondamentale du
piége transverse lors de sa propagation (cf. Fig.3.3), on connait son expression
partout :

1/2
2 p?
= — = 1 I— z 1
v1(p,2) lﬁRL(z)2 max < RJ_(Z)Q’O>] pour |z| < R, (3.13)
1 -
vy (p,z) = e *1 pour |z| > R, (3.14)

ﬁUL

ouno; = (h/mw L)l/ 2 correspond au mode fondamental transverse dans le guide
Dans I’équation 3.11, le potentiel chimique effectif Vg s’écrit alors :

Vert(2) = V) (2) pour |z < R,
Vesi(z) = hw, pour |z| > R,

456

(3.15)

En pratique, dans le cas out on peut négliger 1’énergie transverse hw , ’équa-
tion 3.11 s’écrit sous la forme d’une simple équation de Schrodinger :

2 2
[—ha - vm] 05(2) = Eér(2) (3.16)

4. On remarquera que cette image est aussi valide dans le cas ou 'on prend en compte les
interactions, tant que anip < 1.

5. Cette hypothése n’est en pratique pas vérifiée, et le faisceau atomique est multimode
transverse (cf. § 3.4.2).

6. Dans la zone intermédiaire, qui correspond au bord du condensat z ~ R., comme nous
le verrons, le taux de couplage est quasiment nul et il n’est pas nécessaire de donner une
description plus fidele de la fonction d’onde transverse.
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3.2.3 Calcul du spectre de couplage radiofréquence

Le potentiel longitudinal étant diffusif, on peut décrire le couplage par un
état initial couplé a un continuum d’états finaux. Dans le régime de couplage
faible (cf. § 3.3), le couplage est bien décrit par la regle d’or de Fermi [103,197].
Pour une intensité de couplage .4, le taux de couplage est alors donné par :

2

21 hQ\ 2
I'(F) = — E )\ U.dpd
(E) h(2>77( NBE ’/BECEPZ

(3.17)

ou l'énergie E du laser a atomes correspond a la condition de résonance E =
Epgc — hiys et n(E) la densité d’états du continuum a ’énergie E. La détermi-
nation du spectre de couplage radiofréquence tient alors principalement dans le
calcul de I'intégrale de recouvrement tridimensionnelle entre la fonction d’onde
du condensat et la fonction d’onde du laser a atomes a I’énergie E :

I(E) = / UppeVhdpdz (3.18)

Dans I'approximation quasi-1D discutée précédemment, 'intégrale sur les
coordonnées transverses est triviale et le recouvrement se réduit a :

/ nBEC(2)pp(2)d> (3.19)
ou nBEC(2) = [dp|¥grc (p, 2)|? est la densité lindique du condensat. Celle-ci
est donnée dans 'approximation de Thomas-Fermi par I’équation 1.23 :

2
15NBEC 2’2

Si le calcul exact de l'intégrale de recouvrement Z nécessite la détermination
de la fonction d’onde longitudinale (cf. Annexe A), une approche semi-classique
est suffisante dans la plupart des cas.

3.2.3.1 Calcul semi-classique

Pour cela, on considére que le couplage est localisé au point de rebrous-
sement classique (principe de Franck-Condon) [198]. Dans le cas du couplage
radiofréquence, 'impulsion transmise aux atomes est négligeable. Les points de
rebroussement zg sont alors solutions de I’équation V(zg) = E. On obtient ainsi
deux positions symétriques :

2h dvt

2
mw?

p =+ (3.21)

ou hévy = uprc — F est le désaccord de fréquence par rapport & un couplage
au centre du condensat. Cette approche revient formellement & remplacer la
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fonction d’onde longitudinale ¢g(z) par une distribution de Dirac centrée en
Z=ZF .
hQ? 1
r(E) = 5kt ) / d=nBEC(2)8 (= — 2p) (3.22)
2 NpEc

Finalement, étant donné que n(E) = 1/(mw?zg), le taux de couplage corres-
pondant a un c6té du laser a atomes est donné par :

F(E) _ 7TFLS)I?f nll?)gc(ZE)

= 2
2mw?2zp  Npgc (3.23)

ou encore en fonction des parametres expérimentaux contrdlables {Jvie, Q) :

157 hQ% (uec — hivy)®
64 13 Vhovi

On remarque que l'expression 3.23 est analogue a celle s’appliquant a un
laser gravitationnel [197], en remplacant 1'accélération de la gravité g par lac-
célération locale ger = w?zp du potentiel V) a la position zg. Cependant, la
forme du spectre obtenu est tres différente (cf. Fig. 3.4) du fait que geg varie
fortement avec la position de couplage. Qui plus est, la largeur du spectre est
plus petite de quasiment un ordre de grandeur’, et le spectre diverge autour de
dvre = 0 (couplage au centre du condensat). Une étude compléete de 'intégrale
de recouvrement est alors nécessaire.

T(duyg) = (3.24)

3.2.3.2 Calcul complet

Le taux de couplage obtenu par le calcul complet des fonctions d’onde ¢g(2)
donné en annexe A est tracé Fig. 3.4. Il peut étre décomposé qualitativement en
deux domaines qui correspondent & deux continuums de largeurs différentes :

— Sur le c6té, la largeur correspond au potentiel chimique du condensat pupgc.

— Au centre, la largeur est donnée par la fréquence de piégeage hw,. On

observe en particulier que le taux de couplage est maximal pour 0 = fw, /4 :

hos 0% 9%

4 )NQwZ UZNZwZ

T(hS ~ (3.25)

oull,, = \@wazn]fgc(()) /Npgc représente la proportion d’atomes conte-

nue dans la région de couplage d’extension spatiale v/27c,. Ceci est cohé-

rent avec le résultat correspondant au couplage a un continuum de largeur

finie Aw,, la fréquence d’oscillation de Rabi étant reliée a ’amplitude de
couplage par Qg ~ Qu¢/TL,, [199].

Etant donné que le condensat est bien décrit dans le régime de Thomas-

Fermi 3D (ugc > hw; > hw,), le spectre de couplage est nécessairement

trés piqué. Cette spécificité liée a notre configuration rend la mesure précise du

7. Dans le cas d’un laser gravitationnel, la largeur du spectre est typiquement de I’ordre de
A ~ mgR./h ~ 10 kHz [91,103].
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FIGURE 3.4: Tauz de couplage I' en fonction du désaccord en fréquence, pour une am-
plitude de couplage Q,p/2m = 15,1 Hz et un potentiel chimique ppgc/h = 2,8 kHz.
La ligne continue rouge correspond au calcul complet de l’intégrale de recouvrement des
fonctions d’onde, celle en pointillés bleus, au calcul réalisé dans I’approximation semi-
classique (Eq. 3.23). L’insert met en valeur le couplage au centre du condensat pour
lequel 'approximation semi-classique n’est plus valide. La largeur typique du sommet
correspond & la fréquence longitudinale w, /2w = 27 Hz.

spectre particulierement délicate a cause des fluctuations du champ magnétique.
Celles-ci induisent un élargissement du spectre lié a sa convolution par le bruit
magnétique. La mesure réalisée a Orsay et présentée dans la these de J. Billy
[93] correspondait par exemple & un bruit magnétique de largeur o = 440 Hz,
soit une fraction non négligeable de la largeur totale du spectre! La résolution
expérimentale du spectre présentée dans le paragraphe suivant est directement
liée aux efforts réalisés pour stabiliser le biais.

3.2.3.3 Observation expérimentale

Le taux de couplage I' est mesuré en appliquant un champ radiofréquence de
faible puissance pendant une durée de t,s = 100 ms. Le nombre total d’atomes
couplés dans le laser Niqer est ensuite mesuré par imagerie par fluorescence, en
tenant compte des deux cotés du laser. Comme une faible fraction des atomes du
condensat est extraite, on peut négliger les effets de déplétion (voir Annexe D).
Le taux de couplage I' est alors simplement donné par :

N laser

— __aser 3.26
NBEct:t (3:26)

ou Npgc est le nombre d’atomes initial du condensat.
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FIGURE 8.5: Tauz de couplage T en fonction du désaccord Svys pour une intensité de
couplage Qys/2n = 15,1 &+ 1 Hz. Le potentiel chimique du condensat source est ici
upec/h = 2,8 kHz. Le temps de couplage est t,y = 100 ms. La courbe continue cor-
respond au calcul théorique.

Les résultats expérimentaux sont montrés Fig. 3.5 pour une intensité de cou-
plage Q.¢/2m = 15,1 + 1 Hz. Le spectre a une extension totale qui correspond
au potentiel chimique pgc et on retrouve la forme trés piquée ainsi que la
coupure tres rapide autour de dvyp = 0 (Fig.3.4), caractéristique de notre confi-
guration guidée. Cette montée brusque du couplage nous permet de calibrer de
facon absolue le désaccord en fréquence dvys. En dehors de cela, 'accord entre
les prédictions théoriques et les résultats expérimentaux est obtenu sans aucun
parameétre libre (’amplitude de couplage ayant été calibrée indépendamment).
Les légeres déviations autour de vy ~ upgc/h correspondent a la présence d’un
résidu d’atomes thermiques.

Au centre du condensat, le taux de couplage mesuré sature autour de I' ~
3 57!, conduisant & d’importantes déviations par rapport aux prévisions théo-
riques. Un tel effet s’explique en partie par la présence de fluctuations coup a
coup de la position de couplage d’environ 150 Hz rms qui viennent brouiller la
détermination expérimentale du spectre de couplage, et qui empéchent en par-
ticulier une étude plus précise du couplage au centre du condensat. Celles-ci
ont pour origine des fluctuations lentes du biais de 'ordre de 0,2 mG rms. Une
dérive long terme, de l'ordre de 0,4 mG/h (300 Hz/h), a quant a elle été mesu-
rée et corrigée dans les données présentées Fig.3.5. Notons enfin que la montée
brusque autour de dv¢ = 0 suggere une borne supérieure aux fluctuations du
champ magnétique dans la gamme de fréquences supérieures a 20 Hz de 70 uG
rms.

Par ailleurs, au centre du condensat, la force d’extraction des atomes est
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quasiment nulle, de sorte que les atomes passent plus de temps dans une zone ou
ils peuvent étre recouplés dans le condensat. Le développement effectué jusqu’a
présent n’est alors plus valide. Dans la prochaine partie, nous déterminons les
limites de ce développement, correspondant au régime de couplage faible.

3.3 Limites du régime de couplage faible

Les calculs présentés précédemment sont basés sur la régle d’or de Fermi.
Celle-ci repose sur 'approximation de Born-Markov : le processus de couplage
doit étre irréversible. Dans ce régime, le temps de mémoire associé au continuum
de largeur A, t,, ~ h/A, i.e. le temps de corrélation de la fonction d’onde d’une
particule libre, doit étre suffisamment court pour que les atomes ne puissent pas
étre recouplés dans le condensat : I't,, < 1, i.e. ' < A. Pour notre configuration
guidée, nous avons qualitativement deux largeurs de continuum, de sorte que
cette condition s’exprime sous la forme I' < 1/w, au centre du condensat et
I' < h/upgc sur le bord du condensat.

Cette vision peut cependant étre perturbée par la présence d’états liés dans
la base des états habillés par le champ radiofréquence (Fig.3.6) [200,201], comme
cela a déja été observé dans le groupe de John D. Close a Canberra, dans le cas
d’un laser gravitationnel [80,202,203].

3.3.1 Amplitude de couplage critique

Nous donnons ici deux approches équivalentes qui permettent d’obtenir I’am-
plitude du couplage critique au-dela de laquelle le régime de couplage faible n’est
plus valide du fait de I’apparition d’états liés dans la base des états habillés par
le champ radiofréquence. Les niveaux d’énergie associés a ces états habillés sont
représentés Fig. 3.6.

Analyse cinétique Dans la base des états habillés, les niveaux mp = —1 et
mp = 0 donnent lieu a anti-croisement. La nature de la transition dépend de son
caractére plus ou moins adiabatique. Pour un couplage radiofréquence, aucune
impulsion n’est transférée aux atomes, et les atomes sont accélérés a 'issue du

processus de couplage par la pente locale du potentiel : %(zm = MYef,

2
z

croisement, de largeur Az, = hfds/mges, peut alors étre approximée par la
formule de Landau-Zener ® [204], & partir du temps de passage dans la zone de

avec gef = w5 zp. La probabilité de passage diabatique a travers la zone de

8. Contrairement aux conditions usuelles d’application de la formule de Landau-Zener, les
atomes ne traversent pas la zone de couplage a vitesse constante mais y sont accélérés.



3.3 Limites du régime de couplage faible

113

0 3 Rz

FIGURE 3.6: Anti-croisement des niveaux dans la base des états habillés pour une inten-
sité de couplage Qys. En pointillés : potentiels ressentis pour les niveauxr du condensat
(mp = —1) et du laser (mp = 0). En trait plein : potentiels habillés. En trait fin rouge :
fonction d’onde du laser a atomes ¢g da l'énergie E. Autour de la position zg, celle-ci
peut étre approximée par une fonction d’Airy. La taille du premier lobe de cette fonction
est notée L.,. A droite, zoom sur l’anti-croisement des niveauz habillés autour de la
zone de couplage, de largeur spatiale Azq.

couplage Tpassage €t du temps de couplage g;p :

. B \/QATQH N

passage — — = 3

Priranstert ~ exp (_27_[_7-passage> avec Geff myce
1

THip

THip = Qirf
(3.27)

En particulier, on peut réécrire ’équation 3.27 uniquement a partir d’un
rapport de fréquences de couplage :

3/2 1/3
Q¢ c 2mggﬁ
Piransfert = €xp (}}) avec ) = ( 2 (3.28)

La fréquence €25 correspond ici a la fréquence de couplage critique au-dela de
laquelle la transition la plus probable est adiabatique. On retrouve la condition
d’adiabaticité donnée par O. Zobay et B.M. Garraway pour décrire 1’évolution
d’un condensat dans des potentiels habillés par un champ radiofréquence [205].
Les atomes extraits peuvent en effet étre piégés dans les états liés présents dans
la base des états habillés si bien qu’une description du couplage dans le régime
de couplage faible n’est plus valable.

On remarque par ailleurs que la taille de la zone de couplage Azq associée
a cette limite correspond & la largeur du premier lobe de la fonction d’Airy du



CHAP 3 - UN LASER A ATOMES GUIDE POUR L’OBSERVATION DE PHENOMENES DE TRANSPORT
114 QUANTIQUE

laser & atomes extrait ? :
2 1/3
Azggf = () =L, (3.29)

Analyse énergétique Il n’est pas surprenant de retrouver ici cette taille ca-
ractéristique. On peut en effet retrouver la condition 3.28 & partir de considé-
rations purement énergétiques impliquant la pression quantique au point de re-
broussement classique : Ej(zg) ~ h?/2mL2_. Pour un couplage radiofréquence,
aucune impulsion n’est transférée aux atomes et ’énergie cinétique des atomes
extraits se réduit a cette contribution.

Des états liés peuvent apparaitre lorsque ’amplitude de couplage hf),; excede
I’énergie cinétique des atomes extraits : Ey(zg) < hfd. Cette limite correspond
a une amplitude de couplage critique équivalente & celle obtenue Eq. 3.28 [205,

206] :
C (AN o (2w
™ (71—2) (wz27r(51/rf> = W (330)

Au centre du condensat, £, correspond a la taille de I'oscillateur harmonique
0., et la limite s’écrit plus simplement : Q% ~ w,/(27%)Y/3. On peut alors écrire
un critére pour 'intégralité du spectre (cf. Fig. 3.7) :

1 \1/3 9 2\ 1/6
. <W> W, <1+64< ij) ) (3.31)

Taux de couplage maximal En combinant cette limite avec ’expression du
taux de couplage (Eq.3.23), on obtient I’expression du taux de couplage maximal
dans le régime de couplage faible :

Wz

Cax = max [[(Q5(0vg), d1pg)] ~ 0,45 ————————
T o (1mpc/hw:)

correspondant a une position de couplage légérement décalée vers le coté du
condensat (hovys ~ uppc/13, cf. Fig. 3.7). Comme ppgpc > hw,, lexpression
3.32 conduit nécessairement a 'y < w, Y. Avec w, /27 = 27 Hz, correspondant
aux figures 3.4 et 3.5, on obtient I'jax ~ 8 s71.

Comparé aux autres schémas de lasers a atomes, notamment par rapport
a ceux réalisés par une extraction des atomes a ’aide d’une transition Raman
[80, 202, 203], le flux maximal réalisable (en régime d’émission quasi-continue)
est ici inférieur de un a deux ordres de grandeur.

(3.32)

9. Pour un couplage sur le bord du condensat, la fonction d’onde du laser a atomes est
proche d’une fonction d’Airy (cf. Annexe A).

10. En plus de ces considérations, la validité de I’hypothese de suivi adiabatique du condensat
durant le processus de couplage impose des conditions supplémentaires sur le taux de couplage
[197,207,208]. Néanmoins, la condition donnée par 1’équation 3.32 implique I' € w, alors que
I’énergie typique des premiers modes excités du condensat (modes de Bogolyubov) est hw.. On
s’attend alors a ce que ces conditions soient a priori moins contraignantes.
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FIGURE 8.7: Intensité de couplage critique Qc(0vys) (Eq. 3.81 en trait continu rouge et
Eq. 3.30 en trait pointillé bleu) et tauz de couplage maximum T ey pour un condensat
de potentiel chimique ppgpc/h = 2,8 kHz et pour w, /2w = 27 Hz.

3.3.2 Observation de la saturation du flux au-dela du régime de
couplage faible

Afin d’étudier les performances au niveau du flux accessible a notre laser a
atomes, nous augmentons l'intensité du couplage radiofréquence ¢ & désaccord
Ovpe fixé. Afin de minimiser les effets de déplétion du condensat pour de fortes
intensités de couplage, nous nous limitons ici a des temps de couplage de ¢, =
20 ms. Enfin, pour pouvoir décrire les effets de déplétion, nous nous intéressons
ici directement a Nj,ger plutot qu’a I

L’évolution du nombre d’atomes Niugr est représentée Fig. 3.8 pour trois
désaccords de fréquence : dvpr = 0,60; 1,29 et 2,25 kHz. Toutes ces valeurs cor-
respondent a des positions de couplage sur le c6té du condensat, moins sensibles
aux fluctuations coup a coup.

Comme attendu, I’évolution de Ny, suit bien la formule semi-classique 3.24
pour des intensités de couplage faibles. Lorsque 'on augmente )+ au-dela de
la limite imposée par les conditions de couplage faible (zone grisée), on observe
une déviation par rapport au calcul semi-classique, puis une saturation du flux
du laser a atomes. Un calcul analytique du taux de couplage, prenant en compte
leffet de la déplétion du condensat est donné dans I'annexe D. Il consiste a
résoudre 1’équation :

AN
— = -TN (3.33)

Bien que cela puisse expliquer une partie de cette déviation (courbe en pointillés),
on constate que la correction reste insuffisante.

Au contraire, une résolution numérique des équations de Gross-Pitaevskii 1D
couplées (cf. Annexe C) reproduit particulierement bien les résultats observés.
On observe en particulier que les résultats obtenus par celle-ci s’écartent signifi-
cativement des résultats prédits par le calcul réalisé dans le régime de couplage
faible précisément au niveau ou ¢ ~ €. La limite de couplage faible semble
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FIGURE 3.8: Nombre d’atomes extraits du condensat en fonction de l'intensité de cou-
plage Q¢ aux positions de couplage représentées sur la courbe de couplage a droite
(mesurée pour Qp/2m = 22,6 £1 Hz) : A (vert) ovyy = 0,60 £ 0,05 kHz; o (blew)
S = 1,29 + 0,05 kHz; o (rouge) dvyy = 2,25 £ 0,05 kHz. Le potentiel chimique du
condensat est uppc = 3,6 kHz. Le temps de couplage est t;y = 20 ms. Les courbes en
traits tiret-pointillés correspondent au calcul semi-classique (Eq.83.23). Les courbes en
pointillés tiennent compte de la déplétion du condensat. Les courbes en traits pleins
sont obtenues par résolution numérique des équations de Gross-Pitaevskii 1D couplées
(cf. Anneze C). La zone grisée correspond au domaine de validité du régime de couplage
faible. Dans cette zone, les données sont reproduites en échelle log-log dans l’insert.

donc particulierement bien rendue par la condition 3.28.

Pour un couplage au centre du condensat (triangles verts), on observe par
ailleurs une saturation vers Njeer ~ 60.102. La vitesse d’extraction de ces atomes
étant v ~ (2upec/ m)l/ ? =5 mm.s~!, la densité atomique dans le laser & atomes
est nip ~ 400 at.um™!, i.e. an;p ~ 2. Dans ce régime, 'approximation quasi-1D
n’est plus justifiée et la description du couplage nécessiterait la prise en compte
des interactions intra-laser.

3.3.3 Effet des interactions

Jusqu’a présent, nous avons négligé les interactions intra-laser. Celles-ci peuvent
cependant étre traitées perturbativement, en supposant qu’elles n’influencent pas
la fonction d’onde transverse [99]. Dans ce cas, ’équation de Schrédinger lon-
gitudinale (Eq. 3.11) peut étre remplacée par 1’équation de Gross-Pitaevskii 1D
(Eq. 1.18) :

n? 0?2

—%@ + ‘///(Z) + ﬂint(z)] QSE(Z) = E¢E(z) (334)

ou fiint(2) prend en compte les interactions :

fi(2) = gearnf5” [ [01(p,2) " pip (3.35)
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Celui-ci dépend de la fonction d’onde transverse du laser a atomes, qui évo-
lue au cours de sa propagation a partir du point de couplage dans la zone de
recouvrement avec le condensat. On obtient alors :

2w laser
fiint(2) = LD (i)/z pour |z| < R; (3.36)
37 (anip(2))
fing(2) = 2hw an pour |z| > R, (3.37)

Comme anllggc > 1, 1 est beaucoup plus petit dans la zone de recouvrement

avec le condensat que dans le guide, et 'effet des interactions devrait donc étre
faible dans la zone de couplage dés lors que nllager < n]f’gc. Ceci vient du fait
que 'extension transverse du laser est plus grande dans cette région, et donc le
faisceau plus dilué ' (cf. § 3.2.2). Le fait de négliger les interactions au cours du
processus de couplage et non au cours de sa propagation peut donc étre justifié.
Ceci est confirmé par 'accord entre l'expérience et la simulation montré sur la
Fig. 3.8 (qui prend en compte les interactions, cf. Annexe C).

3.4 Traversée d’une barriere de potentiel

La premiere expérience de transport qui ait été réalisée avec ce laser a atomes
consiste a faire évoluer le laser au travers d’une barriere de potentiel. En faisant
varier la largeur de cette barriere, on peut en principe observer une transition
d’un comportement classique, pour une barriere épaisse w, > Agg, & un compor-
tement quantique, pour une barriere fine w, ~ A\gg. L’étude que nous présentons
ici est une méthode permettant de mesurer la largeur spectrale du laser a 'aide
de la barriere épaisse. Il s’agit d’une premiere étape vers 1'observation de 'effet
tunnel.

3.4.1 Description du montage

La mise en place d’une barriere de potentiel fine avait été réalisée sur 1'ex-
périence d’Orsay et celle-ci est décrite dans la thése de J. Billy [93]. Le systéme
a été adapté pour étre réinstallé sur la nouvelle expérience, comme représenté
Fig. 3.9. La source utilisée est une diode laser fibrée a 405 nm, délivrant une
puissance maximale de 30 mW. Des prismes anamorphoseurs disposés en sortie
de fibre ainsi qu’un agrandisseur cylindrique permettent d’obtenir un faisceau
avec un rapport d’anisotropie de 40 (w, = 20 mm, w, = 0,5 mm), s’étalant
bien au-dela de Pouverture d'un triplet de focalisation (?30 mm, f' = 90 mm)
constitué d’un doublet achromatique et d’un ménisque 2. L’ouverture numérique
maximale est de 0,14, ce qui correspond a un waist de 1,36 pum, soit une bar-
riere particulierement fine. L’ouverture numérique peut étre réduite pour créer

11. L’augmentation de densité liée au fait que les atomes sont extraits avec une vitesse quasi-
nulle est en pratique assez faible (cf. Annexe A).

12. Une ouverture numérique plus importante n’est pas possible a cause du support des
bobines créant le biais magnétique dans la premiere chambre de science.
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Fibre monomode
Laser a atomes + coupleur

WA Cellule Lame de verre Prismes

Al anamorphoseurs Diode laser
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Agra]ndisseur cylindrique
Diaphregme ‘
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FIGURE 3.9: Montage permettant la focalisation de la barriére bleue sur le laser a atomes.
L’objectif de focalisation est placé sur une platine de translation trois axes permettant
son positionnement précis sur la trajectoire du laser a atomes. Un diaphragme amovible
de diamétre T mm permet de passer d’une configuration ot la barriére est large et Ueffet
tunnel négligeable a une configuration ot la barriere est suffisamment fine pour permettre
lobservation de l’effet tunnel avec les paramétres de notre laser a atomes.

une barriere plus épaisse a ’aide d’un diaphragme amovible de diamétre 7 mm.
L’ensemble est placé sur une platine de translation trois axes de précision de
maniere a ajuster la position de la barriere sur la trajectoire du laser a atomes.
La puissance du faisceau est par ailleurs asservie de sorte que sa stabilité en
puissance soit meilleure que 1%. La caractérisation précise de la barriére ainsi
que sa calibration en amplitude est décrite dans la these de J. Billy [93]. Les
résultats sont rappelés dans le tableau 3.1.

3.4.2 Mesure de la largeur spectrale du laser a atomes

Des mesures de largeur spectrales ont déja été effectuées avec des lasers a
atomes gravitationnels dans le groupe de T. Esslinger en 2001 [209] & partir de
la mesure de 'onde stationnaire généré a la réflexion d’un laser a atomes sur
une pente de potentiel trés raide. Une autre méthode, particulierement adaptée
a notre configuration guidée, consiste a mesurer l’expansion longitudinale en
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Barriere fine | Barriere épaisse
O.N. 0,14 0,04
wy (pm) 1,36 3,8
wy (pm) 23 24
zr (pm) 18 330
V/P (kHz/mW) 11,9 4,2

TABLE 3.1: Récapitulatif des mesures de calibration des deuzx configurations de barrieres
bleues utilisées : a pleine ouverture et avec un diaphragme de diamétre 7 mm.

temps de vol du laser a atomes [210]. Nous décrivons ici une méthode originale
basée sur la transmission classique du laser & atomes a travers une barriere de
potentiel.

3.4.2.1 Principe

Pour cette étude, nous nous plagons dans la configuration ou la barriére
est trés large (w, > Agp). La méthode consiste alors & mesurer la proportion
d’atomes qui traversent classiquement la barriére, qui agit a la maniere d’un
couteau de Foucault utilisé en optique pour la mesure des waists (Fig. 3.10). La
fonction de transmission en fonction de I'amplitude Uy de la barriere, pour un
laser a atomes d’énergie moyenne E est donnée par :

(E —Uo)p(E)dE
fooo p(E)dE

Pour un laser caractérisé par un bruit gaussien de largeur spectrale o, la
transmission s’écrit :

T(Uy) = erfc (UozﬁEfAIJ) Jerfc (_\E}SGAL) (3.39)

avec erfc(x) = 1—erf(z) = (2/y/7) 5~ e~ dt, 1a fonction erreur complémentaire.

T(Up) = Jo”© (3.38)

AElase;I\\ \ 5 1 "
‘» \
\l// 7 I_/U § %\% AElaser
» T 0 g \\
Barriere >z F 0 =
UO(Hz)

FIGURE 8.10: Principe de la mesure de la largeur spectrale du laser a atomes par "Fou-
caultage" en énergie et transmission de la barriere en fonction de son amplitude dans le
cas d’un laser a atomes idéalement monochromatique (bleu), et d’un laser d atomes réel
de largeur spectrale AE 45 (pointillés rouges).

En réalité, méme la barriére large peut donner lieu & de l'effet tunnel. Ce
phénomene contribue a I’élargissement de la fonction de transmission. Les deux



CHAP 3 - UN LASER A ATOMES GUIDE POUR L’OBSERVATION DE PHENOMENES DE TRANSPORT
120 QUANTIQUE

effets (largeur spectrale et transmission tunnel) s’additionnent (en premiére ap-
proximation) :

AE ~\/AER, + AEZ, (3.40)

laser

oll AFunnel ~ V2Mgp/mw, est 1'élargissement spectral correspondant & I'effet
tunnel. Il est tracé Fig. 3.11 pour les deux largeurs de barriere utilisées.

Avec la barriere épaisse, I’élargissement est de AFEiynne/h ~ 140 Hz, ce qui
signifie que ’on peut mesurer avec cette barriere des largeurs spectrales jusqu’a
cette valeur.

Avec la barriere la plus fine, leffet n’est que de AFiynnel/h ~ 400 Hz. Par
conséquent, une observation claire de 'effet tunnel nécessite de travailler avec
un laser a atomes extrémement monochromatique (AFjaser < AFtunnel). Dans
la deuxieéme chambre de science, il serait envisageable de générer des barrieres
plus fines, dont le waist serait de 'ordre de 0,5 pm. L’élargissement spectral
vaut alors AFiunnel/h ~ 1100 Hz.

100F

80

60 [

40 r

Transmission (%)

20 r

-
-
-
b X XY

500 1000 1500 2000
Up/h (H2)

FIGURE 3.11: Courbes de transmission d’un laser a atomes d’énergie moyenne Eg/h =
650 Hz et de largeur spectrale o = 50 Hz a travers des barrieres de waists : 3,8 pum (tiret
noir), 1,36 um (plein rouge) et 0,5 um (pointillé bleu).

3.4.2.2 Résultats obtenus

En pratique, on observe que les lasers obtenus ne se séparent pas beaucoup du
condensat, méme apres des temps de propagation de plusieurs millisecondes. Ceci
est une indication claire de la présence d’atomes tres lents dans la distribution
d’impulsion du laser i.e. d'une grande largeur spectrale. Afin qu'un maximum
d’atomes contribuent a la mesure, la barriere épaisse est donc placée & quelques
dizaines de microns d’une extrémité du condensat (typiquement 25 pm). Le
laser & atomes extrait de lautre c6té du condensat nous sert de référence et
nous permet de controéler les fluctuations de 1’énergie du laser, qui induisent des
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variations du nombre d’atomes extraits, et ainsi de supprimer certaines mesures
aberrantes.

Le condensat est réalisé pour cette expérience dans une configuration de piege
hybride plus décomprimée que pour les expériences présentées précédemment
afin de diminuer l'effet des interactions. Les fréquences du piege sont w; =
165 Hz et wy =16 Hz. Le nombre d’atomes du condensat est Nggc = 3.10°. Son
potentiel chimique, qui peut-étre mesuré par la largeur de la courbe de couplage,
correspond & la valeur attendue avec ces parametres : ugpgc/h = 2,0+ 0,2 kHz.
Le couplage vers le laser a atomes est réalisé avec un décalage par rapport au
centre du condensat dvpe = 1,0 4+ 0,2 kHz. L’amplitude du couplage correspond
a Qye/2m = 33,5 Hz, soit bien dans la limite de couplage faible (QS/2m = 67 Hz,
cf. § 3.3).

100 [0®@® _©

80 —

atomes

BEC barriére transmis

laser a atomes
libre

60 —

40 |-

Transmisison (%)

20

0.0 0.5 1.0 15 2.0
U 4/h (kHz)

FIGURE 3.12: Transmission du laser a atomes généré a partir d’un condensat de potentiel
chimique pppc/h = 2,0 £ 0,2 kHz avec un décalage par rapport au centre 6 = 1,0 +
0,2 kHz et une amplitude de couplage Q,¢/2m = 33,5 Hz. L’ajustement (courbe continue
bleue) donne une largeur spectrale de o = 525 + 25 Hz et une énergie moyenne de
965 £+ 20 Hz.

La largeur spectrale mesurée (Fig. 3.12) est o = 525425 Hz. Elle est du méme
ordre de grandeur que celle mesurée précédemment sur l’expérience d’Orsay [93],
et ce malgré les efforts réalisés pour réduire les fluctuations magnétiques. En
particulier, la mesure donne un résultat incompatible avec celui suggéré par la
courbe de couplage, a savoir une largeur spectrale de 'ordre de o ~ 50 Hz.

3.4.2.3 Interprétation

Différentes hypotheses peuvent étre considérées pour expliquer 1’élargisse-

ment :
1. Les interactions intra-laser peuvent étre a l'origine d’un élargissement spec-
tral. En particulier, la simulation numérique présentée dans l'annexe C
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semble indiquer que l'effet est du méme ordre de grandeur que celui ob-
servé. Il s’agit toutefois d'un résultat préliminaire qui demande a étre
confirmé.

2. On a pu montrer que notre laser & atomes n’était pas dans ’état fonda-
mental transverse du piége en mesurant son expansion transverse durant
un temps de vol (cf. Fig. 3.13). A partir du théoréme du Viriel, on peut
obtenir le nombre d’excitations transverses moyen :

(B = gmat = S(E5) = "2 (o) + 3) (3.41)
La mesure donne (n) = 2,3, de sorte que la fraction d’atomes condensés
dans le laser est assez faible (la fraction d’atomes dans ’état fondamental
transverse est ng ~ 0,35) [210]. L’élargissement spectral pourrait alors
étre de l'ordre de AE ~ hw, o, ~ 300 Hz. Afin de mieux caractériser ce
défaut, une analyse entropique, telle que celle réalisée dans le groupe de
D. Guéry-Odelin a Toulouse, pourrait étre réalisée [88]. La diffusion sur
la barriere de potentiel peut par ailleurs conduire a un couplage complexe
entre les degrés de liberté transverse et longitudinaux [211].
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FIGURE 3.13: Mesure de la dispersion en vitesse transverse Avy du laser & atomes d
partir de son élargissement au cours du temps de vol : 05 = U§,O+Av§t2. Celle-ci permet
de remonter au nombre moyen de modes transverses (n) =~ 2,3. Les résultats trouvés ici
sont similaires a ceux obtenus d Orsay [86].

3. Enfin, les effets de température finie du condensat source pourraient expli-
quer au moins une partie de 1’élargissement observé. Une collaboration est
en cours avec G. Lee de I'université de Brisbane pour effectuer une étude
numérique détaillée du phénomene.

Ces trois hypotheses conduisent a des ordres de grandeur similaires de sorte
qu’il est probable qu’elles contribuent chacune au phénomeéne observé. La pour-
suite du travail sur le laser & atomes passe sans aucun doute par une étude plus
approfondie de chacune de ces sources d’élargissement spectral.
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3.5 Perspectives

Dans cette partie, nous présentons quelques-unes des applications pour les-
quelles le laser a atomes guidé étudié précédemment pourrait étre utilisé. Dans
un premier temps, nous étudions la possibilité de créer une cavité atomique per-
mettant d’observer des effets de transmission fortement non-linéaires. Une étude
a été réalisée dans le but de mettre en place un tel dispositif dans la chambre de
science qui dispose d'un large acces optique. Ensuite, nous discutons des possi-
bilités offertes par le laser & atomes pour 1’étude de la localisation d’Anderson.

3.5.1 Cavité Fabry-Pérot atomique

Du fait de 'effet tunnel, une barriere de potentiel suffisamment fine se com-
porte de fagon analogue a un miroir partiellement réfléchissant en optique. En
suivant cette idée, on peut concevoir une cavité Fabry-Pérot atomique a partir de
deux barriéres fines [191,212]. Celle-ci présente alors des résonances associées a la
présence de niveaux discrets : quand 1’énergie du laser a atomes incidents corres-
pond & un de ces niveaux, la transmission de la cavité est maximale. Cependant,
a la différence d’une cavité optique, les atomes sont soumis a des interactions
qui induisent des non-linéarités. La dynamique est donc similaire a une cavité
Fabry-Pérot optique, dans laquelle se trouve un milieu de type Kerr. Cette ca-
vité atomique est donc de nature a exhiber des effets purement quantiques tels
que ceux observés pour les photons, a savoir de I'anti-bunching [213-215] et du
squeezing [216-219].

3.5.1.1 Régime de couplage fort

Si la dispersion en énergie du laser a atomes est inférieure a I’écart d’énergie
entre deux modes de la cavité, on peut ne considérer qu'un seul mode dans
I’étude de la dynamique du systéme couplé. On note a I'opérateur de création
d’un atome dans ce mode de la cavité, associé a la fonction d’onde P,,. Le
Hamiltonien du systeme s’écrit alors :

H = Hcavité + Hcouplage + Hinteraction <342)
Havite = hwcav&Ta
> . ~ 7'Elascrt ~ - Elasert
avec, ¢ Heouplage = zh% (aTe T —aetT ) (3.43)

Hinteraction = hwnlaT dT aa

avec Weay, la fréquence de confinement longitudinale de la cavité, €2, la fréquence
de Rabi associée au couplage avec le champ atomique incident, et wy la fréquence
associée aux interactions des atomes dans la cavité, donnée par :

Uy 4 27mha 1
hwny = — [ dr|®cay =
1 9 / 7" ca (TN m (271_)3/20%“/03_

(3.44)

ouoc; = \/W et Ocay = V/h/Mmweay sont les extensions spatiales du mode
fondamental de la cavité dans les directions transverses et longitudinale.
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FIGURE 8.14: a) Principe de la cavité Fabry-Pérot atomique. Les niveauzr d’énergie
internes da la cavité donnent lieu a des résonances de transmission quand [’énergie du
laser a atomes correspond. b) Niveaux d’énergie de la cavité atomique habillée par le
laser a atomes incident.

Si le flux du laser a atomes incident est suffisamment faible (2 < &, ol  est
la durée de vie d’un atome dans la cavité), on peut négliger la dégénérescence de
Rabi associée au couplage de la cavité avec le champ atomique incident. L’échelle
des niveaux d’énergie est alors représentée Fig. 3.14.b. Du fait des non-linéarités
liées aux interactions inter-atomiques au sein de la cavité, celle-ci est irréguliere.
En particulier, si les non-linéarités sont suffisantes (Ng = k/2wy < 1), un laser
a atomes incident résonnant sur la transition |0) — |1) n’est pas a résonance
sur la transition |1) — |2) permettant d’introduire un second atome. Le systéme
se comporte alors comme un systéeme a deux niveaux, et en particulier, un seul
atome peut étre dans la cavité a tout instant. Cet effet appelé blocage atomique
est 'analogue du blocage de Coulomb permettant, dans des structures électro-
niques de basse dimensionnalité, de controler le passage des porteurs de charge
a lunité.

3.5.1.2 Mise en ceuvre expérimentale envisagée

Afin de réaliser une telle structure de potentiel, nous envisageons de générer
une structure proche d’'un mode TEMg; a l'aide d’une lame de phase, placée
dans le trajet optique du montage permettant d’imager la barriere de potentiel
(§ 3.4.1). La fréquence de piégeage associée a ce type de configuration est donnée
par [220] :

24c2T'P
Weav = \| —=—=—— 3.45
o Tmwiw3wy A (345)
ol wy et w, sont les waists de la barriere décrite précédemment.

La finesse de la cavité atomique est reliée au taux de pertes de la cavité k et

a son intervalle spectral libre Awc,y par la relation usuelle :

™
F =21k ey = = (3.46)
T
ou T est la transmission d’une barriere de potentiel. Celle-ci est réglable via

I'amplitude Uy des barrieres de potentiel. Avec ces parametres, le coefficient de
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FIGURE 3.15: a) Adaptation du montage optique représenté Fig. 3.9 servant o réaliser
une double barriére. b) Image obtenue en plagant la lame de phase dans la configura-
tion de barriére fine. L’espacement entre les deux barriéres est alors W, = 3 um. c¢)
Installation prévue dans la deuxieme chambre de science avec des lentilles mises sous
vide permettant d’obtenir une ouverture numérique importante (O.N.> 0,5) et ainsi
d’atteindre le régime de couplage fort.

N

non-linéarité Ny reste supérieur a 1 si 'expérience est réalisée dans la premiere
chambre de science, empéchant 'obtention du blocage atomique. Par contre,
avec l'ouverture numérique disponible autour de la seconde chambre de science,
le régime de couplage fort peut a priori étre atteint, & condition de profiter au
maximum de 'ouverture numérique disponible. Une proposition de mise en place
est représentée Fig. 3.15.¢ 3. A la limite de diffraction, ce systéme permettrait
de descendre & des valeurs du coefficient de non-linéarité Ny ~ 1.

a) =Llasera b)
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FIGURE 3.16: a) Montage a réaliser pour réaliser une cavité Fabry-Pérot multiple, sui-
vant la proposition de I. Carusotto et al. [221]. b) Potentiel ressenti par les atomes lors
de la traversé du Fabry-Pérot multiple. Plus l’angle 6 est important, plus le confinement
Weap de chacun des puits est important.

Une méthode alternative, représentée Fig. 3.16, consisterait a faire interférer
deux faisceaux avec un angle d’ouverture 6 [221,222]. La taille des barriéres n’est
alors plus donnée par la limite de diffraction mais dépend de I’angle d’ouverture 0
entre les deux faisceaux. En particulier, des fréquences wc,y importantes peuvent

13. Ce systéme prévoit la mise en place de lentilles placées sous vide, dans la chambre de
science, de maniére a ce que la traversée de ’épaisseur de la cellule puisse se faire avec un
faisceau collimaté, moins sensible aux défauts de planéité. Le montage a été congu au cours de
ma theése et pourrait étre mis en place sur 'expérience a ’avenir.
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étre atteintes, ce qui permettrait de réaliser ’expérience avec un faisceau d’éner-
gie plus importante, par exemple avec un laser a atomes généré par transition
Raman, moins sensible aux conditions de couplage faible. Il serait aussi possible
de générer des solitons brillants, habituellement générés par des interactions at-
tractives [221] et de controler la dispersion du faisceau [223].

Enfin, remarquons que ces systemes peuvent étre injectés par un condensat en
expansion comme dans I’expérience de localisation d’Anderson & une dimension.
Ils servent alors de filtre de fréquence [224] et 'onde de matiére transmise est
monochromatique. Il pourrait s’agir d’une alternative au laser a atomes guidé
pour la génération d’un faisceau atomique de longueur d’onde définie.

3.5.2 Localisation d’Anderson

Une autre application envisageable pour notre laser a atomes est I’étude de
la localisation d’Anderson. Celle-ci permettrait d’étre plus quantitatif sur I'effet
des interactions répulsives [62,63], qui sont dans ce cas contrélables via le flux
du laser. L’expérience consiste alors & mesurer la transmission du laser a atomes
a travers une tranche de potentiel désordonné de largeur L. Elle est analogue
aux expériences de conductivité effectuées en matiere condensée.

Le parametre important permettant de caractériser les interactions dans un

faisceau atomique est la vitesse du son ¢ = {/2ahw  n'3e /m :

— Si v > ¢, écoulement est supersonique. L’énergie d’interaction est négli-
geable devant I’énergie cinétique et la localisation d’Anderson prédit alors
une décroissance exponentielle de la transmission avec L.

— Siv < ¢, I’écoulement est subsonique. Les interactions rendent le systéeme
superfluide de sorte que 'onde de matiére est transmise a travers le po-
tentiel désordonné. Il a toutefois été montré que ce régime ne pouvait pas
étre atteint avec un laser a atomes comme le notre [187].

Dans le domaine v ~ ¢, I’écoulement est dans un régime non stationnaire
complexe [55]. Plus la taille de la tranche de désordre traversée augmente, plus
I’étendue de ce régime augmente, pouvant aller jusqu’a empécher la mise en
place de la localisation d’Anderson (Fig. 3.17). Pour notre potentiel désordonné
corrélé de type speckle, il est en particulier prédit que ’observation de la loca-
lisation d’Anderson ne puisse étre possible que pour v/c > 8 [60]. Si on prend
les parameétres du désordre correspondant a l’expérience de localisation unidi-
mensionnelle réalisée a Orsay, et pour une vitesse d’extraction des atomes v = 2
mm/s (i.e. E/h ~ 500 Hz) 4, la densité critique est nip ~ 10 at.um~!. Cette va-
leur est raisonnablement accessible malgré les limitations imposées par le régime
de couplage faible.

D’autre part, il est possible d’étudier des configurations de désordre exo-
tiques donnant lieu & des phénomenes non-intuitifs. Un exemple est le cas d’'un
potentiel dont le spectre de fréquence spatiale présente deux bandes de fré-
quences distinctes, obtenu par exemple en faisant interférer deux figures de spe-

14. L’énergie du laser doit étre inférieure au seuil de mobilité effectif correspondant & E./h =
900 Hz (avec les parameétres de [44]).
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FIGURE 3.17: A gauche, diagramme de phase montrant la région de paramétres permet-
tant ’observation de la localisation d’Anderson du laser a atomes de vitesse de propa-
gation v a travers une tranche de potentiel désordonné de largeur L. L* correspond a la
limite au-dela de laquelle [’écoulement n’atteint pas d’état stationnaire. Li,. est la lon-
gueur de localisation. Celle-ci n’est observable qu’a condition que Li,. < L* (zone bleue).
A droite, résultats de simulation correspondant au cas du speckle. Les densités repré-
sentent la proportion de trajectoires stationnaires obtenues, et permettent de délimiter
le régime stationnaire (courbe semi-pointillée L*). La transition Li,. = L* intervient
pour v/c = 7,95. Figures extraites de T. Paul et al. [60].

ckles (cf. § 2.4.2.1). Dans ce cas, on peut observer le phénomeéne contre-intuitif
suivant : une augmentation du désordre peut engendrer une augmentation de
la longueur de localisation. Une étude théorique est en cours dans I’équipe de
Laurent Sanchez-Palencia.







Conclusion

Au cours de ce travail de these, nous nous sommes intéressés aux problé-
matiques de la propagation quantique d’ondes de matieres. Un des phénomenes
emblématiques de la théorie du transport quantique, la localisation d’Anderson
en présence de désordre, a été démontrée expérimentalement dans une configu-
ration unidimensionnelle & Orsay. Le succes de cette expérience a servi de preuve
de principe quant & l'intérét d’utiliser un systeme d’atomes froids pour observer
finement le phénomene et a l'issue de ce travail, d’autres groupes ont profité
de leur possibilité de contrdler les interactions avec des résonances de Fano-
Feshbach pour répondre a la problématique de la compétition entre interactions
répulsives et localisation [62,63].

A deux dimensions, une équipe du groupe d’Optique Atomique a d’ores et
déja pu observer un régime sub-diffusif [225]. Une étude de la localisation d’An-
derson dans cette situation serait d’un intérét tout particulier car il s’agit de la di-
mension critique vis-a-vis de I’existence d’une transition de phase. De notre coté,
I’expérience a été grandement modifiée lors du déménagement pour permettre
d’y adapter une chambre de science proposant un acces optique suffisamment
important pour I’étude tridimensionnelle. Cette expérience est particulierement
ambitieuse, notamment parce qu’elle nécessite de compenser 'accélération de
gravité afin d’effectuer des expansions sur des temps longs comparés a la plupart
des expériences impliquant des atomes froids. Nous avons récemment obtenus
des résultats extrémement encourageants et nul doute que l'analyse de ceux-ci
permettra de révéler une physique extrémement riche. Outre ’'observation d’une
transition d’'un régime diffusif a un régime localisé, la mesure des exposants
critiques soit via la variation de la longueur de localisation en fonction de ’am-
plitude du désordre, soit via la dynamique de localisation [185] semble étre a
portée de main. A plus long terme, 'ajout contrdlé d’interactions ouvrirait la
porte a une véritable simulation quantique de la transition d’Anderson.

En paralléle, nous avons cherché a développer au cours de cette these le laser
a atomes guidé, démontré précédemment [86]. Nous avons en particulier réussi
a améliorer la stabilité du biais magnétique, qui était jusqu’alors un obstacle
la réalisation d’un laser a atomes de grande finesse spectrale. Ceci nous a
permit de résoudre le spectre de couplage du laser. Cependant, les premieéres
expériences de transport réalisées avec ce laser semblent indiquer que d’autres
phénomenes pourraient étre a 'origine d’un élargissement spectral. La poursuite
de ces travaux passe donc par la compréhension de 'origine de cet effet.

gj/






ANNEXE A

Calcul de l’intégrale de
recouvrement du laser a
atomes

L’application de la régle d’or de Fermi nécessite de calculer le recouvrement
Z(F) entre les fonctions d’ondes du condensat et du laser a atomes. Dans cette
annexe, nous donnons le calcul complet de cette intégrale qui nécessite en parti-
culier de déterminer la fonction d’onde longitudinale du laser a atomes. Celle-ci
est une solution stationnaire de I’équation de Schrédinger unidimensionnelle 3.11
décrivant I’évolution des atomes dans le potentiel V//(z) donné par ’équation 3.5.
Elle s’écrit sous forme adimensionnée :

Z=z/o,
d? = jippc — E
(2) = _ Al
12 ] ¢e(Z) = 0 avec E = 2B /. (A.1)

ABEC = 21BEC/ W,

Avec ces notations, € correspond au désaccord radiofréquence en unités réduites :
€ = 4mdye/w,. Les solutions paires et impaires de cette équation sont mathéma-
tiquement connues [226,227] :

Zc‘:‘].’wg
4

15’3|,~2
4

bpuie() = e F2F( L (A.2)

G (2) = 5P ). (A.3)
ou F(a|b|x) sont les fonctions hypergéométriques confluentes [228]. La fonction
d’onde du condensat étant paire, seules les fonctions ¢pair contribuent a I'inté-
grale de recouvrement Z. Sur le bord du condensat, la fonction d’onde doit étre
raccordée a une onde plane stationnaire. Si on introduit une boite de quantifi-
cation de taille L, celle ci prend la forme :

sin(kZ + @)

VL

ou l'on a introduit le rayon de Thomas-Fermi adimensionné : R, = R,/o, =

ﬂ]la/Ec et le vecteur d’onde adimensionné x = E'/2. On recolle les deux solutions

(2 > Rz) = (A4)
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en 2 = R, en utilisant la continuité de la fonction d’onde et de sa dérivée :

~ S=2

s B in(kR,+p) e % /2F(al1/2iZ?)

5< R = sin(k R - 2
o ) VL emiR2/2F(a|1/2|iR2)

i (A.5)

ik/R.

. F(a+1]3/2[iR2)
1=da F(all/2iR2)

= —li',Rz + arctan

avec a = (1 — ie)/4.

0 2 4 6 8 10 12 14 16 0 2 4 6 8 10 12 14 16
T T T

FIGURE A.1: Fonction d’onde longitudinale ¢(z) calculée a différents désaccords (e =
50, 20, 0 et —5) et pour i = 260, R. = 16. La position de couplage Z. = V€ est exprimée
en unité normalisée.



ANNEXE B

Effet de la déplétion sur flux
du laser a atomes

Dans cette partie, je décris l'effet de la taille finie du réservoir source du
laser a atomes guidé sur le taux de couplage et le flux du laser. En particulier, je
décris le calcul des courbes présentées sur la Fig. 3.8. Comme expliqué Fig. B.1,
on remarquera que la fréquence de couplage vy définit ici uniquement la position
de couplage et non plus I’énergie du laser. Par abus de notation, on continuera
de noter zg cette position bien que E varie au cours du couplage.

FIGURE B.1: Effet de la déplétion du condensat du le diagramme énergétique (en noir,
situation initiale, en rouge, situation au cours du couplage). On note que la position zg
de couplage ne varie pas alors que I’énergie du laser a atomes décroit.

Afin de prendre en compte 'effet de la déplétion du condensat dans I’évo-
lution du taux de couplage, on écrit le taux de couplage obtenu a partir du
calcul semi-classique en fonction du nombre d’atomes dans le condensat, qui est
désormais une fonction du temps ¢ :

nBEC P
() = Tso(Nano(t) o B2 (B.1)
2
1 }%%C 2/5
v\~ (e

Le nombre Ngg est définit par la relation R,(Ngg) = zg. Il correspond au
nombre d’atomes restant dans le condensat aprés un temps de couplage infini,
lorsque la déplétion du condensat met le condensat hors résonance. On peut
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alors écrire la relation :

00 1/5
() = () ®3
R, NBEC
A0S : 41 . . — NBEC — (0) _ Nghe
On définit les variables réduites : x = “BEC¢ 7 = I'sc(Npp)t, = 58
NBEC NBEC
L’équation cinétique de%m = —TI'(¢)Npgc(t) s’écrit alors :
2
2/5 _ 32/5
de (0 -00) (B.4)
dr (1 _ 32/5)\2 ’
323)

d’ou on peut obtenir :

. (1-p25)’
/1 (x2/5 _ 52/5)2

Cette intégrale est calculable numériquement (fonction hypergéométrique).
La déplétion du condensat en fonction du temps de couplage est tracée Fig. B.2.
L’évolution du nombre d’atomes dans le laser en fonction de I'amplitude de
couplage correspond aux courbes tracées Fig. 3.8. On remarque en particulier
que I'augmentation du nombre d’atomes dans le laser n’est plus en Q?f a partir
de Qi ~ w,.
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FIGURE B.2: Evolution du nombre d’atomes N/Ny en fonction du temps Tt : en rouge
(plein), le calcul exact; en jaune (points), le résultat sans tenir compte de la déplétion ;
en bleu (semi-pointillé), la déplétion est prise en compte par un effet de saturation
simple.



ANNEXE C

Simulation numérique du
couplage et de la propagation

De maniére a isoler les effets des interactions et du couplage dans le méca-
nisme du laser a atomes, nous avons réalisé une simulation numérique 1D du
probléme. Afin de résoudre les équations de Gross-Pitaevskii 1D couplées, nous
utilisons 'opérateur d’évolution U définit par :

O(z2,t) = U (t,t0) B(z,t0) (C.1)

o @(z,1) = ( #EEC(=1)

peaL(z,t)
a faire évoluer. La résolution numérique est alors réalisée en faisant évoluer les
fonctions d’onde sur des pas de temp 0t suffisamment courts, de sorte que 'on
puisse séparer les contributions cinétiques et potentielles :

) est le vecteur contenant les deux fonctions d’ondes

Ot + (k+1)dt,to+ kot) = exp (=i (T +V)ot) (C.2)

= exp (—z’Tdt) exp (—iVét) exp <5tC—)>O (5152))

On peut alors faire évoluer le vecteur ® a chaque pas de temps mdepen—
damment sous l'effet du terme potentiel V et sous l'effet du terme cinétique 7.
L’intérét réside dans le fait qu’il est facile de calculer I’exponentielle de la matrice
associée au terme potentiel (il s’agit d’une matrice 2 X 2 imaginaire pour laquelle
une méthode mathématique systématique existe), mais aussi 'exponentielle de
la matrice associée au terme cinétique, a condition de se placer dans I’espace des
impulsions :

T(m 0 ) _ (e (i) 0
- _m & - hk
0 2m 2/ () 0 exp (=0t ) ) ) (C.3)

LS hw, /T + 4a]®]2

L’algorithme se résume alors a des multiplications de matrices ainsi qu’a des
transformées de Fourier.

V: <UBEc—h(5+th\/1+4a‘(I)’2 hgrf )
{z}

La simulation numérique réalisée sur le logiciel Matlab nous permet non
seulement d’obtenir le nombre d’atomes extraits du condensat (Fig. 3.8) mais
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aussi la forme du paquet d’onde a la fois dans I'espace réel et dans l’espace des
impulsions. Cette derniere possibilité nous permet de caractériser les limites en
terme de largeur spectrale liées a notre configuration (§ 3.4.2).
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Direct observation of Anderson localization of matter
waves in a controlled disorder

Juliette Billy', Vincent Josse', Zhanchun Zuo', Alain Bernard', Ben Hambrecht', Pierre Lugan', David Clément’,
Laurent Sanchez-Palencia', Philippe Bouyer' & Alain Aspect’

In 1958, Anderson predicted the localization' of electronic wave-
functions in disordered crystals and the resulting absence of dif-
fusion. It is now recognized that Anderson localization is
ubiquitous in wave physics® because it originates from the inter-
ference between multiple scattering paths. Experimentally, local-
ization has been reported for light waves®”, microwaves®’, sound
waves'® and electron gases''. However, there has been no direct
observation of exponential spatial localization of matter waves of
any type. Here we observe exponential localization of a Bose-
Einstein condensate released into a one-dimensional waveguide
in the presence of a controlled disorder created by laser speckle'>.
We operate in a regime of pure Anderson localization, that is, with
weak disorder—such that localization results from many quantum
reflections of low amplitude—and an atomic density low enough
to render interactions negligible. We directly image the atomic
density profiles as a function of time, and find that weak disorder
can stop the expansion and lead to the formation of a stationary,
exponentially localized wavefunction—a direct signature of
Anderson localization. We extract the localization length by fitting
the exponential wings of the profiles, and compare it to theoretical
calculations. The power spectrum of the one-dimensional speckle
potentials has a high spatial frequency cutoff, causing exponential
localization to occur only when the de Broglie wavelengths of the
atoms in the expanding condensate are greater than an effective
mobility edge corresponding to that cutoff. In the opposite case,
we find that the density profiles decay algebraically, as predicted in
ref. 13. The method presented here can be extended to localization
of atomic quantum gases in higher dimensions, and with con-
trolled interactions.

The transport of quantum particles in non-ideal material media
(for example the conduction of electrons in an imperfect crystal) is
strongly affected by scattering from the impurities in the medium.
Even for weak disorder, semiclassical theories, such as those based on
the Boltzmann equation for matter waves scattering from the impur-
ities, often fail to describe transport properties’, and fully quantum
approaches are necessary. For example, Anderson localization',
which predicts metal-insulator transitions, is based on interference
between multiple scattering paths, leading to localized wavefunctions
with exponentially decaying profiles. While Anderson’s theory
applies to non-interacting particles in static (quenched) disordered
potentials', both thermal phonons and repulsive interparticle inter-
actions significantly affect Anderson localization'*'®. To our know-
ledge, no direct observation of exponentially localized wavefunctions
in space has been reported in condensed matter.

Degenerate atomic quantum gases can be used to study a number
of basic models in condensed matter theory experimentally, with
unprecedented control and measurement possibilities (see refs 16,
17 and references therein). In investigating the behaviour of matter

waves in disordered potentials'®, key advantages of atomic quantum
gases are the possibility to implement systems in any dimension; the
control of the interatomic interactions, either by density control or
by Feshbach resonances; the possibility to design perfectly controlled
and phonon-free disordered potentials; and the opportunity to mea-
sure in situ atomic density profiles via direct imaging. The quest for
evidence of Anderson localization of Bose—Einstein condensates
(BECs) in optical disordered potentials has thus attracted consid-
erable attention in recent years'>?. Experiments using ultracold
atoms have shown evidence of dynamical localization associated with
a kicked rotor*>**, which can be considered as a mapping onto
momentum space of the Anderson localization phenomenon.
Suppression of one-dimensional transport of BECs has been
observed'>*, but this occurred in a regime of strong disorder and
strong interactions where localization is due to classical reflections
from large peaks of the disordered potential. Here we report direct
observation in real space of one-dimensional localization of a BEC in
the regime of Anderson localization, that is, with weak disorder and
negligible interatomic interactions.

Our experiment (sketched in Fig. 1a, b), starts with a small, elon-
gated BEC (1.7 X 10* atoms of rubidium-87, with transverse and
longitudinal radii of 3 um and 35 pum, respectively, corresponding
to the trapping frequencies given below, and a chemical potential
of pin/h=219Hz, where h is Planck’s constant). The BEC is pro-
duced in an anisotropic opto-magnetic hybrid trap. A far-off-res-
onance laser beam (wavelength 1.06 um, to be compared with the
resonant wavelength of rubidium, 0.78 um) creates an optical wave-
guide along the horizontal z axis®, with a transverse harmonic con-
finement of frequency w,/2m=70Hz. A shallow magnetic trap
confines the BEC in the longitudinal direction (w,/2t = 5.4 Hz).

The longitudinal confinement is switched off at t = 0, and the BEC
starts to expand in the guide along the z direction under the effect of
the initial repulsive interaction energy. A weakly anti-trapping mag-
netic field compensates the residual longitudinal trapping of the
optical waveguide, so that the atoms can freely expand along the z
direction over several millimetres. The expanding BEC can be imaged
at any chosen time t after release by switching off the optical guide
and irradiating the atoms with a resonant probe of duration 50 pis. An
ultrasensitive electron-multiplying charge-coupled-device camera
allows us to make an image of the fluorescing atoms with a resolution
of 15 pm and a one-dimensional atomic density sensitivity of close to
one atom per micrometre.

A disordered potential is applied to the expanding BEC using an
optical speckle field produced by passing a laser beam (wavelength
0.514 pm) through a diffusing plate*>. The detuning from the atomic
frequency is great enough, and the intensity low enough, that spon-
taneous photon scattering on the atoms is negligible during the
expansion, and we have a purely conservative disordered potential,
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which extends 4 mm along the z direction. The three-dimensional
autocorrelation of the disordered potential—that is, of the light
intensity—is determined by diffraction from the diffusive plate onto
the atoms’ location.
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Figure 1| Observation of exponential localization. a, A small BEC

(1.7 X 10* atoms) is formed in a hybrid trap that is the combination of a
horizontal optical waveguide, ensuring a strong transverse confinement, and
a loose magnetic longitudinal trap. A weak disordered optical potential,
transversely invariant over the atomic cloud, is superimposed (disorder
amplitude Vi low in comparison with the chemical potential 1;,, of the initial
BEC). b, When the longitudinal trap is switched off, the BEC starts
expanding and then localizes, as observed by direct imaging of the
fluorescence of the atoms irradiated by a resonant probe. In a and b, false-
colour images and sketched profiles are for illustration purposes; they are
not exactly to scale. ¢, d, Density profiles (red) of the localized BEC one
second after release, in linear (c) and semi-log (d) coordinates. In the inset in
d we display the root-mean-square (rms) width of the profile versus time ¢,
with (Vg # 0) and without (Vi = 0) disordered potential. This shows that
the stationary regime is reached after 0.5 s. The diamond at t=1s
corresponds to the data shown in c and the main panel of d. Blue lines in c are
exponential fits to the wings, and correspond to the straight blue lines in
d. The narrow central profiles (pink) represent the trapped condensate
before release (t =0s).
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Transversely, the correlation function (an ellipse with semi-axis
lengths of 97 pm and 10 pm) is much wider than the atomic matter
wave, and we can therefore consider the disorder as being
one-dimensional for the BEC expanding along the z direction.
Along this direction, the correlation function of the disordered
potential is Vi (sin(z/og)/ (zlor))?, where the correlation length
or = 0.26 £ 0.03 um (*1s.e.m.) is calculated knowing the numer-
ical aperture of the optics, and Vg is the amplitude of the disorder.
The corresponding speckle grain size is mog = 0.82 um. The power
spectrum of this speckle potential is non-zero only for k-vectors
lower in magnitude than a cutoff of 2/6x. The amplitude of the
disorder is directly proportional to the laser intensity**. The cal-
ibration factor is calculated knowing the geometry of the optical
system and the properties of the rubidium-87 atoms.

When we switch off the longitudinal trapping in the presence of
weak disorder, the BEC starts expanding, but the expansion rapidly
stops, in stark contrast with the free expansion case (Fig. 1d inset,
showing the evolution of the root-mean-square width of the
observed profiles). Plots of the density profile in linear (Fig. 1c)
and semi-log (Fig. 1d) coordinates then show clear exponential
wings, a signature of Anderson localization. Our observations are
made in a regime allowing Anderson localization, unlike in the
experiments in refs 19 and 20. First, the disorder is weak enough
(VR/tin = 0.12) that the initial interaction energy per atom is rapidly
converted into a kinetic energy of the order of y;, for atoms in the
wings. This value is much greater than the amplitude of the disor-
dered potential, so there is no possibility of a classical reflection from
a potential barrier. Second, the atomic density in the wings is low
enough (two orders of magnitude less than in the initial BEC) that the
interaction energy is negligible in comparison with the atom kinetic
energy. Last, we fulfil the criterion, emphasized in ref. 13, that the
atomic matter wave k-vector distribution be bounded, with a max-
imum magnitude k., of less than half the cutoff in the power spec-
trum of the speckle disordered potential used here, that is,
kmaxor < 1. The value of ki, is measured directly by observing the
free expansion of the BEC in the waveguide in the absence of disorder
(see Methods). For the runs corresponding to Figs 1¢, 1d, 2, and 3, we
have ky.x0r = 0.65 * 0.09 (*2s.e.m.).

An exponential fit to the wings of the density profiles yields the
localization length Lj,., which we can compare to the theoretical
value”

20 k2

L — max 1
T P Vior (1~ knexow) 8

valid only for k.xor <1 (m is the atomic mass). To ensure that the
comparison is meaningful, we first check that we have reached a
stationary situation, in which the fitted value of L, no longer
evolves, as shown in Fig. 2. In Fig. 3, we plot the variation of Lj,.
with the disorder amplitude V, for the same number of atoms, that
is, the same k.. The dash—dot line is a plot of equation (1) for the
values of k., and oy determined as explained above. It shows quite a
good agreement between our measurements and the theoretical pre-
dictions: with no adjustable parameters we obtain the correct mag-
nitude and general shape. The shaded area reflects the envelope of the
dash—dot line when we take into account the uncertainties in gz and
kmax- The uncertainty in the calibration of Vi does not appear in
Fig. 3. We estimate it to be no greater than 30%, which does not
affect the agreement between theory and experiment.

An intriguing result of ref. 13 is the prediction of density profiles
with algebraic wings when k,,,0r > 1, that is, when the initial inter-
action energy is great enough that a fraction of the atoms have a
k-vector greater in magnitude than 1/oy, which plays the role of an
effective mobility edge. We investigate this regime by repeating the
experiment with a BEC containing more atoms (1.7 X 10° atoms, Win/
h =519 Hz), for Vx/u;, = 0.15. Figure 4a shows the observed density
profile in such a situation (kya0r = 1.16 £ 0.14 (*2s.e.m.)), and a
log-log plot suggests a power-law decrease in the wings, with an

©2008 Macmillan Publishers Limited. All rights reserved
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Figure 2 | Stationarity of the localized profile. a, Three successive density
profiles, from which the localization length L, is extracted by fitting an
exponential, exp(—2|z|/L,.) (dotted black lines), to the atomic density in
the wings. b, Localization length L, versus expansion time t. Error bars,
95% confidence intervals for the fitted values (*+2s.e.m.).

exponent of 1.95* 0.10 (*2s.e.m.), in agreement with the theor-
etical prediction that density decreases like 1/z” in the wings. The
semi-log plot (inset) confirms that an exponential would not work as
well. For comparison, we present in Fig. 4b alog—log plot and a semi-
log plot (inset) for the case with k,,or = 0.65 and Vi/p;, = 0.15,
where we conclude in favour of exponential rather than algebraic
tails. These data support the existence of a crossover from an expo-
nential to an algebraic regime in our speckle potential.
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Figure 3 | Localization length versus amplitude of the disordered potential.
Ly, is obtained by an exponential fit to the wings of the stationary localized
density profiles, as shown in Fig. 2. Error bars, 95% confidence intervals for
the fitted values (+2s.e.m.); 1.7 X 10* atoms ; ft;,, = 219 Hz. The dash—dot
line is plotted using equation (1), where k;,,, is determined from the
observed free expansion of the condensate (see Methods). The shaded area
represents uncertainty associated with the evaluations of k. and og. We
note that the limited extension of the disordered potential (4 mm) allows us
to measure values of Lj,. up to about 2 mm.
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Figure 4 | Algebraic and exponential regimes in a one-dimensional speckle
potential. Log-log and semi-log plots of the stationary atomic density
profiles, showing the difference between the algebraic (k;,,,0r > 1) and
exponential (k,,0r < 1) regimes. a, Density profile for Vg/u;, = 0.15 and
Kmaxor = 1.16 £ 0.14 (£2 s.e.m.). The momentum distribution of the
released BEC has components beyond the effective mobility edge 1/og. The
fit to the wings with a power-law decay 1/ \z|/} yields = 1.92 = 0.06
(£2s.e.m.) for the left-hand wing and f§ = 2.01 * 0.03 (=2 s.e.m.) for the
right-hand wing. The inset shows the same data in a semi-log plot, and
confirms the non-exponential decay. b, For comparison, a similar set of plots
(log-log and semi-log) in the exponential regime for the same Vg/f4;, = 0.15
and k,,.x0r = 0.65 * 0.09 (*+2s.e.m.).

Direct imaging of atomic quantum gases in controlled, optical
disordered potentials is a promising technique to investigate a variety
of open questions on disordered quantum systems. First, as in other
problems of condensed matter simulated using ultracold atoms,
direct imaging of atomic matter waves offers unprecedented possibil-
ities to measure important properties, such as localization lengths.
Second, our experiment can be extended to quantum gases with
controlled interactions where localization of quasi-particles®®?,
Bose glass'*'>*® and Lifshits glass®® are expected, as well as to Fermi
gases and to Bose—Fermi mixtures where rich phase diagrams have
been predicted™®. The reasonable quantitative agreement between our
measurements and the theory of one-dimensional Anderson local-
ization in a speckle potential demonstrates the high degree of control
in our set-up. We thus anticipate that it can be used as a quantum
simulator for investigating Anderson localization in higher dimen-
sions’*?, first to look for the mobility edge of the Anderson trans-
ition, and then to measure important features at the Anderson
transition that are still under theoretical investigation, such as critical
exponents. It will also become possible to investigate the effect of
controlled interactions on Anderson localization.

METHODS SUMMARY

Momentum distribution of the expanding BEC. To compare measured local-
ization lengths with those calculated from equation (1), we need to know ky,.x,
the maximum amplitude of the k-vector distribution of the atoms, at the begin-
ning of the expansion in the disordered potential. We measure k., by releasing a
BEC with the same number of atoms in the waveguide without disorder, and
observing the density profiles at various times . Density profiles are readily
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converted into k-vector distributions (|k| = A~ 'mdz/d#). The key step in obtain-
ing k. is accurately determining the position z,,,, of the front edge of the
profile. To do this, we fit the whole profile to an inverted parabola, which is
the expected shape for the one-dimensional expansion of a BEC in the fun-
damental transverse mode of the waveguide. Actually, the BEC has an initial
transverse profile that is slightly enlarged owing to interactions between atoms,
but its density rapidly decreases during the expansion, and a numerical calcula-
tion using our experimental parameters shows that for expansion times greater
than = 0.2, an inverted parabola correctly approximates the atomic density
profile and allows accurate determination of the front edge position. Using this
procedure, we measure zy, every 0.1s from =0 to t+=1s, and find it to be
proportional to ¢ for > 0.2 s. We estimate the uncertainty in k., to about 6%
and 9% for 1.7 X 10° atoms and 1.7 X 10" atoms, respectively.
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ANNEXE E

Annexe technique

e Figure E.1 : Schéma du banc optique de refroidissement.

e Figure E.2 : Plan de fabrication de la cellule servant de chambre de science.
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FIGURE E.1: Schéma du banc laser a partir duquel sont obtenus tous les faisceaux né-
cessaires a l'obtention et da l’observation d’atomes dans un piége magnétique.
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RESUME

Cette these s’intéresse a la problématique de I'étude expérimentale du transport quantique d’ondes de
matiere avec des atomes froids. Ceux-ci étant facilement controlables, ils offrent la possibilité de créer
des systemes d’étude idéaux, notamment pour tester des théories de matiere condensée. L’ensemble
du systeme expérimental utilisé pour cela est décrit en détail dans le manuscrit. Il permet de réaliser
des expériences aussi bien a une dimension qu’a trois dimensions, a partir de I’expansion cohérente
d’ondes de matieres issues d'un condensat de Bose-Einstein.

Nous nous intéressons en particulier au probleme du transport quantique dans les milieux désordon-
nés, qui conduit au phénomene de localisation d’Anderson. Nous rappelons ici les résultats récemment
obtenus a une dimension, qui ont permis d’observer directement le phénomene avec des ondes de ma-
tiere. Nous présentons ensuite les premieres étapes d’une expérience ayant pour objectif I’'observation
directe de la transition d’Anderson, qui apparait dans les systémes tridimensionnels.

Enfin, nous présentons une étude détaillée d’un laser a atomes guidés, qui pourrait se révéler étre un
outil particulierement adapté a 1’étude des phénomenes de transport quantique d’ondes de matiere. Il
permet en effet de controler de facon indépendante ’énergie des ondes de matiere extraites, ainsi que
le flux atomique a l'origine des interactions. Les limites d’un tel outil, liées a sa génération par une
transition radiofréquence, aussi bien qu’a sa propagation dans un guide d’onde, sont données.

MOTS CLES : ATOMES FROIDS - ONDE DE MATIERE - CONDENSAT DE BOSE-EINSTEIN - TRANSPORT
QUANTIQUE - GUIDE OPTIQUE - DESORDRE - LOCALISATION D’ANDERSON - LASER A ATOMES

ABSTRACT

This thesis deals with the issue of the experimental study of quantum transport of matterwaves
with ultracold atoms. Being easily controlable, they offer the opportunity to create ideal toy systems,
particularly in view of testing condensed-matter theories. The full experimental apparatus is described
in detail in the thesis. It enables us to carry out both 1D and 3D experiments, from the expansion of
coherent matterwaves out of a Bose-Einstein condensate.

We focus on the issue of quantum transport in disordered media, which leads to Anderson localisation.
We cast back here the recent results in 1D, which allowed us to directly observe the phenomenon with
matterwaves. Then, we show the first steps towards the direct observation of the Anderson transition
which occurs in 3D systems.

Finally, we present a study about a guided atom laser, which could be particularly suited to the
study of quantum transport of matterawes, since it allows independant control of the energy of the
matterwaves and of the atomic flux, from which interactions are originating. The limits of such a tool
are given, linked to both the generation of the beam with a radiofraquency pulse, and its propagation
in a waveguide.

KEY WORDS : COLD ATOMS - MATTER WAVES - BOSE-EINSTEIN CONDENSATE - QUANTUM TRANS-
PORT - OPTICAL GUIDE - DISORDER - ANDERSON LOCALIZATION - ATOM LASER
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