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Chapitre 1

Introduction Générale

L’état de I’électron excité d’un atome de Rydberg est défini par une valeur du nombre
quantique principal n élevée. De part 1’éloignement, important de 1’électron, les atomes de
Rydberg sont aussi appelés ’atomes géants’. Leurs tailles varient en n?aq . La physique des
atomes de Rydberg est un domaine de recherche trés riche. Ils constituent des systémes
physiques simples, de choix, pour la mise en pratique des théories physiques complexes.
Soumis a des champs externes réalisables, ils reproduisent, de maniére exacerbée, le com-
portement des atomes dans les états fondamentaux suivant une loi d’échelle. Ils ont aussi
été largement employés pour leurs propriétés de collisions. Les états de Rydberg atomiques
sont connus de longue date pour étre des systémes privilégiés dans I’étude des interactions
binaires. Ils présentent en effet des sections efficaces de collision trés importantes avec un
partenaire atomique ou moléculaire [Beigman and Lebedev, 1995|. Ce manuscrit porte
sur I’étude expérimentale des interactions électrostatiques mises en jeu lors de collisions
inélastiques entre deux atomes de Rydberg en régime froid.

Cette introduction générale, non exhaustive, a pour objectif de décrire la richesse de la
physique des atomes de Rydberg, couvrant de larges gammes en température et offrant
également de nombreuses applications possibles a l'interface d’autres disciplines.

A partir des années 1970, et du développement des technologies laser, notamment ce-
lui du laser a colorant quasi-monochromatique, la spectroscopie des états de Rydberg des
atomes alcalins a joué un role majeur pour une compréhension plus fine des théories de
physique atomique. Ces expériences ont permis des tests expérimentaux de précision des
théories de la mécanique quantique |Vaidyanathan et al., 1982, Liang et al., 1986, Goy
et al., 1986|. Ils ont tenu une place importante en physique atomique théorique pour les
systémes atomes - champs |Littman et al., 1976], ils constituent un prototype pour I’étude
des systéme complexes et de leurs interactions avec des champs externes intenses. Les ni-
veaux d’énergie et les fonctions d’onde des atomes de Rydberg en présence de champs
externes intenses pouvant étre complétement déterminés par des considérations de bri-
sure de symétrie [Penent et al., 1988]. Par leur analogie semi-classique forte, les états
de Rydberg sont des systémes de choix pour I’é¢tude du chaos quantique, nous citerons
notamment la localisation dynamique, illustré lors du processus d’ionisation lorsque 1’élec-
tron de Rydberg est décrit par une dynamique classique instable |Bayfield et al., 1989).
En physique des plasmas, ils sont présents lors de nombreux processus, par exemple lors
des recombinaisons ions-électrons avec formation d’atomes de Rydberg [Bartsch et al.,
1999]. L’élargissement spectral de raies d’émissions, dans le domaine visible, lors de la
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CHAPITRE 1 - INTRODUCTION GENERALE

désexcitation d’atomes de Rydberg dans un plasma est un indicateur de la densité d’ions
et d’électrons dans le plasma |Griem, 1984]. En astrophysique, la composition de plasmas
interstellaires peut étre déterminée par identification de raies Rydberg dans le domaine
des radiofréquences [Sorochenko, 1989).

A partir des années 1990, le développement des techniques de ralentissement, de refroi-
dissement et de piégeage ont permis I’étude des atomes de Rydberg et de leurs propriétés
de collisions a trés basse énergie.

Un des objectifs de I'expérience sur laquelle j’ai travaillé pendant ma thése est la décé-
lération Stark d’atomes de Rydberg. Nous commencerons donc par une bréve revue de
quelques techniques permettant d’obtenir des échantillons d’atomes et de molécules froids.

Revue de quelques techniques d’obtention d’atomes et de molé-
cules froides

D’une maniére générale, 'obtention d’échantillons denses et froids d’atomes et de mo-
lécules est un enjeu tant sur le plan de la physique fondamentale que pour les nombreuses
applications possibles. Nous citerons, parmi celles-ci, la spectroscopie de haute précision,
le controle des réactions chimiques, la vérification des symétries fondamentales, la simu-
lation quantique, les étalons de fréquence et les horloges atomiques.

Les techniques de refroidissement laser et de piégeage magnétique permettent 1’'obten-
tion d’échantillons de plusieurs millions d’atomes, dans des volumes de 'ordre du mm?,
a des températures de 'ordre du pK. Ce type de refroidissement repose sur le ralentisse-
ment des atomes par échange d’impulsions avec les photons d’un laser. Cela nécessite de
multiplier les processus d’absorption et d’émission spontanée et requiert donc des cycles
de transitions fermées (sans fuite vers d’autres niveaux) [Cohen-Tannoudji, 1998, Phillips,
1998]. La limite basse en température atteinte correspond a I'impulsion de recul du pho-
ton. Pour descendre en dessous de cette limite, il faut ajouter une phase de refroidissement
évaporatif, permettant d’atteindre au plus bas environ 100 pK. Ces techniques combinées
ont permis l'observation de la condensation de Bose-Einstein, par exemple pour les gaz
alcalins, ¥ Rb [Anderson et al., 1995], 2*Na [Davis et al., 1995], **Rb [Cornish et al., 2000],
133Cs [Weber et al., 2003)].

La complexité des niveaux d’énergie interne des molécules est telle, qu’a part quelques
cas trés spécifiques - SrF [Shuman et al., 2010| - il n’existe pas de systéme de transi-
tions fermées. L’obtention de molécules froides demandent des techniques adaptées. Nous
distinguerons les techniques directes de formations de molécules froides, ou il s’agit de ra-
lentir et de piéger des molécules préexistantes a températures ambiantes, et les techniques
indirectes ou les molécules froides sont formées a partir d’atomes froids.

Nous citerons les méthodes directes suivantes :
— Par formation de jets moléculaires supersoniques. Cette technique seule ne permet

pas de descendre en dessous de ~ 100 mK. Les molécules dans un jet supersonique
ont une vitesse longitudinale moyenne élevée, il est possible de les décélérer :
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— Par décélération utilisant I'effet Stark. L utilisation d’un gradient spatial de champ
électrique non statique, permet d’appliquer une force aux molécules polaires [Beth-
lem et al., 1999, 2000, Crompvoets et al., 2001, Bethlem et al., 2002, et aux molé-
cules dans un état de Rydberg |[Hogan et al., 2009|. Il s’agit de transférer I’énergie
cinétique des molécules en énergie potentielle.

— Par décélération utilisant I'effet Zeemann. Analogue a la décélération par champ
électrique, cette technique repose sur l'interaction d’espéces paramagnétiques et
d’un gradient de champ magnétique. Le principe de ce type de décélération a été
démontré pour H [Vanhaecke et al., 2007] (suivi d’un piégeage magnétique [Ho-
gan et al., 2008]) et D [Hogan et al., 2007]. Pour les molécules, cette technique a
permis de décélérer Oy de 380m/s a 80 m/s [Narevicius et al., 2008].

— Par thermalisation avec un environnement cryogénique de nanogouttes d’hélium
|Goyal et al., 1992].

— Par collisions élastiques avec un gaz tampon [Doyle et al., 1995, Kim et al., 1997].
Cette technique, combinée au piégeage magnétique, a permis d’obtenir en 1998 le
premier échantillon de molécules froides piégées (CaH), de I'ordre du mK |[Weinstein
et al., 1998|.

— Par collision inélastique unique dans des jets moléculaires croisés. Cette technique
est basée sur des collisions binaires ou la vitesse de recul du partenaire moléculaire
dans le référentiel du centre de masse est égale en norme mais opposée a la vitesse
du référentiel du centre de masse dans le référentiel du laboratoire |Elioff et al., 2003].

Les méthodes directes s’appliquent a une large gamme de molécules, cependant, ces
techniques ne permettent pas de descendre dans des régimes ultra-froids.

Nous citerons les méthodes indirectes suivantes :

— Par photoassociation d’atomes froids. Lorsqu'un photon est absorbé par une paire
d’atomes dans leur état fondamental, ils forment un dimeére, dit de grande élon-
gation, dans un état vibrationnel d’un état électronique excité. Les couplages vers
de faibles distances interatomiques de la molécule excitée par photoassociation per-
mettent, & une partie des molécules, de se désexciter (par émission spontanée) vers
des états vibrationnels de 1'état électronique fondamental stable, par exemple pour
les dimeéres alcalins Csy [Fioretti et al., 1998], Ko [Nikolov et al., 1999]. Les molécules
hétéronucléaires ont été plus difficiles & produire, par exemple RbCs [Kerman et al.,
2004], KRb [Mancini et al., 2004|. Les molécules conservent les mémes températures
de translation que les paires d’atomes initiales. Cependant, par cette seule tech-
nique, la température associée au degré de vibration est élevée. Certaines avancées
techniques récentes ont permis d’obtenir des échantillons denses de molécules dans
des états de vibration et de rotation déterminés [Danzl et al., 2008, Viteau et al.,
2008, Deiglmayr et al., 2008].

— Par magnétoassociation. L’utilisation d’un champ magnétique externe permet de
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controler la longueur de diffusion qui, pour des paires d’atomes, caractérise com-
pletement les collisions a basse énergie. Le champ magnétique permet d’ajuster les
énergies d’un état de diffusion avec un état lié de la molécule diatomique. Cette si-
tuation, nommée résonance de Feshbach, correspond a une divergence de la longueur
de diffusion, et est associée a une grande probabilité de présence des deux atomes
en collision a faible distance interatomique. Nous citerons, pour les diméres alcalins
homonucléaires bosoniques 33Cs, [Herbig et al., 2003|, 22Nay [Xu et al., 2003], 8" Rb,
[Diirr et al., 2004], et pour les diméres alcalins homonucléaires fermioniques, “°Kj
|Cubizolles et al., 2003|, °Li, |Regal et al., 2004]. L’intérét de cette technique est
I’obtention de molécules trés froides préparées dans un seul niveau hyperfin.

Les techniques indirectes d’obtention de molécules froides permettent d’atteindre des ré-
gimes ultra-froids, mais sont limités aux diméres que I'on peut obtenir a partir d’atomes
ultra-froids, ce qui restreint considérablement la gamme de molécules accessibles.

Les collisions entre espéces sont d'une grande importance dans le domaine des atomes
et molécules froides. Nous allons voir que les propriétés de collisions inélastiques des
atomes de Rydberg offrent un environnement d’étude tres riche révélant des situations et
des systémes nouveaux.

Les gaz de Rydberg froids

En régime froid, les paramétres d’impact et les temps de collisions sont trés élevés, et
les atomes peuvent étre considérés comme gelés sur les temps caractéristiques des expé-
riences. Pour les atomes de Rydberg, les interactions électrostatiques entre des partenaires
de collisions inélastiques, séparés d’une distance R, jouent un role prépondérant, parti-
culiérement, le terme dipolaire, nommé interaction dipole-dipole o< $& et interaction de

RS
van der Waals o %, étant 'interaction dipole-dipole du deuxiéme ordre |Gallagher and
Pillet, 2008].

Transferts résonants d’excitation Historiquement, Theodor Forster traita le com-
portement quantique des molécules en solution lors de transfert d’énergie d’excitation
électronique entre deux molécules di a I'interaction dipole-dipole |[Forster, 1946]. I1 défi-
nit les probabilités des conditions de résonance entre deux molécules qui sont modélisées
comme des oscillateurs a large bande spectrale (un donneur, un accepteur). Les proba-
bilités de transfert dépendent d’une distance intermoléculaire critique qui caractérise le
transfert d’énergie électronique. Si les deux espéces sont suffisamment proches 'une de
I’autre pour interagir par interaction dipole-dipdle, et que les spectres d’émission du don-
neur et d’absorption de 1’accepteur se recouvrent, une molécule ’donneur’ étant excitée
a une certaine longueur d’onde, se désexcite a une longueur d’onde plus grande, et cette
désexcitation est transférée a la molécule ’accepteur’. Il s’agit donc d’un processus non
radiatif. L’interprétation de leurs spectres d’absorption et de fluorescence résolus en temps
est alors une source d’informations sur le milieu étudié. Le procédé FRET (Forster Re-
sonance Energy Transfer) est couramment utilisé en biochimie, biophysique, et permet
I’étude des interactions intra et inter-moléculaires.
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Le terme résonance de Forster est alors largement utilisé pour des processus d’échange
d’énergie d’excitation électronique entre deux especes. Notamment en physique des Ryd-
berg ou il apparait des transferts résonants d’excitation électronique induit par I'interac-
tion dipole-dipole entre des états de paire d’atomes en champ électrique. D’une maniére
générale, lorsque les états de paire d’atomes ont la méme énergie, pour certaine valeur de
champ électrique, les transferts résonants sont du type :

n1l1 + n2l2 <~ nglg + 7’L4l4

Les premiers effets spectroscopiques de 'interaction dipole-dipole ont été observés pour

I'excitation d’atomes de césium dans un jet thermique dans [Raimond et al., 1981|. Des
élargissements ’anormaux’ pour les puissances laser utilisées sont mis en évidence lors
de l'excitation vers un état de Rydberg dans des gaz de haute densité. Le déplacement
des niveaux par l'interaction de type Van der Waals est responsable de ’élargissement
spectral des raies de transitions.
Les transferts résonants a résonance de Forster ont été étudiés dans des jets thermiques
sous forme de collisions résonantes en fonction du champ électrique statique appliqué
[Safinya et al., 1981, Gallagher et al., 1982|, ou encore sous forme de collisions assistées
radiativement & l’aide de photons micro-onde |Pillet et al., 1987|. Dans I’expérience [Safi-
nya et al., 1981], des atomes de sodium en jet thermique sont excités en champ électrique
vers un état de Rydberg. L’application d’un champ électrique permet de faire varier les
énergies des niveaux électroniques par effet Stark et ainsi de mettre en résonance les ni-
veaux d’énergie interne. La figure 1.1 représente les niveaux d’énergie des états mis en jeu
lors des collisions résonantes en fonction du champ électrique. La figure 1.2 représente la
différence d’énergie entre les niveaux du sodium |ns, ns) et |np, (n — 1)p) en champ élec-
trique nul, en fonction du nombre quantique principal n. Cette différence d’énergie étant
positive pour tout n, et de 'ordre de 10 GHz, elle peut étre compensée par ['application
d’un champ électrique statique permettant d’atteindre les résonances. Il existe donc de
nombreuses situations ou ces résonances ont lieu.

Les jets thermiques associés aux techniques de sélection en vitesse permettent d’obtenir
des résonances de faible largeur (quelques MHz), il est possible de mettre en évidence les
cohérences entre les superpositions d’états de paire formés lors de collisions résonantes sous
forme de franges de Ramsey (dans une vision d’interférométrie atomique, ou oscillations
de Stiickelberg dans une vision collisionnelle). Dans I'expérience |[Renn and Gallagher,
1991|, partant d’un jet effusif de potassium, et en utilisant un sélecteur en vitesse, les
temps de collisions sont de I'ordre de la microseconde. La résonance étudiée est :

}29d3/2, 2981/2> — ‘28])1/27 29p1/2>

L’observation des franges de Ramsey est possible en bénéficiant des faibles moments dipo-
laires électriques des états de paire du potassium a résonance : figgq 205 =~ —b2 MHz/V /cm
et fospoop &~ —22 MHz/V/cm. Par application d’un champ électrique statique, et d’un
champ radiofréquence ayant une période de 'ordre de la us, les amplitudes de transition
interférent constructivement ou destructivement en fonction de la différence de phase ac-
cumulée entre les deux chemins a travers la résonance.

En jet thermique, les paramétres d’impact restent relativement faibles, dus aux vi-
tesses moyennes élevées, les temps de collisions sont de 'ordre de quelques ns |Gallagher
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FIG. 1. Energy levels for the 19p, 20s, and 20p FIGURE 1.2 — Extrait de [Saquet
states in an electric field. The collisional resonances . ), . ’
are shown by the arrows. 2009]. Différence d’énergie entre les

niveaux |ns,ns) et |np, (n —1)p)
FIGURE 1.1 — Extrait de [Safinya et al., 1981]. Ni- pour le sodium en champ électrique
veaux d’énergie des états 19p, 20s et 20p. Lorsque nul, en fonction du nombre quan-
I’énergie de I’état 20s est équidistant des énergies tique principal n.

de niveaux 20p et 19p, une résonance apparait.

et al., 1982, Veale et al., 1996|. Il est possible d’augmenter les sections efficaces de colli-
sions inélastiques pour des systemes d’atomes de Rydberg dans des régimes plus froids.
Les atomes de Rydberg en piége magnéto-optique permettent de descendre dans ces ré-
gimes de températures ou a I’échelle des expériences, les atomes de Rydberg peuvent étre
considérés comme gelés (les temps de collisions sont de Iordre de 100 us).

Pour les régimes froids (= 100 uK), les études de I'excitation vers un état de Rydberg
du césium et du rubidium, a partir d’un piége magnéto-optique, ont été réalisées a partir
de 1998 [Mourachko et al., 1998, Anderson et al., 1998|. Le principal résultat de ces expé-
riences est représenté sur la figure 1.4. Le transfert d’intérét, représenté schématiquement,
par la figure 1.3, est :

Inpsj2, mj| = &, np3ja, Imyl = 1) — |ns, (n+1)s)

Ces expériences consistent a mesurer ’état produit de la réaction ns en fonction du
champ électrique pour différentes valeur de densité du nuage froid d’atomes de Rydberg.
Le modéle a deux corps en interaction dipole-dipole, de paires isolées de leur environne-
ment ne suffit pas a expliquer les grandes largeurs des résonances en champ électrique
observées en fonction de la densité. Les effets a N corps sont présents, et la prise en
compte des propriétés de migration des produits de la réaction dans ’environnement des
paires ainsi formées permet d’expliquer les largeurs observées. Ces échanges sont du type :

ns + np <> np + ns
(n+1Ds+np+<np+ (n+1)s

Les migrations des produits de la réaction (analogue au processus de diffusions dans des
systémes tels que les verres de spin) sont toujours résonantes, indépendamment, du champ
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FIGURE 1.3 — Schéma représentant le croisement évité entre les états de paire du transfert
considéré en champ électrique (énergies des états de paire en fonction du champ élec-
trique). En présence de l'interaction dipole-dipdle, les nouveaux états propres (mélange
des états de paire) sont notés |+), |—).
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FIG. 2. Energy transfer resonance Eq. (1) for 23p;;, state
with |m| = 1/2. The ionic yield for the 24s,/, state is shown
as a function of the detuning controlled by F field. Estimated
densities of Cs[23p3/2.|m| = 1/2] atoms: (a) 4 % 10% cm™3,
(b) 7 > 10° cm ™3, (¢) 4 % 10° cm 3. and (d) 10" cm 3.

FIGURE 1.4 — Résonances de collisions extrait de [Mourachko et al., 1998]. La production
d’état 24s est mesurée en fonction du champ électrique (représenté aussi en fonction de
la fréquence, connaissant la variation du niveau 23ps/, par effet Stark), pour différentes
densités du nuage d’atomes de Rydberg.

électrique.

Les expériences présentées dans ce manuscrit s’inscrivent particulierement dans le pro-
longement des expériences présentées précédemment. Les atomes de Rydberg étant formés
au sein d’un jet supersonique, les expériences menées ont permis I’étude des interactions
entre deux atomes de Rydberg dans un régime de température intermédiaire situé entre
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le régime thermique et le régime froid. Nous traiterons du comportement adiabatique des
états de paire, autour d’une résonance de Forster, reposant sur I’étude d’un unique pas-
sage adiabatique entre deux états de paire d’atomes de Rydberg couplés par 'interaction
dipole-dipole, constituant ainsi un systéme modéle.

Blocage dipolaire Nous avons vu que 'interaction dipole-dipole induit un croisement
évité entre les états de paire considérés (comme représenté sur la figure 1.3 & résonance).
Les niveaux d’énergie des états de paire d’atomes de Rydberg se trouvent alors déplacés.
Une conséquence des déplacements des niveaux de paire est le blocage dipolaire. Il peut
étre défini comme une diminution de la probabilité d’excitation vers un état de Rydberg
a partir de I’état fondamental pour des atomes dont 'interaction dipole-dipole est signi-
ficative. L’observation spectroscopique du blocage dipolaire dépend donc de la largeur
spectrale du laser utilisé. Les premiers effets spectroscopiques par diminution de la pro-
babilité d’excitation ont été observés pour l'interaction dipole-dipole du deuxiéme ordre
(linteraction de Van der Waals) dans [Tong et al., 2004, Singer et al., 2004]. A résonance
de Forster, les effets spectroscopiques haute résolution d’une diminution significative de
la probabilité d’excitation ont été observés dans [Vogt et al., 2007, 2008, et longuement
détaillée dans les théses [Vogt, 2006, Chotia, 2009] ou les effets parasites des ions sont
pris en compte. Le blocage dipolaire peut étre mis en évidence par des études statistiques
du nombre d’atomes détectés dont la déviation par rapport a la statistique de Poisson
caractérise 'interaction dipole-dipdle |Liebisch et al., 2005]. La spectroscopie micro-onde
entre des états de Rydberg voisins est aussi une technique permettant de rendre compte
de l'interaction dipole-dipole |[Afrousheh et al., 2004].

Toutes ces résultats sont obtenus a partir de nuages d’atomes de Rydberg, contenant
environ 10° atomes. Le blocage dipolaire ainsi mis en évidence résulte d’une moyenne
d’échantillon de l'interaction dipole-dipole. L’utilisation de systémes d’atomes uniques
piégés au waist de deux faisceaux laser de forte intensité (pinces optiques) est une tech-
nique idéale pour l'observation de l'excitation collective de deux atomes en régime de
blocage dipolaire fort. Dans expérience [Gaétan et al., 2009], deux atomes de 5"Rb sont
piégés dans deux pinces optiques, permettant ainsi de faire varier précisément la distance
interatomique. Ces expériences sont basées sur la mesure des oscillations de Rabi lors
de l'excitation & partir du niveau fondamental vers un état de Rydberg (judicieusement
choisi) en fonction de la distance interatomique. Le schéma de Pexcitation vers un état de
Rydberg est représenté sur la figure 1.5, et représente schématiquement le décalage des
niveaux correspondant a deux atomes de Rydberg excités séparés d’'une distance interato-
mique R. Ces expériences démontrent le blocage de ’excitation des deux atomes lorsqu’ils
sont suffisamment proches. Le résultat d’intérét est représenté sur la figure 1.6 : les carrés
bleus représentent la probabilité d’exciter un atome sur les deux lorsque les deux atomes
sont distants de 3.6 pm en fonction du temps d’application du laser d’excitation. Les
points rouges représentent les oscillations de Rabi pour I'excitation d’un des deux atomes
lorsque ’autre est absent. Le rapport des fréquences de Rabi dans ces deux situations vaut
V2, correspondant & Uexcitation de la superposition symétrique entre les deux atomes (a)
et (b), noté [Y*) = = (e r, g) + ™™ |g,7)).

Plus généralement, lorsque 'interaction dipole-dipole est suffisamment forte, ’excita-
tion collective d’un nuage d’atomes froids vers un état de Rydberg permet de créer I’état
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Figure 1| Rydberg excitation of two atoms in the blockade regime.

a, Principle of the Rydberg blockade between two atoms separated by a
distance R. Two states |g) and |r) are coupled with Rabi frequency (2. When
the two atoms are in state |r.r), they interact strongly, which leads to
symmetrical energy shifts AE= i(Cg/R3). When this shift becomes larger
than A(2, the laser is out of resonance with the transition coupling the
singly and doubly excited states, and only one atom at a time can be
transferred to the Rydberg state. b, When the atoms are in the blockade
regime, the state | 7.}, described in the text, is only coupled to the ground
state |g.g) with a strength +/2 £2, whereas the state | W_) is not coupled by
the laser to the states |g,g) and |r,r}. The atoms are therefore described by
an effective two-level system.

FIGURE 1.5 — Schéma de l'excitation
vers un état de Rydberg, extrait de [Gaé-
tan et al., 2009] et du décalage des ni-
veaux correspondant a deux atomes de
Rydberg excités séparés d’une distance
interatomique R.
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Figure 4 | Excitation of one atom versus collective excitation of two
atoms separated by 3.6 um. The circles represent the probability to excite
atom a when atom b is absent (same curve as in Fig. 3b). A fit to the data
yields a frequency of this Rabi oscillation £2/2n=7.0+0.2 MHz. The error
comes from the fit and corresponds to one standard deviation. The squares
represent the probability to excite only one atom when the two atoms are
trapped and are exposed to the same excitation pulse. The fit gives an
oscillation frequency 2'/2x=9.7 £0.2 MHz. The ratio of the oscillation
frequencies is 1.38 £0.03, close to the value /2 expected for the collective
oscillation of two atoms between |g,g) and | W, ).

FIGURE 1.6 — Excitation collective de
deux atomes séparés de 3.6 pm. Le rap-
port des fréquences met en évidence ’ex-
citation collective entre 1’état de paire
fondamental |g, g) et la superposition sy-
métrique [¢T).

collectif ou, dans une spheére dite de blocage, un seul atome est excité :

N1y = \/—% SN €% g0, g1, T, -, gn). Chaque atome de Rydberg isolé dans sa sphére
de blocage est aussi appelé superatome. Une revue compléte des expériences d’excita-
tion collective de nuages denses en régime de blocage dipolaire peut étre trouvée dans
|Comparat and Pillet, 2010|. Des expériences telles que [Heidemann et al., 2007, Raitzsch
et al., 2008] mettent en évidence l'excitation collective d’un ensemble d’atomes de Ryd-
berg en forte interaction par 1'utilisation de la technique d’écho de photon. Nous citerons
également les résultats expérimentaux de [Pritchard et al., 2010], ou la méthode de trans-
parence électromagnétique induite est utilisé sur des gaz denses d’atomes de Rydberg per-
mettant de mettre en évidence des états collectifs avec 3 atomes présents dans la sphére
de blocage. Ces états collectifs peuvent produire une cristallisation du nuage d’atomes de
Rydberg [Pohl et al., 2010]. Dans [Cinti et al., 2010], les simulations numériques de ces
systémes prédisent l'existence d’une phase dite supersolide pour un ensemble d’atomes
dans le régime de blocage dipolaire soumis aux forces dipolaires répulsives résultant d’un
arrangement sous forme de cristal de groupement d’atomes.

Les atomes de Rydberg en régime de blocage dipolaire sont de tres bons candidats dans
le domaine de I'information quantique, pour la réalisation de portes quantiques logiques
|[Lukin et al., 2001|. Il permettrait également de simuler des situations complexes dans le
domaine de la matiére condensée dont les traitements numériques se révélent extrémement

lourds.
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Superradiance Un autre exemple de phénomeéne collectif entre atomes de Rydberg
est 'effet de superradiance. La superradiance est un processus collectif cohérent prédit
et observé lorsque les distances interatomiques sont inférieures a la longueur d’onde du
photon de I’émission spontanée |Dicke, 1954, Gross and Haroche, 1982, Pillet, 1982] (pour
les atomes de Rydberg, la longueur d’onde A du photon de l’émission spontanée se situe
dans le domaine micro-onde). Considérant alors un volume de l'ordre de A3, il s’agit de
décrire l'interaction d’un ensemble de N atomes & deux niveaux (N dipoles atomiques)
avec un mode du champ électromagnétique, c’est a dire l'interaction de chaque dipole
avec le champ électromagnétique émis par tous les autres dipoles. Dans ces systémes, la
superradiance correspond a une forte diminution du temps de vie de I’état excité avec
un temps caractéristique de ﬁ, donnant lieu a un signal de fluorescence proportionnel
a N2. Des effets de la superradiance, tels que la réduction du temps de vie des états
excités et le transfert de populations vers des états voisins moins liés, ont pu étre mesurés
dans des gaz d’atomes de Rydberg |Gounand et al., 1979, Wang et al., 2007, Day et al.,
2008|. L’interaction dipole-dipole se révélant étre un facteur limitant aux effets de la
superradiance dans ces systémes.

Plasmas ultra-froids Un atome de Rydberg posséde un électron trés faiblement lié
au coeur ionique, et peut étre facilement ionisé par absorption du rayonnement du corps
noir, ou par les forces dipolaires attractives présentes entre atomes de Rydberg conduisant
a I'ionisation Penning [Robicheaux, 2005]. Les gaz denses et froids d’atomes de Rydberg
s’avérent étre des systémes ot il est possible de former des plasmas dit ultra-froids.

Les forces d’origine dipolaire ont été observées expérimentalement & travers l'asymétrie
des profils de transfert d’énergie résonant en champ électrique |Fioretti et al., 1999, ou
encore en étudiant la dynamique des atomes en interaction dipole-dipole a résonance en
fonction de la densité atomique [Westermann et al., 2006|. Les ions ainsi formés peuvent
étre des effets parasites dans certaines expériences. Cependant, lorsque ce type d’ionisa-
tion se poursuit jusqu’a ce que la charge d’espace créées par ’excés d’ions soit suffisante
pour piéger les électrons par des processus inverses a la recombinaison a trois corps, cela
conduit spontanément a la formation d’un plasma ultra-froid [Robinson et al., 2000, Li
et al., 2004, 2005, Morrison et al., 2008]. Les plasmas ultra-froids sont des systémes nou-
veaux et peuvent étre, d’'une maniére générale, formés a partir d’atomes ultra-froids suivi
d’une phase d’ionisation de ces atomes. L’intérét est de se rapprocher du régime fortement
corrélé ou ’énergie potentielle de Coulomb domine largement I’énergie thermique. Le pre-
mier plasma ultra-froid fut réalisé en 1999 par photoionisation d’atomes froids de xénon
métastable [Killian et al., 1999]. La longueur d’onde du laser au dessus du seuil d’ionisa-
tion permettrait de choisir la température électronique du plasma, mais les processus de
recombinaison & trois corps limitent son refroidissement.

Molécules de Rydberg Enfin, nous allons voir que les propriétés des interactions a
tres longues distances entre les atomes de Rydberg ouvrent de nouvelles perspectives dans
le domaine des molécules froides et ultra-froides. Nous distinguerons les termes ’états de
Rydberg moléculaire’ et 'molécules de Rydberg’, ce dernier faisant référence aux cas ol
un atome de Rydberg se lie a treés longue distance a un autre atome qu’il soit dans son
état fondamental ou dans un état de Rydberg.
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Les états de Rydberg moléculaires sont analogues aux états de Rydberg atomiques.
Un état de Rydberg moléculaire correspond donc a un seul électron excité ’orbitant’ loin
du coeur ionique moléculaire. La spectroscopie de haute précision des états de Rydberg
moléculaire est une source d’information importante sur le coeur ionique, notamment sur
les constantes de vibration et de rotation.

Partant de deux atomes de Rydberg ultra-froids, de part la trés grande taille de la fonc-
tion d’onde électronique de ’électron de Rydberg oc nay, et de la possibilité de controler
I’interaction dipole-dipodle a ’aide de champs électriques réalisables, il est possible de créer
des liaisons chimiques de type van der Waals entre deux atomes de Rydberg a trés longues
distances. La distance interatomique pouvant atteindre plusieurs pm, ces molécules sont
aussi appelées macrodiméres ou molécules géantes [Boisseau et al., 2002, Overstreet et al.,
2009].

Un nouveau type de liaison chimique a été observé expérimentalement par photoas-
sociation directe de nouvelles 'trés grandes’ molécules de Rydberg partant d'un ensemble
d’atomes de ®"Rb dense et ultra-froid |Bendkowsky et al., 2009, Bendkowsky, 2010]. Tl
s’agit d’une liaison entre l'électron d’un atome de Rydberg et un atome dans son état
fondamental. Pour ces systémes, les oscillations de la densité de probabilité de 1’électron
de Rydberg donnent lieu a des potentiels moléculaires possédant de nombreux puits. Le
plus profond de ces puits est celui qui provient du dernier lobe de la fonction d’onde
de I’électron de Rydberg. La taille de ces molécules correspond a la taille de la fonction
d’onde de 'électron de Rydberg (=~ 100 nm). Dans la vision classique, 'atome dans son
état fondamental est polarisé par 1'électron de Rydberg et se lie sur 'l'orbite’ de 1’élec-
tron de Rydberg. En se basant sur les travaux de [Omont, 1977|, qui calcula le potentiel
d’interaction pour la diffusion atome-électron d’un électron de Rydberg et d’un atome
dans son état fondamental, Greene calcula les courbes de potentiels moléculaires pour le
8"Rb |Greene et al., 2000]. 11 prédit que les énergies de liaison dépendent de la valeur du
moment angulaire [ de ’électron de Rydberg et sont de ’ordre de 10 MHz pour [=0, et de
I’ordre de 10 GHz pour [ >3. Ces observations ouvrent la voie & de nombreuses expériences
et applications, comme la diffusion atome-électron a trés basse énergie, la manipulation
d’ensemble d’atomes ultra-froids , les molécules de Rydberg polyatomiques |Rittenhouse
and Sadeghpour, 2010, Bendkowsky et al., 2010].

Ce travail de thése

Les expériences présentées dans ce manuscrit s’inscrivent dans le domaine de recherche
actif de la physique des états de Rydberg. Les propriétés d’interaction, ici 'interaction
dipole-dipole, des atomes de Rydberg sont abordées a travers du comportement adiaba-
tique des états de paire soumis & un champ électrique dépendant du temps autour d’une
résonance de Forster dans un régime froid et relativement peu dense.

Le chapitre 2 décrit notre dispositif expérimental. Il s’agit d’un jet supersonique pulsé
d’atomes de Rydberg de sodium. La premiére partie de ce chapitre est consacrée aux
considérations théoriques générales des atomes de Rydberg. La seconde partie de ce cha-
pitre décrit le jet supersonique pulsé, dont la particularité est I’ensemencement des atomes
de sodium dans le gaz porteur. Nous décrivons également ’excitation laser des atomes
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FIGURE 1.8 — Extrait de [Bendkowsky, 2010].
Schéma de photoassociation directe pour la
formation des molécules de Rydberg.

de sodium dans I’état fondamental vers un état de Rydberg. Un point important est la
dispersion du signal d’atomes de Rydberg due a la technique de production employée,
dont nous tirons partie pour I’analyse des signaux expérimentaux.

Le chapitre 3 est consacré a la mise en évidence expérimentale d'un unique passage
adiabatique pour des états de paire d’atomes de Rydberg. Nous caractériserons la probabi-
lité de passage adiabatique, basé sur le modéle Landau-Zener, dans le cas de 'interaction
dipole-dipole. Nous verrons que le régime de températures atteint par les atomes de Ryd-
berg en jet supersonique est suffisant pour traiter le gaz d’atomes de Rydberg comme
gelé pendant le temps de transition. Les transitions entre états de paire sont démontrées
pour n = 43, n = 48, et n = 53. Nous démontrons que la probabilité de transition suit
la variation, prévue par le modéle Landau-Zener, en fonction de la dérivée temporelle du
champ électrique. La valeur de la dérivée temporelle du champ électrique est le controle
expérimental déterminant une distance interatomique 'de coupure’ en dessous de laquelle
les paires ont une forte probabilité de suivre les états adiabatiques du croisement évité, et
au dela de laquelle, cette probabilité est trés faible. Nous pouvons alors sonder ’environne-
ment de chaque atome que nous illustrerons, dans le chapitre suivant, par une application
pour une mesure, précise et directe, de la densité du gaz d’atomes de Rydberg. De plus,
ce processus a deux corps doit induire des atomes dans les états finaux de la transition,
dans des états intriqués, qui sera détaillé dans le dernier chapitre.

Le chapitre 4 est donc une application pratique des transitions Landau-Zener autour
d’une résonance de Forster. Une description compléte des quatre croisements évités, dus
a la structure des états np, met en évidence qu’'un unique passage autour d’un seul croise-
ment évité permet de sonder un volume anisotropique autour de chaque atome. Un calcul
analytique dans le cas d’une interaction a deux corps est développé pour la mesure de
I’efficacité du processus de passage a travers des quatre résonances. Nous tirons partie
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de la dispersion du signal d’atomes de Rydberg initial permettant une mesure précise de
la densité du gaz d’atome de Rydberg par I'ajustement d’un parameétre du modéle aux
données expérimentales. Ce paramétre représente le rapport entre la densité du gaz et une
grandeur expérimentale caractérisant le signal mesuré. Nous obtenons une précision sur
la détermination de la densité meilleure que 3%. De plus, une analyse de la fluctuation
de ce paramétre permet une caractérisation compléte du systéme de détection employé.

Le chapitre 5 est une proposition de méthode permettant de démontrer I'intrication
de deux atomes basée sur la mesure de la fluctuation quantique dans un processus d’os-
cillations de Rabi a deux photons entre des états de paire d’atome de Rydberg. Nous
démontrons expérimentalement la fluctuation quantique dans le cas d’oscillations de Rabi
a un atome dans le gaz de Rydberg. La production d’atomes de Rydberg étant fluctuante,
cela a amené au développement d’un modéle fin reposant sur une analyse en fonction du
signal, afin d’extraire des mesures, la fluctuation quantique. La mesure de la fluctuation
quantique permet la calibration pour un ion unique, du systéme de détection, sans avoir
recours au régime de comptage. De plus, cette méthode est versatile et peut s’appliquer a
tout systéme physique dans lequel il est possible d’induire des oscillations de Rabi entre
deux niveaux, ainsi qu’a tout type de détecteur. Dans I’état actuel du dispositif expé-
rimental, ’application de cette méthode aux paires d’atomes semble difficile, le facteur
limitant principal étant la faible efficacité de détection du détecteur utilisé.
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Chapitre 2

Jet supersonique d’atomes de Rydberg

Introduction

Ce chapitre est destiné a présenter le systéme utilisé pour toutes les expériences déve-
loppées dans ce manuscrit. Le systéme est un jet supersonique pulsé d’atomes de Rydberg
du sodium. L’objectif de ce chapitre est donc double : introduire les considérations théo-
riques des atomes de Rydberg, puis présenter le montage utilisé pour I’étude expérimentale
de ces atomes.

La premiére partie théorique a pour but d’introduire la théorie quantique et les mo-
déles théoriques considérés pour la description des atomes de Rydberg alcalins, que nous
illustrerons dans le cas du sodium. Les atomes de Rydberg sont des atomes tres excités.
Les atomes de Rydberg alcalins, qui possédent un unique électron de valence trés excité,
sont trés bien représentés et décrit comme des atomes quasi-hydrogénoides. La théorie du
défaut quantique permet de décrire les atomes de Rydberg alcalins, et d’en déduire leurs
propriétés et leurs caractéristiques, décrites dans la premiére partie de ce chapitre. Leurs
propriétés exacerbées, en comparaison avec 1’état fondamental ou avec des états plus liés,
ainsi que leurs fortes interactions avec leur environnement en font leur principal intérét.

Dans une seconde partie, nous détaillerons le montage expérimental. Nous rappelle-
rons les principes de ’expansion supersonique associée a la technique d’ablation laser
dans le but d’obtenir un échantillon froid d’atomes de sodium dans I’état fondamental.
Puis, nous détaillerons les montages expérimentaux utilisés pour la caractérisation du jet
supersonique [Saquet, 2009] ainsi que pour 'excitation laser des atomes de sodium dans
un état de Rydberg.
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2.1 Considérations générales sur les atomes de Rydberg

2.1.1 Introduction

Balmer [Balmer, 1885| formula la loi empirique permettant de décrire les raies vi-
sibles de I’atome d’hydrogene. Rydberg généralisa a toutes les raies spectrales de I'atome
d’hydrogéne [Rydberg, 1890] par la formule empirique ou ’énergie de liaison E s’exprime
par :

E=-— (2.1)

ol Ry une une constante et n un entier. Il faudra attendre le développement de la
théorie quantique au début du 20" siécle, en particulier le traitement complet de I’atome
d’hydrogéne par la mécanique quantique par Schrodinger en 1926 [Schrodinger, 1926] pour
retrouver par la théorie la loi empirique de Rydberg et exprimer la constante de Rydberg
Ry a l'aide des constantes fondamentales. On retrouve ainsi les séries de Rydberg cor-
respondant aux états électroniques trés excités, en introduisant un nombre quantique
principal n élevé.

Pour les atomes autres que 1’hydrogéne, le traitement par la théorie quantique des
niveaux d’énergie et des fonctions d’ondes est non soluble exactement s’agissant d’un pro-
bléme a N corps. En particulier le potentiel d’interaction des électrons entres eux et des
corrélations électrons-électrons nécessitent d’étre approximeés. Particuliérement pour les
métaux alcalins, possédant un unique électron de valence, une bonne approximation per-
mettant de retrouver les niveaux d’énergie et les fonctions d’ondes électroniques consiste a
séparer I’électron de valence du reste de ’atome constituant alors le coeur ionique. L’¢lec-
tron de valence ressent alors un potentiel effectif, déviant du potentiel coulombien, di aux
interactions électrostatiques des électrons du coeur et du noyau atomique. Il existe diffé-
rentes méthodes pour exprimer ce potentiel effectif (nous pourrons consulter les ouvrages
de référence |Bransden and Joachain, 1983, Friedrich, 1991]).

Concernant les états de Rydberg atomiques, 1’électron excité reste a longue distance
du noyau atomique et des autres électrons, il ressent essentiellement le potentiel coulom-
bien en 1/7. Alors les états électroniques et les fonctions d’ondes sont correctement décrits
en utilisant la base sphérique. En particulier pour les atomes lourds, afin de prendre en
compte les effets de coeur, les états peuvent étre décrit dans le cadre de la théorie du
défaut quantique. L’utilisation des données expérimentales permet de déterminer complé-
tement la fonction d’onde des états de Rydberg. Pour les états de Rydberg des atomes
alcalins, 'approximation principale consiste a ne considérer que la partie de la fonction
d’onde a grande distance, I’approximation de Coulomb. Cette approximation est trés utile
pour le calcul des moments dipolaires, appliqué au couplage des atomes de Rydberg avec
un champ électrique, au calcul des forces de transitions ou de la durée de vie de ces atomes.

Dans cette premiére partie destinée a présenter les caractéristiques des états de Ryd-
berg des atomes alcalins, nous rappellerons d’abord le principe du calcul des fonctions
d’ondes et des niveaux d’énergie du sodium : atome alcalin d’intérét pour les expériences
présentées dans ce manuscrit. Puis nous présenterons les états de Rydberg des atomes
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alcalins, nous introduirons les principales idées de la théorie du défaut quantique. Puis
nous rappellerons les méthodes de calcul des éléments de matrice de 'opérateur dipolaire
électrique que nous appliquerons au calcul des forces de transitions et des durées de vie
des atomes de Rydberg. Enfin, nous introduirons le calcul du couplage des atomes de
Rydberg avec un champ électrique statique que nous illustrerons dans le cas du sodium.

2.1.2 Fonctions d’ondes et premiers niveaux d’énergie du sodium
2.1.2.1 Atome hydrogénoide

En premiére approximation, afin de se ramener aux solutions analytiques du trai-
tement quantique de ’atome d’hydrogéne, chaque électron est indépendant et ressent
uniquement le potentiel coulombien du au coeur de charge Z.ge, composé du noyau de
'atome de charge +Ze et des autres électrons : V (r) = —ZLTEQ. L’approximation de I’atome
hydrogénoide consiste donc a ne considérer qu'un seul électron de l'atome ainsi que 1’'ion
atomique.

Dans cette vision simple, I’équation de Schrédinger indépendante du temps s’écrit, dans

le référentiel du centre de masse :

R2V2  Zege?
2/te r

} (1) = Ey(r) (2.2)

MeMc

ol fte = ;<7< est la masse réduite. La masse de P'électron m. étant trés petite devant
la masse du coeur ionique m,, alors p, ~ me.
Cette équation admet une infinité de solutions d’états propres liés dont les énergies propres
sont données par :

—Ze 2
B, = —=° (2.3)

o 2
2a,.n

avec a,, = % est le rayon de Bohr tenant compte de la masse fini du coeur ionique.
Les états propres associés [nlm) constituent une base de l'espace des états. Le nombre
quantique [ est associé au moment cinétique orbital de I’électron, et m a sa projection sur
un axe de quantification. Les fonctions d’ondes 1, (7) sont séparables vis-a-vis de leurs
coordonnées radiale et angulaire, usuellement :

~ u(r)

2.1.2.2 Le sodium : atome alcalin

Les atomes alcalins sont les éléments de la premiére colonne du tableau de la classi-
fication périodique des éléments de Mendeleiev. Dans 'ordre de remplissage des couches
électroniques, les atomes alcalins possédent un unique électron de valence sur une couche
ns. Les autres électrons sont plus fortement liés et constituent avec le noyau le coeur io-
nique. En ce sens les atomes alcalins ressemblent & I'atome d’hydrogéne et nous pouvons
appliquer la vision de I’atome hydrogénoide ou I’électron de valence ressent la charge +Ze
du noyau écrantée par les électrons plus fortement liés au coeur & travers un potentiel
effectif Vg (r). Le potentiel effectif ne possédant pas les mémes symétries que le potentiel
coulombien, la dégénérescence des niveaux d’énergie en fonction du nombre quantique [
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est généralement levée. Le potentiel effectif peut étre déterminé par différentes méthodes
d’approximation : le potentiel effectif moyen d’Hartree et Slater, la théorie classique de
Thomas-Fermi, la méthode variationnelle d’Hartree-Fock, ou encore la théorie de la fonc-
tionnelle de la densité |[Messiah, 1959, Landau and Lifchitz, 1975, Friedrich, 1991]. Une
méthode expérimentale consiste a choisir judicieusement une expression modéle du poten-
tiel effectif servant a reproduire les mesures expérimentales des niveaux d’énergie, comme
par exemple la forme suivante introduite par Klapisch [Klapisch, 1971] :

1 7 —1)e ™" — 4r)e— 2" c o 1
Vop(r) = — + ( Je r(as + adr)e I PR ST 1 (2.5)
r 2r4 r—oo T

Les coefficients «; peuvent dépendre du nombre quantique [ afin d’augmenter la pré-
cision sur la détermination du potentiel effectif. Notons que le terme en r=* provient du
développement multipolaire des interactions électrostatiques et représente 'interaction au
second ordre de I’électron de valence et du dipole induit du coeur ionique polarisé. Cette
effet est quantifié par le coefficient o, appelé polarisabilité du coeur. Les coefficients de
ce dévelopemment «a;, a, et 7. peuvent étre trouver dans l'article [Marinescu et al., 1994|
ol ces coefficients sont ajustés a I'expérience.

Quelque soit le potentiel effectif utilisé, ’équation de Schrodinger indépendante du
temps s’écrit :

h*V2
T 4 V()| () = B ) (2.6
En général, les niveaux d’énergies propres peuvent étre écrits, eux, sous la forme ap-
prochée :

—1
2a,,(n — 6y)?

ol 0, est appelé le défaut quantique (par analogie avec les défauts quantiques intro-
duits dans la théorie du défaut quantique décrivant les niveaux électroniques des états de
Rydberg développé par Seaton [Seaton, 1983]). Il est usuel d’exprimer les niveaux d’éner-
gie par n* = n — d,; appelé nombre quantique principal effectif.

E(n,l) = (2.7)

Pour définir les niveaux d’énergie avec précision, il faut ajouter a ’équation 2.7 les
corrections de structure fine et de structure hyperfine. La structure fine des niveaux ato-
miques provient de 'interaction spin-orbite représentant le couplage entre le spin de 1’élec-
tron S et son mouvement de rotation autour du noyau, soit son moment cinétique orbital
[ Les niveaux d’énergie de structure fine sont exprimés en fonction du nombre quantique
J correspondant aux valeurs propres de l'opérateur moment cinétique total j =[+53
La structure hyperfine provient, elle, du couplage entre le spin nucléaire i et du moment
cinétique total de I’électron j De méme, les niveaux d’énergie de structure hyperfine sont
représentés en fonction du nombre quantique f correspondant aux valeurs propres de
I'opérateur moment cinétique total f: j_"+ i

Le sodium posséde un seul isotope stable a ’état naturel : ?$Na (spin nucléaire i = %)
avec 11 électrons dont 1’électron de valence occupe l'orbitale 3s. Les figures 2.1 et 2.2
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représentent les structures électroniques des premiers niveaux du sodium mis en jeux
dans les deux transitions les plus intenses : 3512 — 3p1/2 (figure 2.1) nommeée la raie D1
et 3s1/2 — 3p3/2 (figure 2.2) nommeée la raie D2. Ces deux transitions ont pour longueurs
d’onde respectivement A = 589.755 nm, et A = 589.158 nm émettant dans le jaune.
Ces transitions sont utilisées pour refroidir et piéger le sodium dans les piéges magnéto-
optique [Raab et al., 1987|. Les niveaux d’énergie sont extraits de la revue de Daniel A.
Steck [Steck, 2008].

[ gr=1/ F=2
T0.890098] MH= (.23 MH=/G)
n'.i]':.
S
4 126 B8{26) MH=
118 06( 16} MH=
F=1
a=—1/6
(—1.23 MH=z/G)
— . F=2
(070 MH=/G)
0,664 359 798 3033) GHe
a2 2g Y
38y,
1/2 '
771 626 128 8(10) GHs
1,107 266 330 5N63) CGH=
= F=1

o 1/2
=070 MH=/G)

FIGURE 2.1 — Schéma des premiers niveaux d’énergie de structure fine du sodium pour la
transition D1.

2.1.3 Etats de Rydberg des atomes alcalins

Les états électroniques atomiques dénommés états de Rydberg sont les états de nombre
quantique principal n élevé. Dans le cas des états de Rydberg des atomes alcalins, ’ap-
proximation de I’atome hydrogénoide prend tout son sens. Un atome alcalin peut étre
raisonnablement décomposé par un coeur ionique a couches fermées et un électron de va-
lence. La correction des fonctions d’ondes et des niveaux d’énergie des atomes de Rydberg
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FIGURE 2.2 — Schéma des premiers niveaux d’énergie de structure fine du sodium pour la
transition D2.

alcalins par rapport a ceux de 'hydrogéne dépendra essentiellement de 1’état de I’électron
de valence, particuliérement de son nombre quantique orbital [.

2.1.3.1 Vision classique

Classiquement, l'interaction électrostatique entres deux charges est un probléme de
Kepler (force centrale conservative). L’électron interagissant avec le potentiel purement
coulombien décrit des trajectoires elliptiques. Dans ce cas, le vecteur moment cinétique
L et le vecteur de Runge-Lenz ff, décrivant I'excentricité de la trajectoire elliptique, sont
des constantes du mouvement. Le module de A s’écrit :

A= \/m§€4 + 2meEtotaloL2

Par quantification du moment cinétique orbital L? = A%l (I + 1), on en déduit que les
mouvements, dans la vision classique, associés aux petites valeurs de [ sont trés excentrés
et ’électron passe a proximité du centre attracteur. Au contraire si [ est grand, ’orbite
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de I’électron est dans ce cas quasi-circulaire, et I’électron reste loin du coeur.

Nous pouvons appliquer cette analogie classique a 1’électron de valence de 'atome alcalin
dans un état de Rydberg. On note Z.g la charge électrique vu par I’électron de valence,
constituée du noyau atomique écranté par les électrons du coeur. Si ’électron est dans
un état de grande valeur de moment cinétique orbital [, la trajectoire classique associée
est circulaire, alors I’électron ne ressent pas la structure du coeur ionique, et ressent
principalement le potentiel coulombien. L’état électronique est décrit alors dans le cadre
de I’'atome hydrogénoide avec Z.g ~ 1. En revanche, si I’électron est dans un état de petite
valeur de moment cinétique orbital, la trajectoire classique associée est dite pénétrante
car ’électron s’approche prés du coeur ionique, il peut alors pénétrer le coeur ionique et
le polariser. La charge effective ressentie sera plus grande, I'énergie de liaison plus grande,
et les énergies propres des états seront plus faibles que dans le cas de ’approximation de
I’atome hydrogénoide. Prés du coeur ionique, le potentiel ressenti dévie alors du potentiel
purement coulombien, le vecteur de Runge-Lenz n’est plus une constante du mouvement
et tourne lentement dans le plan de 'orbite correspondant a une lente précession.

2.1.3.2 Théorie du défaut quantique

Dés le milieu du 20°™¢, les théories analytiques concernant les problémes de diffusion
ont connu un développement trés rapide |[Ross and Shaw, 1960, 1961|. Suite au dévelop-
pement de ces théories dans le cas de la diffusion d’un électron par un ion positif, Seaton
généralisa la théorie du défaut quantique [Seaton, 1983] introduite par Ham d’aprés [Ross
and Shaw, 1955| en physique du solide. L’hypothése de base de la théorie du défaut quan-
tique est la séparation de ’espace en deux régions a une certaine distance ry de 1’ordre
de grandeur de la taille du coeur. La région définit par » < ry représente la région ou
I’électron de valence et le reste de l'atome interagissent. Les interactions mises en jeux
dans cette région sont exprimeées a travers un seul parameétre : le défaut quantique gy
qui dépend du moment cinétique orbital et qui varie trés peu avec ’énergie, c’est a dire
avec le nombre quantique principal n. Au dela de cette région r > rg, le potentiel vu par
I’électron est purement coulombien. La fonction d’onde de 1’électron est factorisable par
une partie radiale et une harmonique sphérique dans le cadre d’un potentiel a symétrie
sphérique : (1) = @Y}m(@, b).

La partie radiale de I’équation de Schrodinger indépendante du temps s’écrit (en u.a.) :

2

% +2(E=V(r)|u(r) =0 (2.8)

ouV(r)= —% + %
Cette équation différentielle du second ordre est appelée équation de Coulomb et possede
deux solutions analytiques indépendantes appelées fonctions de Coulomb |Abramowitz
and Stegun, 1968|. Ces fonctions sont dites réguliére, noté f(E,r), et irréguliére, noté

g(E,r). Pour £ > 0 et E < 0, a l'origine, ces fonctions se comportent comme :

FE, 1) — 1t (2.9
g(E, 1) - P! (2.10)
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Pour les états liés de 1’électron, dans la partie de ’espace ot le potentiel est purement
coulombien, la fonction d’onde radiale doit étre écrite comme une combinaison linéaire
des deux solutions indépendantes de ’équation de Coulomb :

u(r) = f(E,r 1) cos(mu) — g(E,r,1)sin(mp,) (2.11)

Les coefficient de la combinaison linéaire, cos(my;) et sin(my,;), dépendent des condi-
tions aux limites en r = rg. y; est le défaut quantique et mp; représente la phase relative
entre les deux solutions indépendantes f(E,r) et g(E,r). Pour E < 0, en posant, £ = %
avec v le nombre quantique principal effectif, et connaissant le comportement asympto-
tique oscillant des fonctions de Coulomb, on obtient le comportement asymptotique pour

u(r) suivant :

uw(r) — A(r,v)sin(r (v =1+ )] — B(r,v) cos [m (v — 1l + )] (2.12)

T—00
Afin de trouver les états liés, la fonction d’onde radiale doit s’annuler & infini :
lim u(r) = 0, soit :
r—00
sinr(v—14w)] =0« v—1+ p =n entier (2.13)
Puisque [ est entier, I’énergie s’écrit alors :

1 1

E, 52 e M)z (2.14)
Nous pourrons trouver plus de détails dans les références |Seaton, 1983, Gallagher,
1994, Jungen, 2009| en particulier sur la généralisation de la théorie du défaut quantique
pour des potentiels autres que le potentiel Coulombien, ou encore lorsqu’il faut considérer
des atomes possédant plus qu’un électron de valence (la classe des alcalino-terreux), c¢’est
a dire en considérant les corrélations électroniques (théorie généralisée du défaut quan-

tique multi-voies [Aymar et al., 1996]).

Les défauts quantiques peuvent étre mesuré expérimentalement avec précision. En
prenant en compte la structure fine des états de Rydberg, le défaut quantique est exprimé
par la formule de Ritz |Gallagher, 1994] :

oy = ill) + 2 (2.15)

Les défauts quantiques des états de Rydberg du sodium sont bien connus, ils ont été
mesurés par différentes méthodes spectroscopiques : micro-onde |Fabre et al., 1978, Gray
et al., 1988, Dyubko et al., 1995|, Stark |Ciocca et al., 1992, Baugh et al., 1998|, ou encore
optique |[Ducas and Zimmerman, 1977|. Le tableau 2.1 récapitule les défauts quantiques
pour les états de Rydberg du sodium pour les différents états de structure fine.

2.1.4 Eléments de matrice de I'opérateur moment dipolaire élec-
trique

Le moment dipolaire électrique i = e de 1’électron intervient dans de nombreux pro-
blémes d’électrostatiques et d’électrodynamiques. En physique atomique, de nombreux
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TABLE 2.1 — Table des défauts quantiques pour Na.

nl; Ho 2
nsy;p | 1.3479692 0.599735
npis2 | 0.85544502 0.11190
npz/ | 0.8546261 0.11236
ndszs, | 0.014909286 | —0.042506
ndssy | 0.01492422 | —0.042585
nfsse | 0.001632977 | —0.0069906
nfrs2 | 0.001630875 | —0.0069824
ngrs2 | 0.00043825 | —0.00283
nggs2 | 0.00043740 | —0.00297

observables font apparaitre I'opérateur moment dipolaire électrique {1 comme par exemple
dans le calcul des probabilités de transitions et des durées de vie radiative, de ’effet Stark
ou encore de l'interaction dipole-dipole. Il s’agit alors de calculer I’élément de matrice de
couplage dipolaire électrique entre les états [njm;) et }n’j’m;>, avec j un moment angu-
laire quelconque. Soit I’élément de matrice (njm;| it ‘n’ j’m9> correspondant a 'intégrale
de recouvrement des fonctions d’ondes avec le moment dipolaire électrique.

L’opérateur dipolaire électrique i est un opérateur vectoriel, soit un tenseur de rang 1,
dont les composantes p, dans la base des coordonnées sphériques (e, eg, e_1) s’expriment
[Varshalovich et al., 1989] :

\/ 4%7"}/11 (9, 90)

p=e rcosf (2.16)
\/ 4%7"}/_11 (9, 90)

Afin de simplifier le calcul des éléments de matrice d’un tel opérateur, la méthode
consiste a appliquer successivement le théoréme de Wigner-Eckart afin de séparer complé-
tement la partie radiale du couplage angulaire de ’opérateur pris entre les états quantiques
de structure fine |n, [, j, m;).

En effet, d’'une maniére générale, les éléments de matrice de la composante ¢ d’un ten-
seur irréductible de rang k, T%, dans la base des fonctions propres de I'opérateur moment
angulaire, s’exprime & travers I’élément de matrice réduit du tenseur 7% indépendant de
q,m; et m’;, et du coefficient 3j de Wigner (couplage de deux moments cinétiques) :

. .
<n,j, m]| qu‘ ‘n/,j/,m3> _ (_1)]—771] ( J k J

; k 1o
—m; q m;)(n,JIIT In', ") (2.17)

Dans le cas de la composante ¢ de 'opérateur dipolaire électrique, les éléments de
matrice, dans la base |[nim) se réduisent a, selon 2.17 :
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A

’oqt N (1=
s oy = (- (L

) (o0l g ', 1) (2.18)

L’élément de matrice réduit est exprimé par ’élément de matrice radiale avec :

(n,1||ﬂ||n',1f):(—1)l\/(2z+1)(2zf+1)(é (1) é/)(n,l\eﬂn/,l') (2.19)

Enfin, I’élément de matrice radiale, correspond au recouvrement des fonctions d’ondes

radiales et du moment dipolaire, pouvant étre évalué numériquement [Zimmerman et al.,
1979, s’écrit :

(nl] er |n'l') = / V2R, ) (r)er R o (r)dr (2.20)

2.1.4.1 Base de structure fine

Lorsque I’on prend en compte I'interaction spin-orbite Vo, [ n’est plus un bon nombre
quantique. La base propre de l'opérateur Vso est associée au moment angulaire j = [+ s.
Cependant, 'opérateur dipolaire électrique n’agit que sur le moment orbital de I’électron
[. Les éléments de matrice réduits dans la base couplée (nlj|| pu||n'l'j’) s’expriment en
fonction des éléments de matrice réduit dans la base non couplée (nl|| p ||n'l’) par [Steck,
2008] :

. ! 7 - y/ s B - l l/ 1 /
bl ) = (-1 B e+ ] L bt @)

2.1.4.2 Forces de transition et durées de vie radiative

Force d’oscillateur L’excitation optique des atomes alcalins entre deux états non dégé-
nérés |nlm) (1) et |n'I'm’) (2) peut étre quantifié par le coefficient B(nim,n'l'm’) d’Ein-
stein. Il est reli¢ au moment dipolaire électrique de transition, par exemple, pour une
polarisation du champ électrique selon x, ug) = e (nlm|x |n'l'm’) par :

272 2
B@ (nim, n'l'm!) = ——— ;%)
( ) 3eoh? 1o
Dans la pratique, il est possible d’utiliser une grandeur sans dimension, la force d’oscil-
lateur, f(nim,n'I'm’). Pour une polarisation selon = du champ électrique, elle est donnée
par |Hilborn, 1982] :

(2.22)

_ degmhv

F@(nlm, n'l'm) B@ (nlm, n'l'm) (2.23)

2
On peut alors exprimer la force d’oscillateur moyenne, prenant en compte les trois pola-
risations de ’espace cartésien. Aprés réduction de I’élément de matrice dipolaire électrique,

la force d’oscillateur moyenne, f(nl,n'l'), indépendante de m, s’exprime par [Gallagher,
1994 -
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Cette expression dépend de l'intégrale radiale et de la fréquence de transition. La
précision sur le calcul des forces d’oscillateur dépend donc de la précision du calcul de
Iintégrale radiale, soit de la détermination des fonctions d’ondes a courtes distances.
Pour l'excitation d'un état de Rydberg a partir d’un état plus fortement lié (ce qui est
généralement le cas dans les expériences), la force d’oscillateur ne dépend plus que %e

[(nl| r |n'1'))? (2.24)

I’élément de matrice radiale. Dans ce cas, I’élément de matrice radiale varie comme n* .
La force d’oscillateur et le coefficient B(nim,n’l'm’) d’Einstein pour l'excitation optique

. -3
varient, eux, comme n* .

Durées de vie radiative La désexcitation radiative d'un état |n'l’) vers un état |nl)
par émission spontanée est donnée par le coefficient A(nl,n'l") d’Einstein, et est reliée a
la force d’oscillateur moyenne par [Gallagher, 1994] :
8m2e?v?,
—7710; L= f(nl,n'l') (2.25)
La durée de vie radiative d'un état de Rydberg est donnée par toutes les contributions
possibles de désexcitation vers les états inférieurs. On définit donc la durée de vie radiative,
T, de 'état |n'l’) par :

A(nl,n'l") =

1

Tl

=> A(nl,n'l) (2.26)

La désexcitation radiative par émission spontanée d’un état de Rydberg se fait prin-
cipalement vers les états les plus liés. Pour des états de petits [ (sauf pour [ = 0), la
dépendance avec n de la durée de vie radiative est alors en n*’. Pour les états circulaires,
Il =n —1, la dépendance de la durée de vie radiative est en n* car la désexcitation par
émission spontanée se fait uniquement entre des états de Rydberg adjacents.

La désexcitation radiative par émission spontanée n’est pas le seul processus a prendre
en compte dans la détermination des durées de vie radiative des atomes de Rydberg. En
effet, les expériences montrent que les durées de vie mesurées sont plus courtes que celles
prévues par le calcul du seul processus d’émission spontanée |Gallagher and Cooke, 1979|.
Il faut alors prendre en compte effet du rayonnement du corps noir afin de corriger les
durées de vie radiatives :

1 1 1
- —+ (2.27)

total Tl Tg?r

Tnl

L’absorption du rayonnement du corps noir a pour effet de redistribuer les populations
atomiques des états de Rydberg entre états voisins, en effet, les recouvrements des fonc-
tions d’ondes sont importants et les éléments de matrice dipolaire électrique de transition
sont grands. Le taux d’émission stimulé des populations atomiques par les photons ther-
miques, a la température 7' (en degré Kelvin), est donné par le produit du coefficient A,
d’Einstein par le nombre moyen de photons a la fréquence v, donné par la loi de Planck
|[Planck, 1901|. La distribution de la densité d’énergie est maximale pour une certaine
fréquence et décroit avec n* comme [Gallagher, 1994] :
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1 ~ 40(3]{33T

bor %2
Tol 3n

(2.28)
oll «v est la constante de structure fine.

Nous donnons dans le tableau 2.2 les durées de vie typique d’états de Rydberg du
sodium extrait de [Beterov et al., 2009].

TABLE 2.2 — Durée de vie typique d’états de Rydberg de Na (en us).

n 20 30 50 80
l s | p| d S P d S P d S P d
T |89[81[7.5][324]292 254159 | 1474 | 115 | 671 | 6567 | 470
rbbr 123 128 |37 | 48 | 59 | 69 | 130 | 154 | 175|331 | 386 | 412
rlotal 1 64121 (6.3 |19.3|48.7|186 | 72 | 140 | 70 | 222 | 364 | 220

2.1.5 Effet Stark pour les atomes alcalins

Les atomes de Rydberg ont des propriétés exacerbées par leur fort couplage a leur
environnement. En particulier, et d’intérét pour la suite de ce manuscrit, nous introduisons
I'interaction entre un atome de Rydberg et un champ électrique statique. En effet, un
champ électrique statique couple les états atomiques et léve la dégénérescence des niveaux.
Ce couplage est apellé effet Stark. L'effet Stark sur les états de Rydberg des atomes alcalins
a été étudié en détail théoriquement, numériquement et expérimentalement dans ’article
de référence |Zimmerman et al., 1979).

2.1.5.1 Hamiltonien Stark

D’une maniére générale, le hamiltonien d’un atome plongé dans un champ électrique
statique F', dirigé selon 'axe du laboratoire (Oz), s’écrit, en prenant compte du couplage
spin-orbite (en u.a.) :

1
H = —§v2—|—‘/;)ot—|—Hso—|—FZ (229)

Le terme d’interaction spin-orbite est supposé indépendant du champ électrique, d’aprés
[Zimmerman et al., 1979, cette approximation est correcte dans le cadre de 'effet Stark
sur les états de Rydberg des atomes alcalins.

2.1.5.2 Cas de I’hydrogéne

Dans le cas de I'hydrogene, le potentiel V¢ est purement coulombien. L’interaction
avec un champ électrique statique est résolu analytiquement par la théorie des pertur-
bations en utilisant le systéme des coordonnées paraboliques, imposé par la symétrie du
probléme. Le nombre quantique [ n’étant plus un bon nombre quantique dans ce systéme
de coordonnées, les états sont représentés par les nombres quantiques (n,n1,n2,m) qui
sont reliés entres eux par la relation : n = ny +nyo+|m|+1 (avec n; et ny entiers positifs).
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Jusqu’au deuxiéme ordre de la théorie des perturbations, les énergies propres sont données
par la relation |Gallagher, 1994] :

1 3 n4 2
E=———+-n(n —n2) F+ — [17Tn* = 3 (ny — ny)” — 9m* + 19] F? 2.30
2n2+2(1 2) +16[ (n1 = no) +19] (2.30)
Au premier ordre, la variation des énergies est linéaire avec le champ électrique. Au
second ordre, la dégénérescence n’est levée qu’en fonction de |m|, ce qui est attendu pour
un probléme a symétrie cylindrique, et expliqué par le vecteur champ électrique qui est
un vecteur polaire. Pour un état n donné en champ nul, il apparait une multiplicité de

0, . L
% états repérés par le nombre ny; — ny, comme représenté sur la figure 2.3.

-400 . : — - - —~ : =
— —_

\, = ————
450 [ n= 1_—\

500 [ \\‘
sl :%" .

n=14
-600 -

-650

E [cm-1]

-700 1 1 1 1 1 1
0 500 1000 1500 2000 2500 3000 3500 4000 4500 5000
F [V/iem]

FIGURE 2.3 — Diagramme Stark de 1’atome d’hydrogéne de n = 13 a n = 16 pour |m| =0
en fonction du champ électrique statique F'. Les états des différentes multiplicités se
croisent et l'effet Stark est majoritairement linéaire.

Les états de ny — ny < 0 diminuent leur énergie avec le champ électrique et sont
appelés états rouges. Les états de ny — ng > 0 augmentent leur énergie avec le champ
électrique et sont appelés états bleus. Pour ’hydrogéne, ce qui n’est pas le cas pour les
atomes alcalins autre que 'hydrogéne, les états de multiplicités différentes se croisent,
il n’y a pas de couplage entre eux, du a la symétrie sphérique du potentiel coulombien.
Le champ électrique pour lequel 1’état bleu de la multiplicité n croise 1’état rouge de la
multiplicité n + 1 est le champ d’Inglis-Teller, et vaut : Fjp = 3%

2.1.5.3 Cas du sodium

Comme nous ’avons vu dans la partie 2.1.3, le potentiel d’interaction entre 1’électron
de valence et le coeur atomique, Vo, intervenant dans le hamiltonien 2.29 n’est pas pu-
rement coulombien. Le probléme de 'effet Stark sur les atomes alcalins n’est pas résolu
analytiquement. La méthode générale consiste a calculer numériquement les éléments de
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matrice de le hamiltonien 2.29, puis & diagonaliser le hamiltonien. Les éléments de matrice
de la partie de couplage avec le champ électrique statique s’écrivent, dans la base sphé-
rique (n, [, j, m;| F'r cos(f) ’n’, U, 5, m;> En utilisant la réduction des éléments de matrice
dipolaire présentée dans la partie 2.1.4, les éléments de matrice sont séparables en une
partie angulaire et une partie radiale. La partie angulaire s’exprime analytiquement par
les harmoniques sphériques donnant les régles de sélection : Al = £1 et Am; = 0. La
partie radiale est calculée numériquement par résolution de I’équation de Schrédinger ra-
diale dans le cadre de la théorie du défaut quantique (méthode de Numerov |Zimmerman
et al., 1979, Gallagher, 1994]).

Cette méthode de calcul est utilisée par un programme Fortran77 (développé au la-
boratoire par J.M Lecomte, A. Bleton et L. Pruvost), permettant de calculer les niveaux
d’énergie en champ électrique, ainsi que les moments dipolaires de transition entre états
électroniques pour les atomes alcalins dans le cadre de la théorie du défaut quantique.
Les niveaux d’énergie de Rydberg du sodium en fonction du champ électrique F' sont
représentés sur la figure 2.4. Sur cette figure, sont représentées les multiplicités n = 46,
47 et 48. Dus aux valeurs significatives des défauts quantiques des états ns et np (voir
la table 2.1), ils sont séparés de leur multiplicité et les états ns s’intercalent entre les
multiplicités n — 1 et n — 2. Les valeurs des défauts quantiques pour les états nd, nf et
ng étant proches de zéro, ces états sont trés peu éloignés de leur multiplicité en champ
nul. Pour les états non dégénérés en champ nul, ns, np et nd, Ueffet Stark, pour des
champs électriques relativement faibles, est donc quadratique, et devient linéaire pour des
champs électriques plus intenses par couplage avec les états de la multiplicité. Les états
nd se couplent rapidement aux états rouges de la multiplicité n, les états ns se couplent
aux états rouges de la multiplicité n — 1 et les états np se couplent aux états bleus de
la multiplicité n — 1. Comme pour ’hydrogéne, pour les états de la multiplicité et les
états quasi-dégénérés en champ nul, 'effet Stark est principalement linéaire. Au champ
d’Inglis-Teller, défini comme pour 'hydrogéne, les états des multiplicités se repoussent et
il apparait des séries de croisement évités. Ceci est du a la brisure de symétrie par le coeur
ionique (les nombres quantiques n; et ny ne sont plus bons).

2.1.5.4 Polarisabilité statique

Pour les états non dégénérés en champ électrique nul, en appliquant la théorie des
perturbations jusqu’au second ordre, soit pour des champs électriques statiques faibles, le
décalage en énergie est principalement quadratique avec le champ électrique. Il s’écrit :

1
AE® = §aF2 (2.31)
ol « est la polarisabilité statique. Pour un état |nljm;), la polarisabilité statique est

donc définie par :

En’l’j’ - Enlj ‘

=
nl 7ll 7j,#n7l7j

. . , . .. A - 2 , . -
Le moment dipolaire électrique de transition j varie comme n* . L’écart en énergie des
4 . -3 . 1o, . .
états de Rydberg E, ;0 — E,; varie comme n* ~. Alors, la polarisabilité o varie avec le
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FIGURE 2.4 — Diagramme Stark du sodium pour |m;| = 3

nombre quantique principal effectif comme : @ o n* . Les états de Rydberg sont donc
trés sensibles au champ électrique, ce qui en fait des systémes privilégiés pour 1'étude
de l'interaction des états atomiques avec un champ électrique statique, en particulier, les
états de Rydberg atomiques peuvent étre utilisés comme sonde pour de petits champs
électriques de l'ordre de quelques V/cm (précision de ~ 20 pV/cm) [Osterwalder and
Merkt, 1999|.

2.1.6 Détection par ionisation classique par champ électrique

Les états de Rydberg sont des états électroniques faiblement liés. Dans le cas des
atomes alcalins, I’application d’un relativement petit champ électrique suffit a extraire
I’électron de valence, et ainsi & ioniser ’atome de Rydberg. Bien que cette méthode soit
destructive, elle posséde 'avantage d’étre (semi-)sélective avec 1’état interne de I’atome
de Rydberg, c’est a dire en fonction de I’énergie de liaison.

Considérons 'atome d’hydrogéne soumis a un champ électrique statique F dirigé selon
(Oz). L’énergie potentielle de I’électron s’écrit :

1
Voot (1, 2) = - + Fz (2.33)

Comme le montre la figure 2.5, I'application d’un champ électrique statique externe a
pour effet d’abaisser la barriére de potentielle. V. présente alors un maximum le long de
Paxe (02) & Vipae (F) = —2V/F. L’électron est donc éjecté lorsque son énergie de liaison est
strictement supérieure a V4. (F'). Nous pouvons alors définir le seuil de champ électrique
d’ionisation classique F,. pour un état quantique donné :
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Energie potentielle

z(u.a)

FIGURE 2.5 — Représentation de I'énergie potentielle de 1’électron interagissant avec le
champ coulombien créé par le noyau atomique (en pointillés) auquel se superpose un
champ électrique statique externe dirigé selon (Oz) (en trait plein).

1
° 16nt
Cette détermination classique ne prend donc pas en compte la variation des niveaux
d’énergie par effet Stark, ni de la fagon dont est appliqué le champ électrique statique
externe. Si 'on prend en compte 'effet Stark linéaire de 1’état le plus rouge d’une mul-
tiplicité, alors le seuil de champ électrique pour l'ionisation vaut F' = gﬁ. Pour les états
bleus, il n’y a pas d’expression simple permettant d’estimer le seuil d’ionisation en champ
électrique. Le seuil d’ionisation de ces états est en général environ deux fois plus grand que
pour les états rouges (pour un méme n). Notamment, pour les atomes alcalins autres que
I’atome d’hydrogéne, il existe un processus d’ionisation rapide, comparable & I’autoionisa-
tion. En effet, en champ électrique, le nombre quantique parabolique ny n’est plus bon, les
états bleus sont couplés, au niveaux du coeur ionique, aux états rouges, qui peuvent étre
libres. Ainsi les états bleus sont ionisés par couplage avec le continuum des états rouges
|Gallagher, 1994|.
Comme nous ’avons vu dans la partie 2.1.5.3, les états de Rydberg des atomes alcalins
en champ électrique présentent des croisements évités dus au couplage entres ces états.
La maniére dont est appliqué le champ électrique statique, et particuliérement son temps
de montée, va donc déterminer si les états électroniques en champ électrique seront suivis
plutot diabatiquement ou plutot adiabatiquement. En suivant un modéle Landau-Zener
de passage adiabatique au travers un croisement évité (que nous étudierons plus en détail
dans le chapitre 3 dans le cadre des états électroniques de paire d’atomes de Rydberg), si
% < AE?, alors le passage a travers le croisement évité sera plutot adiabatique, sinon le
passage sera plutot diabatique. Dans nos expériences, des temps de montée de ’ordre de
la ps permettent des passages adiabatiques a travers la série de croisements évités.

(2.34)

2.1.7 Loi d’échelle de quelques propriétés des atomes de Rydberg
et conclusion

Le tableau 2.3 résume quelques propriétés des états de Rydberg atomique pour des
états de petit [. Une des propriétés remarquable des états de Rydberg est leur trés grand
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TABLE 2.3 — Loi d’échelle des propriétés des états de Rydberg [Gallagher, 1994].

Propriétés

Energie de liaison n*
Rayon orbital n*’
Différence d’énergie entres 2 niveaux adjacents n*’
Moment dipolaire électrique n*

rayon orbital, soit des moments dipolaires électriques importants. Les sections efficaces
de collisions sont alors trés grandes, faisant des états de Rydberg des systémes privilégiés
pour I’étude des interactions a longues distances |Safinya et al., 1981, Gallagher et al.,
1982]. De plus, ils possédent des temps de vie relativement long, et sont donc de trés bons

candidats pour de futures applications en information quantique [Saffman et al., 2010,
Brion et al., 2007].

Dans cette partie, nous avons donc rappelé les principales considérations théoriques des
atomes de Rydberg alcalins. Nous allons maintenant, dans la seconde partie de ce chapitre,

décrire le dispositif expérimental permettant d’obtenir un échantillon froid d’atomes de
Rydberg de sodium.
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2.2 Production d’un jet supersonique d’atomes de so-
dium froid dans un état de Rydberg

2.2.1 Introduction

La partie suivante décrit le montage expérimental utilisé pour la production d’un jet

supersonique pulsé d’atomes de sodium dans leur état fondamental et de leur excitation
vers un état de Rydberg. Le montage expérimental comporte la source atomique : le jet
supersonique, il est constitué de deux enceintes. La premiére enceinte est destinée a l'ex-
pansion supersonique du gaz atomique en présence d’un gaz porteur. L’autre est consacrée
a 'expérience et contient la zone de détection. L’excitation laser des atomes de sodium
dans leur état fondamental est obtenue a I’aide de deux lasers accordables en fréquence
qui seront décrits dans cette partie. Il s’agit alors de réaliser une impulsion de jet superso-
nique, constituant un gaz froid et rapide en translation, contenant des atomes de sodium
dans leur état fondamental, obtenus par un processus d’ablation laser, et qui seront exci-
tés dans un état de Rydberg. La détection est basée sur la technique d’ionisation sélective
par champ électrique pulsé des atomes de Rydberg. Différentes études seront menées avec
les états de Rydberg atomiques du sodium : la mise en évidence de transitions Landau-
Zener autour d’une résonance de Forster détaillée au chapitre 3; la mesure précise de
la densité du nuage d’atomes de Rydberg basée sur le transfert adiabatique entres des
états de paire, que nous détaillerons au chapitre 4 ; enfin ce méme dispositif expérimental
sera utilisé pour la mesure de la fluctuation quantique lors d’oscillations de Rabi a deux
photons, détaillée au chapitre 5.
Dans cette partie, nous introduirons les principes de ’expansion supersonique et de I’abla-
tion laser, ainsi que les améliorations apportées au dispositif expérimental. Puis nous
décrirons le montage expérimental et les caractéristiques du jet supersonique d’atomes
de sodium (mesure des températures et influence des paramétres expérimentaux acces-
sibles). Enfin nous détaillerons le schéma d’excitation laser des atomes de sodium de ’état
fondamental vers un état de Rydberg.

2.2.2 Principe de ’expansion supersonique

L’expansion supersonique est une technique de refroidissement souvent utilisée dans
différents domaines de la physique, de la chimie-physique, ou de la chimie. Elle permet
I’obtention d’échantillons d’atomes froids et de molécules froides pour leurs degrés de
libertés externes et internes (de rotation et de vibration dans les états électroniques fon-
damentaux ou excités [Miller, 1984]). Ces systémes ont permis la spectroscopie laser de
haute précision de ces espéces, I’étude des différents chemins de réactions en jets croisés
|Balucani et al., 2005|, ou plus généralement des interactions entre des espéces neutres
dans leurs états fondamentaux |Koperski, 2003|.

La littérature concernant I’expansion supersonique est riche. La théorie des jets super-
soniques d’'un gaz pur monoatomique a été introduite par [Kantrowitz and Grey, 1951],
puis développée principalement par |Toennis and Winkelmann, 1977|, et par |Beijerinck
and Verster, 1981], étendue notamment dans le cas d’un mélange de deux gaz purs mo-
noatomiques. La théorie permet d’évaluer, par résolution numérique, la température lon-
gitudinale finale d’'un jet supersonique en traitant, par différents modeles, les collisions

38



2.2 PRODUCTION D’UN JET SUPERSONIQUE D’ATOMES DE SODIUM FROID
DANS UN ETAT DE RYDBERG

entres les espéces présentes qui sont responsables du refroidissement longitudinal. Dans
cette partie, nous ne décrirons pas les différents modeéles utilisés pour prendre en compte
les collisions lors de ’expansion supersonique, nous rappellerons seulement les équations
de bases de I’écoulement hydrodynamique lors de la formation d’un jet supersonique.

2.2.2.1 Généralités

Pour réaliser I’expansion supersonique d’un gaz, on considére un réservoir de gaz sous
haute-pression pg, a la température Tj, 'enceinte est pourvue d’un orifice de diamétre D
par lequel les espéces gazeuses peuvent s’échapper du réservoir dans un environnement
vide de pression p;, comme représenté sur la figure 2.6. Si D est bien inférieur au libre
parcours moyen du gaz, les espéces s’échappent sans entrer en collision les unes avec
les autres, alors la distribution en sortie correspond alors a la distribution de Maxwell-
Boltzmann des vitesses a l'intérieur du réservoir, et le jet est dit effusif. Si, au contraire,
D est beaucoup plus grand que le libre parcours moyen du gaz, les espéces entrent en col-
lisions lorsqu’elles s’échappent du réservoir et ressentent une force moyenne qui les pousse
vers l'extérieur de l'orifice. Le gaz s’expand alors librement dans le vide, ce qui permet
un abaissement de I'énergie interne du gaz. En effet, une partie de I’énergie thermique
de la source est transférée dans ’expansion par collisions qui convertissent une partie de
I’enthalpie interne en énergie cinétique du jet. Lorsque la vitesse moyenne du jet varie
jusqu’a atteindre une vitesse égale a la vitesse du son dans le milieu, on parle de régime
supersonique.

P =1-5 atm.

0 500 1000 1500
velocity (m/s)

Jet effusif Jet supersonique

FIGURE 2.6 — Expansion adiabatique dans le vide d’'un gaz sous pression au travers un
orifice de diamétre D. La distribution des vitesses du jet supersonique est trés étroite et
posséde une valeur moyenne trés élevée dans le référentiel du laboratoire.

Dans le régime supersonique, en sortie du réservoir, la densité du gaz est encore impor-
tante et les collisions assurent un équilibre continu permettant de décrire complétement
I’état du gaz en équilibre thermodynamique. On considére les paramétres n, p, et T comme
étant respectivement la densité locale de particule, la pression et la température d’un gaz
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parfait compressible. Un processus isentropique est un processus adiabatique sans échange
de chaleur avec I'extérieur, et le gaz compressible s’expand au travers un orifice dont la
surface croit légérement avec l'axe du jet z. La conservation de I’énergie totale s’écrit :

Eo+ Uy +poVo = B + Uy (2.35)

ou E. est ’énergie cinétique du gaz que l'on peut décomposer en deux termes : I’énergie
cinétique du centre de masse et 1’énergie cinétique des particules dans le centre de masse.
U est I’énergie interne des particules et pV' leur énergie potentielle. L’indice 0 référe au
grandeurs thermodynamiques dans le réservoir, et I'indice 1 référe aux grandeurs dans le
jet. On a considéré de plus que la pression dans le jet est beaucoup plus petite que la
pression dans le réservoir.

On peut réécrire la loi de conservation de I’énergie en fonction de I'enthalpie du gaz
H=U+pV:

1
Hy=H, + §mv_12 (2.36)

Dans I’absolu, toute I’énergie disponible est convertie en vitesse moyenne de translation,
avec une température de translation nulle dans le repére du centre de masse du gaz.
Ceci est impossible en réalité car les espéces du jet peuvent rentrer en collision et ainsi
réchauffer le gaz.

En ajoutant 1’équation de continuité du milieu et la conservation de I'impulsion, il est
possible de connaitre les parameétres de cet écoulement tout le long de son axe en fonction
du nombre de Mach. Le nombre de Mach est, en un point donné, défini comme le rapport
de la vitesse moyenne du jet, en ce point, sur la vitesse du son dans le milieu :

Vefr

My = (2.37)

USOI’I

Vson = 1/7% (2.38)

ou v est le rapport des capacités massiques a pression constante C,, et a volume

constant C,, : v = g—f

avec

2.2.2.2 Caractéristiques

Soit une position dans le jet z.g aprés la vanne, par une analyse de la partie continue
de I’écoulement, Ashkenas et Sherman, ont déduit que le nombre de Mach augmente avec
la distance zeg, suivant la loi [Ashkenas and Sherman, 1966] :

Mg = 3.26(%)0'67 (2.39)

Il est possible d’écrire la température longitudinale T.g et la densité effective neg en
fonction de Mg :

T 1

o 14 50— DM (2.0
Noff 1 -1
N (14 50— DM (241
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Pour un gaz monoatomique (y = g), la densité diminue avec la distance z au réser-
voir comme z~2. Il est possible de définir une distance z,, correspondant & une distance
moyenne ol se produit la derniére collision, ou la distribution en vitesse se fige. Aprés
Zm, le jet entre dans le régime moléculaire : régime sans collisions. C’est a partir de la
que l'on sélectionne la partie axiale du jet avec un écorceur (skimmer en anglais). Les
propriétés du jet apres ’écorceur dépendent de I’écoulement en régime hydrodynamique
entre la sortie du réservoir et z,,. Aprés z,,, on peut estimer la vitesse moyenne finale du
jet et la température finale dans la limite ot le nombre de Mach est infini (dans la limite
ou toute I’enthalpie a été convertie en énergie cinétique). Pour un gaz monoatomique :

SkTh

Voo = (2.42)
m
T

Ty = % (2.43)

La description précédente concerne la partie centrale du jet. Le jet global est caractérisé
par la formation d’'un systéme d’ondes de choc permanent (figure 2.7) comportant une
onde de choc latérale et particuliérement une onde frontale appelée disque de Mach dont
la distance zp.x & la vanne est donnée par [Ashkenas and Sherman, 1966] :

emax = 0.67D, /22 (2.44)
p1

Au niveau de ces ondes de choc, la densité des particules est beaucoup plus grande que
la densité du jet, les particules entrent alors en collision avec les particules environnantes.
En aval du disque de Mach, le régime devient subsonique.

Pression résiduelle P,

Ondes de
compression

~__Onde de choc

réfléchie
W y _Disque de Mach
Fa.Ty : Zonede M>>| M
Mec o]
Jet

\ Bouteille de Mach
\
Bord du jet

FIGURE 2.7 — Structure d’un jet supersonique [Scoles, 1988].
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2.2.2.3 Distribution en vitesse des atomes dans un jet supersonique :

Un jet supersonique est donc un gaz froid possédant une vitesse importante dans le
référentiel du laboratoire. La température de ce gaz froid le long de ’axe du jet caractérise
la distribution des vitesses suivant son axe. Nous allons rappeler les équations décrivant
la distribution des vitesses paralléles dans le cas d'un jet supersonique monoatomique.
Dans le cadre de nos expériences, les atomes de sodium sont ensemencés et thermalisés
a la température du gaz porteur. Les équations suivantes décrivent la distributions des
vitesses longitudinales du gaz porteur, on peut alors supposer que la température de I’es-
péce ensemencée soit égale ou supérieure a celle des atomes du gaz porteur. En effet, le
traitement d’une espéce lourde ensemencé dans un gaz porteur léger montre que les tem-
pératures longitudinales finales obtenues sont différentes pour les deux espéces (citons par
exemple les travaux [Anderson, 1967, Raghuraman and Anderson, 1977]). Notamment, la
température longitudinale finale des espéces ensemencées est toujours plus grande que
celle du gaz porteur.

Dans le régime moléculaire, lorsque les grandeurs thermodynamiques sont gelées, la tem-
pérature paralléle est donnée par :

1 1,

La densité de probabilité de la distribution des vitesses longitudinales est donnée par
|Haberland et al., 1985] :

VY] )252

P(v) ocv®e Ve TN (2.46)

ol S/ est le rapport de la vitesse longitudinale finale sur la dispersion finale des vitesses
longitudinales, et v,/ la vitesse moyenne dans le référentiel du laboratoire.

Dans la théorie de la dynamique des fluides, le paramétre S caractérise la distribution
des vitesses du jet supersonique. Des modéles théoriques (sphéres dures, potentiel inter-
atomique ou inter-moléculaire) permettent de calculer ce paramétre. Il est exprimé dans
la littérature [Toennis and Winkelmann, 1977| sous la forme :

S, 100 = A [noD(Co/kpTp) ] (2.47)

ou Cy est le coefficient de Van der Waals et A et § deux paramétres de simulation dé-
pendant du modeéle utilisé. Expérimentalement, le rapport des vitesses S/, dépend des
conditions expérimentales de I'’expansion supersonique et peuvent varier de plusieurs cen-
taines [Campargue, 1984] a mille [Wang et al., 2007|.

Dans cette partie, nous avons donc décrit les principes de base de l’expansion super-
sonique en régime continu (ou stationnaire). Nous utilisons, dans notre expérience, un jet
supersonique pulsé dont les pulses de gaz sont suffisamment long pour étre décrit par les
équations de ’expansion supersonique en régime stationnaire. Ceci étant bien vérifié dans
la partie centrale du pulse de gaz.

2.2.3 Ablation laser d’une cible solide de sodium

Aprés avoir briévement introduit les principes généraux de formation d’un jet superso-
nique, nous allons aborder sa réalisation, il s’agit de réaliser un jet supersonique pulsé de
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gaz rare ensemencé par ’atome alcalin de sodium. La production des atomes de sodium
est réalisée par ablation laser. Dans cette partie nous décrirons en détail le dispositif expé-
rimental qui s’est avéré étre un élément clé pour la réussite des expériences, en particulier
pour 'obtention de conditions expérimentales stables pour la prise de données. Aprés une
bréve introduction de quelques généralités du processus d’ablation laser, nous décrirons
les améliorations apportées au dispositif expérimental. Au début de cette thése, le jet
supersonique d’atomes de sodium avait déja fonctionné, et les améliorations ont permis
I’obtention d’'un signal d’atomes de sodium plus intense et relativement stable.

2.2.3.1 Généralités

[’ablation laser est une technique consistant a extraire une certaine quantité de ma-
tiere d’une cible solide lors du couplage avec un laser. Cette technique est utilisée comme
méthode pour réaliser des dépots en couches minces sur un substrat [Chrisey and Hubler,
1994] (films superconducteurs [Dijkkamp et al., 1987], nano-cristaux, nano-tubes [Guo
et al., 1995|). L’ablation laser est aussi utilisée pour caractériser des matériaux |Wine-
fordner et al., 2004, ou encore pour la micro-structuration (guides d’onde, microstructu-
ration en 3D [Heyl et al., 2001|). Elle fait partie d'un domaine de recherche fondamentale
actif possédant de nombreuses applications. Les mécanismes fondamentaux — interactions
laser-solide-gaz et formation de plasmas — sont bien connus mais restent complexes a
modéliser. Dans le domaine de la physique des jets moléculaires et atomiques, elle est
utilisée pour 'obtention d’espéces synthétisées (réaction entre I'espéce ablatée et le gaz
porteur), ou encore pour la formation d’agrégats qui sont formés par condensation de la
matiére évaporée et peuvent croitre trés rapidement. Le controle des caractéristiques de
I’ablation permet de controler la distribution de la taille des agrégats. C’est le groupe du
Dr. Smalley, a 'université de Rice en 1981, qui employa la premiére fois ’ablation laser
pour la formation d’agrégats dans un jet supersonique |Dietz et al., 1981].

Les résultats obtenus lors d’une ablation laser dépendent en grande partie de la durée
de I'impulsion laser |Chichkov et al., 1996|. En effet, lors de l'interaction laser avec une
cible solide métallique, I’énergie laser est d’abord absorbée par les électrons de conduction.
Ensuite, cette énergie est transférée aux électrons liés, a la structure cristalline, ou en-
core perdue par des phénomeénes de transports. Ces phénoménes n’ont pas tous les mémes
constantes de temps. Pour des durées d’impulsion de 'ordre de la femtoseconde, 'ablation
laser est considérée comme une transition directe solide-vapeur ou solide-plasma, dans ce
cas, la structure cristalline n’est chauffée que sur des échelles de temps de la picoseconde
qui a pour effet la création de vapeur et d'un plasma qui s’expand rapidement. Alors que
pour des durées d’impulsion de 'ordre de la picoseconde, des phénoménes de conduction
de chaleur apparaissent accompagnés de formation de zone de phase liquide a l'intérieur
du matériau. Enfin, pour des durées d’impulsion laser longues (nanoseconde), il y a assez
de temps pour que I'énergie absorbée chauffe le matériau jusqu’a la température de fusion
puis juqu’a la température de vaporisation. Dans ce cas, on parle de processus thermique
(équation de diffusion de la chaleur), ce qui est généralement le cas pour des lasers dans
le domaine spectral du visible a 'infrarouge. Pour une durée d’impulsion laser 7 = 10 ns
focalisé sur la surface d’une taille de » = 0.1 & 1 mm, la longueur de diffusion thermique
est donnée par : oy, = /X7, ot x est la diffusivité thermique. Dans le cas du sodium, x —
1.41 10* J/em3/K, et 0y, — 1072 cm. Le sodium est un relativement mauvais conducteur
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thermique, pour ces durées d’impulsion laser, I’énergie absorbée ne se dissipe pas dans
le matériau et reste concentrée dans un petit volume, 'ablation laser s’en trouve alors
facilitée.

2.2.3.2 Mise en oeuvre expérimentale

Barreau de sodium pour ’ablation laser Dans la pratique, nous partons de sodium
solide pur. Puis nous faconnons un barreau en forme de cylindre creux, sous atmosphére
de gaz rare, pour le monter sur une tige, représentée en rose sur la figure 2.8. Ce cylindre
de sodium fait environ 2 cm de long. Un faconnage fin a la main a l'aide d’un scalpel
est indispensable afin d’obtenir un cylindre régulier en translation et en rotation. Le dia-
metre extérieur du cylindre doit s’adapter a son logement dans la chambre d’ablation.
Nous avons pu constater que plus le diameétre extérieur est important, plus la quantité de
sodium ablatée est importante, ce qui nous a amené a agrandir le diameétre du logement
du barreau de sodium, qui subit un mouvement hélicoidal autour de 1’axe vertical de la
chambre d’ablation.

Concernant la stabilité du mouvement hélicoidal, nous avons pu observer qu’en bout
de chaine, moteur — cardan — tige filetée, la tige solidaire du barreau de sodium précessait
autour de I'axe de rotation, ce qui avait des répercutions sur la stabilité du signal d’atomes
de sodium observé dans les expériences. Pour éviter cette précession, nous avons ajouté
un fourreau de guidage, représenté en bleu sur la figure 2.8, servant a contraindre le bout
de la tige solidaire du barreau de sodium autour de ’axe de rotation.

Enfin, la translation de la tige filetée est controlée par un dispositif d’électronique
analogique grace a des micro-interrupteurs fixés sur le trajet d’un disque se situant au
bout du cardan. Le disque, représenté en vert sur la figure 2.8 est une piéce reliant le
cardan a la tige filetée. Le disque est aussi soumis & un mouvement de précession, et
peut toucher deux fois le méme interrupteur (haut ou bas). La logique implémentée est
représentée sur la figure 2.9.

Laser d’ablation pour ’ensemencement d’un gaz porteur Le laser d’ablation est
un laser pulsé Nd :YAG doublé en fréquence délivrant une puissance de 2 mJ/pulse a 1064
nm et 1 mJ/pulse & 532 nm, de marque Ekspla, de modéle NL-208. La durée des pulses
laser est de 9 ns. Le faisceau laser est focalisé sur le barreau de sodium par une lentille
convergente de focale 30 cm située a I'extérieur de I’enceinte. Nous utilisons ’émission a
532 nm pour ablater le sodium. La synchronisation du moteur pas a pas sur le pulse du
laser d’ablation & un taux de répétition de 10 Hz (pouvant atteindre 1 kHz) n’a aucun
effet, car aux temps caractéristiques ot se produisent les mécanismes de ’ablation, le bar-
reau peut étre considéré comme fixe. Le tir du laser est de plus synchronisé sur I'arrivée
du pulse de gaz porteur.

En conclusion de cette partie, nous représentons sur la figure 2.10, sous forme d’histo-
gramme de la quantité de signal mesurée a chaque expérience, les distributions typiques
du jet d’atomes de sodium produit par I’ablation laser. La distribution en noir représente
une distribution typique du signal d’atomes de sodium sans les améliorations que j’ai
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FIGURE 2.8 — Systéme mécanique permettant la rotation du barreau de sodium autour
de 'axe de la chambre d’ablation. La chambre d’ablation se trouve au centre de la piéce
représentée en gris en transparence. De haut en bas : le cardan (relié au moteur non
représenté sur la figure), le disque (en vert), la tige filetée (en rouge), le porte barreau
(en rose), enfin le fourreau, solidaire de la chambre d’ablation, servant a contraindre la
rotation autour de 'axe (en bleu).

Lecture

direction ————pp [ .
Switch Haut ——————— NAND NOT g @ > {?I‘:::l;?{::

Lecture XOR Bascule D
direction - Clock <l

SwitchBas ————»| NAND NOT

A 4

v

FIGURE 2.9 — Logique de controle de la direction du moteur pas a pas en fonction du
déclenchement des micro-interrupteurs haut et bas.
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décrites dans cette partie. Les distributions en rose (faible puissance du laser d’excita-
tion) et violet représente les distributions de signal obtenues aprés améliorations (taille
du barreau, stabilité de rotation) pour un barreau de sodium récent. Au fur et a mesure
de l'utilisation du barreau, les distributions en rose et violet tendent vers la distribution
en noir.

1 T T T 1
0 10 20 30 40 50x10°°
Signal total de Rydberg (Vs)

FIGURE 2.10 — Distributions typiques du signal d’atomes de sodium produit par ablation
laser d'un barreau de sodium solide en rotation. En noir est représentée une distribution
typique sans les améliorations présentées dans cette partie. En violet et en rose sont repré-
sentées les distributions typiques du signal apres les améliorations décrites précédemment,
pour des puissances du laser d’excitation (laser infrarouge) de respectivement 700 mW et
1.5 W.

2.2.4 Dispositif expérimental du jet supersonique
2.2.4.1 Description

Le dispositif expérimental est constitué de deux enceintes a vide congues et réalisées
au laboratoire en 2006-2007. Les enceintes sont en acier 316L amagnétique. Les deux
chambres accolées forment un dispositif de longueur 84 cm. Elles ne communiquent entre
elles que par I’écorceur de diameétre 800 pum. L’enceinte contenant la vanne, dédiée a
la production du jet supersonique, est soumise en fonctionnement a une charge de gaz
importante, le systéme de pompage est donc constitué au plus prés de ’enceinte d’une
pompe turbo-moléculaire Pfeiffer de débit 2000 L/s, suivi d’'une pompe séche Busch de
débit 30 m?/h assurant un vide primaire. L’enceinte ou se déroule la manipulation des
atomes de sodium, moins chargée en gaz lors du fonctionnement de la vanne, est pompée
au plus prés de l'enceinte par une pompe turbo-moléculaire Pfeiffer de débit 1200 L/s,
suivi d’une pompe séche de débit 18 m?3/h. L’isolation du vide est réalisée par des joints
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toriques et permet d’atteindre un vide suffisant pour cette expérience : sans charge de
gaz, la pression atteinte est de quelques 10~® mbar.

Chambre source La chambre de production du jet supersonique contient la vanne,
la chambre d’ablation et 1’écorceur. Elle comprend aussi de nombreux accés optiques et
des connexions électriques. La vanne est de marque Parker - General Valve, de modéle
série 9. Une modification a été apportée a la vanne, lors de la conception du dispositif
expérimental, afin de pouvoir controler la longueur de la course lors de son ouverture et
de sa fermeture. Le controleur de la vanne est un controleur IOTA one, permettant de
délivrer des pulses de longueurs variables : de 10 us a 1 s, et pouvant atteindre un taux
de répétition de 250 Hz. De plus, cette vanne est adaptée a un systéme de refroidissement
a 'azote liquide.

Chambre expérience Aprés ['écorceur, le jet atomique rentre dans la chambre expé-
rience. Cette chambre est dédiée a la manipulation des atomes de sodium du jet et a
leur détection. En effet, dans un premier temps, cette chambre contenait deux systémes
d’optiques de collections (miroirs, lentilles, photo-diodes) détectant la fluorescence des
atomes de sodium soumis a une radiation laser & 589 nm (résonnant pour la transition
35-3P). Ce premier dispositif a permis la caractérisation du jet supersonique d’atomes de
sodium : influences du gaz porteur, de ’énergie d’ablation, ainsi que la détermination des
températures transverse et longitudinale [Saquet, 2009).

2.2.4.2 Caractérisation

Nous rappellerons ici briévement les principaux résultats de la caractérisation du jet
supersonique en fonction des différents paramétres accessibles dans 'expérience [Saquet,
2009]. Cette étude a été menée avec le systéme de détection de fluorescence induite par
laser sur la transition 3S;/2 — 3F3/2 du sodium représenté sur la figure 2.11.

Le dispositif expérimental est & symétrie cylindrique, de fait le jet supersonique éga-
lement. Nous définissons l'axe du jet comme axe longitudinal (Oz), ainsi que le plan
perpendiculaire au jet (Oxy). Toutes les directions transverses sont équivalentes, et nous
sélectionnons une direction transverse d’étude avec ’axe du laser d’excitation. Le jet
supersonique peut donc étre caractérisé par une vitesse moyenne et une température lon-
gitudinale, ainsi que par une vitesse moyenne (a priori nulle car le jet ne dévie pas) et une
température transverse.

Le laser d’excitation émettant & 589 nm est de marque Tekhnoscan, de modéle DYE-SF-
077. 1l s’agit d'un laser a colorant continu pompé par un laser Millenia émettant a 532
nm et délivrant une puissance de 6 W. Nous I'utilisons dans sa configuration de cavité en
anneau. Dans cette configuration, la largeur spectrale du laser est de 100 kHz, la fréquence
est balayable sur 20 GHz, et la polarisation en sortie de la cavité est rectiligne horizontale.
Le colorant utilisé est un mélange de Rhodamine 610 (83%) et de Rhodamine 590 (17%)
dissout dans de 1’éthyléne glycol. Le laser est asservi sur le signal d’absorption saturée
d’une cellule de sodium a ~ 400 K. L’électronique d’asservissement (détection synchrone
et génération du signal d’erreur) a été développée par le service électronique du laboratoire.
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Laser a colorant
continu 589 nm

Cible solide
en rotation
de Na dans
sa chambre
d'ablation

- Galettes microcanaux
Zones de détection (détection des ions)
des atomes par

fluorescence induite

par laser

Vanne pulsée
Pression du gaz

porteur (6bar) \
Laser pulsé Nd:YAG doublé
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FIGURE 2.11 — Schéma décrivant le dispositif expérimental pour la production d’un jet
supersonique de sodium (contenu dans la chambre source) : la vanne pulsée, la chambre
d’ablation contenant le barreau de sodium solide en rotation. Les atomes de sodium sont
détectés dans la deuxiéme partie de l'expérience (chambre expérience) par fluorescence
induite par laser dans deux zones de détection séparées de 15 cm. A la fin, dans laxe
du jet, nous avons représenté les galettes de micro-canaux qui détectent les ions et les
particules neutres suffisamment énergétiques.

Détermination de la température longitudinale La température longitudinale est
déterminée par une méthode de temps de vol. La chambre d’expérience présente deux
acces optiques et permet d’obtenir deux zones d’interaction entres les atomes de sodium
et le laser & 589 nm (laser non focalisé de taille ~ 1.5 mm). Connaissant la distance entre
ces deux zones d’interaction et 1’écorceur (& partir du régime moléculaire), on mesure une
distribution en temps d’arrivée des atomes de sodium, directement reliée a la distribution
des vitesses longitudinales du jet |Scoles, 1988|. Une étude précédente a montré qu’il
n’est pas nécessaire de convoluer la distribution en temps d’arrivée avec la distribution
initiale en position des atomes de sodium (extension initiale du nuage d’atomes) car cette
distribution est trop fine pour contribuer a élargir le temps de vol. Les temps de vol
obtenus sont dominés par la distribution initiale des vitesses longitudinales. Nous verrons
que dans nos conditions expérimentales, le paramétres S? est de 1’ordre de 4, et nous
ne pouvons pas omettre le facteur v? dans l'expression de la distribution des vitesses
longitudinales donnée par la formule 2.48. Nous exprimons cette expression en fonction
de la largeur en vitesse de la distribution dv :

’U*’Uoo)2

P(v) o v?e™ (T2 (2.48)
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On peut également exprimer la distribution en temps d’arrivée par rapport a un temps
to .

_ (t—tp)?
e 26v2t2

t2

P(t) (2.49)

La figure 2.12 représente les temps de vol expérimentaux obtenus par fluorescence des
atomes de sodium dans la premiére zone d’interaction (soit 6 cm aprés 1'écorceur) pour
différents gaz porteurs : I’hélium, le néon, et l'argon pour une pression de 3 bars. On
ajuste alors la fonction P(t) de I’équation 2.49, on en déduit la vitesse moyenne du nuage
ainsi que la largeur de la distribution des vitesses longitudinales v. On trouve : 7.3 £ 1.5
K pour 'hélium, 4.3 £ 0.5 K pour le néon, et 5+ 0.5 K pour 'argon.
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FIGURE 2.12 — Temps de vol d’atomes de sodium chargés dans différents gaz porteurs
pour une pression de 3 bars : en rouge I’hélium, en rose le néon, en bleu I’argon.

Détermination de la température transverse La mesure du profil Doppler des
vitesses transverses du jet atomique permet de déterminer la température transverse des
atomes de sodium du jet. En effet, le faisceau laser croise perpendiculairement le jet de
sodium, nous sondons donc les projections des vecteurs vitesses des atomes sur ’axe de
propagation du laser, soit une composante transverse. Nous disposons du laser asservi sur
une transition atomique de la raie D2 du sodium (par la technique d’absorption saturée) :
32512, F = 2 - 3°Py5, F' de notre choix (ainsi que les cross-over). Nous disposons donc
de plusieurs valeurs de référence absolue en fréquence, nous permettant de désaccorder
précisément la fréquence sur quelques points couvrant une gamme de quelques dizaines
de MHz autour de la résonance. Un laser dont la fréquence est désaccordée par rapport
a la fréquence de transition excitera les atomes d’une classe de vitesse transverse non
nulle. Nous mesurons la fluorescence pour différentes valeurs du désaccord en fréquence.
En premiére approximation, on néglige la structure hyperfine de I'état 32Pj, contenue
dans le profil Doppler. Le profil Doppler est alors dominé par la dispersion des vitesses
transverses. Le profil de raie mesuré est gaussien centré sur la transition 325, /2 - 32P3/2

49



CHAPITRE 2 - JET SUPERSONIQUE D’ATOMES DE RYDBERG

de fréquence 1y et s’écrit en fonction de la température transverse 7} :

g(vo, Tt) x e "Ome2 (2.50)

La figure 2.13 représente les points expérimentaux (points bleus) et 'ajustement gaus-
sien des points expérimentaux (courbe rouge). Cet ajustement donne une température
transverse T, = 1.8 K. Si I'on prend en compte la structure hyperfine, représentée dans
I’encadré en haut a gauche de la figure 2.13 en convoluant le profil gaussien par les profils
de Voigt de chaque transition hyperfine, I’ajustement du profil Doppler donne 7; = 0.9 K.
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FIGURE 2.13 — Profil Doppler transverse et son ajustement gaussien dans les conditions
expérimentales suivantes : argon a 6 bars et puissance du laser d’ablation de 0.6 mJ /pulse.
Dans I'encadré en haut a gauche, on représente les raies hyperfines contribuant au signal.

Influence du gaz porteur Il s’agit ici d’optimiser la température longitudinale du
jet atomique en fonction de la pression du gaz porteur dans le réservoir a 300 K. Pour
trois gaz porteurs différents (hélium, néon, argon), nous mesurons la vitesse longitudinale
moyenne, et la température longitudinale, pour différentes pressions dans le réservoir.
Cette étude est résumée sur la figure 2.14.

Les courbes de gauche représentent la vitesse moyenne du jet normalisée a la vitesse
théorique du jet supersonique (lorsque toute ’énergie disponible a été convertie en énergie
cinétique) pour les trois gaz porteurs différents. Les trois courbes n’ont pas le méme
comportement aux basses pressions, cependant elles semblent converger vers la méme
vitesse moyenne finale, elle méme supérieure a la vitesse théorique attendue.

Les courbes de droite représentent la température longitudinale finale pour ces mémes
gaz porteurs en fonction de la pression dans le réservoir. La température longitudinale a
le méme comportement pour les trois gaz : diminution avec la pression jusqu’a atteindre
une valeur de saturation. Cette pression de saturation vaut environ 10 bars pour I'hélium
et 5 bars pour le néon et ’argon. De plus, la température longitudinale la plus basse
accessible est plus élevée dans I’hélium que pour le néon et ’argon. En effet, le néon et
I’argon sont des éléments plus massifs, la conversion d’énergie par collisions est alors plus
efficace. Cependant, nous avons pu constater que I’ensemencement des atomes de sodium
dans des gaz porteurs lourds est moins efficace, il s’agit donc d’un compromis a trouver.
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FIGURE 2.14 — Influence de la pression du gaz porteur sur la vitesse moyenne du jet
(& gauche) et sur la température longitudinale (& droite) pour différents gaz porteurs.
L’énergie du laser d’ablation est de 0.6 mJ/pulse.

Influence de I’énergie d’ablation Nous avons vu au paragraphe précédent que les
vitesses moyennes mesurées pour les différents gaz porteurs sont supérieures aux valeurs
théoriques. Il en est de méme pour les températures longitudinales. Nous attribuons ce
réchauffement a I’énergie apportée lors du processus d’ablation. Pour quantifier plus pré-
cisément cet effet, nous mesurons la vitesse moyenne du jet ainsi que la température
longitudinale pour les trois gaz porteurs comme précédemment, en fonction de la puis-
sance du laser d’ablation. Les résultats sont résumés sur la figure 2.15. Concernant la
vitesse moyenne et la température longitudinale, les tendances sont similaires : une aug-
mentation de ces grandeurs avec ’énergie du laser d’ablation. En effet, les atomes de
sodium emportent plus d’énergie lors du processus d’ablation, il y alors plus d’énergie
a convertir lors de ’expansion supersonique. Sans le processus d’ablation, nous mesure-
rions la méme vitesse moyenne et la méme température si le réservoir de gaz était plus
chaud. En conclusion, I’énergie apportée par le laser d’ablation participe a réchauffer le jet
atomique ainsi qu'a laccélérer, mais cet effet reste raisonnable. A puissance maximale du
laser d’ablation, la vitesse moyenne finale est environ 10% supérieure a la vitesse moyenne
finale théorique, et la température longitudinale a augmenté d’environ 10 K.

47 : :Zlium i S :2Iium

on —~704 M Néon
e # Argon ; ¥ g g i i:so_ ¢ Argon } }
ém— E E %50’ } { } % %
R I L $ E
e Pyt ot
7 E’m— i i % # % } { }

T T T T
0.3

T T T 1 T T T T T T T 1
o Energ?ésdu lasér d'ablation (mJ%ulse) os 1o o2 o I::nerg?‘e5 du laser d'ablation (mJ?;ulse) os
FIGURE 2.15 — Influence de l'énergie du laser d’ablation sur la vitesse moyenne du jet
(& gauche) et sur la température longitudinale (a droite) pour différents gaz porteurs de

pression 6 bars dans le réservoir.

51
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2.2.5 Excitation laser des atomes de sodium vers un état de Ryd-
berg

Nous décrivons dans cette partie l'excitation des atomes de sodium vers un état de
Rydberg. Le schéma d’excitation choisi est une excitation simple & deux photons représen-
tée sur la figure 2.16. Nous décrirons les deux étapes du schéma d’excitation. Le premier
étage est réalisé par un laser pulsé a ~ 330 nm pour la transition 3251/2 — 42P3/2. Le
second étage, vers un état de Rydberg, est réalisé par un laser continu a ~ 900 nm pour
la transition 42Ps /5 — nsy .

lonisation

n,l -
4 P l'900nm  Laser Ti:sa continu
3/2 |
1
P12 T
|
|
| Laser a colorant
1330nm  pulsé doublé en
| fréquence
|
35 '
]
1/2

FIGURE 2.16 — Schéma d’excitation des atomes de sodium dans I'é¢tat fondamental 35/,
vers un état de Rydberg nl par absorption de deux photons : un photon UV pour la
transition 351/, — 4P3/, et un photon IR pour la transition 4P;,, — nl.

2.2.5.1 Excitation pulsée 3S-4P

Le laser utilisé pour cette transition est un laser a colorant Continuum ND6000 doublé
en fréquence par un cristal doubleur. Le colorant utilisé est du DCM. Le laser de pompe est
un laser Nd :YAG (Continuum Powerlite Precision 8050) doublé en fréquence délivrant des
impulsions de durée 9 ns, de puissance 160 mJ/pulse et de largeur spectrale ~ 1 cm™?,
a un taux de répétition de 10 Hz. On obtient une radiation a ~ 660 nm de puissance
~ 1.4 mJ/pulse qui est focalisée, en un seul passage, dans un cristal BBO de type I. Le
rendement du doublage est de 'ordre de 10%, et on obtient une radiation a ~ 330 nm
de puissance =~ 150 pJ/pulse. Nous disposons d’une puissance suffisante pour caractériser
la transition du niveau fondamental vers les états de la structure fine de I’état 4P par
photoionisation par l'intermédiaire du niveau 4P résonnant avec le laser a 330 nm. Le

schéma de photoionisation est représenté sur la figure 2.17.

Sections efficaces de photoionisation Il est usuel de décrire les phénoménes d’ab-
sorption de la lumiére par les atomes par leurs sections efficaces. Le taux de photoioni-
sation I'pr(n,l, m,v) s’exprime en fonction de la section efficace de photoionisation d’un
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état |n,l,m), opr(n,l,m,v) et du flux de photons ® de fréquence v :
Cpi(n,l,m,v) = opi(n,l,m,v)d (2.51)

Dans le cas d’une radiation de polarisation linéaire, la section efficace de photoio-
nisation s’écrit, avec (e, l',m) 'état du continuum d’énergie ¢ au dessus de la limite
d’ionisation |Friedrich, 1991] :

opi(n,1,m,v) = dx’ahv |(p(n,1,m)| 2 (e, ', m))[* (2.52)

oll «v est la constante de structure fine.

Sans prendre en compte la sous-structure en m, le calcul des sections efficaces de
photoionisation se rameéne aux calculs des intégrales radiales des fonctions d’ondes d’un
état lié et d’un état du continuum (ici un état d). Dans le cas de la photoionisation de
I'état 4P du sodium, pour la longueur d’onde du laser pulsé (Ayy =~ 330 nm), on trouve
opr ~ 6 x 10722 m?. Le flux de photons ® = 75372’\)%0 est évalué pour une puissance
moyennée dans le temps Pyy = 1.5 mW et un diamétre de faisceau de 5 mm. On trouve
alors, avec 'expression 2.51, I'p; = 0.3 s7'. Pour un taux de répétition de 10 Hz, cela
signifie que 3% des atomes sont photoionisés a chaque expérience. Cette photoionisation

a partir de I'état 4P peut donc étre une source importante d’ions dans le nuage atomique.

Spectre de I’état 4P par photoionisation Nous balayons la fréquence du laser UV,
et mesurons le signal d’ions provenant de la photoionisation de 1’état 4P avec les galettes
de microcanaux situées dans ’axe du jet. Le spectre obtenu est représenté sur la figure
2.18. Nous résolvons bien la structure fine de I'état 4P. La largeur des raies est dominée
par la largeur spectrale du laser UV, elle est d’environ 40 GHz.

==
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FIGURE 2.17 — Schéma de photoionisa- FIGURE 2.18 — Spectre de la structure
tion par absorption de deux photons a fine de I’état 4P obtenu par photoioni-

330 nm résonnant avec ’état 4P. sation.

2.2.5.2 Excitation continue 4P-ns

Le deuxieme étage de I'excitation est la transition 42P3/2 — ns, vers un état de Ryd-
berg. Pour cela, nous disposons d’un laser Titane : Saphir continu et monomode. Il s’agit
d’un laser ’tout solide’ Coherent MBR-110 qui posséde une grande accordabilité (cou-
vrant de 700 & 1000 nm avec seulement trois jeux d’optiques de cavité) et une trés bonne
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stabilité. Il posséde une largeur spectrale inférieure a 75 kHz, et délivre une puissance
de 1.5 W dans la gamme de 900 nm. Le cristal Ti : Sa est pompé par un laser Verdi
Single FAP Diode-Pumped laser de marque Coherent. Il s’agit d’un cristal Neodymium
Vanadate pompé par une diode laser et doublé en fréquence. Il délivre une puissance de
9.5 W.

Chaine d’asservissement Dans le cadre des expériences présentées dans ce manus-
crit, il est indispensable d’asservir le laser Ti : Sa pour I'excitation des atomes de sodium
vers un état de Rydberg. La chaine d’asservissement choisie est décrite ci-aprés. Notre
référence absolue est une transition entre les premiers niveaux électroniques de ’atome
de césium. Pour cela, une diode laser est asservie sur la transition atomique en utilisant
les méthodes d’absorption saturée par des vapeurs atomiques. Puis nous asservissons la
longueur d’une cavité Fabry-Pérot sur la référence précédente. Une fois la cavité Fabry-
Pérot asservie, nous pouvons alors asservir la fréquence du laser Ti : Sa sur une résonance
du Fabry-Pérot (mesurée en transmission). Nous voulons compenser les dérives lentes du
laser Ti : Sa, nous choisissons alors deux asservissements par différence au niveau d’un
flan d’'un pic de résonance du Fabry-Pérot. Le schéma complet de I'asservissement est
représenté sur la figure 2.19.

| Asservissement

| TiSa

- H .| Asservissemant
| T Fabry-P érot
| PD1 T

Isolateur optique
| | - | [ - ]
| | Diode laser Moglabs !

A2 A2 A2

et

Cryztal pleza-tleciriguel

LaserTiSa

r ]
@ -

{PD Moglabs . A4
| Cellule de Césium

Fabry-Pérot

i Mog.hbsl
[ [ | ienall |

\

Expérience

FIGURE 2.19 — Montage expérimental de la chaine d’asservissement du laser Ti : Sa.
La diode laser Moglabs est asservie sur une raie d’absorption saturée du césium. La
photodiode PD1 enregistre la transmission du signal de la diode laser a travers le Fabry-
Pérot. La photodiode PD2 enregistre la transmission du signal du Ti : Sa a travers le
Fabry-Pérot.

Absorption saturée La spectroscopie par absorption saturée repose sur ['utilisation
de deux faisceaux contra-propageants : un faisceau pompe et un faisceau sonde se recou-
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vrant spatialement dans une vapeur atomique, ici du césium, et permet de s’affranchir de
Ieffet Doppler présent dans un gaz a température ambiante. En effet, pour des atomes de
classe de vitesse v, la probabilité d’absorption est une lorentzienne de largeur I' centrée
en Wy + kigserv dit & Deffet Doppler. A la température de 300 K, la vitesse quadratique
moyenne vaut \/<v2> = \/BkBT/m ~ 200 m.s7! et kjgserr/(v2) = 1.5 GHz. La forme de
raie d’absorption correspond a la convolution de la raie d’absorption pour chaque classe
de vitesse et de la distribution des vitesses dans la vapeur atomique. Le profil obtenu
est un profil de Voigt, largement dominé par la distribution de Maxwell-Boltzmann des
vitesses. La largeur de ce profil est donc de ordre de kjuger1/(v?) >> I'. Dans le cadre
du schéma d’absorption saturée présenté, un premier faisceau (pompe) a pour role de
saturer la transition 65}/, — 63, (raie D2 a ~ 852 nm) pour les atomes initialement dans
I'état fondamental 650, F' = 3,4 sans résoudre la structure hyperfine (effet Doppler).
Un deuxiéme faisceau (sonde), d’intensité inférieure a l'intensité de saturation des transi-
tions hyperfines, sert a sonder les niveaux hyperfins des atomes dont la classe de vitesse
est résonnante avec le faisceau pompe. Pour ces transitions, l’absorption de la sonde est
diminuée et on observe un trou dans le profil d’absorption dont la largeur est égale a la
largeur naturelle de la transition. Pour des atomes & deux niveaux, seuls ceux de classe de
vitesse nulle seront résonnant a la fois avec le faisceau pompe et le faisceau sonde car ces
deux faisceaux ont la méme longueur d’onde et sont contra-propageants. Dans le cas ou
il y a plusieurs transitions possibles, prenons par exemple deux transitions de fréquence
wy et we, un pic d’absorption saturée apparait pour chaque transition (classe de vitesse
nulle), mais il est aussi possible qu'une classe de vitesse soit résonnante pour les deux
transitions, une avec la pompe et 'autre avec la sonde. Alors :

W1 = Wigser — klaserv (253)
Wo = Wigser T+ klaserv (254)

On observera également un trou dans le profil d’absorption pour : wigser = (w1 +ws)/2. Ces
pics sont appelés crossover. La figure 2.20 représente un spectre expérimental d’absorption
saturée pour la transition 6.5, —6P3/, du césium, nous allons utiliser ces pics pour asservir
la premiére partie de la chaine d’asservissement : une diode laser.

Absorption (u.a.)

T T T
=0 Fréquence relative (MHz)

FIGURE 2.20 — Spectre d’absorption saturée de la diode laser & 852 nm & partir du niveau
fondamental hyperfin 652, F' = 4 vers les états 6P/, F'.

Nous avons choisi d’acquérir une diode Moglabs, ECD - 003 a 780 nm, en cavité éten-
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due et asservie en température. La diode délivre une puissance maximum de 100 mW, et
posseéde une largeur spectrale de 150 kHz. Elle est balayable au maximum sur une largeur
de 15 GHz. Nous disposons d’une cellule de vapeur de césium dont les niveaux atomiques
sont modulés par effet Zeeman grace a un systéme de bobines externes.

Asservissement de la cavité Fabry-Pérot Nous voulons maintenir la longueur
de la cavité Fabry-Pérot fixe en rétroagissant sur un cristal piézoélectrique donnant la
position d’un miroir de la cavité. Nous voulons compenser les dérives lentes, pour cela
nous construisons un circuit proportionnel-intégrateur permettant de s’asservir au niveau
d’un flan d’un pic de résonance en transmission de la diode laser asservie sur le signal
d’absorption saturée. Le signal de correction est renvoyé au cristal piézoélectrique par
I'intermédiaire d’un amplificateur haute-tension.

Asservissement du Ti: Sa sur la cavité Fabry-Pérot La cavité Ti: Sa posséde
son propre asservissement pour les dérives rapides mais ne posséde pas de référence. Nous
voulons donc compenser les dérives lentes. Nous construisons alors un deuxiéme circuit
proportionnel-intégrateur afin d’asservir la fréquence du laser Ti : Sa sur un flan d’un
pic de résonance en transmission du laser Ti : Sa dans la cavité Fabry-Pérot maintenue
fixe. Connaissant I'intervalle spectral libre de la cavité Fabry-Pérot (750 MHz) et sa finesse
(F = 24), nous pouvons quantifier 'excursion en fréquence du signal de correction renvoyé
au controle de la fréquence du laser Ti : Sa : elle est de ~ 200 mV.MHz ! au niveau de la
plus grande pente d’un pic de transmission. Le montage réalisé¢, nous pouvons quantifier
le bruit en fréquence du laser Ti : Sa asservi comme décrit précédemment. Nous estimons
le bruit (ou "jitter") & Avpg, =500 kHz

2.2.5.3 Profil Doppler de I’état 48s

Afin de réaliser expérimentalement ’excitation laser des atomes de sodium vers un
état de Rydberg, nous devons controler précisément le champ électrique ressenti par les
atomes de sodium lors de 'excitation laser. Pour cela, le dispositif expérimental de la
chambre expérience a été modifié. Le systéme de détection par fluorescence induite par
laser a été remplacé par un systéeme de quatre plaques de 200 pm d’épaisseur, percées
en leurs centres d’'un trou de 3 mm de diameétre. Les plaques sont séparées les unes de
autres de 10 mm. Ce systéme permet d’exciter les atomes de sodium en champ électrique
controlé, mais aussi de les faire évoluer en champ électrique lors de leur vol (par exemple
pour réaliser I'ionisation des états de Rydberg par champ électrique pulsé). Le nouveau
dispositif expérimental est représenté sur la figure 2.21

Pour la mesure du profil Doppler de I’état 48s, nous balayons la fréquence du laser
d’excitation en champ nul pour différentes puissances du laser d’excitation. Nous utilisons
la technique d’ionisation par champ électrique pulsé pour ioniser I'état 48s. Nous mesurons
le signal des galettes de microcanaux. Les spectres sont représentés sur la figure 2.22. Aux
températures typiques d’un jet supersonique, les raies mesurées sont dominées par la
largeur Doppler. Nous ajustons alors les raies mesurées par une gaussienne. La largeur a
mi-hauteur est une mesure de la température transverse. Pour une puissance de 0.75 W et
1 W, on trouve une largeur spectrale de 59.740.5 MHz, correspondant a une température
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Laser a colorant pulsé
doublé en fréquence
excitation 35— 4P

Laser continu Ti:Sa |
excitation 4P—» 11f  Galettes microcanaux
(détection des ions)

FIGURE 2.21 — Dispositif expérimental destiné a controler les champs électriques ressentis
par les atomes de sodium lors de I’excitation dans un état de Rydberg et tout au long du
vol des atomes de Rydberg dans le jet supersonique.

de 2 K. Pour une puissance de 1.24 W, la largeur spectrale mesurée est de 66.7+0.6 MHz,
correspondant a un élargissement du profil Doppler par puissance.

—— Puissance Ti:Sa 1.24 W
—— Puissance Ti:Sa 1 W
— Puissance Ti:Sa 0.75 W
| “

Signal de Rydberg 48s (u.a.)

———"

M \”l
(Al

-50 0 50 100
Désaccord a résonance (MHz)

FIGURE 2.22 — Profil Doppler de I'état 48s en champ électrique nul pour différentes
puissance du laser Ti: Sa : 0.75 W, 1 W, 1.24 W. Le gaz porteur est de I’hélium a 6 bar.
L’énergie du laser d’ablation est d’environ 0.6 mJ/pulse.
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Conclusions

Les conclusions de ce chapitre portent sur le dispositif expérimental. Pour la suite des
expériences, nous disposons donc dun jet supersonique pulsé d’atomes de sodium dans
un état de Rydberg, dont les températures, pour les atomes de sodium dans 1’état fonda-
mental, ont été déterminées expérimentalement. Nous obtenons 10 K pour la température
longitudinale et 1 K pour la température transverse. Les influences des différents para-
métres accessibles expérimentalement ont été caractérisées, notamment ’effet de chauffage
apporté par le processus d’ablation laser d’une cible solide de sodium pour I’ensemence-
ment des atomes de sodium dans le jet supersonique de gaz porteur. Nous avons pu
constater que I'expérimentateur a peu de controle sur le processus d’ablation laser. De ce
fait, le faconnage du barreau de sodium, étant la source du signal, sa taille, ainsi que le
systéme mécanique de rotation de ce barreau sont des éléments clés si I’on souhaite obte-
nir un signal intense et relativement stable. Nous ne pouvons malheureusement pas éviter
I’altération de la surface du barreau de sodium par les tirs répétés du laser d’ablation, lui
conférant une durée de vie fini.
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Chapitre 3

Transitions Landau-Zener dans des
paires d’atomes de Rydberg froids

Introduction

La premiére expérience présentée dans ce manuscrit a pour objectif la mise en évidence

expérimentale de passage adiabatique basé sur le modéle de transition Landau-Zener, entre
des états électroniques de paire d’atomes de Rydberg en champ électrique (autour d’une
résonance de Forster) couplés par l'interaction dipole-dipole.
Les états de Rydberg atomiques sont connus de longue date pour étre des sytémes pri-
vilégiés dans I’étude des interactions binaires [Safinya et al., 1981, Gallagher et al., 1982,
Gallagher, 1994]. Les atomes de Rydberg présentent en effet des sections efficaces de col-
lision trés importantes avec un partenaire atomique |[McLaughlin and Duquette, 1994| ou
moléculaire. Ceci est généralement attribué a la trés grande taille d'un atome de Rydberg
dont I’électron est dans un état de nombre quantique principal élevé. Cependant, les sec-
tions efficaces du transfert d’énergie entre atomes de Rydberg par collisions résonantes
sont beaucoup plus larges que les sections efficaces géométriques. Cela est di a la tres
longue portée des interactions mises en jeu dans ces collisions inélastiques, 'interaction
dipole-dipole. Ces systémes de Rydberg en interaction a trés longue portée regoivent de-
puis quelques années un intérét accru, en particulier a cause des perspectives importantes
qu'ils offrent en information quantique, par exemple [Mestayer et al., 2008].

Nous proposons dans ce chapitre, la mise en évidence de l'interaction dipodle-dipole
entres deux atomes de Rydberg froids, dans un jet supersonique, a travers I’é¢tude des
transitions Landau-Zener dans des sytémes de paires de Rydberg, induites par ’applica-
tion d’un champ électrique homogéne dépendant du temps. L’adiabaticité de la transition
dépend de la distance entre les atomes de la paire, ainsi que de la vitesse de balayage
du champ électrique. Nous verrons que la réalisation expérimentale de passage adiaba-
tique entre des états de paire d’atomes de Rydberg autour d’une résonance de Forster
est possible car les atomes de Rydberg peuvent étre considérés gelés le temps que dure la
transition.

Dans une premiére partie, nous introduirons les éléments théoriques utiles afin de

formuler la probabilité de passage adiabatique, dans le modéle Landau-Zener, a travers
un croisement évité entre les états de paire d’atomes de Rydberg en champ électrique.
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La dégénérescence étant levée par l'interaction dipole-dipole. Nous caractériserons donc
I'interaction dipole-dipole dans le développement multipolaire des interactions électrosta-
tiques entre deux atomes de Rydberg alcalins. Puis nous traiterons le cas de la transition
ns ns - np (n — 1)p (pour n = 48) pour les régimes de températures et de densités ty-
piques du jet supersonique d’atomes de sodium dans un état de Rydberg. Nous verrons
que, pour ces régimes de températures et de densités, le gaz d’atomes de Rydberg peut
étre considéré comme gelé sur le temps que dure une transition Landau-Zener, permettant
de négliger les degrés de liberté externes des atomes de Rydberg dans le modéle proposé.
Pour la détection des états atomiques de Rydberg, nous décrirons la séquence de pulse
de champ électrique utilisée afin de ioniser les atomes de Rydberg nous permettant de
distinguer en temps d’arrivée les états de Rydberg ns et np. Ceci nous permet de nor-
maliser la production d’atomes dans ’état np lors d’un passage adiabatique. Enfin, nous
présenterons les résultats expérimentaux des passages adiabatiques pour n = 43, 48 et 53.
Les résultats obtenus étant en accord avec le modéle Landau-Zener.
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3.1 SUPPORTS THEORIQUES

3.1 Supports Théoriques

Dans cette partie, nous rappellerons les aspects théoriques utilisés dans les expériences
présentées dans ce chapitre. Nous allons expérimentalement mettre en évidence le principe
de passage adiabatique lors d’un croisement évité entre deux niveaux de paire d’atomes
de sodium dans un état de Rydberg couplés par I'interaction dipole-dipole. L’application
d’un champ électrique statique permet, par effet Stark, de faire varier les énergies des
états de Rydberg et permet donc de controler la différence en énergie entres ces états.
Nous aborderons, dans une premiére partie, le traitement général d’un systéme a deux
niveaux couplés par une interaction. Puis nous développerons le modéle Landau-Zener
pour le passage adiabatique. Enfin, nous préciserons le couplage entre les niveaux de
paire d’atomes comme étant 'interaction entres les dipoles atomiques.

3.1.1 Le systéme a deux niveaux

Dans cette partie, nous rappellerons les résultats du calcul d’un systéme a deux niveaux
couplés par une interaction W. Ce concept de base en mécanique quantique peut étre
trouvé dans de nombreux ouvrages de référence, par exemple [Cohen-Tannoudji et al.,
2000, Messiah, 1959].

On considére un systéme dont l’espace des états est de dimension 2 {|i),|f)} : états
propres du hamiltonien Hy, de valeurs propres E;, E;. Soit W le couplage entre ces états
(W réel), le hamiltonien H = Hy+W s’écrit dans cette base :

E, W
W E;

La diagonalisation de cette matrice 2x2 donne les états propres et énergies propres du
systeme :

B, — % VAT (3.1)

_Ei+ Ey

2
Ou l'on a posé A = ==— comme étant ’écart en énergie.

Les états propres, ou états adiabatiques sont :

B A2 W2 (3.2)

0 7
|+) = cos §|z) + sin §|f> (3.3)
7 7
| =) = —sin g|i) + cos 3| f) (3.4)
L. o W _ A
avec : sinf = == et cost) = — s

0 est appelé angle de mélange et donne les composantes des états propres dans la base :

{12, 11)3-

La figure 3.1 représente le croisement évité (en rouge) dans la base adiabatique pour
un systéme a deux niveaux couplés par l'interaction W. L’écart en énergie A représente
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b

=0 Ecarten énergie A O=nm

FIGURE 3.1 — Croisement évité dans le cas d’un systéme a deux niveaux couplés par une
interaction W. Dans la base diabatique, les énergies des états sont représentées en noir
(pointillés), les énergies des états adiabatiques sont représentées en rouge. Les énergies
sont représentées en fonction de la différence en énergie A.

I’écart entres les 2 niveaux, et doit étre comparé au couplage W. Ces états peuvent étre
mis en résonance, par exemple, par 'application d’un champ laser, ou par effet Stark sur
les atomes de Rydberg (trés polarisables). En I’absence de couplage W, les niveaux se
croisent (états diabatiques). Sous l'effet du couplage non diagonal W, les deux niveaux
s’anticroisent (états adiabatiques). Le croisement est d’autant plus prononcé que le cou-
plage est fort, et lorsque 1’écart |A| devient trés grand devant le couplage, les énergies
adiabatiques deviennent égales aux énergie diabatiques.

L’angle de mélange 6 peut varier en fonction du temps par exemple en appliquant un
chirp laser, ou un champ électrique dépendant du temps lorsque I’on considére des atomes
excités dans des états de Rydberg. Alors, I’évolution est adiabatique lorsque le systéme
physique reste dans un état propre a tout instant de son évolution. M. Born et V. Fock
sont & l'origine de ce théoréme |[Born and Fock, March 1928].

Le théoréme adiabatique, [Bohm, 1951, Messiah, 1959|, exprime que pour un systéme
dont le hamiltonien est hermitique et varie lentement avec le temps, la fonction d’onde du
systéme correspond aux états propres instantanés du systéme. Pour réaliser une évolution
adiabatique, il faut que la variation de l'interaction, donnée par h% soit faible devant
I'écart d’énergie W (t) : h% < W(t). L’angle de mélange 6 peut dépendre du temps a
travers A.

Dans les expériences qui seront présentées dans ce chapitre, chaque niveau considéré est
un état de paire d’atomes de Rydberg en champ électrique couplés par I'interaction dipole-
dipole.

3.1.2 Modéle Landau-Zener

L’application d’un champ externe dépendant du temps pour un systéme a deux ni-
veaux présentant un croisement évité est un cas général, largement utilisé, et présent dans
de nombreuses situations : lors de collisions atomiques ou moléculaires, de résonances ma-
gnétiques, ainsi qu’en physique de la matiére condensée. En 1932, Landau [Landau, 1932]
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et Zener |Zener, 1932| formulérent, indépendamment, une expression analytique de la
probabilité de passage adiabatique dans le cas d'une collision atomique, en traitant de
maniére classique le mouvement des noyaux. La méme année, Stiickelberg [Stiickelberg,
1932] préta une attention particuliére a la phase accumulée pour la probabilité de transi-
tion lors d’un double passage. La forme analytique de la probabilité d’un simple passage
adiabatique est appelée modéle Landau-Zener, pour les hypothéses suivantes : la variation
de la différence des énergies est une fonction linéaire du temps; autour du croisement,
la transition a lieu dans un petit intervalle de temps ou le couplage est constant. Ces
hypothéses sont satisfaites dans de nombreux cas, et le modéle Landau-Zener permet de
bonnes prédictions. Nous pourrons consulter les articles [Vitanov and Garraway, 1996,
Wittig, 2005, Giacomo and Nikitin, 2005].

Les observations expérimentales des oscillations de Stiickelberg ont été réalisées dans dif-
férents systémes : dans des états internes de molécules ultrafroides [Mark et al., 2007,
dans des paires d’atomes de Rydberg en interaction dipole-dipole [van Ditzhuijzen et al.,
2009], ainsi que lors d’effets tunnels dans des systémes de condensats de Bose-Einstein
dans des réseaux optiques [Zenesini et al., 2010).

Dans le modéle Landau-Zener, pour ¢ — o0, la probabilité de passage adiabatique
s’écrit, de maniére générale :

—2r |W|?

e (3.5)
d(E;—E;)
d

P,y,=1—exp

Nous considérons que, dans ce chapitre, les niveaux d’énergie F;, et E; sont des états
de Rydberg en champ électrique, noté F. Di & leur trés grande taille, oc n%ag, un atome
de Rydberg étant fortement polarisable, il posséde un fort moment dipolaire, noté respec-
tivement p;(F') et pp(F). L’application d'un champ électrique permet de faire varier la
différence des énergies entre ces niveaux, soit :

d(Ei — E;) _dF (dEZ- B @) (3.6)

dt T dt \dF  dF

Dans notre cas, on considére une variation linéaire en champ électrique, et 'on note
F,. le champ électrique ot les courbes des états diabatiques se croisent. On a alors :

d(E;— E;) dF dF

dt = E (:ui(Fr) - :uf(Fr)) = EAM(FT) (37)

3.1.3 Interaction dipole-dipole entre atomes de Rydberg

Nous introduisons dans cette partie l'interaction de type dipole-dipole par un cal-
cul d’électrostatique classique, décrivant I'interaction de deux dipoles |Cohen-Tannoudji
et al., 2000], puis par une généralisation, en présentant les résultats du développement
multipolaire électrique de deux systémes atomiques hydrogénoides [Dalgarno and Davi-
son, 1966|, [Bussery and Aubert-Frécon, 1985|, [Spelsberg et al., 1993]|. Il ne s’agit ici que
d’une introduction, un traitement complet du terme d’interaction dipole-dipole dans le
cas spécifique des états de paire étudiés sera présenté dans le chapitre 4 se basant sur le
développement multipolaire pour deux systémes hydrogénoides présenté en annexe de ce
manuscrit.
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3.1.3.1 Calcul classique de l’interaction électrostatique entres deux atomes
d’hydrogéne

On considére deux atomes d’hydrogéne (soit deux dipoles) séparés d’une distance R,
soit I le vecteur interatomique
Les moments dipolaires des deux atomes s’écrivent : d;; =ery et d; =erpg
On suppose que : R >> |rj|, |7’B| de sorte ' que les électrons de chaque atomes soit séparés.
Le potentiel électronique V(R) créé par dy en R s'écrit : V(R ) Z

4meq |R
Pour R >> |r}| = un développement limité donne : V(ﬁ) 47360 dgg,R.
Le champ électrique associé est : (avec 77 = %)
E = (= 3(.0)) (3.8)
= ra — 3(ra.n)mn ,
dmeg R? A A

L’interaction entre le dipole B et le champ créé par le dipole A s’écrit :

62

Woa = —E.dp = g PATB — 3 (75 1) (3.9)

3.1.3.2 Généralisation : développement multipolaire

On considére 2 systémes atomiques hydrogénoides, suffisamment éloignés I'un de 'autre
pour que les fonctions d’ondes électroniques ne se recouvrent pas. Le hamiltonien du sys-
téme s’écrit : H = Ho(A) + Ho(B) + Vi avec Hyo(A/B) représentant le hamiltonien de
I'atome isolé A/B.

Vint peut étre représenté par un développement multipolaire en puissance de }—1% :

- Z Z RH—]—H (3.10)

1=0 7=0

V;; représente l'interaction entre le 2-pole de l'atome A et le 27-pole de I'atome B.
Dans le cas d’un atome alcalin ou 'on considére un seul électron externe en 7 orbitant
autour d’un coeur ponctuel de charge +e, on a :

mzn Z

Z o1, ) Q1 (AR (B) (3.11)

—min(i,5)

D=

avec : dy,(i,7) = (i + )@ —m)!(i +m)!(G +m)! (G —m)] 2,

t: QL(A) = (=1)"y/555er'Y"(09), @\, (A) représente la composante irréductible du

tenseur moment 2’ polaire, de rang [ de 'atome A.

Alinsi, quelque soit la répartition de charges, cette forme contient toutes les interactions

"en regroupant les charges par 2" :
— charge-charge en }%
— charge-dipole en %

— charge quadrupole et dipole-dipole en %
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— charge octupole et dipole-quadrupole en % etc...

Dans le cas de l'interaction entre deux atomes neutres, le premier terme non-nul est le
terme d’interaction dipole-dipole dans le développement multipolaire électrique présenté
(pour i = j = 1). Il s’agit de ce terme que nous prendrons en compte dans les simulations
de deux atomes de sodium en interaction dipole-dipole. Le développement multipolaire
permet de retrouver I'expression de l'interaction dipole-dipole 3.9 calculée dans le cadre
de 1’électrostatique classique. Dans la suite du chapitre, nous exprimerons l’'interaction
dipole-dipole sous cette forme classique. Nous détaillerons l'interaction dipole-dipole du
développement multipolaire pour notre systéme atomique dans le chapitre 4.

Le traitement de I'interaction dipole-dipodle par la théorie des perturbations donne, au
premier ordre, la correction en énergie (pour un état non dégénéré) donnée par la valeur
moyenne de 'opérateur d’interaction. Le premier ordre de la théorie des perturbation
traduit alors le déplacement des niveaux d’énergie. Cette correction s’écrit :

Vig' = (01602] Vaa lp102) (3.12)

avec 1,9 : état propre de l'atome 1/2.

Les opérateurs positions sont impaires, Vyg couple alors des états de moments ciné-
tiques orbitals [ différents. On peut, par exemple, appliquer un champ électrique qui léve la
dégénérescence des niveaux atomiques en induisant un couplage entre les états de la base
sphérique |n,l,m) (effet Stark). ¢/ s’exprime comme une superposition d’états |n, [, m).
Si Vd(d1 ) = 0, il faut alors recourir a la correction en énergie au deuxiéme ordre de la théorie
des perturbations (interaction de Van der Waals).

3.1.4 Probabilité de passage adiabatique en fonction de la dis-
tance interatomique

En premiére approche, nous exprimons l'interaction W, présenté dans le modéle Landau-
Zener (3.1.2) comme étant l'interaction dipole-dipole s’écrivant, formule 3.9 :

(nlllml| ﬂ |n3l3m3> < n212m2| ﬂ |n4l4m4>

W =~
dmeg R?

(3.13)

ou R est la distance interatomique.
Nous pouvons réécrire P,y en fonction de la variable R et d’un paramétre Ry comme suit :

R
P,y =1—exp(—(=—)"%) (3.14)
Ry
avec : 1
R 27r<n111m1\ﬂlnglgm3>2<nzlam2 |l nalama)” | * (3.15)
(4meo) 2R | Ap(F)| |G

La figure 3.2 représente la probabilité de passage adiabatique P,y en fonction de la
distance interatomique R pour un Ry arbitraire (5 um). Nous pouvons voir que la coupure
entre P,y ~ 1 et P,y = 0 est assez franche. Pour se donner une image physique, on peut
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FIGURE 3.2 — Probabilité de passage adiabatique en fonction de la distance interato-
mique R dans le cas d’un croisement évité de deux niveaux de paire d’atomes couplés par
I'interaction dipole-dipole.

approximer la probabilité de passage adiabatique par une marche. Autrement dit, pour un
Ry donné, lors d’un passage adiabatique, une paire d’atomes ayant une distance interato-
mique inférieure a Ry aura une évolution adiabatique a travers le croisement évité; et une
paire ayant une distance interatomique supérieure a Ry aura une évolution diabatique.
Nous voyons que la distance de coupure Ry dépend de plusieurs parameétres :
— des éléments de matrice de couplage dipolaire & 1 atome (écrit ici dans le cas des
états purs labélisés nlm)
— de la différence des moments dipolaires des états de paire au croisement (différence
des pentes)
— de la vitesse de passage a travers la résonance, ie de la dérivée temporelle du champ
électrique.
En conclusion, le systéme a considérer doit satisfaire aux critéres précédents dans les li-
mites expérimentales accessibles. Précisons ici que le mouvement relatif des atomes (traité
de maniére classique) doit étre négligeable par rapport a la distance interatomique afin
de pouvoir considérer les atomes fixes dans 'espace.

3.2 Expériences et résultats expérimentaux

Aprés avoir rappelé les régimes de température et de densité atteints dans 'expérience
pour les atomes de sodium dans un état de Rydberg, nous présenterons la probabilité de
passage adiabatique (pour le modéle Landau-Zener) dans le cas de la transition ns ns - np
(n — 1)p pour n = 48. Cette représentation de la probabilité de passage adiabatique nous
renseigne sur la gamme de variation du champ électrique utile pour les atomes de Ryd-
berg dans n = 48, et de ce fait sur les distances interatomiques permettant le changement
d’état électronique des atomes de la paire. Une autre condition essentielle a la réalisation
d’un passage adiabatique est la conservation du méme "partenaire d’interaction" lors du
temps de transition. Nous verrons que le régime de température du jet supersonique nous
permet de satisfaire a cette condition. Puis nous détaillerons le montage expérimental
et les améliorations effectuées dans le but de controler précisément le champ électrique
ressenti par les atomes de Rydberg : homogénéité du champ électrique, génération du
pulse de champ électrique induisant le passage adiabatique. Nous détaillerons alors les
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seuils d’ionisation expérimentaux par champ électrique pulsé des états initiaux et finaux
concernés lors de la transition Landau-Zener. Enfin, nous présenterons les résultats expé-
rimentaux. Nous avons réalisé expérimentalement ce passage adiabatique pour différents
nombres quantiques principals n, en mettant en évidence, pour n = 48, la dépendance de
la probabilité de passage adiabatique avec la dérivée du champ électrique, dans le modéle
Landau-Zener. Enfin, nous discuterons de la validité des résultats obtenus.

3.2.1 Reégime de fonctionnement du jet supersonique

La premiére étape de 'expérience consiste a la formation d’un jet supersonique d’un
gaz rare (I’hélium est ici utilisé pour lefficacité d’ensemencement des atomes de sodium).
La technique d’ablation laser permet d’extraire des atomes de sodium d’une cible solide.
L’ensemencement des atomes de sodium par les atomes du gaz porteur permet ’obtention
d’un jet supersonique d’atomes de sodium dans I’état fondamental.

3.2.1.1 Températures

La technique de formation d’un jet supersonique au travers un écorceur est une tech-

nique directe de formation d’un gaz froid. La température des atomes de sodium dans
'état fondamental atteinte dans le sens de propagation du jet est de 'ordre de 10 K (avec
une vitesse moyenne de 1800 m.s™* dans I'hélium et 350 m.s~! dans le xénon). Dans un
plan perpendiculaire a 'axe de propagation (axe du laser d’excitation), la température
du gaz est de l'ordre de 1K. La température longitudinale est mesurée précisément en
utilisant la technique de temps de vol. La température transverse est déterminée par effet
Doppler en désaccordant le laser d’excitation par rapport a la résonance atomique. Un
résultat important est la mesure de la température transverse (réalisé sur les atomes de
sodium dans I’état fondamental), de 0.9 K, correspondant & une dispersion des vitesses
des atomes de sodium dans I'état fondamental de Av = 18 m.s~.
En ce qui concerne les atomes de sodium dans un état de Rydberg, les propriétés des deux
lasers pour ’excitation vers un état de Rydberg permettent, en plus, une sélection en classe
de vitesses suivant 1’axe de propagation des lasers (méme axe et contrapropageants) ainsi
que suivant ’axe du jet.

— Le premier étage de I'excitation Rydberg : 351/ — 4P/, se fait a I’aide d’un laser
pulsé. La taille du faisceau ayant une extension finie, ’excitation laser sélectionne
les atomes de sodium en classe de vitesses longitudinales (effet chopper). Si la taille
du faisceau vaut Al = 1 mm, et la distance entre la zone de production et la zone
d’excitation vaut [ = 20 cm, alors pour une vitesse moyenne de 1800 m.s™!, on
trouve une dispersion des vitesses sélectionnées Av = 18 m.s~!, correspondant a

— La cavité T : Sa est trés stable en fréquence et posséde une haute finesse spectrale
Av =~ 100 kHz dans la gamme des fréquences accessibles par le laser. Le laser d’ex-
citation opére alors une sélection en classe de vitesses suivant I’axe de propagation
du laser (transverse au jet) a U'intérieur du profil Doppler du jet supersonique. La

dispersion en vitesse sélectionnée est alors : Av = (u) c= (£> ¢, on trouve

VL VL
Av ~1 m.s !, soit T} ~ 3 mK.
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3.2.1.2 Densité

L’ablation laser utilisée est une technique ou I'expérimentateur a peu de controéle sur
la quantité de signal produite, I'efficacité du processus est soumise a une forte instabilité
dépendant de la qualité ou encore de I’ancienneté du barreau de sodium. L’ablation laser
donne une large gamme de signal produit, soit une large gamme de densité. De plus, des
mesures préliminaires de fluorescence sur les atomes de sodium dans 1’état fondamental
estiment la densité du nuage d’environ 108 cm™3. Nous décrirons, dans le chapitre 4,
une méthode afin de mesurer précisement la densité du gaz d’atomes de Rydberg par
I'utilisation de transition Landau-Zener (détaillée dans ce chapitre) entre des états de
paires d’atomes de Rydberg, tirant ainsi parti d’un processus a deux corps, dépendant de
la densité du gaz atomique. L’estimation de la densité, par mesure de fluorescence induite
sur les atomes de sodium dans I’état fondamental sera détaillée dans la partie 4.4.1 du
chapitre 4.

3.2.2 Simulation : transition ns ns — np (n — 1)p
3.2.2.1 Dépendance avec le champ électrique

Dans cette partie, nous approximerons l'interaction dipole-dipole et nous ne tiendrons
pas compte de la structure fine des états de paire considérés. Nous nous intéresserons
plus particuliérement a la dépendance de la probabilité Landau-Zener avec le champ élec-
trique. Plus particulierement, il s’agit de la dérivée temporelle du champ électrique au
champ de résonance qui est significative dans la probabilité de passage adiabatique a tra-
vers le croisement évité. On considére la probabilité de passage adiabatique en fonction
du parameétre distance interatomique R, donnée par les équations 3.14 et 3.15.

Le paramétre Ry du modéle, qui peut-étre vu comme une distance interatomique de cou-
pure pour la probabilité de passage adiabatique (dans I’approximation marche), contient
la dérivée temporelle du champ électrique. La valeur de la dérivée du champ électrique
est un controle expérimental du parameétre R,.

Les moments dipolaires de transition & 1 atome peuvent étre approximés par la formule
suivante |Gallagher et al., 1982] :

<2
Hnsnp == Uns,(n—1)p = 0.6n (3.16)

ou n’ est le nombre quantique principal effectif des états s (pour le sodium n* = n—1.35).
Considérons les états électroniques de n = 48, pour la transition : |ns0, ns0)—|np0, (n — 1)p0).
On peut alors représenter la probabilité de passage adiabatique Pz, voir figure 3.3, en
fonction de la distance interatomique et de la dérivée du champ électrique au champ de
résonance.

Cette représentation nous renseigne sur la gamme de variation en champ électrique, et
de fait, sur les distances interatomiques mis en jeu lors d’un passage adiabatique pour le
systéme de paire d’atomes de Rydberg couplés par I'interaction dipole-dipole. Nous avons
estimé la densité d’atomes de Rydberg de ordre de 10% cm™2. A cette densité, les distances
interatomiques sont de quelques micromeétres. Nous pouvons conclure que nous devons
appliquer des taux de variation de champ électrique de I'ordre de quelques V.cm™!. st
afin de pouvoir observer un passage adiabatique entre les états de paire atomiques. Ces
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FIGURE 3.3 — Probabilité de passage adiabatique en fonction de la distance interatomique
et de la dérivée du champ électrique au croisement dans le cas de paire d’atomes de sodium
pour n = 48 et dans ’approximation de la formule 3.16.

parameétres semblent accessibles, pour le controle de la variation temporelle du champ
électrique, ainsi qu’aux densités du gaz d’atomes de Rydberg dans notre expérience.

3.2.2.2 Temps de transition

Tout comme il est utile de connaitre la probabilité de transition adiabatique, il est
tout aussi important de connaitre le temps de transition, c’est a dire le temps pendant
lequel la transition a lieu [Vitanov, 1999]. Dans le modéle Landau-Zener, la transition
se produit dans un petit intervalle de temps autour du croisement afin de satisfaire aux
conditions suivantes : la différence des énergies varie linéairement avec le temps et le cou-
plage est considéré constant autour du croisement. Ce temps de transition est important,
par exemple dans le cas de croisements évités multiples, afin de savoir si il est licite de
traiter les différents croisements évités séparément. On définit alors le temps de transition,
comme le temps pour lequel la probabilité de transition a atteint sa valeur asymptotique :

P(t — o0). Il est possible de définir le temps de transition dans la base adiabatique :

TLy ~ |A]1321|| ou Hiy est l'interaction entre les états de paire et AEj5 est la variation

temporelle de la différence des énergies. On peut reformuler le temps de transition avec
des quantités utiles dans notre cas, la distance interatomique et la dérivée temporelle du
champ électrique :
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En considérant les conditions suivantes : R =5 pm, n = 48 et &£ = 10% V.m~'.s7, on
trouve 77,7 ~ 5 ns. La connaissance du temps de transition est cruciale ici. Etant donné le
régime de température du jet supersonique des atomes de Rydberg, nous voulons connaitre
la variation de la distance interatomique pendant le temps de transition, afin de savoir si
I’on peut considérer les atomes "gelés" durant la transition.
La température la plus chaude du jet est celle ou il ne s’opére aucune sélection en classe
de vitesses par les lasers d’excitation, donc dans le plan transverse au jet, et transverse
a la direction de propagation des lasers. Si T, = 1 K, alors Av, ~ 20 m.s!. Pendant le
temps de transition Landau-Zener, les atomes d’une paire se seront déplacés I'un de I'autre
d’une distance : ARy 7z = Av.q7rz = 100 nm. Il faut comparer cette distance aux distances
interatomiques typiques du jet supersonique. La distance interatomique moyenne peut-
étre estimée par le rayon de Wigner-Seitz. Le rayon de Wigner-Seitz a, est le rayon d’une
sphére dont le volume est le volume par particule du systéme, ie I'inverse de la densité
n. Il est défini par : %’raf’? = n~1. Nous trouvons une distance interatomique moyenne de
plusieurs pm pour les densités accessibles dans ’expérience. On a bien AR, négligeable
par rapport aux distances interatomiques typiques : ARz < a,. Nous pouvons donc
conclure que 'on peut considérer le gaz de Rydberg gelé au cours du passage adiabatique
considérant 'interaction dipole-dipole entre deux atomes de Rydberg pour ces conditions.
En d’autres termes, un atome conservera son '"partenaire d’interaction” lors du passage
adiabatique a travers le croisement évité.

3.2.2.3 Passage adiabatique & R constant

En reprenant les énergies adiabatiques 3.1 et 3.2, on peut représenter les deux surfaces
en fonction du parameétre distance interatomique et du paramétre champ électrique, voir
figure 3.4.

initial pair state a8

Atoms pair level energy

final pair state

FIGURE 3.4 — Etats adiabatiques de paire d’atomes de Rydberg couplés par I'interaction
dipole-dipole en fonction du champ électrique et de la distance interatomique.

La différence en énergie entre les deux surfaces adiabatiques peut donc étre controlée
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par la valeur du champ électrique, et nous avons vu dans la section précédente (3.2.2.1)
que le mouvement relatif des atomes, représenté par le tracé noir en fonction de la dis-
tance interatomique, est négligeable par rapport aux distances interatomiques des paires
d’atomes pendant le temps de transition. De plus, il est important de conserver I’état
diabatique de la paire aprés le passage adiabatique. Ceci peut étre réalisé en éteignant
rapidement le champ électrique ressenti par les atomes, avant leur détection. En éteignant
le champ électrique, les états de paire vont alors croiser une deuxiéme fois le champ de
résonance, si la redescente en champ électrique est suffisament rapide, le deuxiéme passage
est diabatique, ’é¢tat diabatique de paire est conservé.

3.2.3 Montage Expérimental

Partant du jet supersonique d’atomes de sodium dans I’état fondamental (détaillé
au chapitre 2), le dispositif expérimental est constitué de quatre plaques cylindriques
en cuivre (P1-P4) espacées de 10.0 mm 'une de Iautre, possédant une ouverture de 3
mm en leurs centres, au travers desquels les atomes de sodium passent. Les atomes de
sodium sont alors excités dans un état de Rydberg, bien défini, par une excitation laser
résonnante a deux photons : 351, — 435 — nsyp. Entre P2 et P3, le jet atomique
traverse a angle droit le laser UV et le laser infrarouge (lasers contrapropageants). Les
plaques P2 et P3 sont aussi utilisées pour appliquer un champ électrique aux atomes
de Rydberg, éventuellement dépendant du temps, pendant ou juste aprés l'excitation.
Ensuite, les plaques P3 et P4 sont dédiées a l'ionisation des atomes de Rydberg par
la technique d’ionisation par champ électrique pulsé. Les ions ainsi formés, sont alors
accélérés en direction des galettes de microcanaux (MCP) qui se situent 8 cm aprés P4.

3.2.3.1 Champ électrique homogéne

Le champ électrique nous permet de controler la différence en énergie entre les deux
états de paire. Le nuage d’atomes possédant une extension transverse, il est donc im-
pératif de connaitre ’allure du champ le long de ’axe de propagation du jet, ainsi que
suivant l'axe transverse, afin d’évaluer les inhomogénéités de champ électrique ressenties
par les différents atomes du nuage. A I'aide du logiciel Simion, nous pouvons modéliser le
montage expérimental constitué des quatre plaques et ainsi calculer le champ électrique
ressenti effectivement par les atomes tout au long de leurs vols a travers du dispositif. Le
systéme possédant la symétrie cylindrique, nous représentons le champ électrique dans le
demi-plan (Ozx). (Oz) est la direction de propagation du jet et (Ox) est un axe transverse
au jet. La figure 3.5 représente ’amplitude du champ électrique en fonction des dimen-
sions z et & pour un potentiel de 2 V sur P2 (ordre de grandeur des potentiels utiles pour
I'expérience), et avec P1, P3 et P4 au potentiel nul.

Effectivement, au passage de P2 (situé & z = 0 mm), le champ électrique s’annule
puisque le vecteur champ électrique change de sens. Nous pouvons estimer que de part
et d’autres de chaque plaque, sur une extension de 2mm, I'inhomogénéité de champ élec-
trique est supérieure & 10%. Par contre, au milieu de deux plaques, sur une extension
de 6 mm, le champ électrique est bien défini et I'inhomogénéité n’est plus que de 0.6%.
Due a la géométrie du dispositif, le champ électrique n’est pas purement longitudinal
mais posséde une composante transverse. Cette composante est bien nulle exactement au
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FIGURE 3.5 — Module du champ électrique, en V/cm, dans le demi-plan (Ozx) pour un
potentiel de 2 V sur P2, et P1, P3, P4 au potentiel nul. On représente la région entre P1
et P3 centrée sur P2 (z = 0 mm).

milieu de deux plaques et tout le long de I'axe transverse. La situation empire au niveau
du trou des plaques ot la composante transverse atteint environ 10% du champ total, a
2 mm seulement du centre du trou. Ces inhomogénéités de champ électrique peuvent étre
réduites en réduisant de moitié la taille du trou des plaques (sans réduire trop fortement
'intensité du signal).

3.2.3.2 Ecrantage des MCP

Un autre probléme rencontré concerne le haut potentiel électrique appliqué aux bornes
du détecteur (MCP). En effet, les MCP se trouvent non loin du dispositif des 4 plaques,
a environ 8 cm dans ’axe. La tension appliquée sur la face avant des MCP est comprise
entre -2 kV et -3 kV, et nous voulons controler le champ électrique entre les plaques avec
une précision de ~ 10 mV). Il est possible de modéliser sous Simion le dispositif des 4
plaques, un élément de support (I’hélice), ainsi que la face avant des MCP. Les MCP sont
entourées d’'un cylindre servant a écranter les différents étages des MCP.

Pour un potentiel de -3 kV sur la face avant des MCP, il s’avére que le champ élec-
trique généré par les MCP pénétre aux milieux des plaques, sur le trajet des atomes lors
de I'application des champs électriques. Ce champ électrique de biais est de quelques 10
mV.cm ™! entre les plaques et atteint plusieurs 100 mV.cm™! autour du dispositif. Pour
éviter cela, une structure supplémentaire cylindrique a été ajoutée afin d’écranter les MCP
et d’éviter tout champ électrique de biais dans le dispositif. Cette structure supplémen-
taire est constituée d’un disque métallique venant s’insérer dans 1’hélice, et d'un cylindre,
s’adaptant au disque métallique. Le dispositif complet : les quatre plaques, le cylindre, les
MCP et les éléments de support, est représenté sur la figure 3.6. L’ajout de cette structure
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a permis la non pénétration des lignes de champ électrique au centre du dispositif expéri-
mental, dans le but de controler finement le champ électrique ressenti par les atomes lors
de leurs passages entre les plaques.

FIGURE 3.6 — Représentation du dispositif expérimental contenu dans la chambre expé-
rience. Il est constitué, dans le sens du jet, des quatre plaques (en gris), d’'un cylindre
permettant d’écranter les MCP (représenté en transparence, en violet). Enfin, les MCP
sont montées sur I’hélice de fond.

3.2.3.3 Pulse Landau-Zener

La gamme de variation en champ électrique devant étre appliquée pour pouvoir accom-
plir un changement d’état de paire (transition Landau-Zener) est de quelques V.em™!. s~
Les atomes de Rydberg doivent ressentir une rampe de champ électrique pour ces taux de
variation. Pour ce faire, nous utilisons un pulse droit (un TTL généré par un générateur
de délai de marque Standford, modéle DG 535) dont le niveaux haut est controlé au mV,

suivi d’un circuit RC.

La partie gauche de la figure 3.7 représente le croisement évité dans le cas n = 48
(a distance interatomique constante, ie a couplage constant). On note Fyg le champ de
résonance, c¢’est a dire le champ électrique pour lequel les courbes diabatiques se croisent.
La partie droite de la figure 3.7 représente ’allure du pulse de champ électrique en fonction
du temps, plus précisément en fonction du délai aprés l'excitation des atomes dans un
état de Rydberg. Ce champ électrique dépendant du temps est appliqué entre P2 et P3.
La valeur finale du pulse de champ électrique est supérieure ou égale au champ électrique
de résonance dans les cas (b) et (¢). La dépendance temporelle du champ électrique étant
analytique, la dérivée au champ de croisement est connu en fonction de la valeur de la
résistance du circuit RC et de la valeur finale de ’exponentiel. Nous pouvons alors faire
varier le temps d’application du pulse et la valeur du champ électrique final.
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FIGURE 3.7 — A gauche : croisement évité entre les états de paire 48s,48s et 47p,48p
couplés par 'interaction dipole-dipole en fonction du champ électrique. On note Fig le
champ électrique de résonance, au point de croisement des courbes diabatiques. A droite :
dépendance en temps du champ électrique appliqué entre P2 et P3 (pulse Landau-Zener)
aprés Pexcitation des atomes dans un état de Rydberg. On distingue trois cas : (a) le
champ électrique final atteint est inférieur a F,., (b) le champ électrique final est supérieur
a I, (¢) le champ électrique final est égale & F,

3.2.3.4 Ionisation par champ électrique pulsé

Comme mentionné précédemment, la technique d’ablation laser pour la formation du
jet supersonique d’atomes de sodium dans leur état fondamental, ne permet pas de contro-
ler la stabilité et la quantité de la production d’atomes. Au coup a coup de I’ablation, la
quantité d’atomes dans I’état initial ns fluctue beaucoup. Il est donc important de pouvoir
normaliser le signal de I’état final de la transition au coup a coup. Pour cela, la détection
doit permettre de détecter ’état np séparément de I'état ns. C’est le but de cette étude
sur les seuils d’ionisation des états intervenant dans la transition 48s 48s - 48p 47p.
Nous employons la technique usuelle pour la détection des atomes de Rydberg : 1'ionisa-
tion par champ électrique pulsé (PFI), décrite dans la partie 2.1.6 du chapitre 2. Les ions
ainsi formeés sont ensuite accélérés en direction du détecteur, les MCP. Nous devons alors
connaitre précisément les champs électriques pour lesquels les états mis en jeu lors de la
transition s’ionisent.

Pour cela, nous utilisons un switch haute-tension (Behlke) dont la constante de temps est
de l'ordre de 100 ns, dans ces conditions, c¢’est a dire pour une variation trés rapide du
champ électrique, les croisements évités (entres états électroniques a 1 atome) présents sur
le chemin d’ionisation seront traversés diabatiquement. Alors, les valeurs de champ élec-
trique pour lesquelles les états sont ionisés suivent la loi classique d’ionisation par champ
électrique F'c = T (correspondant au point selle du potentiel coulombien abaissé par
un champ électrique statique mais ne tenant pas compte de la variation des états électro-
niques en champ électrique), et dépendent de la projection de ’état de départ dans la base
Stark (ie du m considéré, base sphérique nlm projeté sur la base parabolique nninom).
Dans ce cas, les états s, p du sodium possédent un seuil d’ionisation bien défini car ils ne
sont pas dégénérés en champ nul, contrairement aux états des multiplicités.

Or, pour des pulses dont les temps de montée sont de 'ordre de la us, la variation du
champ électrique étant plus lente, les croisements évités rencontrés sur le chemin de I'io-
nisation seront traversés plutot adiabatiquement. Les états s,p et d suivent alors les états
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Stark jusqu’au point de croisement avec les multiplicités (champs d’Inglis-Teller). Ils ren-
contreront alors de nombreux croisements évités, et ils conserveront un niveau d’énergie
relativement constant. Ils s’ioniseront alors & un champ proche du champ d’ionisation
classique. C’est cette dépendance en temps de 'ionisation des états de Rydberg que nous
voulons appliquer dans I’expérience. Pour cela, nous rajoutons un circuit RC en sortie
du switch haute-tension, dont la constante de temps est de ’ordre de la pus. La valeur de
champ électrique finale pour laquelle les atomes de Rydberg s’ionisent dépend fortement
de la variation du champ électrique donc des conditions expérimentales (champ électrique
de biais, inhomogénéités). La figure 3.8 représente les seuils d’ionisation expérimentaux de
quelques états ns. Il est clairement possible de définir un seuil d’ionisation pour chacun de
ces états, et d’ioniser sélectivement ces différents états. Pour répondre a la problématique
de pouvoir détecter 1’état final et 1’état initial lors d’une transition Landau-Zener, nous
mesurons les seuils expérimentaux de I'état 48p et de I'état 48s. Partant de I'état 4P5),,
nous excitons en champ électrique I'état relié adiabatiquement a l'état 48p en champ
électrique nul et nous appliquons le pulse d’ionisation. La figure 3.9 représente les seuils
d’ionisation expérimentaux de 1'état 48s et 48p. On peut alors définir les seuils expéri-
mentaux d’ionisation adiabatique : 'état 48p s’ionise & 75 V.cm™! et I’état 48s s’ionise a
80 V.cm~!. Malheureusement, nous ne pouvons détecter qu'un seul des deux états finaux
de la paire, ’état 47p s’ionise, lui, environ au méme champ électrique que 1’état 48s.
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FIGURE 3.8 — Seuils d’ionisation expérimentaux par ionisation par champ électrique pulsé
pour les états : 47s, 48s, 49s et 50s.

Le pulse PFI est appliqué entre les plaques P3 et P4. L’idée est d’utiliser un potentiel
appliqué sur P4 pour compenser le potentiel appliqué sur P3. Ainsi, le champ électrique
d’ionisation entre P3 et P4 présente un plateau, se situant entre les 2 seuils d’ionisation des
états 48p et 48s, permettant d’ioniser les atomes de Rydberg de ’état 48p plus tot que les
atomes de ’état 48s, et de pouvoir séparer en temps d’arrivée, au niveau du détecteur, les
deux paquets d’ions provenant des ces deux états. En ajustant les constantes de temps des
deux pulses, les tensions finales et le temps d’application du pulse sur P4, il est possible
d’obtenir un champ électrique entre P3 et P4 représenté en vert sur la figure 3.10. Les
pulses appliqués sur P3 et P4 de la figure 3.10 ont été mesurés directement sur les plaques
du dispositif expérimental.
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FIGURE 3.9 — Seuils d’ionisation expérimentaux par ionisation par champ électrique pulsé
pour les états : 48s et 48p.
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FIGURE 3.10 — Potentiels dépendant du temps appliqués sur P3 et sur P4. Les plaques
étant séparées de 1 cm, la différence de potentiel P3-P4 représente le champ électrique,
en V/cm, entre ces plaques.

3.2.4 Reésultats

3.2.4.1 Séquence expérimentale

L’excitation optique des atomes de sodium dans un état de Rydberg est réalisée en
champ nul au milieu de P2-P3. Puis, toujours dans cette zone, ou le champ électrique
est bien défini, nous appliquons pendant un temps ¢,, un champ électrique homogéne
dépendant du temps entre les plaques P2 et P3. Ce pulse de champ électrique est appliqué
600 ns aprés I'excitation optique afin de s’assurer que le nuage d’atomes de Rydberg ne
se trouve plus dans la zone d’excitation laser. En effet, deux iris intersectent les deux
faisceaux laser afin de ne sélectionner que la partie centrale du mode transverse et de
pouvoir ajuster la taille de la zone d’excitation qui correspond a un cylindre de diameétre ~
1 mm. Le nuage d’atomes de Rydberg est suffisamment lent pour que les atomes ressentent
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a la fois la montée et la redescente en champ nul du pulse qui varie exponentiellement
avec une constante de temps 7. Puis lorsque les atomes se trouvent entre les plaques P3
et P4, nous appliquons la séquence temporelle d’ionisation par champ électrique pulsé
décrite précédemment. Les deux signaux d’ions distincts sont intégrés dans le temps,
et permettent alors de normaliser le signal de 48p détecté. La figure 3.11 représente une
séquence expérimentale typique pour observer une production d’état 48p, partant de I’état
48s, par passage adiabatique a travers la résonance.

F(t) (V/cm)
120 - t
0 |
o b

oo |

- < - 4 : : Temps (ps)

| | I

P2 Excitation P3 P4
laser

FIGURE 3.11 — Séquence expérimentale des champs électriques dépendant du temps ap-
pliqués sur le trajet des atomes de Rydberg a travers du dispositif constitué des quatre
plaques. Entres P2 et P3, le pulse de champ électrique est appliqué pour induire le pas-
sage adiabatique. Entres P3 et P4, la séquence d’ionisation par champ électrique pulsé
est appliquée afin de séparer en temps 'ionisation des états 48s et 48p.

3.2.4.2 Reésonance pour n = 43, 48, 53

Pour les conditions expérimentales suivantes : ¢, = 1.2 us, et 7 = 220 ns, nous mesurons
le signal normalisé d’ions provenant de 1’état np en fonction de la valeur finale du pulse
de champ électrique. La figure 3.12 représente le signal normalisé d’ions provenant de
I'état np pour une excitation dans I’état de Rydberg (a) : n = 43, (b) : n = 48 et (c) :
n = b3. Chaque point représenté résulte de 1000 réalisations d’une expérience, et les
barres d’erreur ont été déterminées en effectuant 10 fois une méme mesure. Nous pouvons
observer, en fonction du champ électrique final, trois régimes distincts :

— si le champ électrique appliqué F' est inférieur au champ de résonance [, nous
observons un fond de production d’atomes dans 1’état np. Nous attribuons cette
production a ’absorption du rayonnement du corps noir des atomes dans 1’état ns.
Cette production est bien indépendante de la valeur du champ électrique. Sur la
figure 3.12, nous avons retranché aux points expérimentaux ce signal de production
par absorption du rayonnement du corps noir.
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— si le champ appliqué est égal au champ de résonance, soit /' = F., nous pouvons
observer un pic de production d’atomes dans I’état np, di aux collisions résonnantes
entre deux atomes dans ’état ns. En effet, dans la gamme de température du jet
supersonique, les atomes de Rydberg sont mobiles pendant le temps ot ils ressentent
le champ de résonance, champ électrique pour lequel 1’énergie de I’état de paire
|ns,ns) est égale a 1’énergie de ’état de paire |np, (n — 1)p). Le taux de collisions
résonnantes étant important, on observe donc un pic de résonance pour cette valeur
de champ électrique. De plus, en prenant en compte la structure fine des états np et
(n — 1)p, il existe en fait quatre croisements évités, que nous ne résolvons pas dans
notre expérience pour ces gammes de températures et d’énergies. En effet, dans une
vision "sphéres dures", on peut définir un temps de collision [Gallagher, 1994| :

[\

to= 1 (3.18)

3
2

4

Pour n = 48 et v &~ 20 m/s, on trouve ¢, ~ 2 ps. On attend alors des résonances
de quelques MHz de largeur. Or, connaissant les moments dipolaires électriques des
états de Rydberg mis en jeu, nous mesurons une seule résonance de ~ 100 MHz de
large. Nous attribuons cet élargissement inhomogéne aux inhomogénéités de champ
électrique.

— si le champ électrique appliqué est supérieur au champ de résonance F;., les atomes
de Rydberg dans I’état ns ressentent un champ électrique dépendant du temps qui
traverse le champ pour lequel les états ns ns - np (n—1)p sont dégénérés en énergie.
Alors, dans ce cas, nous observons une production significative d’atomes dans 1’état
np, et cela indépendamment de la valeur finale du pulse de champ électrique.

Uniquement lorsque le champ électrique appliqué est supérieur ou égal au champ de

dégénérescence, nous observons une production de I'état np. Ce résultat est en faveur
d’un passage adiabatique au travers le champ de résonance pour des valeurs de champs
électriques supérieures a Fi.

3.2.4.3 Indépendance du temps d’application du champ électrique

Pour se convaincre des observations précédentes, nous mesurons la production d’atomes
dans I’état np en fonction du temps pendant lequel les atomes, initialement dans I'état ns,
ont ressenti le champ électrique final appliqué. Pour n = 48 et 7 = 220 ns, nous faisons
donc varier le temps d’application ¢,. La figure 3.13 représente la dépendance du signal
d’ions normalisé, provenant des atomes dans ’état 48p, en fonction du temps d’application
du pulse de champ électrique pour les trois valeurs finales différentes de champ électrique
correspondant aux trois cas décrit précédemment.

Nous observons que :

— si le champ électrique est inférieur au champ électrique de résonance F, (courbe
noire : 1.1 V/cm), les atomes dans 1’état 48p sont uniquement produit par 1’absorp-
tion du rayonnement du corps noir des atomes dans 1’état 48s, la production est
bien indépendante du temps d’application du pulse de champ électrique.

— si le champ électrique appliqué est égal au champ électrique de résonance (courbe
rouge : 1.8 V/cm), alors on peut observer que la production d’atomes dans 1’état
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FIGURE 3.12 — Signal d’ions normalisé provenant de l’ionisation de ’état np, aprés ex-
citation laser de 1’état ns, en fonction de la valeur finale du pulse de champ électrique
dépendant du temps pour : (a) n = 53, (b) n = 48, (¢) n = 43. L’encadré en haut a droite
représente le chemins suivis pour la production de I’état de paire np + (n — 1)p.
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FI1GURE 3.13 — Signal d’ions normalisé provenant de I’ionisation des atomes dans 1’état np
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(a) F < F,, (b) F=F,, (c) F > F,.
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48p varie linéairement avec le temps d’application du pulse, ce qui est attendu dans
le cas de collisions résonnantes.
— si le champ électrique est supérieur & F,. (courbe verte : 2.3 V/cm), nous observons
une production de signal constante avec le temps d’application du pulse.
Dans ce dernier cas, celui d’intérét, nous pouvons conclure que la production d’atomes
dans I’état 48p n’est pas due a des collisions résonnantes mais uniquement au passage
adiabatique a travers la résonance.

3.2.4.4 Dérivée du champ électrique

Reprenons les formules du modéle Landau-Zener 3.14 et 3.15. Nous avons vu que le
taux de variation du champ électrique au champ de résonance est un paramétre important
du modeéle. Alors, nous faisons varier la constante de temps 7 du pulse de champ électrique
qui est appliqué juste aprés 'excitation des atomes dans 1’état de Rydberg 48s. La valeur
finale du pulse de champ est maintenue constante a 2.3 V/cm, c’est a dire 0.5 V/cm
au dessus du champ de résonance. Les autres paramétres étant les mémes que dans les
expériences présentées précédemment. Il est aisé de vérifier que, pour une valeur finale de
champ fixé et un champ de résonance fixé, la dérivée temporelle du pulse (exponentielle

croissante) de champ électrique au champ de résonance est proportionnelle a 771.
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FIGURE 3.14 — Les points expérimentaux correspondent au signal d’ions normalisé pro-
venant de l'ionisation des atomes dans ’état np en fonction de la constante de temps 7
du pulse de champ électrique. La courbe en pointillé représente 1’ajustement en 7/2 des
points expérimentaux.

Les résultats expérimentaux sont reportés sur la figure 3.14. Nous avons représenté le
signal d’ions normalisé provenant de l’ionisation des atomes dans I’état 48p en fonction de
la constante de temps du pulse de champ électrique 7. Sachant que le parameétre Ry varie en

1
(%) ¢ Ry varie en 5. De plus, la fraction d’atomes ayant un plus proche voisin & moins
de Ry varie en R3. La production d’atomes dans 1'état 48p dit a4 un passage adiabatique
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varie alors en 72. Cette loi est trés bien reproduite expérimentalement, comme le montre
I’ajustement des points expérimentaux par la méthode des moindres carrés, représenté
en traits pointillés sur la figure 3.14. Suivant le modéle Landau-Zener, nous avons bien
reproduit la dépendance de la probabilité de passage adiabatique a travers le croisement
évité avec la dépendance en temps du champ électrique, soit avec la vitesse de passage a
travers le croisement évité.

3.2.4.5 Expérience complémentaire

La génération du pulse Landau-Zener, décrite précédemment, est expérimentalement
simple et pratique. Pour de faibles valeurs de tensions, et pour la gamme de variation
temporelle utile, il est possible d’'utiliser un générateur de fonction arbitraire (Tektronix
AFG3022). La partie gauche de la figure 3.15 représente le type de pulse que nous générons.
Nous pouvons controler ‘fi—‘; et le garder constant en faisant varier la tension maximum
Vumax. A droite de la figure 3.15, nous représentons la production d’atomes dans ’état 48p
en fonction du champ électrique ressenti par les atomes de Rydberg (donné par Vyax).
Nous observons un seuil a partir du champ électrique de résonance F,.. Avec ce type de
pulse, nous évitons d’observer un pic de résonance di aux collisions résonantes qui ont lieu
lorsque les atomes de Rydberg ressentent le champ électrique de résonance pendant un
temps suffisament long. De plus, nous assurons un unique passage adiabatique appliqué
aux états de paire d’atomes.

Viax

Tension (V)

Signal d’ions — état 48p (u.a.)

Temps

T T T 1
16 18 20 2z 24

Champ électrique (V/cm)

FIGURE 3.15 — A gauche : type de pulse de tension généré, permettant de réaliser un
passage adiabatique & travers la résonance en champ électrique F,.. A droite : production
d’atomes dans I'état 48p en fonction du champ électrique.

3.2.5 Discussions
3.2.5.1 Sur le double passage

Lorsque le pulse de champ électrique permettant le passage adiabatique est généré
par un TTL, il faut aussi prendre en compte la redescente en champ électrique nul.
Le champ électrique croise donc deux fois le champ de résonance. Pour les expériences
présentées précédemment, sauf pour 3.2.4.5, sachant que le temps d’application du pulse
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est de I'ordre de la us, et compte tenu de la température la plus chaude du jet, entre les
2 passages adiabatiques, deux atomes constituant une paire se seront déplacés de ~ 20
pm. Pour une paire d’atomes, si les atomes étaient trop loin l'un de l'autre au premier
passage, la transition est diabatique, puis au second passage, ils se seront rapprochés
et l'interaction est alors suffisamment importante afin qu’ils accomplissent un passage
adiabatique. A l'inverse, si les atomes d’une paire étaient suffisamment proche I'un de
I’autre pour pouvoir accomplir un passage adiabatique lors du premier passage, ils se
seront éloignés suffisamment lors du second passage, et pour cette méme paire, le second
passage sera diabatique. Dans une bonne approximation, le signal de production d’atomes
dans I’état np est quasiment doublé pour ce type de pulse de champ électrique. Cependant,
les paires d’atomes possédent une distribution vectorielle de vitesses relatives, il est alors
possible que certaines d’entres elles accomplissent deux fois un passage adiabatique. Aux
densités typiques du jet, une simulation Monte-Carlo permet de montrer que seulement
0.1% du nombre total de paires accompliront deux fois un passage adiabatique lors de la
montée et de la redescente du champ électrique. Cette proportion est clairement hors de
portée de notre détection.

3.2.5.2 Sur le taux de conversion par passage adiabatique

En reprenant les parameétres typiques des expériences précédentes pour n = 48 et
7 = 200 ns, la formule 3.15 donne Ry ~ 5 pm. Alors, toutes les paires d’atomes dans
I’état ns ayant une distance interatomique a moins de 5um accompliront un changement
d’état interne : ns ns - 48p 47p. Pour les densités typiques du jet d’atomes de sodium, il
est possible d’évaluer facilement (simulation par tirage aléatoire) que la fraction d’atomes
de Rydberg ayant un plus proche voisin & moins de 5 pm est de 5%. Sachant que I'on ne
détecte qu'un état sur les deux produits, cela conduit donc & une production d’atomes
dans 'état 48p par passage adiabatique & travers le croisement évité de 2.5% de état
initial 48s. De plus, nous savons que di au pulse de champ électrique généré, permettant le
passage adiabatique, ce taux est doublé. Nous attendons donc une production de 5% pour
cette expérience. Cette proportion est bien reproduite expérimentalement, voir figure 3.14.
Pour n = 48, ce taux est de 5%. Pour n = 53, ce taux est de ~ 8%, 'interaction dipole-
dipole étant plus importante que pour n = 48, dans ce cas la distance interatomique de
coupure, Ry, est plus grande, et, dans le nuage, plus de paires d’atomes pourront accomplir
un passage adiabatique a travers le croisement évité.

3.2.5.3 Sur la structure fine des états np et (n — 1)p

— Reprenons la formule 3.17 qui évalue le temps de transition lors d’un passage adia-
batique a travers un croisement évité. Il vaut 7, = 5 ns. Considérons le temps de
montée le plus rapide utilisé dans les expériences, soit 7 = 220 ns. Nous pouvons
donc évaluer 1’équivalent du temps de transition en champ électrique, on trouve
AFpz = 75 mV/cm. Sachant que deux croisements évités adjacents sont séparés
d’environ 100 mV /cm, on peut donc bien traiter indépendamment, avec un modéle
Landau-Zener, les différents croisements évités de la structure fine des états 47p et
48p.

— De plus, pour n = 48, connaissant le temps de montée du pulse et les températures
des atomes de Rydberg, entre deux croisements évités adjacents, les atomes d’une
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paire se seront déplacés de 500 nm 1’'un de 'autre. Alors, dans une bonne approxi-
mation, seulement le premier croisement évité joue un role dans les observations
effectuées. Rapellons que notre détection par champ électrique pulsé ne permet pas
de discriminer les états de m; différents pour un méme /.
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Conclusions

Nous avons mis expérimentalement en évidence le passage adiabatique entre des états
de paire d’atomes de Rydberg pour des atomes de Rydberg en interaction dipole-dipole
dans un jet supersonique.

La technique d’ablation laser pour ensemencer les atomes de sodium dans le jet su-
personique d’hélium, ne permet pas d’obtenir de haute densité. Cependant, il est possible
de trouver un systéme ou l'interaction dipoéle-dipole entre les états de Rydberg choisis
n’est pas négligeable et peut étre mesurée expérimentalement, ici au moyen de passage
adiabatique entre des états de paires d’atomes de Rydberg en champ électrique dont la
dégénérescence est levée par 'interaction dipole-dipole. Connaissant les densités typiques
des atomes de Rydberg et les états électroniques choisis, nous assurons alors que la seule
interaction prépondérante est une interaction a deux corps. Ceci est confirmé par I'accord
entre les résultats expérimentaux et le modéle Landau-Zener qui exprime la probabilité
de passage adiabatique en prenant en compte uniquement un couplage a deux corps. Il
est, de plus, possible de trouver une gamme de variation temporelle du champ électrique
pour le systéme choisi, afin d’utiliser le modéle analytique Landau-Zener pour exprimer la
probabilité de passage adiabatique a travers le croisement évité. Il est aussi important de
considérer les régimes de températures des atomes de Rydberg afin de s’assurer que durant
le temps caractéristique d'un passage adiabatique, les atomes de Rydberg peuvent étre
considérés comme gelés, donc que les distances interatomiques entre les paires d’atomes
de Rydberg sont quasi-constantes pendant ce temps de passage.

La fluctuation du signal atomique, inhérente au dispositif expérimental, nous a conduit
a développer une séquence de détection permettant la détection sélective d’un des états
finaux de la paire et de I’état initial de la transition. Cette fluctuation peut, au premier
abord, étre une difficulté expérimentale, mais combinée a la normalisation du signal, elle
s’avére étre trés avantageuse, et permet d’effectuer des mesures a différentes densités sans
avoir a ajuster le systéme expérimental. Nous verrons que les expériences présentées dans
les chapitres suivants, chapitre 4 et chapitre 5, sont de trés bons exemples d’analyse d’un
signal expérimental fluctuant.

La formulation de la probabilité de passage adiabatique en fonction de la distance
interatomique fait intervenir une distance interatomique de coupure, correspondant au
parameétre Ry dans le modéle Landau-Zener développé ici. La distance interatomique de
coupure dépend de la dérivée % du champ électrique au croisement des états de paire. La
valeur de la variation avec le temps du champ électrique permet un controle expérimental
de la distance interatomique (par valeur supérieure) des paires sélectionnées qui auront
une probabilité de 1, dans une bonne approximation, d’effectuer un passage adiabatique
lorsque le champ électrique est balayé a travers le croisement évité. Nous asssurons que
pour les valeurs de densités du gaz d’atomes de Rydberg, chaque atome n’a qu'un seul
plus proche voisin aux distances interatomiques sondées. En mesurant 'efficacité de pro-
duction d’un des états finaux de la transition, nous possédons donc un accés expérimental
a la distribution de plus proche voisin du gaz d’atomes de Rydberg. Nous illustrerons ce
principe, en pratique, par la mesure absolue de la densité du gaz d’atome de Rydberg

dans le chapitre 4.
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De plus, de part le processus commun utilisé pour la production de paires de deux
atomes de Rydberg dans les états finaux de la transition, les atomes d’une telle paire
doivent étre intriqués. Le chapitre 5 est une proposition théorique pour démontrer I'intri-
cation des deux atomes, dans le cadre de la production de paire d’atomes par transition
Landau-Zener, basé sur la mesure du bruit de projection quantique lors d’un couplage
avec un champ électrique micro-onde résonant.
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Chapitre 4

Mesure absolue de la densité d’'un gaz
d’atomes de Rydberg via un processus
non collisionnel a deux corps

Introduction

Lorsque 'on considére des interactions a longue portée entre deux ou plusieurs parti-
cules dépendantes de leurs distances et/ou de leurs orientations, la connaissance précise
de grandeurs macroscopiques comme la densité et la distribution spatiale du milieu est es-
sentielle mais souffre de grandes incertitudes expérimentales. En physique des plasmas, la
connaissance de I’évolution de la densité et de la fonction de distribution spatiale est une
partie des outils qui permettent de décrire les caractéristiques du systéme, en particulier
dans le cas de I’évolution en plasma froid d’un gaz froid et dense d’atome de Rydberg [Li
et al., 2004, Morrison et al., 2008]. Plus généralement en physique atomique, la mesure
directe de la distribution aux plus proches voisins dans un gaz froid et des corrélations
spatiales entre les atomes est une donnée importante lors d’expériences sur les atomes de
Rydberg en régime de blocage dipolaire, [Robicheaux and Hernandez, 2005, dans le cas
ou les atomes dans l'état fondamental sont aléatoirement distribués dans le volume [Vogt
et al., 2007, 2008|, ou encore lorsque un ou deux atomes sont adressés uniquement |Ur-
ban et al., 2009, Gaétan et al., 2009|, ainsi que dans les expériences d’anti-blocage |Ates
et al., 2007, Amthor et al., 2010|, ou d’écho |Raitzsch et al., 2008, Cooper Younge and
Raithel, 2009]. En effet, nous avons vu dans le chapitre 3 que le processus de transition
Landau-Zener dans des paires d’atomes de Rydberg est un moyen de sonder directement
I’environnement des atomes et permettrait ainsi de sélectionner les paires d’atomes de
Rydberg en fonction de leurs distances interatomiques.

En physique instrumentale, la connaissance de la valeur précise de la densité combi-
née a la simulation du systéme de détection (optique ionique, calibration du détecteur)
permet une détermination précise et absolue de l'efficacité de détection expérimentale.
En effet, la détermination absolue de 'efficacité de détection d’un détecteur (les galettes
micro-canaux ou les channeltrons sont couramment utilisés) pour des espéces neutres ou
ioniques est un domaine actif de recherche. L’efficacité de détection absolue est définie
comme :

87



CHAPITRE 4 - MESURE ABSOLUE DE LA DENSITE D’UN GAZ D’ATOMES
DE RYDBERG VIA UN PROCESSUS NON COLLISIONNEL A DEUX CORPS

nombre d’événements enregistrés
nombre d’événements émis par la source

€abs =

La mesure de lefficacité absolue de détection est donc une tache difficile, il est plus
facile de déterminer Defficacité de détection relative (ou intrinséque) définie par :

nombre d’événements enregistrés
nombre d’événements parvenant au détecteur

€rel =

La caractérisation absolue d’un détecteur permet la détermination des sections ef-
ficaces absolues, ou encore des rapports de branchement. Les méthodes généralement
utilisées sont basées sur la détection et la mesure de coincidences entre fragments pro-
venant d’événements de photo-ionisation [Brehm et al., 1995, Oberheide et al., 1997|, ou
encore de processus de dissociation |[Barat et al., 2000]. Ces mesures sont indispensables
dans le but du développement de méthodes et de techniques permettant 'obtention de
systémes de détection fidéles pour des applications futures en information quantique ou
en spectroscopie de précision |[Henkel et al., 2010].

Les méthodes standard pour déterminer la densité d’'un gaz atomique sont des méthodes
indirectes, optiques et basés sur I'interaction entre une vapeur atomique et de la lumiére
résonante |Wu et al., 1986|. Cela détermine donc un nombre de particule basé sur une
interaction & un corps. Les méthodes de fluorescence induite par laser sont couramment
utilisées en physique des plasmas pour mesurer les densités atomiques dans I'état fonda-
mental avec de trés bonnes résolutions spatiales et temporelles [Niemi et al., Krychowiak
et al., 2008]. Dans ce chapitre, nous proposons une méthode expérimentale originale per-
mettant de déterminer précisément (& 3% prés) la densité d'un gaz d’atomes de Rydberg
indépendamment des conditions expérimentales (intensité du laser d’excitation, volume
d’excitation, calibration du détecteur, efficacité de détection). La densité peut étre direc-
tement déterminée en exploitant une interaction a deux corps. Les atomes étant considérés
immobiles tout le temps ou ils interagissent (justifié par le régime de température sub-
kelvin du jet supersonique d’atomes de Rydberg, détaillé dans la partie 3.2.2.3), nous
pouvons alors traiter classiquement les degrés de libertés externes des atomes, permettant
de considérer seulement l'interaction dipole-dipole entre les atomes de Rydberg. Cette
détermination directe est possible par le controle expérimental de l'efficacité des tran-
sitions adiabatiques entre états de paire d’atomes de Rydberg induites par l'interaction
dipole-dipole. La méthode employée est la suivante : nous calculons l'efficacité du pro-
cessus en caractérisant 'interaction entre les états électroniques impliqués. L’efficacité du
processus dans un modéle d’interaction aux plus proches voisins dans un gaz homogéne est
dépendante de la densité atomique. En mesurant la quantité de signal d’états initiaux et
d’états "produits" dans un large gamme de signal, nous accédons au coefficient de conver-
sion entre une grandeur mesurable expérimentalement et la densité du gaz. Nous verrons
qu’au dela de la détermination précise de la densité du gaz, le modéle nous permettrait
d’avoir accés a la distribution de plus proches voisins du gaz d’atomes de Rydberg gelés
a ’échelle de I'expérience. Cela parait en fait compliqué a réaliser expérimentalement. La
détermination de la densité n’est alors qu’une caractéristique de la distribution aux plus
proches voisins.

Dans la premiére partie, nous caractériserons l'interaction dipole-dipole dans le cas de
la transition ns ns - (n — 1)p np a résonance de Forster. Nous caractériserons le modéle
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de transition Landau-Zener en incluant la multiplicité des états électroniques de moment
oribtal [ = 1. Dans une seconde partie, nous présenterons le modéle analytique utilisé,
basé sur une interaction aux plus proches voisins entre atomes de Rydberg, ainsi que le
lien vers les grandeurs expérimentales mesurables. Dans une troisiéme partie, nous présen-
terons les résultats expérimentaux et les résultats de ’ajustement du modéle aux données
expérimentales. Nous analyserons la distribution statistique du signal nous permettant
de complétement caractériser notre chaine de détection, puis nous discuterons de la pré-
cision sur la détermination de la densité due au fait que nous étudions un échantillon
fini d’atomes. Ensuite, nous comparerons notre détermination de la densité du gaz de
Rydberg avec une détermination indirecte mais standard consistant a connaitre le volume
expérimental et le nombre d’atomes de Rydberg présents dans le volume expérimental.
Enfin, nous discuterons la gamme de validité du modéle d’un gaz d’atomes en interaction
a deux corps au travers les possibles erreurs systématiques et le role d’un troisiéme corps.
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4.1 Probabilités Landau-Zener pour une paire d’atomes
de Rydberg - traitement complet

4.1.1 Interaction dipole-dipdle : cas de la transition nsns-(n—1)pnp

Le spin de I’électron de valence n’intervenant pas dans les processus physiques pré-
sentés ici, nous labéliserons les états considérés exprimés dans la base sphérique par les
nombres quantiques n, [, m.

4.1.1.1 Expression du couplage dipdle-dipdle en base sphérique

Le terme d’interaction dipole-dipole découle du développement multipolaire dans la
base des harmoniques sphériques (introduit au chapitre 3 pour ¢ = j = 1), de l'interaction
de Coulomb entre les charges de deux atomes (notés 1 et 2) et s’exprime simplement dans
le référentiel mobile. L’opérateur de l'interaction dipodle-dipole dans le développement
multipolaire s’exprime par la composante 0 sur 1’axe interatomique du produit tensoriel
des deux vecteurs ri et 73, voir figure 4.1 :

Y
Haq = _ﬁ {Tl ® T2}20,mobile (41)

Nous voulons exprimer le terme d’interaction dipole-dipole entre états de Rydberg
soumis a un champ électrique, nous prenons l'axe du champ électrique comme axe de
quantification, m est le nombre quantique magnétique, correspondant a la projection du
moment cinétique sur I’axe du champ électrique. Dans ce référentiel, 'axe interatomique

—

est défini par les angles des coordonnées sphériques : R(6, ¢).

FIGURE 4.1 — Représentation des angles 6 et ¢ des coordonnées sphériques de I'axe in-
teratomique. Le champ électrique est orienté suivant 'axe (Oz). 71 (resp. 73) définit le
vecteur décrivant la position de ’électron de valence dans l’atome 1 (resp. atome 2).

Apreés deux applications du théoréme de Wigner-Eckart, nous obtenons ’expression
suivante pour le calcul des éléments de matrice de couplage dipole-dipole entre les états
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de la base sphérique dans le référentiel du laboratoire (les détails sur le développement
multipolaire permettant d’exprimer les élements de matrice sont donnés en annexe de ces
manuscript) :

6 o o
(nilimy, naloma| Hyq Inslsms, nalamy) = B (naly|| 11 |Imsls) (nalal| i [|[nals)
) ) 0,41
X x Y Cppms Pt D2 0,0
V23 +1+204+1 azﬁ: limila~"1,a,1, l2,m2,1,3 0“*‘570((25 )

L’élément (n'l'|| 1; ||nl) s’exprime directement en fonction de l'intégrale radiale par :
('U|| @ |nl) = V20 + 1CL, (n'l'| er; |nl) (4.2)

Le changement de repére entre I’axe interatomique et le référentiel du laboratoire
défini par I'axe de champ électrique, fait apparaitre la fonction D de Wigner (définie par
les angles d’Euler) pour les angles des coordonnées sphérique 6 et ¢. Les éléments de
Hgy en base sphérique contiennent un coefficient dépendant de 6, ainsi qu'un terme de
phase dépendant de ¢ en fonction des nombres quantiques m des états considérés. Pour
la transition ns0 + ns0 — np0 + (n — 1)p0, on retrouve avec 4.2, la dépendance en 6 de
I'interaction dipole-dipole classique :

1 pypa(1 — 3cos?(0))
3 R3
ou les éléments de matrice réduits sont notés : u; = (ns|| p||np) pour 'atome 1 et
po = (ns|| 1 ||[(n — 1) p) pour atome 2.

(ns0,ns0| Hyq |np0, (n — 1) p0) = (4.3)

Enfin, nous utilisons les coefficients de transformations entre la base sphérique et la
base parabolique (base Stark) pour exprimer le couplage dipole-dipole en champ élec-
trique, ie dans la base parabolique |Gallagher, 1994| (équation 6.18).

4.1.1.2 Role de la multiplicité des états de moment orbital [ =1

Considérons plus particuliérement la transition ns0, ns0—(n—1)pm, npm’. La multipli-
cité des états finaux np fait apparaitre quatre croisements évités. Nous devons considérer
les états formant le sous-espace suivant :

{|TLS, 0— ns, 0> ) |np> 0— (n - l)p, O> ) |npa 0— (n - l)p, 1> ) |npa 0— (n - l)p, _1> )

[np,1 = (n—1)p,0), np, =1 — (n —1)p,0) , [np,1 = (n = 1L)p, 1), [np, =1 — (n— L)p, 1),
|np7 1 - (TL - 1)]), _1> ) |np7 -1- (n - 1)p7 _1> )

|(n - 1)p70 —np, O> ) ‘(n - 1)p70 —np, 1> ) ‘(n - 1)p70 — np, _1> )

|(TL - 1)p> 1- np, O> ) |(TL - 1)p> —-1- np, 0> ) |(TL - 1)p> 1- np, 1> ) |(TL - 1)p> —-1- np, 1> )
|(TL - 1)p> 1- np, _1> ) |(TL - 1)]9, —1- np, _1>}

Nous construisons alors les superpositions symétriques et antisymétriques par rapport
a I’échange des deux atomes. Les superpositions antisymétriques étant non couplées, il
reste neuf états symétriques couplés notés :

My, My ) = % (Inp, mp — (n — 1)p,my) + [(n — 1)p, my — np,my)) (4.4)
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Alors, nous considérons la base suivante :
{|TLS,0 - ns,0> ) |0a0> ) |1a0> ) |_1>0> ) |0a 1> ) |0a _1> ) |1> 1> ’ |_1a 1> ) |1> _1> ) |_1> _1>}

Les éléments de couplage dipole-dipole exprimé dans cette base 10x10 sont hors-diagonaux.
La matrice de couplage dans cette base s’écrit :

0 —(—143cos?(0))/3 cos(8)sin(8)e’®/v/2  —cos(8) sin(9)67i¢/\/§ cos(6) sin(9)ei¢/\/§
—(—1+ 3cos?(0))/3 0 0
cos(6) sin(0)e % //2 0 0 0 0
— cos(0) sin(0)e? /v/2 0 0 0 0
Hip2 cos(6) sin(0)e ™' /1/2 0 0 0 0 (4.5)
R3 — cos(0) sin(0)e’? //2 0 0 0 0 '
—sin?(0)e~ 21 /2 0 0 0 0
—(—1+ 3cos?(0))/6 0 0 0 0
—(—1+ 3cos?(0))/6 0 0 0 0
— sin2(9)e2i¢/2 0 0 0 0
—cos(0) sin(0)e ™% /2 —sin2(0)e2i® /2 —(—1+3c0s2(0))/6 —(—1+3cos2(0))/6 —sin2(0)e"2i¢ /2
0 0 0 0
0 0 0 0 0
0 0 0 0 0
0 0 0 0 0
0 0 0 0 0
0 0 0 0 0
0 0 0 0 0
0 0 0 0 0
0 0 0 0 0

Il apparait alors neuf termes de couplage dépendant de 6. Nous les notons f; (6), ou
I'indice 7 référe aux différents croisements dans l'ordre des états (a partir de I’état |0, 0))
ayant servi a construire la matrice 10x10, voir la matrice 4.5. Nous les récapitulons dans
le tableau 4.1.

TABLE 4.1 — Tableau récapitulatif des facteurs intervenant dans la matrice de couplage
dipole-dipole 4.5.

wlH

f1(0) | [1/3 (1—3COS(9)2)}1
f2(0) [COS()SIH()/\fPl
f3(8) | [~ cos (8)sin ( F
f1(0) [<?0f>“()81n()/\f§1
f5(0) [—cos()sm()/\/_}§
f6 (0) [—1/2s1n()
f2(6) | [1/6 (1 —3cos (0
fs(0) (
fo (0) 0)

[N}

~—

| S
W= W=

)
[1/6 (1 — 3 cos 9)21)}
[—1/2sin( 2}3

Dans ce sous-espace, la diagonalisation de la matrice d’interaction H;; donne les éner-
gies propres et états propres du systéeme en fonction du champ électrique. En fonction
du champ électrique, l'interaction dipoéle-dipole induit quatre croisements évités dont les
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couplages sont dépendants de 6. La figure 4.2 représente la série de croisements évités
pour la transition 48s0 + 48s0 - 47pm + 48pm’ pour #=0. Nous observons alors que dans
cette base, il existe des états couplés et non couplés a 'état |ns, 0 — ns, 0).

40

20

Energie(MHz)
o

48p0,47p|m|=

-40

48p|m|=1,47p

—-60 48p|m|=1,47p|m|=
1.4 15 1.6 1.7 1.8

Champ électriquéV/cm)

FIGURE 4.2 — Série des croisements évités dans la base formée par les états des multiplicités
des états 47p,48p : 47pm, 48pm’ pour 6 = 0.

Nous traitons les quatre résonances séparément afin de faire apparaitre les superposi-
tions d’états couplées et non couplées a I’état |ns, 0 — ns, 0).

— Au niveau du premier croisement, 1’état est non dégénéré : |0,0),.

Le deuxiéme croisement est dégénéré deux fois : |1,0) et |—1,0).

~ la superposition |+), = %(ew 11,0)+e7|—1,0)) est non couplée avec |ns0, ns0).
— la superposition |—), = %(ew |1,0) — e~ |—1,0)) est couplée.
— Le troisiéme croisement est dégénéré deux fois : |0,1) et |0, —1)

1

— la superposition |+), = ==(¢® |0, 1)4+€e7* |0, —1)) est non couplée avec |ns0, ns0).

Sl

2

— la superposition |—), = %(ew |0,1) —e~0, —1)) est couplée.
— Le quatriéme croisement est dégénéré quatre fois : |1,1), |[—-1,—1), |1, —1) et |—1,1)
— la superposition

—(—=143cos?(9)) 1

= | (s O) 5 (9 1.1) 2 1, -1)) - (L 1)

A 3 2

V2

est non couplée avec |ns0,ns0).
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— la superposition

L PR PSR S ) 24 —(—1+3COSQ(9))L _ _
= [Comt@) 0 (e e ooy S (L1 + [-1.1)
est couplée.

avec A le facteur de normalisation du vecteur d’état :
2 1 2 2 . 4
A = 9 |1 —3cos’(0)|” + [sin(6)] (4.6)

A partir des neuf superpositions symétriques, on peut former les quatre états couplés
et quatre états noirs qui dépendent de l'angle ¢. Les éléments de couplage dépendent
eux de . Dans le sous espace : {|ns0ns0) ,[00),,|—)y,|—)5,|+),}, la matrice de couplage
dipole-dipole s’écrit :

0 —(—143cos?(0))/3 cos()sin(0)  cos(6) sin(6) {*(1“3725(29))2 - sin(0)4] / (\/EA)
\/5[&1[&2 —(—14 3cos?(8))/3 0 0 0 0
_ cos(0) sin(0) 0 0 0 0
R3 cosge) sin(0) 0 0 0 0
[7*(”3 c0s(20)” _ sin(9)4] / (\/EA) 0 0 0 0

Dans ce sous-espace, nous faisons apparaitre les états couplés. La diagonalisation de la
matrice d’interaction Hyy, dans ce sous espace donne les énergies propres et états propres
du systéme en fonction du champ électrique. La figure 4.3 représente la série de croisements
évités pour la transition 4850 + 48s0 - 47pm + 48pm’ pour 6 = 7.

40

20

Energie(MHz)
o

-40

-60

1.4 15 1.6 1.7 1.8
Champ électriquéV/cm)

FIGURE 4.3 — Croisements évités dans la base des quatre états couplés pour 6 = 7.

4.1.2 Expression de la probabilité Landau-Zener

L’inclusion de la multiplicité des états np et (n—1)p fait apparaitre quatre croisements
évités. Nous avons vu que nous pouvons traiter chaque croisement évité séparément par
un modeéle de passage adiabatique. Expérimentalement, nous les croisons tous.
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4.1.2.1 Cas simple d’un croisement évité entre états de m,; différents

Nous reformulons la probabilité de passage adiabatique pour un croisement évité met-
tant en jeu les états de la multiplicité des états np et (n — 1)p :

Pu=1- exp<—<@>-6> (4.7)
aF | r2lnslng) (nslel n — Do) SOy
W = T G |
= (B 50

Cette expression fait bien apparaitre les éléments de matrice réduits (n}l]| p ||nily)
pour latome 1, (nblh|| i ||nele) pour 'atome 2, et également le paramétre f(6) qui contient
la dépendance en 6 considérant les nombres quantiques m des états de paires. Comme
nous l'avons vu au chapitre 3, le paramétre ro(%) du modéle de passage adiabatique dé-
veloppé est une distance interatomique de coupure. En incluant la multiplicité des états
np, le paramétre To(i—fﬁ) posséde donc une dépendance avec € au travers un facteur
de forme f(0). La distance interatomique de coupure est donc anisotrope, et définit lors
d’une transition Landau-Zener, un volume sondé anisotrope dépendant des états de la

multiplicité considérés.

Pour la transition ns0+ns0— (n—1)p0+np0 en reprenant la formule 4.3, le facteur de

forme dans ce cas vaut : f(6) = ((—1+3 0032(0))/3)%. La figure 4.4 représente, en fonction
des coordonnées (r,6), la probabilité de passage adiabatique donnée par la formule 4.7,
pour &£ =1.0 V.em ™! s~

05~

r=13.5um

FIGURE 4.4 — Probabilité de passage adiabatique en fonction de (r,#) pour la transition
4850 4 4850 - 48p0 + 47p0 et pour 2 = 1.0 V.em ™. pus™".

4.1.2.2 Cas d’une série de croisements indépendants entre états de diffé-
rents my

Les croisements évités d’une série étant supposés indépendants, nous sommons les
probabilités conditionnelles de passage adiabatique associé a chaque croisement. Nous
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notons P, ; la probabilité de passage adibatique associé au croisement évité ¢, et ?ad,i la
probabilité de passage diabatique au travers le croisement évité i. Nous balayons le champ
électrique au travers des quatre résonances et :

Pad,total - Pad,l + (Pad,l X Pad,2) + ((Pad,l X Pad,2) X Pad,S) + ((Pad,l X Pad,2 X Pad,3) X Pad74)

(4.8)
Finalement, la probabilité de passage adiabatique au travers la série de croisements évi-
tés des états de la multiplicité, P,qiotqr, s’écrit par la formule 4.7 avec le parameétre
r07toml(cfi—f, 0) suivant :

6

Z fi(9)6] (4.9)

En terme de volume sondé, la puissance sixiéme des facteurs de forme de chaque croise-
ment évité entre états de la multiplicité s’ajoutent, voir tableau 4.1. Pour une distance
interatomique de coupure donnée, les volumes anisotropes s’ajoutent. La figure 4.5 re-
présente les facteurs de formes f;(6)® des différents croisements évités en fonction des
coordonnées polaires (r, 6).

Dans la vision ou ro(%, 0) est une distance interatomique de coupure anisotrope conte-
nant la somme des facteurs de formes f;(6), le volume sondé total lorsque la série de
croisement évité est traversée, correspond a un volume sphérique. En effet, la somme de
la formule 4.9 est constante et ne dépend plus de € lorsque toute la série de croisements

évités est traversée, et :

dF dF
rO,total(Ea 9) = TO(E)

> her=3 (4.10)

Alors, lorsque toute la série de croisements est traversée, le volume total sondé sphé-

rique correspond & =~ 93 % du volume d’une sphére de rayon ro(%).

4.2 Modéle d’un ensemble d’atomes en interaction dipole-
dipole dans le cas d’une transition Landau-Zener

4.2.1 Modéle d’Erlang pour l’'interaction & deux corps

La vision de deux atomes isolés en interaction est un cas idéal et peu réaliste dans
notre expérience. Nous considérons donc un échantillon de N atomes dans I'espace, ou N
est trés grand, typiquement quelques milliers d’atomes. Nous faisons I’hypothése que les
atomes ne peuvent interagir seulement par l'interaction dipole-dipole, ce qui est réaliste
pour les atomes de Rydberg en phase gazeuse dans nos expériences. Il est donc licite
de traiter le probléme de maniére probabiliste en utilisant la probabilité continue Pry
(théoréme Central Limite). Soit 7 le vecteur des coordonnées sphériques dans ’espace
a trois dimensions : 7(r, 0, ¢) représentant le vecteur interatomique. Expérimentalement,
nous mesurons 'efficacité du processus de passage adiabatique, Ppz, moyennée sur tout
I’échantillon, c’est a dire moyennée sur toutes les distances interatomiques de 1’échan-
tillon. Nous devons donc considérer la distribution des distances interatomiques du nuage

96



4.2 MODELE D’UN ENSEMBLE D’ATOMES EN INTERACTION
DIPOLE-DIPOLE DANS LE CAS D’UNE TRANSITION LANDAU-ZENER

1.0

0.5

-0.5

-1.C -05 0. 0.5 1.0
distance interatomique

FIGURE 4.5 — Représentation dans le plan défini par ¢—0, de la dépendance avec I'angle ¢
des facteurs de forme f;(0)3. En bleu, il s’agit de la dépendance en %"5(9), correspondant
Amypgire = 0; en marron, la dépendance en w pour |Ampeire] = 1; en vert, la

2
) 0
dépendance en %

correspond & un facteur multiplicatif prés (contenant le paramétre ro(
sondé considérant les états de la multiplicité d’un croisement évité.

pour |Amypgre| = 2. Seule la dépendance en 6 est représentée, et

4Y) au volume

d’atomes.

Hertz, en 1909, fut le premier & considérer la distribution aux plus proches voisins dans le
cas d’une distribution aléatoire de particules. Ce probléme fut repris en 1943 par Chan-
drasekhar dans 'article [Chandrasekhar, 1943|. Dans le cas d’un milieu homogéne (pour
la distribution & un corps), on définit une distance interatomique 'moyenne’ Ry, reliée a

_1
la densité n par : Ry = (%7‘(‘77) 3. Pour chaque atome, la densité de probabilité dP(r),
de trouver un plus proche voisin entre la distance r et r + dr autour de 'atome suit la
distribution d’Erlang fg.,(r) :

dP(r) = 471 fpu,(r)dr = ArrPne” 3™ dy (4.11)

Les distances interatomiques ont pour densité de probabilité fg,.,(r). Nous pouvons alors
définir P’espérance de r (ou valeur moyenne de r (r)), notée E(r) :

E(r)= /000 rdP(r) (4.12)

Pour n =5 x 107 cm™3, on trouve E(r) &~ 15 pm.

4.2.2 Calcul analytique de I’efficacité du processus Landau-Zener

De la méme maniére que nous avons défini I'espérance de la distance interatomique
4.12, nous pouvons définir 'espérance de la probabilité Landau-Zener, Py, moyennée sur
toutes les distances interatomiques sous la forme :

oo s 27 dF )
E(Piz)ar , = /0 /0 [ o) PG, O sin(@)drdbds (4.13)
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La dépendance du paramétre ry du modéle avec I'angle des coordonées sphériques 6 ap-
parait explicitement, car nous avons vu que l'interaction dipole-dipole est fortement ani-
sotrope. Cette forme intégrale, peu pratique a évaluer, peut étre exprimée sous forme
analytique grace a la fonction spéciale G de Meijer |Jeffrey and Zwillinger, 2000| résultant
de l'intégration sur la variable r. Finalement, lorsque tous les croisements évités sont tra-
versés, nous sommons les quatre probabilités de passage adiabatique correspondant aux
quatre croisements évités lorsque que le champ électrique est balayé, et on a :

B(Puz)ar, =1 - ﬁ /OW sin(6)df GSQ(%(@,; ro(%)g[Zﬁ(ﬁ)G} 1/2)2 0%_1) (4.14)

ou ay est le rayon de Wigner-Seitz définit par : Zal =n~".

L’expression analytique 4.14 représente en fonction de la densité 7, Uefficacité de pro-
duction de paires d’atomes dans I'état (n — 1)p + np & partir de paires d’atomes dans
I’état ns + ns par le processus de passage adiabatique.

En faisant I’hypothése que la réponse du systéme de détection (signal intégré en V.s)
est linéaire avec le nombre d’atomes détectés pour un volume d’excitation constant, nous
introduisons un facteur de conversion, noté g. Le facteur g relie alors le signal d’ions total
intégré dans le temps ST a la densité du gaz d’atomes de Rydberg n : n = ¢ST. Pour la
transition ns, ns — (n— 1)p, np, nous noterons l’espérance de la probabilité Landau-Zener,
moyennée sur toutes les distances interatomique du gaz atomique, de la formule 4.14 par :
(ns,ns — (n—1)p, np>n7%.

Soit, en considérant un volume expérimental V', pour une densité d’atomes de Rydberg
et pour une valeur de % fixées, I’espérance d’obtenir un nombre d’atomes N™ dans |’état
np produit par transition Landau-Zener s’écrit :

dF. 1
N™(n, =) = 50V (ns,ns = (n = 1)p, np), ar (4.15)

Le facteur % vient du fait que nous ne détectons qu’un atome de la paire, nous discriminons
I’état np du reste et que le nombre d’atomes est conservé.

Nous devons alors détecter avec la méme efficacité tous les atomes de Rydberg dans les
états (n— 1)p, np et ns mis en jeu, afin de pouvoir relier analytiquement le signal des ions
provenant de Iionisation des états np au signal d’ions total ST provenant de Iionisation
des états (n — 1)p, np et ns. Avec l'aide de ’équation 4.14 :

1
gnp — §ST (ns,ns = (n— 1)p,np), gr ar (4.16)

7 dt

Nous voyons donc que la relation 4.16 laisse comme seul paramétre libre, le facteur
de conversion g. ST est une variable inhérente & ’expérience et correspond a la produc-
tion d’atomes de sodium dans 'état de Rydberg ns. Le paramétre 4 est accessible et

dr
controlable expérimentalement.
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4.3 Expériences et Résultats du modéle ajusté

4.3.1 Mise en oeuvre expérimentale

4.3.1.1 Détection

Nous avons vu dans la partie 4.2.2 que nous devons satisfaire & deux conditions ex-

périmentales sur la détection afin de pouvoir appliquer le modéle présenté. D’une part,
nous devons détecter avec la méme efficacité les deux paquets d’ions provenant des états
de Rydberg 48p, et 48s, 47p. D’autre part, nous avons supposé la réponse du détecteur
linéaire avec le nombre d’atomes (soit avec la densité & volume constant).
Pour la détection des particules chargées tels que les ions de sodium, nous utilisons un
assemblage de deux galettes de microcanaux (MCP) de marque Hamamatsu de modéle
F'1551-21S montées en chevron. Les galettes de microcanaux furent utilisées comme détec-
teur pour la premiére fois en 1979 par Wiza [Wiza, 1979|. Depuis, elles sont couramment
utilisées en physique atomique et moléculaire pour la détection de différents types de
particules (ions, neutres, photons, électrons) a condition que les particules possédent suf-
fisamment d’énergie pour éjecter un électron secondaire (de l'ordre de 100 eV pour des
atomes neutres). Comme le montre la figure 4.6, une galette est une matrice de canaux
élémentaires en structure de nid d’abeilles. Le diamétre d’un canal peut varier de 5 a
typiquement 100 pgm. Chaque canal se comporte comme un amplificateur élémentaire.
Lorsqu’une particule arrive dans un canal de la face d’entrée des MCP, elle engendre
une gerbe d’électrons avec un gain de l'ordre de 10° & 107 électrons par particule. La
surface interne d’un canal est constituée d’un matériau hautement résistif optimisé pour
I’émission d’électrons secondaires. Une différence de potentiels appliquée aux bornes de la
galette sert a accélérer le ou les premiers électrons arrachés dus a 'impact d’une particule
dans un canal ainsi qu’a accélérer les électrons secondaires. Ce type de détecteur posséde
certains avantages comme un faible temps de réponse et une bonne résolution spatiale.

Gerbe d'électrons

courant induit

Tension de polarisation

FIGURE 4.6 — A gauche, représentation en coupe d’une galette de micro-canaux. A droite,
représentation d’'un canal comme amplificateur élémentaire.

Cependant, a partir d’une certaine valeur de tension aux bornes des MCP, le gain di-
minue avec la tension. Ce phénomeéne est appelé effet de saturation. Deux processus sont
a lorigine de l'effet de saturation. Lorsque ’avalanche électronique devient trop impor-
tante, la répulsion électronique s’oppose au champ électrique dans les MCP (saturation
par charge d’espace). Le deuxiéme processus est la saturation par charge des parois. En
effet, lorsqu'un courant a parcouru les MCP, les surfaces des canaux se trouvant pres de
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la cathode de sortie sont chargées positivement a cause du grand nombre d’électrons se-
condaires émis. Ce phénoméne a pour effet, d’une part, de perturber I'intensité du champ
électrique induisant une diminution du gain car les électrons sont freinés empéchant le
processus d’émission d’électrons secondaires. D’autre part, le courant parcourant la sur-
face des MCP (appelé strip current) défini par : Is = Vycp/Rmcp, vaut typiquement,
pour notre type de MCP, 10uA. Le strip current a pour effet de neutraliser les surfaces
des canaux chargés. Du aux faibles valeurs du strip current, ce processus demande du
temps. Ce temps nécessaire est appelé temps mort.

Le temps mort pour un canal peut étre estimé en modélisant simplement un canal

par une capacité composée de deux plaques paralléles [Wiza, 1979], ce modeéle donne un
temps mort pour chaque canal de ~10 ms. Or, une MCP posséde ~10° canaux plus ou
moins indépendants les uns des autres, on peut alors définir un temps mort effectif pour
I'ensemble des canaux de I'ordre de 1078 s. Ceci est valable & condition qu’un canal ne soit
pas sollicité plus d’une fois toutes les environ 10 ms. Dans le cadre de nos expériences, nous
simulons par un tirage aléatoire (10° canaux et 10* particules par paquet) les deux paquets
d’ions provenant de l’'ionisation des états de Rydberg 47p et 48s, 48p. Nous trouvons que
0.2% des particules du deuxiéme paquet exciteront un canal précédemment excité par le
premier paquet de particules.
Concernant leffet de saturation des MCP, nous présentons sur la figure 4.7 une étude des
niveaux des signaux mesurés en fonction de la tension appliquée au bornes des MCP :
les photo-ions, les ions provenant de l'ionisation de I’état 48p et les ions provenant de
'ionisation des états 48s et 47p (dans l'ordre des temps d’arrivée sur le détecteur).

—@— ions level
0.14 —=— p state level
—K— s+p' state level
0.12 —
b Puissance Infrarouge 1.2 W
< 0.10
c
2
(%]
2 0.08
©
3
o 0.06
=
Z
0.04 —
0.02 —

2.2 24 2.6 2.8 3.0
Tension MCP (kV)

FIGURE 4.7 — Niveaux des signaux mesurés expérimentalement en fonction de la différence
de tension appliquée aux bornes des MCP : les photo-ions, les ions provenant de ’ionisation
de I’état 48p et les ions provenant de l'ionisation des états 48s et 47p.

Nous choisissons d’utiliser les MCP & faible gain et d’appliquer une différence de
tension de 2.3 kV aux bornes. D’une part, un faible gain réduit le temps mort d’un
canal, cela assure la méme efficacité de détection des deux paquets d’ions qui sont séparés
d’environ 1 us en temps de vol. D’autre part, autour d’'une tension appliqué de 2.3 kV, la
réponse du détecteur est linéaire, nous voulons éviter tout effet de saturation.
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4.3.1.2 Nuages de points

Munis du systeme de détection présenté précédemment, nous enregistrons l'aire des
signaux des ions provenant de 1’'ionisation des atomes dans 1’état 47p et ceux provenant de
Iionisation des atomes dans I'état 48p et 48s. La figure 4.8 représente les nuages de points
obtenus lorsqu’on applique ou non le processus de formation des paires 47p — 48p par
passage adiabatique au travers la résonance a deux corps. Lorsqu’aucun champ électrique
dépendant du temps n’est appliqué, on observe une production d’état 48p linéaire avec le
nombre total d’atomes de Rydberg. Une production linéaire est la signature d’un processus
a un corps. Nous attribuons cette production a I’absorption du rayonnement du corps noir.
Lorsque nous produisons des paires 48p — 47p par processus Landau-Zener, le régime est
différent. Les nuages de points de la production d’état 48p en fonction du nombre total
d’atomes de Rydberg corrigés de la production due au corps noir, sont non-linéaires. Nous
les avons représenté sur la figure 4.9 pour deux vitesses de passage au travers la résonance.

6x10°

5x10° -

Signal d'ions - état 48p (Vs)

Signal d'ions - état 48p (Vs)

5 10 15 20x10°
Signal d'ions total - états 48p,47p,48s (Vs)

e T T
10 15 20x10°

. , . 5
FIGURE 4.8 — Nuages de pOIHtS eXperi- Signal d'ions total - états 48p,47p,48s (Vs)

mentaux (2000 points) observés expéri-

mentalement dus a la dispersion de la
quantité de signal d’atomes dans l'état
48s. En noir, aucun champ électrique
n’est appliqué. En rouge et en vert,

FIGURE 4.9 — Mémes nuages de points
expérimentaux observés corrigés de
la production linéaire. On représente
I’ajustement de ces points expérimen-

on applique une rampe de champ élec- taux avec un unique parameétre quadra-

trique dépendant du temps : % = 2.0 tique.
V/em/ps en vert, &€ = 0.6 V/cm/pus en
rouge.

4.3.2 Deétermination du paramétre ¢ du modéle

Nous voulons reproduire expérimentalement le modéle présenté. Les deux parameétres
du modéle sont : le signal total d’ions ST provenant de l'ionisation des états 48s, 48p et
47p, ainsi que la variation temporelle du champ électrique Cfi—f lors du passage adiabatique.
La gamme de signal total accessible S7 est inhérente au dispositif expérimental, elle dé-
pend de l'efficacité d’ensemencement des atomes de sodium par le processus d’ablation
laser, ainsi que du bruit en fréquence du laser puls¢ UV pour I'excitation des atomes de
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sodium dans I’état 48s. La variation temporelle du champ électrique % a travers la réso-
nance est controlée par un synthetiser Tektronix AFG3022. La figure 4.10 représente plus
de 75000 points expérimentaux au coup a coup (un point bleu représente une expérience).
Les points expérimentaux correspondent donc au signal d’ions provenant de 1’état 48p en
fonction du signal total ST et de la variation temporelle du champ électrique %. Pour
chaque valeur de %, les nuages de points ont été corrigés de la production d’état 48p par
absorption du rayonnement du corps noir.

Nous ajustons les points expérimentaux avec les équations 4.16 et 4.14. Il s’agit d'un ajus-
tement & deux variables (ST et Cil—f) et un seul parametre libre g. Un ajustement par la
méthode des moindres carrés donne le meilleur ajustement pour g = 4.15 x 10 ¢cm™3/Vs
ainsi qu'une déviation standard de 4 x 10'? cm™2/Vs. Nous obtenons par cet ajustement
la valeur du x? réduit de 0.023 (nVs)? correspondant a une estimation du bruit expéri-
mental de 0.15 nVs, reproduisant bien la dispersion du signal de production d’état 48p,
S48 La surface représentée sur la figure 4.10 correspond au modéle ajusté. Les données
expérimentales reproduisent trés correctement le modéle théorique dans toute la gamme
de variation du champ électrique, en effet la déviation standard sur la détermination du
parameétre g est trés faible.

Ici, la précision relative sur la détermination du paramétre g est inférieur a ~0.1%. Il
s’agit de la barre d’erreur sur la détermination de g ou de la densité 7. Cependant la
barre d’erreur expérimentale sur la détermination de la densité est dominée par la fluc-
tuation de la réponse du détecteur, soit la fluctuation de I'efficacité de détection ainsi que
par le fait que nous étudions un échantillon fini d’atomes (typiquement 10 000 atomes),

nous discuterons de la barre d’erreur dans les parties suivantes 4.3.3, 4.3.4.

4.3.3 Analyse fluctuation g

Le paramétre g déterminé précédemment représente la valeur moyenne du rapport <.

Cependant, le paramétre g peut fluctuer & chaque coup d’expérience autour de la valeur
moyenne déterminée due a la fluctuation de Defficacité de détection au coup a coup. Dans
cette partie, nous présentons une analyse de la dispersion du signal S*? des points expé-
rimentaux de la figure 4.10.
Rappelons que le signal total résulte de la somme de l'intégration de deux signaux mesurés
S48 et S84 Jes deux signaux étant séparés d’environ 1 ps. Les bruits de détection
respectifs sont donc différents pour les deux signaux. Notons gus, et gussa7p les facteurs
de conversion entre respectivement les signaux mesurés et la densité, ces quantités étant
reliées aux efficacités de détection coup a coup. gss, et gags a7, sont donc des variables
aléatoires indépendantes dont la racine carrée de la moyenne quadratique est notée, res-
pectivement, dgus, et dgussa7p- On a done, par différentiation du signal S* comme une
fonction des variables ST, Gasp €t Garp ass

D54 D54 D54
dS48p — mdg47p74gs —+ 89—48dg4gp —+ WdST (417)
D,308 /Y

Sous les hypothéses suivantes :
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signal S (nyg)

FIGURE 4.10 — Chaque point représente une expérience de production du signal d’état
48p, S*®_ en fonction du signal total d’ions intégré du gaz de Rydberg ST et en fonction de
I'inverse de la dérivée en temps du champ électrique appliqué,( Cil—f)_l. La surface représente

le meilleur ajustement du modéle donné par ’équation 4.16

— les variables aléatoires gug, et gags a7, sont indépendantes et suivent la loi :

1

59481) X \/ﬁ
1

J X ——
9488,47]) \/W

— les variables aléatoires gis, et gass a7, Ot méme valeur moyenne : (gus,) = (Gass a7p)

(4.18)

(4.19)

Pour dST — 0, on peut exprimer la variation dS** en fonction de dgss,, ou dga7p ass,
soit en posant :

GATpA8s _ T _ g4s8p (4.20)

gr X ST = J47p,48s X S47p’488 + 948p X S48p (421)

Nous obtenouns les relations suivantes :
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48p 48p 48p \ 2 48p 47p,48s 48p \ 2 2
S S48 95 ) S (S S )] (429

558 = 5
J48p [( . + ST dgr GATp,8s ST dgr

H548p §48p 5,548p 2 G47p,48s G47p,48s 5 G48p 212
551 = § s - 4.23
s [ (B SR BN (SO ¢ (S YT aa

Les équations 4.22 et 4.23 relient les fluctuations dgss, et dgazp4ss aux dérivées par-
tielles du signal S : %gj::, 85;?. Le modéle théorique présenté dans la partie 4.2 permet
d’exprimer ces dérivées partielles a I'aide de I’équation exprimant ’espérance de la proba-
bilité 4.14 en remplacant 1 par gr x ST. On peut alors écrire I'équation 4.16 en fonction

de gr, gasp et ST sous la forme :

gt _ 197 gr (485485 — 4Tp48p) , gr ar (4.24)
J48p o
Il reste alors deux inconnues dans les équations 4.22 et 4.23 : §S%P et de S*”. Une
analyse des données expérimentales sur une tranche §5** — 0 permet enfin d’exprimer
les valeurs numériques de la moyenne du signal S*? sur une tranche notée (S*), . et
de la variance du signal expérimental §S%?, comme représentée sur la figure 4.11.

5
oy
>
[
Ss
g < $%8p >tranche
g1/ o
2D I
1

o g 6ST- 0

" <
0 5 10 15 20

Signal Total (nVs)

FIGURE 4.11 — Nuage de points expérimentaux typique de production de signal d’état 48p
en fonction du signal total pour I'analyse de la moyenne et de la variance de S*? pour
55T =0

6948;}
9ga8p

fonction de S et % en fonction de S48 Nous reproduisons bien la loi en inverse
D,a0s
(0%

de la racine carrée du signal et un ajustement en —= permet de déterminer la valeur
. v/Signal ) . )

numeérique pour «. En prenant en compte les deux fluctuations d’efficacité de détection

(& bas signal en fonction de S*P et a haut signal en fonction de S*P%%%) on trouve

o =0.161 (Vs)z.

Nous représentons sur la figure 4.12 les fluctuations relatives des facteurs g :
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FIGURE 4.12 — Fluctuations relatives des facteurs g pour les deux gammes de signaux
mesureés.

L’analyse de la fluctuation du signal d’un processus non linéaire a donc permis de
complétement caractériser le détecteur. L’analyse de la fluctuation du signal permet de
connaitre le bruit relatif sur la détermination du facteur g dominé par le bruit de I'efficacité
de détection en fonction de la gamme de signal mesuré. Pour les gammes de signaux utiles,
le bruit au coup a coup du paramétre g (représentant le rapport moyen entre le signal
mesuré et la densité du nuage d’atomes de Rydberg) est inférieur & 10%. Ce résultat
numeérique est une information quantitative sur la dispersion de la valeur de la densité
déterminée dans une gamme de signal S7.

4.3.4 Précision sur la détermination de g

Nous avons présenté le modéle théorique en utilisant la probabilité continue Ppz(7),
justifiée par le théoréme Central Limite dans le cas o notre échantillon contient un tres
grand nombre d’atomes. Nous avons alors exprimé que la moyenne d’échantillon de la
probabilité Landau-Zener tend vers son espérance (loi des grands nombres). Cependant,
dans la vision ou ’échantillon est fini et contient N atomes, il s’agit d’une approximation
et le théoréme Central Limite permet de connaitre la précision de cette approximation.

Pour chaque paire d’atomes, une transition Landau-Zener est un processus a valeurs
discrétes. Le signal atomique mesuré caractérisant 1’état 48p, provient de la somme des
contributions de toutes les paires dont la distance interatomique est notée R; :

1 gr —
s¥#r — —_ L (P(R;)) ST 4.25
3o (POR)) (4.25)

ot P(R;) est la moyenne empirique de I’échantillon :

P(R) =+ > P(R) (4.26)
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et P(R;) caractérise le processus a valeurs discrétes.

Pour R; = 7, la contribution d’une paire, P|ﬁ = 7, vaut 0 avec la probabilité Ppy (7)
et la contribution d’une paire vaut 1 avec la probabilité 1 — Py (7). Donc pour chaque
paire d’atomes, l'espérance du processus de transfert (par transition Landau-Zener entre
états de paires d’atomes couplés par U'interaction dipole-dipole) vaut :

E[P|R =] = Pz () (4.27)

et la variance vaut :
o*[P|R =i = Prz () (1 — Prz (7)) (4.28)

Soit la variable centrée réduite :

vy = YN [P(E) - BlPLs (7) (4.20)

o

La loi de Yy converge, pour N grand, vers la loi normale N (0,1) (loi des grands

nombres). D’aprés le théoréme Central Limite, alors la moyenne empirique P(R;) vaut
(trés probablement) E[Ppz (7)] avec une précision donnée par :

30[P|R = 7] +:sa[P|§ = 7]
VN VN
Donc, d’apres la formule 4.28, nous pouvons connaitre la borne supérieure de la va-
riance du processus a valeurs discrétes : o?[P|R = 7] < 0.25.
Typiquement pour N = 10%, nous trouvons alors une précision sur la détermination du
paramétre g (= (g )) meilleure que 3%.

P(R) - B[Pz (7)) € (4.30)

4.4 Discussions

4.4.1 Autre méthode de détermination de la densité d’un gaz
d’atomes de Rydberg

Les méthodes conventionnelles optiques permettent de déterminer le nombre d’atomes
en présence dans le gaz, Ny. Si la distribution des atomes est homogeéne dans le volume
V' occupé par le gaz, on définit la densité du gaz ny, comme le rapport de ces deux
quantités. Précisons que la détermination du nombre d’atomes en présence est basée sur
des processus a un corps interagissant avec de la lumiére. Le nombre d’atomes peut étre
déterminé par fluorescence induite par laser pour des atomes dans 1’état fondamental
ou dans des états de longue durée de vie tant que l'on peut détecter efficacement les
photons de fluorescence induite. Par cette méthode, nous voulons connaitre la densité
d’atomes de Rydberg résultant d’une excitation laser résonante a deux photons a partir
de I'état fondamental. Nous présenterons alors un modéle d’équations de taux régissant
les populations des trois niveaux mis en jeu lors de I'excitation laser. Ce modéle permet
alors de connaitre la fraction d’atomes de Rydberg dans I’état 48s partant d’atomes dans
I'état fondamental : Nygs = aelNy.
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4.4.1.1 Détermination standard de la densité d’un gaz d’atomes dans I’état
fondamental par fluorescence induite par laser

Le nombre d’atomes de sodium dans 1’état fondamental Ny est déterminé expérimen-
talement par la fluorescence induite par laser ¢ (donnée en W=J/s) pour la transition
3251/2 — 32P3/2 a A=~ 589 nm.

¢
N, =
! s

ol 7, est efficacité de collection des photons, hv = 3.37 x 10719 J est I’énergie d’un pho-
ton a A = 589 nm et I' = 60 + 0.6 MHz est la largeur inhomogéne due a la température
du gaz pour les atomes de sodium dans I’état 3P3/5.

(4.31)

Evaluons l'efficacité de collection 7, qui dépend du dispositif expérimental. Il est consti-
tué de deux lentilles de méme focale f = 50 mm. Les atomes de sodium se trouvent aux
alentours du point focal de la premiére lentille. La premiére lentille collimate les photons
de fluorescence. Le faisceau collimaté traverse ensuite un hublot de diamétre D = 45
mm. Enfin les photons sont focalisés par la deuxiéme lentille vers une photodiode a l'ex-
térieur de ’enceinte. De plus, I'ajout d’un miroir sphérique du coté opposé a la lentille
permet de 'presque’ doubler 'efficacité de collection. On estime alors & 30% l'incertitude
sur 'efficacité de collection du systéme présenté. 7. s’écrit :

2

D
e =g = 010003 (4.32)

Connaissant le taux de conversion de la puissance lumineuse en courant électrique spé-
cifique a la photodiode (Thorlabs - DET100/A) a la longueur d’onde A = 589 nm (0.25
A.W™), on mesure un maximum de fluorescence d’atomes de sodium dans 1'état fonda-
mental de ¢ = 60 pW. On trouve alors : Ny = 3.0 + 0.9 x 107 atomes pour un volume
d’excitation estimé & 0.05040.015 cm?®. La densité d’atomes de sodium dans I’état fonda-

mental est estimé a : ny = 5.9 + 3.5 x 10% cm 3.

4.4.1.2 Détermination de la fraction d’atomes excités dans un état de Ryd-
berg par une excitation laser résonante & deux photons

La fraction d’atomes de sodium excités dans un état de Rydberg est déterminée par
la solution stationnaire des équations de taux décrivant notre excitation laser & deux pho-
tons. On considere un systéme fermé a trois niveaux comme représenté sur la figure 4.13 :
le premier niveau (1) est 'état fondamental du sodium 35 /. Le niveau relais (2) est 1’état
excité 4P3/o. L’état final (3) est I'état de Rydberg 48s. Soit les coeflicients d’Einstein A;;
pour I’émission spontanée, B;; pour 'absorption et ’émission induite. On note W;; les
taux d’absorption et d’émission induite.

Soit une transition dipolaire électrique de fréquence v;; et de moment dipolaire de tran-
sition p;;. Le coefficient d’Einstein pour I’émission spontanée A;; est relié au moment
dipolaire de transition par la relation [Hilborn, 1982] :

2(2m)%v s

Ai i
I 3eghc?

(4.33)
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Les coefficients d’Einstein A;; et B;; sont reliés par la relation [Hilborn, 1982] :

8rhu,
=— . Bij (4.34)

Les coefficients d’absorption et d’émission induite B sont définis comme les coefficients de
proportionnalité entre les taux d’absorption et d’émission induite et la densité d’énergie
par unité de fréquence, u(v) (en J.Hz7'.m™3) pour une radiation dipolaire électrique de
fréquence v.

Dans le cas général d’une radiation non monochromatique de densité spectrale d’énergie
u(v), la densité d’énergie dans l'intervalle spectral [v,v + dv] est u(v)dv. On a donc :

+o0 . I . . I
fo u(v)dv = %60E2 comme étant la densité d’énergie par unité de volume. Pour une

. . + N . .
onde progressive (par exemple un faisceau laser), on a: [;" u(v)dv = £ ou I est I'intensité
de 'onde progressive. Les taux d’absorption et d’émission induite s’écrivent dans le cas
général :

+o0
Wij = Bz‘j/ u(v)g(v — vij)dv (4.35)
0

ol g(v — v;;) est la forme de raie atomique normalisée (intrinséque ou due & un élargisse-
ment inhomogeéne) afin de prendre en compte la réponse atomique. Ainsi f0+oo g(v)dv = 1.
Il est possible de distinguer alors deux cas :
— Dans le cas d’'une onde quasi-monochromatique de fréquence v; dont la largeur
spectrale est beaucoup plus petite que la largeur de raie atomique, on pose : u(v) =
51/14%: et les taux d’absorption et d’émission induite s’écrivent alors :

I
Wij = Bij—g(ve = vy) (4.36)

— Dans le cas ou au contraire 'onde n’est plus quasi-monochromatique, de largeur
spectrale beaucoup plus grande que la largeur de raie atomique, on pose : g(v—v;;) =
0w, et les taux d’absorption et d’émission induite s’écrivent alors :

Wi = Biju(vij) (4.37)

Excitation pulsée 3S-4P Munis des fonctions d’onde des états liés labélisés |3.5),
|4P) du sodium, nous calculons le moment dipolaire de transition, soit I'intégrale radiale :
(3S|er |4P). Ainsi, nous avons accés au taux d’émission spontanée : Ay = 3.67 x 10% s71,
ainsi qu’au coefficient d’Einstein By = By = 7.94 x 10'® m3.J7!.Hz. Cette transition, a
A12 = 330.3 nm, est réalisée par un laser pulsé. La largeur spectrale du laser UV (= 40
GHz), de profil L(r) normalisé, est beaucoup plus grande que le profil Doppler transverse
des atomes de sodium dans I'état 3.5/, (= 60 MHz). Connaissant la puissance instantanée
du laser : P = 1.5 x 10* W, pour un volume d’excitation cylindrique de surface S (de
rayon r—1 mm), on en déduit la densité d’énergie dans ce volume par unité de fréquence :
U (V) = Bt L(v). Les taux d’émission et d’absorption induite s’écrivent dans notre cas,

équation 4.37 : W12 = ng = Blg Pglst (Vlg), et valent : W12 = W21 =1.261 x 1098_1.
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48s x (3)
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FIGURE 4.13 — Schéma du systéme a trois niveaux décrivant ’excitation laser a deux pho-
tons vers un état de Rydberg & partir du niveau fondamental du sodium. Les populations
atomiques sont décrites par les équations de taux.

Excitation continue 4P-48s Pour le moment dipolaire de transition (4P|er |48s),
nous extrapolons les taux d’émission spontanée Ay, s, calculés dans la littérature [Lind-
gard and Nielsen, June 1977] de n — 8 & 12, suivant la loi (n — d5) 73, ou d, est le défaut
quantique des états de Rydberg de moment orbital [ = 0, pour le sodium J; = 1.35. On
trouve pour n = 48 : Asy = 1.42 x 103 s7!, et Bys = B3y = 6.42 x 10'¢ m3.J~1 . Hz. De
plus, le laser continu a Aoz = 899.4 nm de puissance Pg = 1.5 W, est trés fin spectra-
lement par rapport au profil Doppler transverse des atomes de sodium dans l'état 4P,
noté g(v) (le laser UV n’opérant aucune sélection en vitesse transverse des atomes dans
I'état fondamental). Les taux d’absorption et d’émission induite s’écrivent alors, équation
4.36 : Wos = Wiy = ngIITRg(Vgg), ot Iig = £= avec S la surface du volume d’excitation

5
cylindrique. On trouve : Was = Wy, = 1.01 x 10% s71,

4.4.1.3 Conclusion

Les solutions des populations atomiques sont représentées sur la figure 4.14. Nous
avons pris en compte la dépendance en temps de l'excitation laser car les atomes ne
croisent qu’'un temps fini les deux faisceaux contrapropageants. Cette dépendance en
temps est représentée schématiquement sur la figure 4.15. La solution stationnaire donne
une fraction d’atomes dans I'état 48s : Nygs = 0.075 £ 0.01 x Ny. L’incertitude sur la
fraction finale représente une incertitude de 10% sur le rayon du volume d’excitation
cylindrique. Par cette méthode, nous estimons la densité d’atomes dans 1’état 48s de :
Nygs = 4.4 £ 2.4 x 10" em™3. Cette mesure indirecte de la densité du gaz d’atomes de
Rydberg conforte la méthode présentée dans ce chapitre basée sur 'interaction a deux
corps. Le résultat numérique que nous déduisons (étant aussi plus précis) est contenu dans
la barre d’erreur de la détermination de la densité par la méthode standard.

4.4.2 Erreurs systématiques

Une mesure expérimentale est soumise a plusieurs sources d’erreurs. Parmi ces sources
d’erreurs, on trouve les incertitudes aléatoires expérimentales inhérentes aux appareils
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FIGURE 4.14 — Solutions dépendantes
du temps des équations de taux régis-
sant les populations atomiques du ni-
veau 351/, (niveau fondamental du so-
dium) en bleu, du niveau 4P;/; en rose,
et de I’état de Rydberg 48s en vert.

1x10° 5x10° 1x10° 5x10° 1x107 5x107 1x10°°
Temps(s)

FIGURE 4.15 — Dépendance en temps de
I’excitation laser dans le référentiel des
atomes. En bleu, le pulse d’excitation du
laser UV dure 9 ns. En rouge, la durée
d’excitation du laser continu IR est don-
née par le temps de vol des atomes dans
le faisceau.

de mesure. L’étude des incertitudes expérimentales a été présentée dans la partie 4.3.3.
Une autre classe d’erreurs moins évidente a mettre en évidence, pour laquelle en général
une étude statistique est inutile, contient les erreurs systématiques. Ces erreurs peuvent
étre estimées par une analyse des conditions expérimentales et des techniques employées.
Dans le cadre de notre expérience, nous soulevons deux sources d’erreurs systématiques
possibles. Premiérement, le phénomeéne mis en évidence provient d’une interaction a deux
corps (I'interaction dipole-dipole), la probabilité de passage adiabatique moyennée sur
tout le volume d’atome de Rydberg est dépendante de la densité a travers la distribution
des distances au premier plus proche voisin. Dans le modéle théorique présenté dans
la partie 4.2.2, nous avons considéré une densité homogéne sur tout le volume, ce qui
n’est en réalité pas le cas. Dans le cas d’une distribution non homogeéne en densité, le
facteur ¢ du modéle déterminé par les données expérimentales, relie le signal mesuré ST
et la densité moyenne de la distribution (n) = ¢gST. Nous traiterons alors 1’ajustement
des données expérimentales en prenant en compte une distribution en densité dans le
volume d’excitation. La deuxiéme source d’erreur systématique soulevée dans cette partie
concerne la mesure des signaux. Les signaux du détecteur correspondant a la production
d’état 48p et 47p, 48s, sont intégrés séparément dans le temps. Nous allons alors prendre
en compte un petit recouvrement en temps des deux signaux dans le modéle pour ajuster
les données expérimentales, c’est-a-dire si une partie d’un signal a été intégrée par erreur
dans 'autre.

4.4.2.1 Distribution spatiale de la densité

En supposant que les atomes de sodium dans 1’état fondamental sont répartis de facon
homogene dans le pulse de gaz, la densité d’atomes de Rydberg, elle, n’est pas homogene
sur tout le volume d’excitation laser du au profil d’intensité transverse des lasers (en par-
ticulier du laser IR). Afin d’assurer la meilleure homogénéité spatiale possible, d’une part,
les puissances laser utilisées sont suffisantes pour saturer les deux transitions atomiques,
ce qui réduit la dépendance spatiale de la densité sur le volume d’excitation. D’autre part,
deux iris intersectent a angle droit les deux faisceaux lasers afin de ne conserver que la
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partie centrale transverse intense des faisceaux (qui ne sont pas focalisés). De plus, le jet
atomique de sodium dans I’état fondamental traverse les plaques du dispositif expérimen-
tal au travers un trou de 1.5 mm de diamétre, de sorte a ne sélectionner que la partie la
plus intense du jet supersonique.

Si la densité n’est pas homogene sur tout le volume d’excitation, nous considérons alors un
volume local d7. Localement, le nombre d’atomes dans I’état 48p produits par le processus
de passage adiabatique s’écrit :

1
AN = §nlocald7' (485485 — ATpd8p) ar (4.38)

Mocal, g¢

Nous noterons dans la suite, pour plus de clarté dans les expressions :

(485485 — 4TpA8p) r = F(n)

da
Mocals q¢

Sur tout le volume d’excitation, le nombre total d’atomes produits dans 1'état 48p s’écrit :

v

N / AN = 2 (1 F () (4.39)

Le nombre total d’atomes de Rydberg dans les états 48p, 47p et 48s s’écrit :
N = [ it = )V (4.40)
1%

On suppose raisonnablement que les deux signaux S** et ST sont proportionels aux
nombres d’atomes, respectivement N4 et N7 avec le méme facteur de proportionalité,
alors :

S48p — S_TM (4.41)

2 (n)

Par un développement de Taylor au second ordre de la fonction nF(n), on montre
d*F(n) 2 dF(n)

que
[F(<n>)+%An2< dn? lw  (n) dn <n>)} 442

ou An est le moment d’ordre 2 de la distribution de la densité. L’expression 4.42
constitue la nouvelle fonction afin d’ajuster les données expérimentales. Il s’agit alors
d’un ajustement a deux paramétres (g,An). g étant toujours le facteur de conversion
entre le signal mesuré ST et la densité moyenne de la distribution : (n) = gST. Dans ce
cas, un ajustement par la méthode des moindres carrés donne le meilleur ajustement pour
les paramétres : (g = 4.16 x 101 cm ™2 /V, An=3.9%10~* cm~3). La déviation standard sur
le paramétre g de 7.5x 10" cm™/V. En revanche, le paramétre An est trés mal déterminé
par 'ajustement, la déviation standard vaut 470 cm 3. Nous pouvons donc en conclure
que les données expérimentales ne sont pas sensibles a une distribution non homogene de
la densité et que I'ajout d’un parameétre tel que le deuxiéme moment de la distribution
de la densité n’est pas pertinent pour l’exactitude de nos données expérimentales. La
détermination de la densité 7 au travers le parameétre g est donc sans biais par rapport a
une distribution non homogéne de la densité sur tout le volume d’atomes de Rydberg.

ST
2

S48p _
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4.4.2.2 Séparation des signaux S et S*7P.18s

Une séparation parfaite des deux signaux d’ions provenant des états 48p et 47p, 48s
est nécessaire. En effet, une erreur dans l'intégration du signal pour la mesure entraine-
rait une sous ou sur-évaluation d’un signal par rapport a 'autre, induisant une erreur
systématique sur la détermination de la densité du gaz au travers le paramétre g du mo-
déle. Comme nous ’avons présenté au chapitre 3 dans la partie 3.2.3.4, notre séquence de
détection, par champ électrique pulsé, permet de complétement séparer en temps d’arri-
vée, au niveau du détecteur, les deux paquets d’ions provenant des états 48p et 47p, 48s.
Les deux signaux sont alors séparés de plus d’une microseconde. Nous assurons alors que
aucune portion d’un signal n’est malencontreusement intégré avec ’autre signal. Nous le
vérifions expérimentalement en produisant directement des états 48p en champ électrique.

Si par hypothése nous faisons une erreur e sur l'intégration du signal, c’est a dire qu’une
partie du signal est intégré dans la mauvaise boite (nous prenons le méme pourcentage
d’erreur associé aux deux signaux), le probléme se trouve simplifié par les deux points
suivants :

— Le modeéle relie le signal de production d’état 48p, S*?, en fonction du signal total.
Le signal total n’étant pas soumis a cette erreur systématique, cette erreur d’inté-
gration du signal n’est donc présente que pour la valeur du signal de production
d’état 48p, on note S** le signal de 48p mesuré contenant ’erreur d’intégration :

S48p* — (1 o 6)548p + 6547p+488 (443)

— La production linéaire par absorption du rayonnement du corps noir par les atomes
dans état 48s, S est soumise a la méme erreur systématique. La correction des
données expérimentales par cette production corrige une partie de ’erreur systéma-
tique : intégration d’un pourcentage du signal S*P+4% dans le signal S**. En effet,
le signal de production d’état 48p du au processus de transition Landau-Zener Sﬁép,
ainsi qu’au processus d’absorption du rayonnement du corps noir Ségé)R, contenant

I’erreur d’intégration s’écrit :

Sﬁ;TBBR =(1-¢ (Sﬁp + Sésé)R) + eG4TPASs (4.44)

Le signal de production d’état 48p du au seul processus d’absorption du rayonnement
du corps noir SésBpR, contenant l’erreur d’intégration s’écrit :

Sl = (1 — €)Spiby + €S4TP48s (4.45)

La correction de S*}, o par S*® %, corrige du terme systématique eS47:485,

Il reste au final : S7* = (1 — ¢)S%8, Cette légére perte du signal d’état 48p a donc pour
effet de sous-évaluer la production d’état 48p. La sous-évaluation du signal est légeére
car elle n’affecte que le signal S%P, ce signal étant environ un ordre de grandeur plus
petit que S4PT185_Sj le signal n’était pas corrigé de la production due a I'absorption du
rayonnement du corp noir, alors une légére erreur d’intégration du signal aurait de plus
lourdes conséquences sur l’analyse des données expérimentales.
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Afin de quantifier, d’aprés les données expérimentales, si ces derniéres sont soumises
a une erreur systématique d’intégration du signal mesuré, nous ajustons les données ex-
périmentales avec un modéle tenant compte de I’erreur :

1
S — (1 — 5)55T (485485 — 4Tp48p), or ar (4.46)

Il s’agit d’'un ajustement a deux paramétres (g,e). Dans ce cas, un ajustement par la
méthode des moindres carrés donne le meilleur ajustement pour les paramétres : (g =
4.15 x 10" em™3/V, € = 5.9 x 10713). La déviation standard sur le paramétre g de
7.4x10" ¢cm™3/V. La déviation standard sur le paramétre ¢ vaut 0.015. Nous trouvons
donc une valeur compatible avec zéro pour I'erreur d’intégration du signal. Nous pouvons
en conclure que les données expérimentales ne sont pas soumises a I’erreur systématique
d’intégration du signal pour la mesure. Le modéle présenté dans la partie 4.2.2 reste donc
un bon modéle pour interpréter les données expérimentales.

4.4.3 Role d’un troisiéme corps

Le modéle présenté dans ce chapitre repose sur 'hypothése d’une interaction a deux
corps dans un modéle au plus proche voisin. Afin de verifier la validité de cette hypothése
outre par 'ajustement du modéle théorique des données expérimentales, nous voulons
estimer la proportion d’atomes de Rydberg dont la distance avec le deuxiéme plus proche
voisin serait comparable a la longueur de I'interaction. D’une maniére générale, pour un
atome, la distribution d’Erlang f(r, k) représente la densité de probabilité de présence,
47tr? f(r, k), d’un k-iéme plus proche voisin & une distance r, et s’écrit :

3 () ey

fr k) = mi(a%)k e (4.47)

Soit pour la densité maximale accessible dans notre expérience 7,,,, = 8 x 107 cm ™3, et
en utilisant la distance interatomique de coupure notée ry dans le modele, la plus grande
accessible expérimentalement, 7o ma = 8 pm, on trouve que 1.3% des atomes ont un second
plus proche voisin a moins de ¢ nax. Seulement pour cette fraction d’atomes, un modéle
d’interaction a deux corps n’est plus suffisant et D'efficacité de transition dans le modéle
Landau-Zener sera affecté par les interactions a trois corps. Pour une densité typique
dans notre expérience = 5 x 107 ¢cm ™3, cette fraction d’atome chute en dessous de 0.5%.
Les phénoménes a trois corps influencent la détermination de la densité par la méthode
présentée dans ce chapitre, cependant, la détection de la proportion d’atomes concernée
est inaccessible due aux incertitudes expérimentales représentant la barre d’erreur sur la
détermination expérimentale de la densité.
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Conclusions

La méthode présentée dans ce chapitre a pour but la mesure précise de la densité
d’un gaz d’atomes de Rydberg basée sur le passage adiabatique au travers un croisement
évité dont les états de paire sont couplés par 'interaction dipole-dipole. Nos données ex-
périmentales reproduisent trés bien le modéle d’interaction a deux corps présenté dans
toute la gamme des distances interatomiques sondées. La mesure d'une production non
linéaire d’atomes dans I’état final d’une transition, en fonction du signal total d’atomes de
Rydberg est un moyen simple et pratique pour estimer ou mesurer précisément la densité
du gaz d’atomes de Rydberg. Dans ce modele, seulement la connaissance de l'interaction
dipole-dipole entre ces états, soit des moments dipolaires de transitions des états de Ryd-
berg mis en jeu, ainsi que le controle expérimental de la variation du champ électrique sont
nécessaires pour estimer ou mesurer précisément la densité du gaz d’atomes de Rydberg.

Etant donné la complexité des états électroniques des atomes et des molécules dans
des états de Rydberg, ces systémes présentent de nombreux croisements évités en champ
électrique pour autant que les interactions a longues distances soient significatives. La
méthode présentée dans ce chapitre est donc applicable & de nombreux systémes. Cette
méthode est applicable a des gaz de Rydberg de plus basse densité dans le but de sonder
des distances inter-atomiques plus grandes. Ceci peut étre mis en oeuvre en excitant des
états de Rydberg de plus grand n ou alors en appliquant une variation de champ électrique
plus lente, tant que les atomes d’une paire peuvent étre considérés comme gelés durant le
temps de transition adiabatique. Cette méthode peut permettre également de sonder des
distances interatomiques plus petites que nous ’avons fait, dans des gaz de Rydberg de
plus haute densité tant que le modéle d’interaction a deux corps reste valable. Il s’agit par
exemple, d’un outil de diagnostique pratique pour mesurer précisément la densité dans le
cas de I’évolution d'un gaz d’atomes ou de molécules de Rydberg froid vers un plasmas
|[Morrison et al., 2008]. De plus, la déviation par rapport au modéle & deux corps peut
étre une signature de phénomeénes a trois corps.

De plus, cette méthode donne un accés expérimental a la distribution aux plus proches
voisins du gaz de Rydberg. Dans le cas d’atomes de Rydberg en régime de blocage di-
polaire, cette méthode est une preuve directe de l’isolation d’'un atome dans sa spheére
de blocage |Gaétan et al., 2009, Urban et al., 2009|. Notre modéle tient compte d’une
éventuelle distribution au plus proche voisin anisotropique, ce qui est le cas lorsque 1’'on
isole un croisement évité dont la probabilité de transition est anisotropique. Dans le cas
d’atomes de Rydberg en régime de blocage dipolaire induit par une interaction dipole-
dipole anisotropique, la direction du champ électrique induisant le passage adiabatique a
travers le croisement évité permet alors de sonder la distribution au plus proche voisin en
fonction de son orientation.
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Chapitre 5

Mesure du bruit de projection
quantique

Introduction

Les développements des techniques de piégeages d’ions (les piéges de Penning et de

Paul) combinés aux techniques de refroidissement (par collision avec un gaz tampon et
refroidissement Doppler ou par bandes latérales) ont permis d’atteindre des températures
de l'ordre du mK et des confinements de 1 & environ un million d’ions sur de trés grandes
durées (supérieures a une seconde). Ces systémes d’ion unique sont des systémes idéaux
en physique atomique et quantique. Les méthodes d’amplificateur quantique (ou electron-
shelving) et de ’saut quantique’ ont permis par exemple des mesures de transitions trés
fines ou encore du moment du quadrupole électrique d’un ion unique, revues en détails
dans 'article [Wineland et al., 1995]. De nos jours, ces mesures peuvent atteindre un ni-
veau de précision meilleur que 1074,
En particulier, les premiéres mesures de bruit de projection quantique (ou fluctuation
quantique) ont été réalisées sur un systéme d’ion unique '"Hg™* et d’un groupe d’ions
9Be™ [Itano et al., 1993]. Dans ces systémes, il n’y a pas de fluctuation du nombre d’ions
et en utilisant la méthode d’amplificateur quantique, il est possible de rendre négligeable
la fluctuation statistique du systéme de détection, rendant le bruit de projection quan-
tique accessible. Pour des ensembles d’ions ou d’atomes non corrélés, il s’agit d’un bruit
fondamental limitant les mesures de spectroscopie.

Les systémes d’ions et d’atomes préparés dans des états collectifs [Turchette et al., 1998|
(dénommeés ’squeezed spin states’) offrent de nombreuses applications d’intérét dans les
domaines de I'information quantique [Shor, 1997, Braunstein and van Loock, 2005], de la
cryptographie |Bennett and Brassard, 1984| et des références de temps, permettant des
mesures spectroscopiques en dessous de la limite quantique standard [Wineland et al.,
1994, Blatt and Wineland, 2008, Appel et al., 2009]. Depuis la discussion sur la non lo-
calité de la mécanique quantique dans l’article historique d’Einstein de Podolsky et de
Rosen |Einstein et al., 1935], la premiére démonstration expérimentale sur des états de
polarisation de paire de photons intriqués a eu lieu au début des années 1980 |Aspect
et al., 1982]. Dans le cas d’atomes de Rydberg, la démonstration expérimentale de I'in-
trication de deux atomes de 8'Rb, lors de Iexcitation dans un état de Rydberg a partir
de I'état fondamental, a été réalisée en 2009 a 'aide du blocage dipolaire [Gaétan et al.,
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2009, Wilk et al., 2010].

Ce chapitre est consacré a la mesure expérimentale du bruit de projection quantique pour
des superpositions cohérentes entre les états de Rydberg (du sodium) 47ps/, et 48ps/-
préparées a ’aide d’une transition a deux photons dans le domaine des fréquences micro-
ondes. Dans une premiére partie, nous expliciterons le bruit de projection quantique pour
un ensemble d’atomes non corrélés, pour un cas pur et dans le cas d’'un mélange statis-
tique, en introduisant le formalisme de la matrice densité. Pour un processus d’oscillations
de Rabi lors d’une transition a deux photons, nous simulerons le bruit de projection quan-
tique par le processus de mesure. Dans une seconde partie, nous modéliserons I’expérience
afin de prendre en compte la fluctuation du signal de notre dispositif expérimental, le jet
supersonique. Nous verrons que le bruit de projection quantique expérimental peut étre
extrait par une analyse en fonction du signal, du nombre d’atomes. Les résultats expé-
rimentaux sont en accord avec le modéle proposé. La derniére partie de ce chapitre est
consacrée a la démonstration théorique de ’application de la mesure du bruit de projec-
tion quantique lors d’une transition a deux photons entre les états de paire d’atomes de
Rydberg, comme preuve de l'intrication des atomes d’une paire lors d'un processus de
passage adiabatique autour d’une résonance de Forster (transition Landau-Zener).
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5.1 Processus de mesure en mécanique quantique

5.1.1 Généralités

L’interprétation des théories de la mécanique quantique par I’expérience repose sur la
mesure des systémes quantiques. La relation entre la mesure expérimentale et la théorie
quantique a toujours souffert de problémes d’interprétation depuis son développement au
début du 20éme siécle jusqu’a nos jours, illustrée par ’expérience de pensée du chat de
Schrodinger. La mécanique quantique décrit les systémes physiques isolés par un vecteur
d’état dont ’évolution est régie par ’équation de Schrodinger, cette évolution unitaire et
réversible, est complétement déterministe. Cependant, la mécanique quantique ne prédit
pas le résultat d’une expérience mais la probabilité d’observer un résultat, soit la proba-
bilité de mesurer un événement. Une des difficultés majeures de la théorie quantique est
de décrire la dynamique du systéme ’systéme quantique - appareil de mesure’. Ce pro-
bléme a été explicité pour la premiére fois par [von Neumann, 1955|, il décrit les appareils
de mesure comme étant des systémes quantiques dont les états sont corrélés aux états
propres de l'observable mesurée lors des processus d’interaction entre le systéme étudié
et I’appareil de mesure. Cette description ne décrit pas le comportement classique des
appareils de mesure et souffre d’ambiguité. L’'interprétation rendant compte de nombreux
résultats expérimentaux est 'interprétation de Copenhague, communément admise. Dans
cette approche, les appareils de mesure sont des systémes classiques, et aprés une mesure,
le systéme se retrouve dans I’état correspondant a la valeur propre de I’observable mesurée
(comme le montre entre autres l’expérience historique de Stern et Gerlach [Gerlach and
Stern, 1922|). Dans cette interprétation, le vecteur d’état correspond a une description
compléte du systéme et la mesure perturbe le systéme quantique qui subit une soudaine
modification, incontrolable, dont le résultat ne peut pas étre prédit, dénommeée dans la
littérature réduction du paquet d’onde. 1l s’agit alors d’une projection sur I’état corres-
pondant a la valeur mesurée, cette projection est non unitaire et irréversible.

Dans la théorie de la mécanique quantique, cela se traduit en terme de moyenne
quantique qui est une moyenne d’ensemble. Si 'on prépare un systéme quantique dans un
état |¢), que I'on mesure une observable A et que ’on répéte un nombre infini de fois cette
mesure avec le systéme quantique toujours préparé dans le méme état, alors la moyenne
de ces mesures s’écrit :

@lAW
=) (5-1)

Nous obtenons la méme moyenne quantique si I'on prépare un nombre infini de sys-
témes quantiques identiques dans le méme état |¢)) (sans corrélations entre eux). Le résul-
tat de la mesure de I'observable A sur chaque élément de cet ensemble est une moyenne
d’ensemble donné par 5.1. Alors, la moyenne d’ensemble correspond & la probabilité P,
d’obtenir le résultat a correspondant & une valeur propre de 'observable A lorsque 'on
mesure l'ensemble des systémes tous préparés dans 1’état [¢). Pour un état [¢)) normalisé
(ie (¢|yp) = 1), la probabilité P, s’écrit :

Pa= (] Aly) = [(aly)[? (5.2)

La théorie de la mesure a été traitée en détail dans les ouvrages de références de von
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Neumann [von Neumann, 1955] et Bohm [Bohm, 1951] et a été revue par exemple dans
les articles |[Balian, 1989 et |Peres, 1986].

5.1.2 Bruit de projection quantique

L’exemple le plus basique est la mesure de population des états d’un systéme a deux
niveaux {|g),|e)}, le systéme étant préparé dans une superposition cohérente |¢)) =
¢g |g) +cele). Siun des deux coefficients ¢, ou ¢, est nul, le résultat d’une mesure sur 1’état
du systéme est connu avec certitude. Dans le cas contraire, le résultat de la mesure n’est
connu que de maniére probabiliste, c’est & dire que \cg\z = p, et \06\2 = p. représentent
respectivement les probabilités de trouver le systéme dans ’état |g) ou |e) (pour un vec-
teur d’état normalisé). L’indétermination sur la mesure est une caractéristique profonde
de la mécanique quantique (reliée au principe d’incertitude d’Heisenberg). La projection
du vecteur d’état lors d’une mesure est donc aléatoire et est une source de fluctuations
nommeé bruit de projection quantique.

Pour un atome a deux niveaux, on peut facilement exprimer la variance de ’observable
P, = |e) (e] (défini comme un projecteur vérifiant P? = P,) correspondant a la mesure de
trouver I’atome dans 1'état |e) :

(APG)2 = <(P <e>)2> (5.3)
(P2) = (P.)"
= (F) (1—(F))
= pe(1—pe)
(5.4)

Dans le cas d’une assemblée de N atomes (non corrélés entre eux), les probabilités
de mesurer les populations dans ’état |g) noté N, et dans I’état |e) noté N, (avec donc
Ny, + N, = N) s’écrivent mathématiquement par la distribution binomiale. En effet,
pour chaque atome formant ’ensemble des N atomes tous préparés dans le méme état
quantique, la mesure de la probabilité p, de mesurer I’état |e) correspond & une épreuve de
Bernoulli. La somme de variables aléatoires, dite de Bernoulli, est régie par la loi binomiale
et la probabilité de mesurer N, atomes dans I’état |e) s’écrit [Taupin, 1988] :

N! N, N-N,
P(N,,N,pe) = —————— (pe) ¢ (1 — pe ¢ 5.5
( Pe) Ne!(N_Ne)!(p) (1 —pe) (5.5)
Dans le cas de la mesure sur une assemblée de N atomes non corrélés entre eux, la
variance de la distribution binomiale s’écrit [Taupin, 1988] :

U(2QPN = Npe(1 = pe) (5.6)

La variance de la distribution binomiale correspond au bruit de projection quantique,

elle vaut 0 pour p, = 0 ou p. = 1 c’est a dire lorsque le résultat de la mesure est connu

avec certitude et est maximale pour p. = 0.5, elle vaut dans ce cas %. Dans ce cas

simple, la valeur de la fluctuation quantique se déduit directement de la probabilité p.. La
fluctuation quantique est un bruit fondamental sur les mesures de populations atomiques.

118



5.2 OSCILLATIONS DE RABI A DEUX PHOTONS ENTRE DEUX ETATS DE
RYDBERG

5.2 Oscillations de Rabi a deux photons entre deux
états de Rydberg

Afin de préparer les atomes dans une superposition cohérente du type [¢) = ¢, |g) +
¢e |€), un moyen simple et bien connu est le couplage dipolaire électrique entre les états |g)
et |e) par un champ électromagnétique. Dans les expériences présentées dans ce chapitre,
nous utiliserons un couplage & deux photons dans la gamme des fréquences micro-onde
entre les états de Rydberg du sodium 47p3/, et 48ps/5. Dans cette partie, nous introduirons
les résultats théoriques pour le traitement d’un systéme a trois niveaux couplés par deux
photons. Nous introduirons le formalisme de la matrice densité afin d’exprimer la variance
de la mesure d’une population dans le cas d'un mélange statistique ou simplement d’un
cas pur. Nous utiliserons également le formalisme de la matrice densité pour résoudre
numériquement 1’évolution au cours du temps des populations du systéme a trois niveaux.
Nous simulerons le bruit de projection quantique pour ce processus d’oscillation de Rabi
a deux photons.

5.2.1 Interaction atome a deux niveaux - champ classique

Le traitement d’un systéme a deux niveaux soumis a une interaction a deja été traité
dans la section 3.1.1 du chapitre 3. Nous le redéveloppons ici en traitant l'interaction avec
un champ électrique classique oscillant. La théorie semi-classique traite donc de l'inter-
action d’'un atome & deux niveaux avec un champ oscillant classique, les deux systémes
étant couplés par l'interaction dipolaire électrique. Ce probléme basique est traité dans
les ouvrages de référence de mécanique quantique. Nous aborderons dans cette partie les
résultats théoriques principaux, notamment sur la dynamique et ’évolution du systéme
a deux niveaux couplés & un champ électrique oscillant (traité en 1937 par Rabi [Rabi,
1937]).

5.2.1.1 Hamiltonien semi-classique dans I’approximation de ’onde tournante

Soit un atome constituant un systéme a deux niveaux défini par la base {le) , |g)} dont
la fréquence de transition est notée wy. L’atome interagit par couplage dipolaire électrique
avec un champ classique noté : E (t) = Eq cos (wt + ¢) réel L.

Le hamiltonien de ’atome isolé s’écrit :

FL’LUQ
i1y = "2 () (e] ~ lg) o) 5.7)
Dans la base {|e),|g)}, le hamiltonien de I’atome isolé s’écrit :
h
Hy = %az (5.8)

en ayant utilisé les matrices de Pauli dont les expressions sont données par :

/01 (0 —i /1 0
2=\ 10 )% i 0 )T \0o -1

1. Nous ne tenons pas compte de la dépendance avec les coordonnées spatiales car nous ne traitons
pas les degrés de libertés externes de I’atome considéré comme fixe.
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Le hamiltonien de couplage dipolaire électrique entre 'atome et le champ électrique
classique s’écrit :

V =—d.E(t) (5.9)

ou d est opérateur dipole électrique : d = ef. On note I’élément de matrice (e|d |g) =
d.y. Avec d.4 réel, en posant d.,Eq = —hQ (ou 2 est la fréquence de Rabi classique) et
en introduisant les opérateurs o_ = |g) (e| et o = |e) (g|, 'expression 5.9 s’écrit :

V = hQcos(wt + ¢) [0y +o_] (5.10)

Finalement, le hamiltonien décrivant 1’atome et son interaction avec le champ élec-
trique classique s’écrit :

15
H=Hy+V = %02 + hQd cos(wt + @) (o4 + 0_] (5.11)

En se placant dans le référentiel tournant a la fréquence du champ électrique w c’est
a dire en appliquant une rotation décrite par 'opérateur R(t) = €57 et en appliquant
I’approximation de l’onde tournante consistant a ne garder que les termes constants,
I’évolution de ¢ = R(t)1 est donnée par le hamiltonien :

RV .
H' = o+ = (6o +€%0_) (5.12)

ol § = w — wy est le désaccord. En posant : ' = /2 + 62 et

U= sin(?) sin(¢) (5.13)

avec tan(f) = %, le hamiltonien 5.12 peut se mettre sous la forme :

hY

Hl
2

Q. (5.14)

5.2.1.2 Solutions stationnaires

Les vecteurs propres de 'opérateur 4.0 contenu dans le hamiltonien 5.14 s’écrivent :
[+, = cos(8/2)e™"2 |e) + sin(6/2)e'? |g) (5.15)

=), = —sin(6/2)e "% |e) + cos(6/2)e'? |g) (5.16)

Les valeurs propres associées sont :

B, = (5.17)
2
sy

E.=—= (5.18)
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5.2.1.3 Oscillations de Rabi

Prenons, pour simplifier les notations, la phase du champ électrique classique nulle :
¢ = 0. Dans ce cas, si I’état initial est 1’état |g), alors :

[ (t = 0)) = —sin(6/2) [+), + cos(6/2) |-), (5.19)

Alors, & un instant ¢, on a :
1)(1)) = sin(6/2)e 2 |+) + cos(6/2)e’ = |—) (5.20)

Cette expression permet de calculer la probabilité de trouver a l'instant ¢ le systéme
dans l'état |e) :

P.(t) = [(e[o ()] (5.21)

Soit : ;
Q't Q Q't
R .2 _ .2
Pe(t) = Sln (9) S (7) = WSIH (7) (522)
L’expression 5.22, parfois appelée formule de Rabi décrit le phénomeéne des oscillations
de Rabi et montre que P.(t) oscille dans le temps a la pulsation €. La fréquence des os-
cillations augmente donc avec le couplage et avec le désaccord. La valeur maximale de

P.(t) vaut sin?(0) qui vaut 1 lorsque § = 0, et Q' = Q.

A résonance, pour § =0 :

— si Qt = 2, Pétat atomique est revenu dans son état initial. P.(35) = 0 et la fluc-
tuation quantique est minimale.

— si Qt = 7, Patome a absorbé un photon (ou quanta d’énergie) et la population
atomique est passé dans I'état excité |e). P.(5) = 0 et la fluctuation quantique est
minimale.

—si Qt = 7, I'état de 'atome est une superposition cohérente de |e) et [g) avec les
meéme coefficients : )

V2

Pe(55) = 0.5, la fluctuation quantique est maximale.

[p(Qt = m/2)) = —=(lg) —ile)) (5.23)

5.2.2 Interaction atome & 3 niveaux - deux photons

Pour traiter et simuler ’évolution dans le temps des populations d’un systéme a trois
niveaux, nous écrirons le hamiltonien du systéme dans le cas d'un atome a trois niveaux
dont la transition entre ’état initial et I’état final est quasi-résonante avec ’énergie de
deux photons. Nous traiterons le hamiltonien du systéme dans le cas d’un cas pur, puis
nous introduirons le formalisme de la matrice densité permettant de traiter un mélange
statistique. Nous exprimerons, en ces termes, la variance d’'une mesure de population sur
le systéme a trois niveaux. Les états de 'atome a trois niveaux sont notés {|), |a),|f)}.
La fréquence du champ électrique est proche des résonances de transitions pour |i) — |a)
et |a) = [f).
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5.2.2.1 Hamiltonien semi-classique dans ’approximation de ’onde tournante
Pour I’atome & trois niveaux en présence du champ électrique classique, le hamiltonien

s’'écrit :
H=Hy+V (5.24)

Les interactions entre les états de 'atome et le champ électrique sont données par :
V =Viu+ Vyy = —d.E (1) (5.25)

En utilisant les notations et le raisonnement employés dans la partie 5.2.1.1, les inter-
actions entre les états atomiques et le champ électrique peuvent étre réécrites en utilisant
les opérateurs : |i) (al, |a) (i| et |a) (f|,|f) (a] :

i
2

Via (2) {a| e + |d) (a| €™ + |a) (i| e ™" + |a) (i] €™") (5.26)

Pt (Ja) (£l + Ja) (F16™ +11) al e + 1) (] ) (5,27

avec, en ayant choisi d;, et dgy réels :

Vas =

th == —dm.EO (528)

hQaf == —daf.EO (529)

En effectuant 'approximation de ’onde tournante, nous conservons seulement les
termes résonants des expressions 5.26 et 5.27 :

hia . iwt S

Via = =5 (i) {al & + |a) (il =) (5.30)
hQa jwt —iwt

Var = =5 (la) {f1 €™ + 1f) (al ™) (5.31)

Alors, dans la base {|i),|a),|f)}, le hamiltonien s’écrit :

hwi (th/Q)e“”t 0
H= | (hQq/2)e ! haw, (R /2) ™" (5.32)
0 (hQaf/Q)e_iu”" hwf

5.2.2.2 Etude d’un cas pur

Dans cette partie, nous nous appuierons sur les résultats théoriques de I'article de
D. Kleppner |Gentile et al., 1989, présentant les résultats expérimentaux du processus
d’oscillation de Rabi a deux photons dans la gamme des fréquences micro-ondes, entre les
états de Rydberg de 'atome de calcium.

A partir de la figure 5.1, nous définissons les pulsations : w;f = w; — W, Way = Wy — Wy
et wi, = w; — w,. Le désaccord par rapport a I’état relais |a) est défini par : A = w — wj,.
Le désaccord par rapport a la résonance a deux photons : § = 2w — w;r = A + (W — way).
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Gl |f)

e — — — —— — — ]

|2

FIGURE 5.1 — Représentation des niveaux d’énergie pour une transition a deux photons
de fréquence w. A est le désaccord pour la résonance a un photon. ¢ est le désaccord pour
la résonance a deux photons.

L’état du systéme est décrit par le vecteur d’état :

[0(2)) = bi(t)e ™t [i) + by (t)e™ ™ |a) + bs(t)e ™1t | f) (5.33)

L’équation de Schrédinger dépendante du temps pour le hamiltonien 5.32, dans I’approxi-
mation de 'onde tournante, permet d’écrire les équations différentielles couplées pour les
coefficients b;, by et b,.

Pour le cas général (§ # 0), sous les approximations suivantes : § << A et Q2 Q?Lf, qui
expriment que la probabilité de transition a un photon entre 1’état initial et ’état relais
doit étre négligeable, une formule analytique est obtenue par élimination adiabatique de
’état relais. Si I’état initial du systéme est |i), alors la probabilité de trouver ’atome dans

I'état final |f) & un instant ¢ est donnée par :

b (1)) ~ Dy sin? (EQQt) (5.34)
02 2
avec :
QiaQaf
N po =
R2 QA
QF = Oy + (6 — 0p)? (5.35)
S~
if 4A

5.2.2.3 Meélange statistique de cas purs : formalisme de la matrice densité

La description des états par 'opérateur densité est un outil permettant de décrire
de nombreuses situations rencontrées en physique lorsqu’un systéme n’est pas isolé de
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son environnement. Notamment lorsque le systéme étudié est une partie d’un plus grand
ensemble (isolé) : élément d’un ensemble statistique. Si I’évolution du systéme est gouverné
par un hamiltonien H, I’évolution temporelle de la matrice densité est régie par I’équation
de Schrodinger? :

ihp = [H, ] (5.36)

— Pour un cas pur, |9k (t)) = bi(t) |i) + bo(t) |a) + b3(t) | f), la matrice densité pour le
systéme & trois niveaux est définie par pi(t) = |k (t)) (i (1)].
La moyenne d'un opérateur (ou d’une observable) A pour un cas pur s’écrit :

(A)e () = Tr(pr(t)A) (5.37)

— Dans le cas d’'un mélange statistique, la matrice densité s’écrit : p(t) = >, prpr(t),
pr étant le poids statistique de la matrice densité py(t) pour le cas pur k.
Par le formalisme de la matrice densité, la variance d’une mesure d’une observable
A d’un mélange statistique, s’écrit :

AA(t)? = (Z P (A%), (t)) — (Z Dk (A)k(t)> (5.38)

Sous cette forme, la variance d’une observable tient compte de la dispersion ’classique’
lice & la préparation de I’ensemble (dispersion des valeurs moyennes de 1’observable pour
les différentes composantes du mélange) ainsi que de 'incertitude fondamentale liée a la
mesure quantique (bruit de projection quantique ).

5.2.2.4 Simulation de la variance

Cette partie est redondante avec la partie théorique développée en 5.1.2, en effet, la
connaissance de la probabilité de transfert permet de déduire directement par la théorie
la valeur de la variance. Nous justifions une simulation numérique de la probabilité de
transfert ainsi que de la variance par les points suivants. Nous voulons vérifier d’une part,
les gammes de paramétres de désaccord par rapport a I’état relais A et de couplage €2 pour
lesquels I’état relais est trés peu peuplé. Ceci permet d’atteindre une probabilité de trans-
fert vers I’état final d’environ 1, permettant d’observer aussi une oscillation d’amplitude
maximale de la variance en fonction du temps d’application du couplage §2. D’autre part,
nous voulons vérifier que l'oscillation de la variance en fonction du temps d’application
du couplage est toujours significative lorsque nous tenons compte d’un bruit statistique
de détection. Enfin, la maitrise de ces simulations dans le cas simple d’une transition a
deux photons appliquée a un atome sera utile dans le cas des transitions a deux photons
appliqués aux systémes plus compliqués de paire d’atomes (partie 5.6) pour lesquels la
fluctuation quantique théorique n’est pas donnée.

2. Les expressions 5.32 et 5.36 sont le point de départ pour dériver les équations de Bloch-optique
pour un systéme & trois niveaux en échelle.
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Nous résolvons donc numériquement 1’équation de Schrédinger dépendant du temps,
équation 5.36, en considérant le hamiltonien 5.32, pour les populations de chacun des
trois niveaux (c’est a dire les éléments diagonaux de la matrice densité) pour un proces-
sus d’absorption résonnant a deux photons (§ = 0). La figure 5.2 représente 1’évolution
des populations des trois états atomiques pour ce processus a résonance ou, a t = 0 tous
les atomes sont dans I’état initial. Nous observons bien un transfert quasiment complet
entre 1’état initial et ’état final, I’état intermédiaire étant faiblement peuplé. La fréquence
de Rabi est en accord avec la fréquence de Rabi obtenue a partir des formules analytiques
5.34 et 5.35.

Afin de mettre en évidence le bruit de projection quantique pour une transition a deux
photons par l'intermédiaire d’un état relais, nous choisissons de simuler le processus de
mesure, permettant aussi de prendre en compte un bruit statistique de détection repré-
senté par une loi normale centrée en 0 et d’écart type on. La mesure consiste a mesurer
I’état final représentée par ’observable :

Or = [f) (/]

Dans la base {[i),|a),|f)}, 'observable mesurée est représentée par la matrice :

0, = (5.39)

S OO
S OO
_ o O

Partant d’un cas pur ou les atomes sont préparés dans I’état initial, nous connaissons
la probabilité de mesurer un atome dans l'état final, ps(¢) a chaque temps, figure 5.2.
Pour simuler la mesure de 1'observable O; d’une assemblée de N atomes, nous réalisons
N tirages aléatoires d'une épreuve de Bernoulli de probabilité p(t), puis nous sommons
ces N réalisations (représentant le signal atomique). Nous effectuons cette opération Ny,
fois & chaque pas de temps afin d’accumuler de la statistique. Alors, pour chaque pas de
temps, soit pour chaque valeur de probabilité de mesurer un atome dans I’état final pf(),
les Ny variances simulées correspondent a Ny, expériences de mesure sur une assemblée
de N atomes, donnée par 5.6. La variance du signal est représentée sur la figure 5.3, ici
dans le cas de ’évolution de ’état initial en fonction du temps pour ox=0.01 (en bleu),
0.05 (en violet), 0.1 (en vert).

Nous observons bien une variance plus grande autour de la valeur moyenne de la pro-
babilité, lorsque la probabilité vaut 0.5, et une variance plus petite lorsque la probabilité
vaut 0 et 1, comme attendue par la formule 5.6. Nous pouvons conclure qu’un bruit sta-
tistique de détection ajoute un terme constant a la variance du signal de mesure de 1’état
final, mais l'oscillation de la variance en fonction du temps reste significative 3.

5.2.3 Premiére mesure de la variance

Les détails expérimentaux de la génération et de ’application du champ micro-onde
dans la zone d’interaction avec les atomes de Rydberg seront donnés dans la partie 5.4.

3. Nous observons que la variance simulée n’atteind pas =~ 0 (dans le cas ou oa=0.01) lorsque la
probabilité de transfert pour I’état final atteind 1, cela est du & la faible population de 1’état relais. Les
oscillations rapides, dues a la population de I’état relais, sont plus prononcées lorsque la probabilité de
transfert vers I’état final tend vers 1, que lorsqu’elle tend vers 0.
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1.0 Etat initial

Etat final
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FIGURE 5.2 — Evolution des populations de I'état initial |7), de 1'état intermédiaire |a)
et de I’état final |f) en fonction du temps dans le cas d’une interaction a deux photons
résonnante pour : Q;, = Qp =20 us™!, A =200 us™' et 6 =0 us™'.
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FIGURE 5.3 — Variance simulée d’'une mesure de population dans I’état final en fonction
du temps, pour un nombre d’atomes N = 30, reproduit N, = 300 fois avec un bruit
statistique de détection d’écart-type op—0.01 (en bleu), 0.05 (en violet), 0.1 (en vert).

Nous utilisons une transition a deux photons 47ps/, — 48ps/, pour un jeu de parameétres
correctement choisi (désaccord par rapport a la résonance et puissance dans la zone d’in-
teraction avec les atomes de Rydberg) afin de réduire la période des oscillations de Rabi.
Nous excitons les atomes dans 1’état 47p0 en champ électrique comme décrit dans la partie
5.4, puis nous appliquons le pulse de champ micro-onde et nous faisons varier la durée
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d’application du pulse. Nous obtenons alors les oscillations de Rabi représentées en bleu
sur la figure 5.4.

De méme, nous excitons les atomes dans I'état 48p0 en champ électrique, puis nous appli-
quons le pulse de champ micro-onde, dont nous faisons varier le temps d’application. Le
résultat des oscillations de Rabi en émission stimulée est représenté en rose sur la figure
5.4.

l l

o
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Signal état 48p3/, normalisé

0.0

0 20C 400 60C 80C 100¢
Temps d'application du pulse micro-onde (ns)

FIGURE 5.4 — Oscillation de Rabi pour un processus d’absorption a deux photons en
bleu (47ps/, — 48p3/2) et pour un processus d’émission stimulée & deux photons en rose
(48p3/2 — 47Tps/2). Nous représentons le signal d’ions provenant de 'ionisation de 1'état
48p3/» normalisé en fonction du temps d’application du champ micro-onde. Les barres
d’erreur des points représentent les écarts-types des mesures du signal de transfert (sur
500 points) pour toute la dispersion de production du signal total.

A chaque pas de temps, nous effectuons 500 réalisations d’une expérience. Pour une
expérience, représentant une mesure sur un ensemble de N atomes, nous enregistrons le
rapport du signal de production d’état 48psz/, sur le signal total correspondant aux états
47p3/o et 48p3/o. Pour chaque pas de temps, la probabilité de transfert représentée cor-
respond a la moyenne sur 500 réalisations du signal d’état 47ps/, normalisé. Les barres
d’erreur expérimentales des points représentées sur la figure 5.4 correspondent aux écarts
types de la statistique de mesure sur les 500 réalisations a chaque pas de temps. Nous ne
distinguons pas de tendance de la variation de ’écart-type en fonction de la probabilité de
transfert. Nous pouvons donc conclure que sur ces 500 réalisations, le nombre d’atomes,
soit, le signal total fluctue trop et ’écart-type de la statistique de mesure est dominé par
la fluctuation du nombre d’atomes La fluctuation quantique est donc 'noyée’ dans la fluc-
tuation de la production des atomes du dispositif expérimental.

Il est donc nécessaire de développer un modéle correspondant a la mesure du signal

de I’état final tenant compte de la fluctuation du nombre d’atomes dans la statistique de
mesure ainsi que des bruits satistiques du systéme de détection. Ce modéle est développé
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dans la partie suivante (5.3).

5.3 Modélisation de I’expérience pour ’analyse

Afin d’exploiter les résultats expérimentaux, nous devons tenir compte des bruits sta-
tistiques de détection afin de pouvoir différencier, dans ’analyse des signaux, les différentes
natures de bruits et ainsi extraire le bruit correspondant au bruit de projection quantique.
Dans cette partie, nous ne donnerons pas les détails de calcul, simplement la démarche
suivie ainsi que les résultats analytiques finaux permettant de simuler les résultats expé-
rimentaux.

Dans une expérience, nous considérons N atomes. Le nombre d’atomes transférés par
le processus d’oscillation de Rabi a deux photons noté Ny, est une variable aléatoire qui
suit donc une loi binomiale de parameétres N et p ou p est la probabilité pour un atome
(élément de I'ensemble) d’étre transféré dans ’état final. Nous introduisons 3 paramétres
expérimentaux :

— le parameétre S étant le facteur entre le nombre d’atomes et le signal mesuré, il
est relié¢ directement au facteur g, pour un volume donné, que nous avons mesuré
expérimentalement dans 1’analyse du processus de transition Landau-Zener, voir le
chapitre 4.

— les variables aléatoires B1 et B2 représentent le bruit statistique de détection pour
les deux boites d’intégration du signal. Ces deux variables aléatoires suivent une loi
normale centrée en 0 et d’écart type noté respectivement, o, et go. Nous rappelons
que notre séquence d’ionisation par champ électrique pulsé permet de distinguer en
temps d’arrivée les signaux provenant de l'ionisation des atomes dans les états 47p
et 48p. Chaque signal est ainsi intégré séparement dans le temps dans ce que nous
appelons 'boite d’intégration’.

Dans le cas d’une assemblée de N atomes, le bruit de projection quantique est pro-
portionnel & N = 3 x S Nous allons donc analyser les données expérimentales par
tranches de signal total. Nous devons alors calculer la moyenne <Sf = y|Stt = x> et la
variance du signal A? (S = y|S%" = z) donnée par la densité de probabilité condition-
nelle P(S7 = y| S = x) de mesurer la valeur y pour le signal de transfert sachant que le
signal total a pour valeur x. Nous devons donc calculer le premier moment et le deuxiéme
moment de la distribution ayant pour densité de probabilité P(S/ = y|S¥ = z) :

/yP(Sf = y|S*" = z)dy (5.40)

/y273(5f = y|S"" = x)dy (5.41)

En tenant compte des bruits de détection, le signal total (somme des deux boites
d’intégration) et le signal correspondant au transfert de la population atomique par le
processus d’oscillation de Rabi & deux photons, sachant que 1’ensemble contient /N atomes,
s’écrivent :
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S = B7'N+ Bl + B2 (5.42)
ST = B7'N;+ Bl (5.43)

Nous exprimons les densités de probabilités des lois de probabilité associées au signal
total S™ et au signal transféré par le processus d’oscillation de Rabi & deux photons S7 :

P (S =z[NNBl1=1bl) = PDF [N ((87'N+0bl),05),2]

1 (xfﬁlefbl)Q
= e 273 5.44
o9V 2T ( )

P (ST =y[NNnB1=bl) = PDF[B(N,p),E(8(y—bl))]

= gy (o N Je)

ou E (X) désigne la partie entiére de la variable X et ( ];[ ) est le nombre de com-

binaisons de p éléments d’un ensemble de N éléments.

Alors, la densité de probabilité d’obtenir dans expérience les signaux S7 et S** s’écrit
a partir des densités de probabilités 5.44 et 5.45 comme :

P (smt —znsf = y) - /79 (N) dN/Pm (b1) db1P (S™' = [N N B1 = b1) P (Sf —y[NN Bl = bl)

(5.46)
ou Ppi1 représente la densité de probabilité de la loi de probabilité pour la variable
aléatoire b1, soit :

Pp1 = PDF [N (0,01), b1] (5.47)

et P (V) représente la densité de probabilité associée a la loi de probabilité décrivant la
production du nombre d’atome dans une expérience. Il s’agit d’'un parameétre expérimental
dont la loi de probabilité est difficilement accessible. Pour obtenir les expressions du
premier moment et du deuxiéme moment, nous considérerons que la distribution P (V)
est continue et uniforme, alors :

|1 st N>0
P(N):{O § N <0 (5.48)

La distribution uniforme, utilisée pour modéliser la distribution du nombre d’atomes
N dans une expérience, n’est bien str pas réaliste. Le nombre d’atomes produit par ex-
périence atteint une valeur maximale.

Apreés intégration sur la variable aléatoire bl, nous trouvons pour l’expression de
P (S =2 NS =y) (formule 5.46) 'expression suivante :
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_ (&=N/B)?
2(0‘%+o’§)

2v/2m\/0? + 03

(1_p)N_kpk < ]]:;] ) [f(LL’,N,y,]{Z—i-l)—f(LL’,N,y,]{?)]

P(S*=ansl=y) = /dNP (N) (5.49)

(5.51)

r— o2 —(y— 02402
avec : f(x,N,y, k) = Erf [( N/B)o?—(y—k/B) (o3 + 2)}

010'2\/5\/0'%4-0'%

Enfin, pour exprimer P(S/ = y|S*" = z) nous utilisons 'expression de la probabilité
conditionnelle :

P(ST = yn S =)
Pstot(l')

P(S! =y|S™" =) = (5.52)

ou Pgtot () est la probabilité que la variable 5™ prenne la valeur x. Elle peut s’exprimer
par :

Pow(a) = [ dyP(sT =y s =) (5.53)

En utilisant I’hypothése d’une distribution continue et uniforme du signal, & partir de
5.48, on trouve :

Poior () = (5.54)

14+ Brf [ ——
V24/0} + 03

N —

5.3.1 Moyenne du signal
5.3.1.1 Expression générale

La moyenne du signal de transfert par le processus d’oscillation de Rabi pour une
valeur donnée de S, c’est-a-dire, la valeur moyenne du signal S’/ sachant que S = x
s’écrit par définition :

B [yP (Sf = y|ST! = x) dy
[P (ST =y|S =) dy

Le premier moment s’exprime a partir des formules 5.49 et 5.53, en prenant une dis-
tribution continue et uniforme pour S (formule 5.54), nous trouvons :

(ST =y|S" =)

(5.55)

/yP (ST =y|S"" =z) dy

(5.56)
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Alors, la moyenne s’exprime a partie de 5.54 et 5.56 :

— 2?2

e 2(0’%+U%)
-1 T — 5 5

(8" = I8 =) = Z- +pr+ (p (o3 + 03) — o}) SRSk (5.57)
em ()
V2 of—i-cr%
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FIGURE 5.5 — Valeur moyenne du signal de transfert S/ en fonction du signal total S

pour différentes probabilités de transfert p = 0 ... 1 (pas de 0.05). Les paramétres utilisés
sont les suivants : =110 et 01 = g5 = 0.1.

La figure 5.5 représente la moyenne du signal de transfert par le processus d’oscillation
de Rabi a deux photons (57 = y|S™" = z), donné par la formule 5.57, en fonction du signal
total S™ = x, pour les différentes probabilités de transfert : p = 0 ... 1 (tous les 0.05).
Nous distinguons deux comportements :

— a haut signal, la variation est affine en fonction du signal total, de pente p et les

droites possédent une ordonnée a l’origine.

— & bas signal, comme représentée sur la figure 5.6, la variation n’est plus linéaire.

Les différentes courbes correspondantes a différents p ne convergent pas vers 0. La
valeur en S = ( dépend de p, o1, 09 et f.

5.3.1.2 Expression de la partie affine

Pour I'ajustement des données expérimentales, nous nous intéresserons a la partie
affine de la moyenne du signal de transfert dont la pente donne la valeur de la probabilité

de transfert pour le processus d’oscillation de Rabi a deux photons. En effet a haut signal,
avec :

2

_ x

21,2
+3)
e ("1 72

1 S
s (HErf (f _))
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FIGURE 5.6 — Valeur moyenne du signal de transfert S/ en fonction du signal total S,
a bas signal total, pour les mémes conditions que pour la figure 5.5.

Alors, 'expression 5.57 se réduit a :

(ST =y|S* = z) e % + px (5.59)

Dans la partie linéaire de la valeur moyenne du signal de transfert (a haut signal total),

la variation est affine avec le signal total de pente p, et 'ordonnée a l'origine ne dépend
que du paramétre (.

5.3.2 Variance du signal

5.3.2.1 Expression générale

La variance du signal de transfert par le processus d’oscillation de Rabi, A? (Sf = y|Stt = x),
pour une valeur donnée de S**, c’est-a-dire, la variance du signal S/ sachant que S** = x
s’écrit par définition :

A? (ST =y|S*! = 2) = <(Sf = y| St = :L')2> — (ST = y|§™ = :E>)2 (5.60)

avec :

(87 =g = o)) = LLPITT =0l —0)dy (5.61)

- P(S =a[ST =y)dy

Le deuxiéme moment s’exprime a partir des formules 5.49 et 5.53 en prenant une distri-
bution continue et uniforme pour S* (formule 5.54), nous trouvons :
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1 rf< gC+ 2) o202 1 1
2 f tot 71793 192 2.2
P (ST =y|S* = dy = + 4 1—
/y ( Yl il?) Y ) [0_% 0_% 3ﬁ+5(p( P)+P)$+p$}

22

e 2(oirei) [0% A/B+pz) 1 (p(1—p)+p) - 2292417]

2 2
277\/0%—1-0% o1 + 03 B

€T _—&

1 + Erf < o'%+0’%> e 2(0%+o’§)
—z

2 21/ 0% + 03

(0’% + 0%)

+ (0’% + 0%)

20%p ot \'
5. 2 T\ =2 =) tP (5.62)
o] + 05 o]+ 05
Alors le deuxiéme moment normalisé, expression 5.61, s’exprime a partir des formules 5.54
et 5.62, nous trouvons :
2 o202 1 1 o?
Sl — Stot:) _ 193 (- 2.2 2 2 _ 1
<< Yl v 0%+05+3ﬁ+5(p( PlAplztyat (ot o) (p o} + o3
2
of 1/B+px) 1 2
DV PT  —(p(1-p) +p) — 2%
[ g ﬁ(p( p)+p)—2p
12
6_2(U%+U%) 2
X (0% + 0'%)
7, 2
\/2my/ 07 + 03 <1 + Erf ﬁ))
xz
672(0%+o‘%)
o2 2 2\ /o2 02
(0% +02) <p - 2> z SAAERLE (5.63)
o1+ 05

1 z
2 <1+Erf< T))

La figure 5.7 représente la variance du signal de transfert par le processus d’oscillation
de Rabi a deux photons en fonction du signal total S*" = x, pour les différentes probabi-
lités de transfert : p = 0 ... 1 (tous les 0.05). La variance A? (7 = y|S™" = z) est donnée
par la définition 5.60, et par les expressions 5.63 et 5.57. Comme pour la moyenne du
signal, nous distinguons deux comportements :

— a haut signal, la variation est linéaire en fonction du signal total et les droites

possédent un offset.

— a bas signal, la variation n’est plus linéaire. Les différentes courbes ont un compor-

tement qui dépend de o, 09, p et (.

5.3.2.2 Expression de la partie linéaire

Pour 'ajustement des données expérimentales, nous nous intéresserons a la partie li-
o1

néaire de la variance du signal de transfert. En effet, a haut signal, avec 2,22 <<1:

x?
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FIGURE 5.7 — Valeur de la variance du signal de transfert S/ en fonction du signal total
St pour différentes probabilités de transfert p = 0 ... 1 (pas de 0.05). Les paramétres
utilisés sont les suivants : § = 133 et o1 = g9 = 0.08.

I’expression 5.60 se réduit a :

2 —
st} + (pod — (1=p)od)* | 62

A2 Sf — Stot — —
(57 = yls™ =) o2 + 03 12

+87p(1—p)z  (5.64)

Nous pouvons conclure que, a haut signal, la variance du signal est linéaire en fonction
de S et posséde une ordonnée a l'origine dépendante de o, o2 et 3. Soit, la variation
de la dispersion des points en fonction du signal total est affine, la pente vaut :

o— w (5.65)

et posséde une ordonnée a l’origine qui vaut :

2 _
p_ 0103+ (poy — (1 —p)oi)” B~
- 2 2 +
o7 + 03 12
Nous représentons sur la figure 5.8, le coefficient a en fonction de la probabilité p, il
s’agit d’'une parabole inversée dont le maximum est atteint pour p = 0.5.

(5.66)
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FIGURE 5.8 — Représentation du coefficient a en fonction de la probabilité de transfert
pour les paramétres suivants : § = 133 et 07 = g5 = 0.08.

Nous représentons sur la figure 5.9, le coefficient b en fonction de la probabilité p, il
s’agit d’une parabole dont le minimum est atteint pour p = 0.5 dont la valeur dépend de
o1, 09 et (.
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FIGURE 5.9 — Représentation du coefficient b en fonction de la probabilité de transfert
pour les paramétres suivants : § = 133 et 07 = g9 = 0.08.

5.3.3 Procédure pour analyse des données expérimentales

Nous simulons le signal de production d’un état final dont la probabilité de mesurer
I’atome dans l'état final vaut p = 0.7. Nous tenons compte des bruits statistiques des
boites d’intégration du signal. Nous obtenons bien une production linéaire d’état final en
fonction du signal total, voir la figure 5.10. Nous suivons alors la procédure suivante :

— Un ajustement du signal de production en fonction du signal total par une droite
affine (voir formule 5.59) permet d’extraire la valeur moyenne de la probabilité p.
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FIGURE 5.10 — Simulation du signal de transfert S/ en fonction du signal total S** pour
un processus binomial de probabilité p = 0.7.

— Puis, afin d’analyser la dispersion du signal, nous utilisons les résidus de ce premier
ajustement. Nous représentons sur la figure 5.11 les résidus pour ’ajustement du
signal de la figure 5.10.
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FIGURE 5.11 — Résidus de l'ajustement du signal de transfert (figure 5.10) par la fonction
Sf=px St

Nous observons bien une variation en fonction du signal total. Nous relevons alors
la valeur de la variance des résidus par tranche de signal total (une tranche est
représentée, par exemple, en rouge en transparence sur la figure 5.10).

— Enfin, nous ajustons la variance des résidus en fonction du signal total par une
droite affine : a x S™ +b ot a et b sont les coefficients définis dans la partie 5.3.2.2.
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5.4 Reéalisation expérimentale

Afin de tester notre procédure de modélisation du bruit de projection quantique, nous
utilisons un processus d’oscillation de Rabi & deux photons micro-onde entre les états de
Rydberg 47ps/2 et 48p3/ en champ électrique nul. Nous représentons sur la figure 5.12 les
états 47p, 48p, 48s ainsi que les états des multiplicités n = 46 et n = 47 en fonction du
champ électrique. Les fléches représentent 1’absorption de deux photons micro-onde pour
la transition 47p — 48p.

—49.5

-50.C

48 s

|
[}
o
tn
f

Energie (cm™)

-51.5

-52§ 1.0 ) 2.0

Champ électrique (V/cm)

FIGURE 5.12 — Niveaux d’énergie des états 47p, 48p, 48s, ainsi que des états des mul-
tiplicités n = 46 et n = 47 en fonction du champ électrique. Les fléches représentent
I’absorption de deux photons micro-onde pour la transition 47p — 48p.

Le temps d’application d’un pulse de champ micro-onde permet de créer la superpo-
sition cohérente de choix entre les états (a un atome) 48ps/, et 47ps/5, par exemple pour
une transition par absorption de deux photons micro-onde 47ps/, — 48p3/s :

) = /T =p|4Tpss2) + €/ |48p3/2)

Nous pouvons donc faire varier la probabilité p de détecter un atome dans I’état final
(ICI 482?3/2)

5.4.1 Dispositif expérimental

Nous utilisons le méme dispositif expérimental lors des autres expériences présentées
dans ce manuscrit, il s’agit donc du dispositif constitué de quatre plaques possédant un
trou en leur centre, situées sur le trajet du jet supersonique d’atomes de Rydberg (partie
2.2.5.3 du chapitre 2). L’espace entre les plaques P1 et P2 est dédié a I’excitation laser
dans un état de Rydberg, ici 48p0 ou 47p0 en champ électrique. L’espace entre les plaques
P2 et P3 est dédié a l'interaction des atomes de Rydberg avec le champ micro-onde.
L’espace entre les plaques P3 et P4 est dédié a l'ionisation par champ électrique pulsé
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des atomes dans les états de Rydberg 48p et 47p. Nous utilisons la méme séquence de
ionisation par champ électrique pulsé mise en oeuvre pour les expériences présentées dans
les chapitres 3 et 4, permettant de pouvoir distinguer par leurs temps d’arrivée les ions
provenant de 'ionisation des atomes dans les états 48p ou 47p.

5.4.2 Génération du pulse de champ micro-onde

Nous générons un pulse de champ micro-onde a l’aide d’'un générateur Synthesized
Signal Generator de marque Hewlett Packard, de modéle 83731B 1-20 GHz. Il permet un
controle fin et une haute stabilité de la fréquence micro-onde émise (résolution de 1kHz,
taux de dérive de 10™® par jour.), de la puissance émise (résolution de 0.01 dB, préci-
sion de +1.0 dB) et du temps d’application du pulse (résolution inférieure a 25 ns) ainsi
que de son délai (résolution inférieure & 100 ns). Le générateur est suivi d’un doubleur,
d’un atténuateur, puis d’un cornet émettant le champ micro-onde. Le cornet se trouve a
I'extérieur de ’enceinte et irradie toute la zone des quatre plaques a travers un hublot.
La figure 5.13 représente schématiquement le dispositif de génération du pulse de champ
micro-onde.

Nous n’utilisons pas de guide d’onde sur le trajet des atomes, ce qui signifie que la zone
de champ micro-onde dans le dispositif expérimental n’est pas bien définie. Nous devons
alors vérifier a ’aide du signal de transfert que la puissance micro-onde est homogéne sur
toute la zone d’interaction lors du vol des atomes de Rydberg du jet supersonique. 1l est
possible de trouver une telle zone en ajustant la position du cornet micro-onde.

] /
Synthesized /’
Signal Doubleur Atténuateur |
Generator

FIGURE 5.13 — Schéma représentant la génération du champ micro-onde et le cornet per-
mettant d’irradier la zone d’interaction avec les atomes de Rydberg du jet supersonique.

5.4.3 Raies de transitions & deux photons micro-onde

Afin d’identifier les différentes raies de transitions a deux photons et d’estimer la
puissance nécessaire, nous relevons les spectres des raies de transitions & deux photons
pour trois puissances du champ micro-onde différentes.

Nous excitons les atomes dans ’état 47p0 en champ électrique, & 4.16 V/cm (Vo = 4.16 V
sur la plaque P1 avec un potentiel nul sur la plaque P2), puis nous les ramenons en
champ électrique nul suffisamment lentement en temps, pour assurer un suivi adiabatique
de I'état. L’état, en champ électrique nul, est donc 1'état 47p3/,. Nous représentons sur
la figure 5.14 I’allure du potentiel appliqué sur la plaque P2. Puis, en champ électrique
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nul (entre P2 et P3), nous appliquons un pulse de champ micro-onde suffisamment long
pour obtenir environ 50% de transfert vers les états 48p;/, ou 48ps/s, et nous faisons
varier la fréquence du champ micro-onde. Les différents spectres correspondants aux trois
puissances différentes sont représentés sur la figure 5.15

Vo

Potentiel (V)
Excitation lase

200 n¢ 100 n¢

Temps

FIGURE 5.14 — Allure du potentiel appliqué sur la plaque P1 permettant d’exciter les
atomes dans I'état np; en champ électrique.
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FIGURE 5.15 — Spectres des raies de transitions & deux photons a partir de 1’état ini-
tial 47p3/> pour trois puissances relatives. Nous représentons le signal en fonction de la
fréquence du champ micro-onde a la sortie du doubleur.

Nous observons bien un élargissement par puissance des raies de transitions a deux
photons. Afin d’identifier les raies de transitions observées, nous utilisons les calculs théo-
riques des niveaux d’énergie des états de Rydberg (ici en champ électrique nul), nous

trouvons :

AT3/5 — 48p1ya = Avizy, ,asp,,, = 64.793 GHz
ATpssz — 48psja  Alazp, ,sasp,,, — 64.844 GHz

Expérimentalement, nous identifions correctement les raies de transitions micro-ondes
a deux photons. De plus, a désaccord nul par rapport a I’état final pour une transition a
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deux photons, le désaccord pour la transition a un photon micro-onde par rapport a I’état
intermédiaire 48s1/, est de 955 MHz.

5.5 Résultats Expérimentaux

5.5.1 Nuages de Points

Nous utilisons la transition 47ps/,» — 48p3/» par absorption de deux photons dans un
jeu de désaccord par rapport a la résonance et de puissance correctement choisi. Pour
chaque valeur de durée d’application du champ micro-onde, nous obtenons donc une pro-
duction linéaire d’état 48pz/, en fonction du signal total. Du a la dispersion de la produc-
tion d’atomes dans le dispositif expérimental, nous représentons la production d’atomes
dans I'état 48ps/» sous la forme de nuages de points expérimentaux, comme représenté
sur la figure 5.16 pour les temps d’application du champ micro-onde suivant : t(mw)= 0
ns, t(mw)— 125 ns et t(mw)— 275 ns.

30 -

25

20 — t(mw) = 275 ns

154 t(mw) =125 ns

Signal état 48p(3/2) (u.a.)

10 20 30 40
Signal total (u.a.

FIGURE 5.16 — Nuages de points expérimentaux représentant la production linéaire du
signal d’ions provenant de l'ionisation de I'état 48ps/, en fonction du signal total pour
différents temps d’application du champ micro-onde : t(mw)= 0 ns, t(mw)= 125 ns et
t(mw)— 275 ns.

Ces nuages de points sont utilisés pour appliquer la procédure décrite dans la partie
5.3.3 pour 'analyse de la variation de la dispersion du signal de production en fonction
du signal total. Nous utilisons les points expérimentaux pour le signal total compris dans
la gamme suivante : 2 & 15 (u.a.), la ou la densité de points expérimentaux est suffisante.
L’analyse en tranche se fait par groupe de 100 points expérimentaux.

Les résultats expérimentaux du premier ajustement, donnant la probabilité p de transfert
par ce processus d’absorption a deux photons, sont représentés sur la figure 5.17. Nous
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5.5 RESULTATS EXPERIMENTAUX

obtenons un maximum de transfert d’environ 74% pour t(mw) — 275 ns. Nous pouvons
observer une oscillation presque compléte, en effet le signal de transfert retombe a seule-
ment environ 20% a t(mw) = 525 ns.
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FIGURE 5.17 — Oscillation de Rabi utilisée pour la suite de 'analyse, représentée par la
probabilité p (provenant du premier ajustement des nuages de points dans la procédure
d’analyse) en fonction du temps d’application du champ micro-onde.

5.5.2 Dépendance de la variance expérimentale

De I'analyse de la variation de la dispersion, nous extrayons les valeurs expérimentales
des coefficients a et b pour chaque valeur de durée d’application du champ micro-onde,
soit pour chaque valeur de probabilité de transfert vers 1’état final p. Rappelons que le
coefficient a du modeéle utilisé est directement proportionnel au bruit de projection quan-
tique O’éPN = p(1 — p). Le coefficient b du modéle, représentant ’'ordonnée a l'origine de
la variation de la variance du signal en fonction du signal total, varie avec p car nous
n’utilisons que la variance du signal de transfert a haut signal total (partie linéaire).

— Le coefficient a expérimental est représenté sur la figure 5.18 en fonction de la pro-
babilité de transfert p. Comme attendu, le bruit de projection quantique O’éPN est
maximal lorsque la probabilité de transfert p vaut 0.5, c’est-a-dire lorsque 'atome
est dans une superposition cohérente de deux de ses états électroniques, a poids
égaux. Le bruit de projection quantique diminue lorsque la probabilité de transfert
approche 0 ou 1.

De plus, d’aprés la formule 5.64, a = JéﬁpN, ou 3 est défini par : N = 3 x St
(nous assurons que nous ne saturons pas le détecteur, galettes de micro-cannaux,
et que le signal mesuré est linéaire en fonction du nombre d’atomes.). Alors, un
simple ajustement du coefficient a en fonction de p, permet de déterminer avec une

bonne précision le coefficient 5*. Nous trouvons, pour notre expérience, [, = 6.77

4. Cet ajustement tient compte de tous les points expérimentaux, correspondant aux différents temps
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pVs.ion~!, avec une déviation standard : 051 = 0.16 pVs.ion~!.

0.002( { ‘
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FIGURE 5.18 — Représentation du coefficient a expérimental en fonction de la probabilité
de transfert p, en bleu. Les barres d’erreurs représentent la déviation standard de 'ajuste-
ment, du coefficient a, de la variation de la variance du signal en fonction du signal total.

. . .. . o2 pn
En traits noirs pointillés, nous avons représenté la fonction a = BQ+'
exp

— Le coefficient b expérimental est représenté sur la figure 5.19 en fonction de la pro-
babilité de transfert p. Comme attendu, la variation avec la probabilité de transfert
p est bien reproduite selon la formule 5.64. Cette variation dépend des bruits sta-
tistiques de mesure.

5.5.3 Conclusion partielle

Un modéle adapté pour une analyse en fonction du nombre d’atomes a permis de
mettre en évidence le bruit de projection quantique pour une mesure de population lors
d’une transition a deux photons entres deux états de Rydberg. Ce modéle fin permet
de calibrer le systéme de détection pour un ion unique, sans le recours au régime de
comptage. Pour notre systéme expérimental, nous avons calibré le systéme de détection
en régime de comptage, nous trouvons ~ 8 pVs.ion™!. Le résultat de la calibration du
détecteur pour un ion unique par la méthode décrite précédemment est donc tout a fait
en accord avec les mesures de calibration standard. Cette méthode est donc applicable a
de nombreux systémes, par exemple dans des jets moléculaires ou les molécules présentent
des transitions dans la gamme des fréquences micro-onde (OH [Hudson et al., 2006]).

d’application du pulse de champ micro-onde. Ceci est discutable en fonction de la génération du pulse,
notamment aux temps courts mais ne change rien pour la méthode présentée.
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FIGURE 5.19 — Représentation du coefficient b expérimental en fonction de la probabilité
de transfert p, en bleu. Les barres d’erreurs représentent la déviation standard de 1’ajus-
tement, du coefficient b, de la variation de la variance du signal en fonction du signal
total.

5.6 Application pour l'intrication d’atomes de Rydberg

Dans cette derniére partie, nous voulons appliquer le principe de la mesure du bruit

de projection quantique pour des paires d’atomes de Rydberg intriqués comme preuve de
leur intrication.
Nous proposons donc une méthode pour mettre en évidence l'intrication des atomes d’'une
paire lorsqu’il n’est pas possible d’observer des oscillations de Rabi. La mesure du bruit
de projection quantique lors d’un processus d’oscillation de Rabi et sa variation au cours
du temps d’application du champ externe, soit avec la probabilité de transfert par absorp-
tion ou émission de deux photons micro-onde est une signature de la production d’une
superposition cohérente d’états de paire d’atomes.

5.6.1 Production de paires d’atomes de Rydberg intriqués par
transition Landau-Zener

Nous considérons les paires d’atomes de Rydberg dans I'état : npm; - (n—1)pm; créées
par transition Landau-Zener en champ électrique (autour d’une résonance de Forster).
Pour cela, nous posons les hypothéses suivantes : nous pouvons isoler un des quatre
croisements évités® et la probabilité de passage adiabatique au travers ce croisement
évité vaut 1. Nous faisons donc 'hypothése que nous pouvons transférer toutes les paires
d’atomes de Rydberg de ’état nsO - nsO vers un état donné npm, - (n — 1)pm;’. Nous
considérons alors la superposition cohérente produite suivante :

5. Nous rappelons que la structure des états np et (n — 1)p fait apparaitre quatre resonances entres
les états de paire en champ électrique.
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10,0) = 75 (Inp0, (n — 1)p0) + |(n — 1)p0, np0))

créée par passage adiabatique a travers le premier croisement évité lorsque 1’état initial
est I’état de paire |ns0,ns0) et que la dérivée temporelle du champ électrique est positive,
comme le montre schématiquement la figure 5.20.

1 _ _
vz (PO, (n = 1)p0) + |(n ~ 1) p0, np0))

_—

1L — — —
vz (PO, (7 = 1)p0) — |(n—1)p0, np0))

Energie

Champ électrique

FIGURE 5.20 — Schéma représentant le croisement évité entre les états de paire ns0 - ns0
et np0 - (n — 1)p0 en fonction du champ électrique.

Apreés passage adiabatique a travers le premier croisement évité, les états de paires
sont amenés de nouveau en champ électrique nul suffisamment rapidement pour conserver
I’état diabatique de la paire d’atomes. Les atomes se trouvent alors dans la superposition
cohérente d’état de paire, en champ électrique nul :

1
V2

Si nous appliquons une transition a deux photons micro-onde pour un atome de la
paire de la superposition cohérente 5.67, par exemple : (n — 1)pss — npso (par absorp-
tion de deux photons micro-onde), d’aprés les formules analytiques 5.35 (dans la gamme
des hypothéses posées), les oscillations de Rabi observées ont pour pulsation : %Qg (on
)5 est la pulsation de Rabi pour une transition & deux photons (n — 1)ps;2 — nps/2).
Cependant, cette transition est aussi résonnante pour ’autre atome de la paire de la su-
perposition cohérente 5.67, soit pour la transition : nps;, — (n — 1)ps/e (par émission de
deux photons micro-onde) avec la méme fréquence d’oscillation de Rabi. Alors, les popu-
lations atomiques des états nps/s et (n—1)ps/o, restent inchangées au cours du temps lors
de 'application d'un pulse de champ électrique micro-onde. Les transitions micro-onde a
deux photons entre les états de paire atomique sont représentées schématiquement sur la
figure 5.21°.

(}”p3/2> (n — V)ps2) + ’(n — 1)psj2,nps)2)) (5.67)

6. par souci de clarté, nous ne faisons pas apparaitre 1’état ‘nsl/g, nsl/2> qui, nous verrons, ne sera
pas peuplé lors des transitions & deux photons

144



5.6 APPLICATION POUR L'INTRICATION D’ATOMES DE RYDBERG
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FIGURE 5.21 — Schéma représentant les états de paires considérés pour une transition
a deux photons partant de la superposition cohérente produite par passage adiabatique
entre les états de paires ns0 — ns0 et np0 — (n — 1)p0 en champ électrique.

5.6.2 Modéle simplifié

Nous considérons deux atomes a trois niveaux {‘(n — 1)p3/2> , nsl/2> , }np3/2>}. Nous
ne modélisons pas le processus a deux photons (nous avons vérifié dans la partie 5.2.2.4 que
I'état intermédiaire n’est que trés faiblement peuplé), nous supposons donc les transitions
directes (n — 1)pg/2 <> nps/s représentées par un 'couplage’ de pulsation de Rabi €2,.

Les états de paire antisymétriques ne sont pas couplés par l'interaction dipole-dipole a
I’état ‘nsl/Q, nsl/2>, nous considérons alors I’espace des états suivant 7 :

ns,(n—1 n—1)p,ns) |np,(n—1 n—1)p,n np,ns)+|ns,n
{\(n— p, (n — 1)p>,| ( )Mjﬁ\( )p )’ |, ( )p>\4/r§\( )p p>’ np >\—/%‘ p>,\np,np>}

Le hamiltonien d’interaction, dans le référentiel tournant et aprés l'approximation de
I’onde tournante, dans cette base s’écrit :

0 0 +v20 0

ol 00 0 1 0
Hmt:§ V2 0 0 0 V2 (5.68)

01 0 0 0

0 0 v2 0 0

La mesure consiste a détecter I'état |np) représenté par I’observable :
Oy = |np) (np| @ I+ 1 & |np) (np| (5.69)

L’observable O, s’exprime dans la base définie ci-dessus, par la matrice :

7. Pour ne pas alourdir les notations, nous omettons la valeur du nombre quantique j.
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Oy =

o O O OO
o O O OO
OO = OO
_ o O O
o O O O

0 2

Nous pouvons alors représenter, figure 5.22, en fonction du temps la variance d'une me-
sure, représentée par l'observable O,, donnée par I’expression 5.38 % pour :

— un cas pur, en bleu, représenté par 'opérateur densité :

ot = 0) = [np, (n = V)p) +[(n = )p, np) (np, (n = 1)p| + {(n = 1)p, np| (5.70)

V2 V2

Cet opérateur correspond bien a la préparation de la superposition cohérente d’in-

térét.
— un mélange statistique des états np et (n — 1)p, en rose, représenté par 1'opérateur
densité :
np,ns ns,n ns ns,n
V2 V2

+

1
2
1 (\(n — Dp,ns) + ns, (n — Vp) {(n — Dp, ns| + (ns, (n — 1)p|)
2 V2 V2

0.§

Variance
P

o
by

0.C|

0.0 0.2 0.4 0.6 0.8 1c

2n
Temps(—)
Q

FIGURE 5.22 — Résolution numérique de la variance donnée par la formule 5.22 en fonction
du temps, pour le cas pur 5.70 en bleu, et pour le mélange statistique 5.71 en rose.

5.6.3 Simulation de la variance

Nous considérons les états de paire d’atomes de Rydberg, représentés sur la figure 5.23
en fonction du champ électrique, formés par la base des états a un atome :

8. Par le formalisme de la matrice densité, la variance d’une mesure d’une observable A d’un mélange
statistique, s’écrit :

2
AA(t) = <Zpk (4%), (U) - <Zpk (A)k (t)>
% k
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FIGURE 5.23 — Energies des états de paire formés par la base des états (a un atome)
{}48p3/2> , }4851/2> , }47p3/2>} en fonction du champ électrique. Les paires d’atomes sont
créées, dans I’état % (148p0, 47p0) 4 |47p0, 48p0)), a la résonance de Forster (1.68 V/cm).

Nous posons, Fy 'amplitude du champ électrique micro-onde, et :

O_ = Q47p<—>48s =€ <48S| r |47p> Fo/h
Q+ = Q48p<—>488 =€ <48S| r |48p> Fo/h
(5.72)

Dans la base formée par les états représentés sur la figure 5.23, dans le sens des
énergies croissantes (en champ électrique statique nul), le hamiltonien d’interaction pour
les deux transitions a deux photons, s’écrit (dans le référentiel tournant et en effectuant
I'approximation de ’onde tournante) :

0 QO 0 0 0 0

Q. 0 Q. Q. 0 0

1]l 0 Q. 0 0 Q. 0
Hum=351 0 a 0o o0 Q. 0 (5.73)

0 0 Q. Q. 0 Q

0 0 0 0 Q. 0

Nous considérons la mesure de l'observable Oy donnée dans la partie 5.6.2 (expression
5.69) dans la base considérée pour n = 48.
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O O OO oo
O O OO oo
OO O = OO
O O OO oo
SO = OO oo
DO OO OO

Nous procédons de la méme maniére que dans la partie 5.2.2.4, en utilisant les valeurs
propres de l'observable O) pour simuler le processus de mesure. Nous vérifions de plus
que les états intermédiaires des transitions a deux photons ainsi que I'état |48s /o, 4851/2>
ne sont que trés faiblement peuplés.

La figure 5.24 représente le résultat de la simulation du signal de mesure de la popu-
lation dans ’état 48ps/2, correspondant a I'observable Oj, sous forme d’histogramme en
densité pour un cas pur représenté par la matrice densité 5.70. La valeur moyenne de la
population des atomes dans I’état 48ps3/, est donc constante en fonction du temps d’ap-
plication du champ électrique micro-onde. Nous retrouvons bien les résultats du modeéle
simplifié (section 5.6.2), nous observons une dispersion autour de la valeur moyenne qui
oscille en fonction du temps d’application et & la méme fréquence que ’évolution de I’état
48p3/2,48p3/2>. Nous avons représenté en rouge 1’évolution en fonction du temps de la
mesure de la population de I’état ‘48])3/2, 48p3 /2> (correspondant, également a 1’évolution
de la population de I’état }47])3/2, 47p3/2>).

La figure 5.25 représente le résultat de la simulation du signal de mesure de la popu-
lation dans 'état 48ps/2, correspondant a I'observable Oj, sous forme d’histogramme en
densité pour un mélange statistique représenté par la matrice densité 5.71. Nous retrou-
vons bien les résultats du modéle simplifié, la dispersion des points autour de la valeur
moyenne est indépendante du temps d’application du champ micro-onde et vaut N x 0.25.
Sur cette figure, nous avons représenté en orange 1’évolution en fonction du temps de la
mesure de la population de I’état %(‘48]33/2, 4851/2> + ‘4851/2, 48p3/2>).

5.6.4 Expérience préliminaire

La premiére expérience réalisée est ’application du champ micro-onde, résonant avec
la transition 47p3/; <> 48p3/2, aux paires d’atomes de Rydberg intriqués par transition
Landau-Zener. Du a la structure des états 47p et 48p, il existe en fait quatre résonances aux
croisements des états de paires |48s0,48s0) et [48pm, 47pm’) en champ électrique. Avec le
dispositif expérimental utilisé nous ne résolvons pas en champ électrique les quatre réso-
nances entres les états de paire considérés, nous les croisons donc toutes lors d'un passage
adiabatique. Or, nous savons que pour la plus petite variation temporelle de champ élec-
trique accessible expérimentalement (Cfi—l; = 0.57 V.em~'.us), nous transférons 43% des
paires d’atomes, dont seulement 8.6% se retrouvent dans la superposition cohérente (en
champ électrique nul) : % (|48p0, 47p0) + |47p0, 48p0)).

La séquence expérimentale appliquée est représentée schématiquement sur la figure

5.26. Nous appliquons donc une rampe de champ électrique autour du champ de réso-
nance (1.68 V/cm), puis nous appliquons un pulse de champ micro-onde et nous faisons
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FIGURE 5.24 — Histogramme en densité du nombre d’atomes mesuré pour le cas pur 5.70.
Les paramétres de simulation sont les suivants : Fy = 1.7 V/m, N = 30, Ny = 300
et on = 0.01. L’évolution en fonction du temps de la mesure de la population de I’état
48p3 /2, 48p3/2> est représentée en rouge.
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FIGURE 5.25 — Histogramme en densité du nombre d’atomes mesuré pour le mélange
statistique 5.71. Les paramétres de simulation sont les suivants : Fy = 1.7 V/m, N = 30,
Ngor = 300 et opr = 0.01. L’évolution en fonction du temps de la mesure de la population
de I’état % (’48}93/2, 4831/2> + ’4881/2,48p3/2>) est représentée en orange.

varier le temps d’application du pulse. Les résultats expérimentaux sont représentés sur
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la figure 5.27 en bleu. L’efficacité de production d’états 48p a été normalisée a 1'effi-
cacité de production de paires d’atomes 47p, 48p lorsque le pulse de champ micro-onde
n’est pas appliqué. Nous observons que la production d’atomes dans I'état 48p par tran-
sition Landau-Zener est constante en fonction du temps d’application du pulse de champ
micro-onde. Nous avons représenté en violet ’oscillation de Rabi obtenue avec les mémes
conditions expérimentales de champ micro-onde pour la transition 47ps/; — 48pss.

= a0 ;
=1 &1 T
g Excitation laser S I
= f 1
[T, G | Oz T, |
P S | 1
E‘ 500 ns . I
% 3 1 . O % :
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FIGURE 5.26 — Schéma de la séquence expérimentale appliquée pour ’application d’un
pulse de champ micro-onde résonant aux paires d’atomes de Rydberg intriqués par tran-
sition Landau-Zener. La plaque P2 est au potentiel nul.

0.6

Probabilité
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FIGURE 5.27 — En bleu, nous avons représenté 'efficacité de production d’états 48p (nor-
malisée a 'efficacité de production de paires d’atomes 47p, 48p lorsque le pulse de champ
micro-onde n’est pas appliqué) en fonction du temps d’application du pulse de champ
micro-onde. En violet, nous avons représenté 1’oscillation de Rabi obtenue avec les mémes
conditions expérimentales de champ micro-onde pour la transition 47p3/; — 48ps3/2.
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5.6.5 Discussions

La seule expérience présentée dans cette partie, figure 5.27 nous renseigne sur les popu-
lations des atomes dans les états 47p et 48p. Nous pouvons conclure que nous produisons,
par transition Landau-Zener, des atomes dans les états 47p et 48p en méme quantité,
ce qui est compatible avec la production de paire d’atomes. Cette seule expérience ne
prouve évidemment pas l'intrication des atomes au sein des paires créées par transition
Landau-Zener.

Des tentatives de mesure de la fluctuation du signal ont été réalisées sur les nuages de
points non linéaire mais n’ont pas permis de prouver l'intrication des atomes de Rydberg
par transition Landau-Zener selon la méthode décrite dans cette derniére partie. Nous
évoquons les raisons suivantes. Pour un nombre initial d’atomes de Rydberg donné, la
production des états de paire (par passage adiabatique autour d’une résonance de Forster)
peut aussi fluctuer car il y a un nombre fini d’atomes de Rydberg dans I’état initial.
Néanmoins, les autres états de paire produits par le passage adiabatique n’introduisent pas
de fluctuation du signal supplémentaire. Nous avons vérifié numériquement qu’ils ne sont
pas impliqués dans les transitions a deux photons résonants pour 1’état de paire d’intérét

47p3/248p3/2>. De plus, il faut éviter toute inhomogénéité de champ électrique et de
champ micro-onde. Pour s’en affranchir, il serait possible de mettre en place un dispositif
expérimental permettant de controler précisément le champ électrique (au mV/cm) et
permettant également d’insérer un guide d’onde de champ micro-onde sur le trajet des
atomes de Rydberg. Les ions présents dans le nuage d’atomes de Rydberg sont aussi une
source d’inhomogénéité de champ électrique. Ces ions sont formés par différents processus :
lors de I’ablation laser du barreau de sodium, par photoionisation par l'intermédiaire
de D'état relais (4P3/2) lors de I'excitation laser vers un état de Rydberg, ou encore par
absorption du rayonnement du corps noir par les atomes de Rydberg. Enfin, la plus grosse
difficulté expérimentale pour ce type de mesure, reste la faible efficacité du systéme de
détection utilisé. Grace a la connaissance de la densité d’atomes de Rydberg dans le
nuage expérimental (présenté au chapitre 4), ainsi que de la calibration du systéme de
détection pour un ion unique, nous pouvons déterminer que l'efficacité de détection pour
notre systéme de détection est ~ 1%. Cette trés faible efficacité de détection est due a la
contrainte que nous nous sommes imposée pour rester dans un régime ou la réponse du
détecteur est linéaire, c’est a dire & tres faible gain des galettes de microcanaux. Alors,
la probabilité d’observer les deux atomes d’une paire dans 1’état }48p3/2,48p3/2> lors de
I'oscillation de Rabi & deux photons est donc extrémement faible. Ce sont précisément
ces éveénements de détection qui permettraient de mettre en évidence l'oscillation de la
variance lors de ’application du champ micro-onde.
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Conclusions

Dans la premiére partie de ce chapitre, nous avons expérimentalement mis en évidence
le bruit de projection quantique lors d’un processus de mesure des différentes probabilités
de transfert de I’état (& un atome) 47p3 /o vers I'état 48p3 ;. Nous avons utilisé les oscilla-
tions de Rabi d’une transition a deux photons micro-ondes : 47ps /5 — 48p3 /2.

Le bruit de projection quantique ou fluctuation quantique est fondamentalement relié au
processus de la mesure. Extraire le bruit de projection quantique a partir de données
expérimentales est une tache difficile. Dans les données expérimentales, le bruit de nature
quantique est en général noyé dans de nombreux bruits statistiques inhérents a tous les
dispositifs expérimentaux et systémes de détection. Ce type de mesure demande donc une
connaissance précise du dispositif expérimental, notamment de tous les bruits de nature
statistique pouvant affecter les données.

Dans les systéemes d’ions piégés, le nombre d’ions étudiés est connu avec précision. Il n’y a
donc pas de bruit engendré par la fluctuation du signal, et I’étude se ’restreint’ aux bruits
statistiques des systémes de détection (en général, pour les systémes de détection de fluo-
rescence). Dans le cas de notre dispositif expérimental, nous avons vu que la fluctuation
du nombre d’atomes de Rydberg a chaque expérience est assez importante. Cela nous a
donc amené a développer un modeéle permettant de simuler le signal mesuré en tenant
compte des caractéristiques expérimentales connues : la fluctuation du nombre d’atomes
de Rydberg initial, ainsi que le bruit statistique de détection. Nous avons donc pu simuler
la dispersion du signal 'mesuré’; et ainsi en déduire une procédure permettant d’extraire
le bruit de fluctuation quantique au travers la variation de la variance du signal de pro-
duction en fonction du signal total d’atomes de Rydberg. De plus cette méthode permet
une calibration précise du systéme de détection pour un ion unique sans la nécessité de
se placer expérimentalement en régime de comptage.

Dans la deuxiéme partie de ce chapitre, nous avons proposé une méthode basée sur
la mesure du bruit de projection quantique, permettant de montrer l'intrication de deux
atomes. Cette méthode peut étre utile par exemple lorsqu’il n’est pas possible d’observer
des oscillations de Rabi, telles que les oscillations observées par [Gaétan et al., 2009].
Nous avons démontré ce principe par une simulation appliquée a la mesure de la fluctua-
tion quantique dans notre cas, c¢’est-a-dire pour les paires d’atomes de Rydberg formées
par passage adiabatique autour de la résonance : 48s 48s - 48p 47p. Dans les conditions
actuelles du dispositif expérimental, la réalisation expérimentale de ce type de mesures
s’est révélée impossible, bien que paradoxalement la génération des atomes intriqués soit,
elle, expérimentalement trés simple (par un champ électrique dépendant du temps). Ce-
pendant, une étude préliminaire de la mesure de la fluctuation quantique a été réalisée
en utilisant les oscillations de Rabi d’une transition a deux photons entre deux états de
Rydberg a un atome.

Des sytémes atomiques idéaux pour ce type de mesure sont des systémes ot il est possible
de définir avec précision le nombre d’atomes étudiés, comme dans les pinces optiques ou
encore dans les réseaux optiques.
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Chapitre 6

Conclusion Générale

Les atomes de Rydberg en jet supersonique (outre la possibilité de les décélérer par
effet Stark [Vliegen et al., 2004, 2007]) constituent des systémes favorables pour I’étude de
I'interaction dipole-dipole entre deux atomes de Rydberg. La gamme de températures at-
teintes lors de la formation d’un jet supersonique se situe dans un régime de température
intermédiaire entre celles obtenues dans les jets thermiques et les régimes froids atteints
dans les piéges magnéto-optique. Ce sont de plus, des environnements relativement peu
denses. Les atomes de Rydberg en jet supersonique constituent donc des systémes idéaux
pour des études portant sur des interactions uniquement & deux corps dans le régime
de température intermédiaire ~ 100 mK. Une caractéristique de cette expérience est la
production d’atomes de sodium par ablation laser d’une cible solide de sodium et de
I’ensemencement des atomes dans leur état fondamental. Ces processus sont hors de por-
tée d’un contole expérimental fin, et engendre une source atomique trés fluctuante. Nous
avons vu au long des expériences présentées dans ce manuscrit, que nous avons su tirer
parti de cette fluctuation grace a des études statistiques fines.

Les interactions dipole-dipole entre deux atomes de Rydberg ont été illustrées par la
mise en évidence expérimentale d’un unique passage adiabatique pour des états de paire
d’atomes de Rydberg en interaction dipole-dipole. Les probabilités de passages sont basées
sur un modeéle Landau-Zener et les résultats expérimentaux sont en trés bon accord avec le
modéle théorique. En effet, pendant le temps de la transition, les atomes de Rydberg sont
quasi-immobiles et nous pouvons appliquer la vision d'un gaz d’atomes de Rydberg gelés
en interaction. Dans notre modéle, I’adiabaticité est controlée par la variation temporelle
du champ électrique. Le champ électrique permet une sélection des distances interato-
miques (par valeur supérieure) des atomes dans ’état de paire produit lors d’un passage
adiabatique. Il s’agit alors de sonder le plus proche voisin dans I’environnement de chaque
atome.

Dans un milieu homogéne, la distribution de plus proche voisin dépend uniquement
de la densité. Les passages adiabatiques entre des états de paire d’atomes de Rydberg en
interaction dipole-dipole ont ensuite été appliqués a une mesure précise de la densité du
nuage d’atomes de Rydberg. Nous obtenons une détermination meilleure que 3%. Pour
un unique croisement évité, ’application d’un passage adiabatique permet de sonder un
volume autour de chaque atome et d’en déduire la présence ou non d’un second atome
dans ce volume. La détermination de la densité qui en résulte se révele particuliérement
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CHAPITRE 6 - CONCLUSION GENERALE

précise, bien plus précise que les méthodes standard de mesure de densité dans un milieu
dilué. Cette méthode peut s’appliquer aux paires de molécules dans un état de Rydberg
présentant des interactions fortes a longue portée (de ordre du pm); par exemple, dans
le cas de I’évolution d’un gaz de molécules dans un état de Rydberg vers un plasma
ultra-froid [Morrison et al., 2008]|. Il serait tout aussi intéressant d’appliquer un passage
adiabatique pour des atomes de Rydberg en régime de blocage dipolaire. Cela permettrait
de démontrer I'isolement d’un atome de Rydberg dans sa sphére de blocage. La direction
du champ électrique induisant le passage adiabatique au travers le croisement évité per-
met alors de sonder la distribution au plus proche voisin en fonction de son orientation
et ainsi mettre en évidence le caractére anisotrope de l'interaction dipoéle-dipole.

De tels passages adiabatiques pour des états de paire doivent conduire a l'intrication

des atomes de la paire produite. La derniére partie de ce manuscrit porte sur la propo-
sition d’une méthode permettant de démontrer I'intrication de deux atomes basée sur la
mesure de la fluctuation quantique. Le principe de cette méthode a été démontrée par la
simulation de transitions a deux photons entre des états de paire, dont I’état initial est un
état de paire dont les atomes sont intriqués. Il n’a cependant pas été possible d’en faire
la démonstration expérimentale.
Nous avons mesuré expérimentalement la fluctuation quantique dans le cas des oscilla-
tions de Rabi & un atome entre les états (n— 1)p et np. Le développement d’un modéle fin
reposant sur une analyse en fonction du signal a permis de plus la calibration du systéme
de détection pour un ion unique, sans avoir recours au régime de comptage. Cette mé-
thode est versatile et peut s’appliquer a tout systéme physique dans lequel il est possible
d’induire des oscillations de Rabi entre deux niveaux, ainsi qu’a tout type de détecteur.

Ce manuscrit porte sur I’étude du comportement adiabatique de deux atomes de Ryd-
berg en interaction dipole-dipole au sein d’un jet supersonique. Un des objectifs du dis-
positif expérimental utilisé pour réaliser les expériences présentées dans ce manuscrit, est
la décélération Stark d’atomes de Rydberg par I'utilisation de champs électriques inho-
mogenes et dépendant du temps. Les décélérateurs Stark-Rydberg sont optimisés pour un
état électronique donné a travers la dépendance temporelle du champ électrique appliqué.
Lorsque l'atome de Rydberg change d’état interne, la décélération est alors moins ’effica-
ce’, et atome peut étre perdu pour le processus de décélération. Les collisions inélastiques
entre atomes et les passages adiabatiques entre les états de paire d’atomes en interaction
sont donc des processus limitants a prendre en considération lors de la décélération des
atomes de Rydberg par effet Stark.

Le controle des passages adiabatiques entre des paires d’atomes de Rydberg peut égale-
ment permettre de préparer des échantillons d’atomes dont les distances interatomiques
entre les atomes sont controlées, comme par exemple dans des expériences a deux atomes
piégés dans deux pinces optiques.

Nous pourrions aussi envisager d’étendre ’application des passages adiabatiques entre des
états de 3, 4 ... N atomes de Rydberg en interaction collective permettant un controle
quantique de ces systéemes. L’application d’un champ électrique bien controlé et dépen-
dant du temps est un outil relativement simple qui pourrait trouver de larges applications
dans le domaine de la physique des Rydberg a quelques corps ou a de nombreux corps,
domaine en plein essor actuellement [Han, 2010, Viteau et al., 2011, Gurian et al., 2011].
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