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exprimer ma reconnaissance et mon admiration pour cette réalisation hors du
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que Stéphane MARTIN, André VILLING et Frédéric MORON soient remer-
ciés pour l’énorme part qui leur revient dans le succès de ces expériences. Un
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découvrir l’amour de la science. Pour terminer j’embrasse Magali, et je te
remercie profondément pour le soutient que tu m’as apporté tout au long de
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1.2 Le piégeage magnétique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 25
1.2.1 Principe . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 26
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Introduction

En 1924, en s’appuyant sur les travaux de Satyendranath Bose [1], Albert
Einstein découvrit que des bosons sans interaction, à haute densité et à très
basse température, subissent une transition de phase [2, 3] : une fraction
macroscopique des bosons vient s’accumuler dans le niveau de plus basse
énergie. Ce phénomène fut nommé “Condensation de Bose-Einstein” et ne
fut observé dans un gaz dilué que 70 ans plus tard [4, 5, 6, 7].

La condensation de Bose-Einstein est une conséquence spectaculaire d’un
des grands mystères de la mécanique quantique : l’indiscernabilité des par-
ticules identiques. Pour en comprendre qualitativement l’origine considérons
la situation représentée sur la figure 1. Des particules sont réparties sur les
différents niveaux d’énergie d’un piège. Dénombrons le poids statistique as-
socié à deux configurations particulières, suivant que les particules sont ou
ne sont pas discernables.

– Première configuration (figure 1.a) : toutes les particules sont dans le
même niveau d’énergie. Que les particules soient ou non discernables,
il n’y a qu’une seule façon de réaliser cette situation.

– Deuxième configuration (figure 1.b) : chaque niveau d’énergie contient
une particule. Si les particules sont discernables, il y a factorielle N
possibilités (où N est le nombre de particules) correspondant à toutes
les permutations possibles entre les particules. En revanche, si les par-
ticules sont indiscernables, il n’existe qu’une seule façon de mettre une
particule par niveau, car tout échange de particules conduit à un état
physiquement identique.

Le poids statistique relatif de la première configuration est considérablement
plus grand dans le cas de particules indiscernables. La configuration où toutes
les particules sont dans le même état est donc statistiquement favorisée, ce
résultat est à l’origine du phénomène de condensation.

Plus quantitativement, la statistique de Bose-Einstein implique le résultat
essentiel suivant : le nombre de places accessibles dans les états excités (l’en-
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Fig. 1 – a) Toutes les particules sont dans le même niveau d’énergie. Que
les particules soient discernables ou non, il n’y a qu’une façon de réaliser
cette configuration. b) Chacun niveau d’énergie est occupé par une des N
particules. Si les particules sont discernables il y aN ! possibilités pour réaliser
cette configuration. Si les particules sont indiscernables, il n’y en a qu’une
seule !

semble des états quantiques privé du fondamental) est majoré par un nombre
Nmax qui dépend de la température. Par exemple, dans un piège harmonique
de pulsation ω, nous avons Nmax(T ) ' (kBT/~ω)3. Lorsque la température
diminue, de moins en moins d’atomes sont autorisés à rester dans les états
excités. En-deçà d’une température critique Tc définie par Nmax(Tc) = N ,
les atomes surnuméraires n’ont d’autre choix que de s’accumuler dans l’état
fondamental : c’est la condensation de Bose-Einstein.

Cette situation est très différente de celle d’un système de particules clas-
siques (décrites par une statistique de Boltzman) à une température presque
nulle. En effet, la température critique d’un gaz de bosons identiques conte-
nant un million d’atomes dans un piège harmonique est 100 fois supérieure
à l’énergie entre deux niveaux. En revanche, pour un gaz de Boltzman à la
température T = 100 ~ω/kB seul 1% des atomes occupent le niveau fonda-
mental.

Le condensation se produit lorsque la distance inter-atomique devient de
l’ordre de la longueur d’onde de de Broglie thermique ΛT = h/

√
2πMkBT (h

est la constante de Planck, kB la constante de Boltzman, T la température
et M la masse d’un atome). Plus précisément, la condensation a lieu si le
paramètre de dégénérescence défini par D = n0 Λ3

T dépasse la valeur 2,612,
où n0 désigne la densité spatiale du nuage d’atomes au point où cette dernière
est maximale1.

1 L’intérêt du critère n0 Λ3
T > 2,612 est qu’il ne dépend pas de la forme du potentiel de

piégeage. La quantité n0 Λ3
T représente le nombre d’atomes dans une cellule élémentaire
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Dans les conditions normales de température et de pression, nous sommes
très loin de la condensation de Bose-Einstein. Par exemple, dans notre four,
la densité en rubidium 87 est d’environ n0 ∼ 2 × 1013 cm3 à 130◦C, à cette
température, la longueur d’onde de de Broglie vaut ΛT ∼ 10−11 m, ce qui
donne un paramètre de dégénérescence de l’ordre de 10−14.

Le succès des expériences de condensation avec des atomes alcalins résulte
de la combinaison des méthodes de confinement magnétique et de refroidisse-
ment évaporatif initialement introduites sur les atomes d’hydrogène, avec les
techniques de refroidissement laser développées pendant ces vingt dernières
années et couronnées par le prix Nobel en 1997 [8, 9, 10]. Cette année, le prix
Nobel de physique a récompensé les pionniers que sont Eric Cornell, Carl
Weiman et Wolfgang Ketterle pour la réalisation des premiers condensats en
1995 et des premières études de leurs propriétés qui suivirent.

Lorsque la construction du dispositif utilisé au cours de cette thèse a
commencé au laboratoire, seuls le rubidium, le sodium, le lithium avaient
permis d’atteindre la condensation. Le pari a été pris que nous pourrions
condenser le rubidium en utilisant un électro-aimant pour générer le piège
magnétique, élément clé parmi les techniques de production de condensats
de Bose-Einstein. Nous avons pu surmonter toutes les difficultés techniques
liées à cette originalité de notre dispositif, mais un problème plus fondamen-
tal nous attendait pendant la phase de refroidissement évaporatif, dernière
étape sur la route de la condensation. Le champ au centre de notre piège ma-
gnétique était cent fois supérieur à celui de la plupart des dispositifs utilisant
des bobines. Or dans de tels champs magnétiques, l’évaporation peut être to-
talement interrompue. Lors de cette thèse, nous avons cherché à déterminer
les conditions pour lesquelles le refroidissement peut-être perturbé en champ
fort et surtout d’apporter des solutions à ce problème.

La première solution proposée est une généralisation ad.hoc de la tech-
nique d’évaporation, elle reste très spécifique. Nous avons étudié une autre
méthode, plus générale, qui permet de refroidir beaucoup plus d’espèces que
les rares atomes disposant des bonnes propriétés pour le refroidissement éva-
poratif. Ce refroidissement dit “sympathique” a permis tout récemment de
condenser le potassium 41 [11]. De plus, contrairement au simple refroidisse-
ment évaporatif, cette technique permet de refroidir des fermions très effica-
cement. Une mer de Fermi a déjà pu être observée [12, 13]. Le phénomène de
condensation est à priori exclu pour un système de fermions, cependant, dans
certaines conditions, deux fermions peuvent s’apparier pour donner un boson
et la condensation de ces paires est possible. Ce phénomène est extrêmement

de l’espace des phases de volume h3, elle est parfois abusivement appelée densité dans
l’espace des phases.
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intéressant car il est à la base de la supraconductivité. En effet, dans les su-
praconducteurs, les électrons forment des paires dites de Cooper, et la théorie
BCS permet d’interpréter la supraconductivité comme une condensation de
Bose-Einstein de ces paires de Cooper.

Au delà de la production des condensats de Bose-Einstein, se pose le pro-
blème de leur utilisation. La condensation de Bose-Einstein a suscité un fort
engouement de la part de plusieurs communautés de physiciens car elle se
trouve à la croisée de plusieurs domaines de la physique : physique atomique,
physique de la matière condensée et optique. En particulier, les condensats de
Bose-Einstein constituent une source idéale pour l’optique atomique [14]. La
présence d’un grand nombre d’atomes dans le même état quantique consti-
tue un analogue atomique du laser en optique. La cohérence spatiale du
condensat a été démontrée expérimentalement grâce aux interférences réa-
lisées entre deux condensats indépendants [15]. De plus l’extraction quasi-
continue d’atomes du condensat constitue un faisceau atomique extrêmement
bien collimaté, ce “laser à atomes” possède une luminance bien supérieure
à tout ce qui avait été réalisé auparavant avec des ondes de matière [16].
Lors de cette thèse, nous avons réalisé un laser à atomes avec un coupleur
radio-fréquence. Nous avons été confrontés à des problèmes de stabilité du
champ magnétique qui altère la régularité du flux du faisceau émis, nous
avons montré comment rendre le laser insensible a ces fluctuations à l’aide
d’une technique simple. Enfin nous avons commencé à étudier les propriétés
du faisceau, en particulier nous avons identifié le mécanisme responsable de
la divergence du laser. Ces études sur les lasers à atomes constituent les pre-
mières étapes vers la réalisation de sources d’onde de matière qui permettrons
d’améliorer considérablement l’interférométrie atomique, mais peut-être aussi
l’holographie ou la lithographie.

Plan de la thèse

Le premier chapitre présente les techniques utilisées lors des différentes
étapes de ce long chemin, à l’exception du refroidissement évaporatif auquel
est consacré le deuxième chapitre. Nous décrivons brièvement le système à
vide, le ralentissement et le piégeage d’atomes par laser ainsi que le Dark-
SPOT qui permet d’augmenter la densité du nuage. Puis nous présentons le
piégeage magnétique, son principe, la configuration de champs magnétiques
utilisée, la profondeur du piège qui en résulte ainsi que le pouvoir de compres-
sion du piège. Une originalité de notre dispositif réside dans l’utilisation de
matériaux ferromagnétiques pour créer le champ magnétique, nous discutons
les avantages et inconvénients de ces matériaux. Enfin, la caractérisation du
nuage d’atomes piégés par imagerie en absorption est détaillée à la fin de ce
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Fig. 2 – Cheminement à travers l’espace des phases, de la vapeur thermique
au condensat de Bose-Einstein. Au total, la densité spatiale n0 n’a pratique-
ment pas changée mais la température T est passée de 400K à 400 nK.

premier chapitre.

La route que nous utilisons pour atteindre la condensation de Bose-
Einstein est schématisée sur la figure 2.

Le deuxième chapitre est consacré à l’étude de la dernière technique utili-
sée pour atteindre la condensation : le refroidissement évaporatif. Nous déter-
minons le critère de bon fonctionnement de cette méthode de refroidissement
ainsi que son efficacité. Après avoir présenté sa mise en œuvre au moyen d’une
onde radio-fréquence, nous montrons qu’en présence d’un champ magnétique
élevé – comme celui utilisé dans notre dispositif – l’évaporation peut être
fortement perturbée voir totalement interrompue. La dernière partie de ce
chapitre présente une méthode que nous avons développée pour résoudre ce
problème.

Le troisième chapitre concerne le refroidissement sympathique. Cette tech-
nique permet de refroidir de nombreuses espèces par simple contact thermique
avec un gaz qui peut être refroidi efficacement par ailleurs. L’ingrédient prin-
cipal du refroidissement sympathique est la thermalisation entre les deux gaz,
elle est étudiée à partir d’un modèle simple dans la première partie du cha-
pitre. Nous présentons des expériences conduisant à la production simultanée
de deux condensats de Bose-Einstein dans des états d’énergie différents. Un
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modèle thermodynamique permet d’expliquer les différents régimes observés.
Le dernier chapitre propose une étude des faisceaux d’atomes extraits de

nuages d’atomes ultra-froids par radio-fréquence. La stabilité requise pour
produire de tels faisceaux est discutée. L’utilisation de plusieurs fréquences
nous permet expérimentalement d’obtenir des faisceaux continus quand les
conditions de stabilité ne sont pas suffisantes pour le mode d’extraction clas-
sique. Avec un modèle classique, nous déterminons comment les variation du
taux de couplage se retrouvent sur le faisceau produit. Enfin nous regardons
le cas quantique dans une version simple.
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- 1 -

Dispositif expérimental et
techniques de piégeage

La production de condensats de Bose-Einstein demande de développer
diverses techniques de piégeage et de refroidissement. Nous décrirons tout
d’abord la phase de pré-refroidissement par laser, la référence [17] contient
une revue de la plupart des techniques utilisées lors de cette première phase.
La seconde partie de ce chapitre traite du piégeage magnétique, les principales
caractéristiques du type de piège que nous utilisons y sont présentées. Enfin,
nous montrerons comment l’imagerie par absorption permet de mesurer les
propriétés du nuage d’atomes froids. Mais tout d’abord nous allons discuter
les contraintes sur le vide requis pour pouvoir produire un condensat de
Bose-Einstein.

1.1 Dispositif de pré-refroidissement

La qualité du vide est un élément essentiel pour la réussite des expériences
de condensation de Bose-Einstein [18]. En effet, il faut pouvoir conserver les
atomes pendant plusieurs dizaines de secondes pour que le refroidissement
évaporatif puisse mener à la condensation (§ 2.1.4), ce qui demande une pres-
sion en gaz résiduel inférieure à 10−10 milli-bar dans la cellule où les atomes
sont piégés. De l’autre côté, sachant que nous utilisons un jet ralenti pour
charger le piège, il faut, pour produire ce jet (§ 1.1.2), chauffer du rubidium
à plus de 100◦C, ce qui donne une vapeur ayant une pression de l’ordre de
10−6 milli-bar. Le système à vide doit donc pouvoir réunir ces deux extrêmes.
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Fig. 1.1 – Vue d’ensemble du dispositif expérimental.

1.1.1 Au commencement était le Vide

Notre système à vide est constitué de deux enceintes reliées par un long
tube de faible diamètre.

Vide primaire Côté four, l’enceinte dite primaire est pompée par une
pompe turbomoléculaire. Un obturateur mécanique à commande magnétique
permet de couper le jet atomique en dehors de la phase de chargement du
piège. Juste après l’obturateur, se trouve le “doigt froid”. Cette pièce métal-
lique qui sert à collimater le jet avec un trou de 8mm de diamètre est refroidie
en continu à −55◦C par un réfrigérateur à éthylène-glycol (flexicryoplongeur).
Les atomes qui ne vont pas dans la bonne direction viennent donc se coller
sur ce doigt froid plutôt que de détériorer la qualité du vide primaire. Une
jauge à cathode froide mesure la pression dans l’enceinte primaire, elle est
inférieure à 2 × 10−9 milli-bar. De plus une pompe ionique est placée entre
la vanne de protection et le début du tube d’isolement (cette vanne permet
de séparer les deux enceintes en cas de problème dans l’une d’elle – voir la
figure 1.1).

Tube d’isolement Un tube de 1 centimètre de diamètre, long de 70 centi-
mètres, permet de maintenir une différence de pression d’environ deux ordres
de grandeur entre les deux enceintes [19]. Autour de ce dernier se trouve un
panneau cryogénique régulièrement rempli avec de l’azote liquide. Le solé-
nöıde ralentisseur est bobiné autour du panneau. Les atomes qui sortent du
droit chemin lors de la phase de ralentissement viennent se coller sur le pan-
neau cryogénique.
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Vide secondaire Côté cellule, l’enceinte secondaire est pompée par une
pompe ionique et une pompe à sublimation de titane. De plus, un tube de
graphite se trouve dans la partie qui connecte l’enceinte métallique à la cellule
en verre, sous la deuxième bobine ralentisseur (voir la figure 1.1). Le graphite
est un absorbant qui pompe très efficacement les alcalins, nous espérons ainsi
améliorer la qualité du vide dans la cellule et surtout limiter la saturation
des parois en rubidium. Le système se termine par la cellule parallélélipé-
dique de section intérieure 2 cm × 1 cm, elle qui n’est pompée que d’un seul
côté1. La mesure de la durée de vie du piège magnétique nous indique que la
pression dans la cellule est inférieure à 10−10 milli-bar, ce qui, compte tenu
de notre taux de collision élastique (§ 1.2.3), est suffisant pour atteindre la
condensation de Bose-Einstein.

1.1.2 Puis vinrent les atomes, ils baignaient dans la
lumière

Une fois le vide établi dans l’enceinte, il faut amener les atomes dans la
cellule pour pouvoir les piéger. Pour cela nous collimatons le jet à la sortie du
four avec des lasers quasi-résonnants et nous le ralentissons à l’aide d’un fais-
ceau laser contra-propageant. Commençons par donner les caractéristiques
des différents lasers utilisés.

Les lasers

La longueur d’onde des lasers utilisés est de 780 nm, elle correspond à
la raie D2 du rubidium 87. Les transitions ont lieu entre les niveaux hyper-
fins 5S1/2 de moment cinétique total noté F et les niveaux 5P3/2 de moment
cinétique noté F ′ (figure 1.2). Nous utilisons essentiellement la transition
(F = 2 → F ′ = 3) car c’est une transition fermée. Cependant, lorsque les
atomes réalisent des milliers de cycles sur cette transition, la probabilité d’ex-
citer F ′ = 2 au lieu de F ′ = 3 devient non négligeable. Il est alors nécessaire
d’ajouter un laser repompeur pour remettre en circulation les atomes qui se
seront spontanément désexcités de F ′ = 2 vers l’état non-résonnant F = 1.
Donnons quelques chiffres importants : la vitesse de recul est de 6mm/s, l’in-
tensité de saturation vaut 1,6mW/cm2 et la largeur naturelle de la transition
(F = 2 → F ′ = 3) est de 5,9MHz.

Pour produire des condensats de Bose-Einstein, nous utilisons exclusive-
ment des diodes laser [20]. Nous utilisons une diode DBR de largeur de raie

1 Un nouveau dispositif de condensation qui utilise une cellule débouchante pompée
par deux côtés est actuellement en construction dans notre groupe.
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Fig. 1.2 – a) Structure de la raie D2 du rubidium 87 et transitions utilisées
par les différents lasers (les échelles ne sont pas respectées). Une étoile ∗
indique qu’un modulateur acousto-optique permet de modifier la fréquence
du laser correspondant de quelques MHz. b) Châıne d’injection des lasers.
Toutes les fréquences sont données en méga-Hertz.

1MHz, asservie sur un signal d’absorption saturé, en guise de mâıtre. Elle
injecte différents lasers esclaves suivant la châıne d’injection représentée sur
la figure 1.2. La diode mâıtre injecte la diode ralentisseur et la diode piège.
Une partie du faisceau ralentisseur est prélevée pour réaliser un dépompeur
(son utilité apparâıtra au § 1.1.3). La diode piège injecte à son tour la diode
de la mélasse transverse. Les diodes laser repompeur et sonde (§ 1.3) sont
asservies indépendamment.

Production du jet atomique

Le jet d’atomes est obtenu en chauffant quelques grammes de rubidium
solide dans un four à recirculation [21]. Dans le four, la densité est de l’ordre
de 1013 atomes par centimètre cube et la température est d’environ 400K, le
paramètre de dégénérescence est donc de l’ordre de 10−14. Les atomes présents
dans la vapeur ainsi formée peuvent s’échapper par une buse de 8 cm de long
et de 5mm de diamètre. Le flux d’atomes à la sortie du four crôıt exponentiel-
lement avec la température du four. À la température moyenne d’utilisation
de 120◦C, le flux est d’environ 1012 atomes par seconde. À cette tempéra-
ture, nous avons mesuré une vitesse longitudinale moyenne de 350m/s et
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une largeur RMS de la distribution des vitesses transverses de 10m/s, soit
une divergence d’environ 30milli-radian. Au niveau du four, la zone de col-
lection du piège est vue sous un angle de l’ordre de 5milli-radian, il est donc
souhaitable de mieux collimater le jet.

Collimation avec une mélasse transverse

La vitesse transverse des atomes est réduite grâce à une mélasse optique à
deux dimensions. Elle est réalisée avec deux paires de faisceaux laser contra-
propageants, perpendiculaires au jet, et désaccordés vers le rouge de la tran-
sition (F = 2 → F ′ = 3), le repompeur utilisé pour le ralentisseur sert aussi
pour cette mélasse transverse. La constante de temps d’amortissement des
vitesses est de l’ordre de 50µs. Pour que la collimation soit efficace, compte
tenu de la vitesse longitudinale moyenne, la distance d’interaction doit être
d’au moins 2 cm, dans notre dispositif elle est d’environ 5 cm.

Pour quantifier l’effet de la mélasse, nous utilisons le taux de chargement
du piège magnéto-optique. Ce dernier est défini comme la pente à l’origine
du signal donnant le nombre d’atomes dans le piège en fonction du temps,
lorsque le piège est vide à l’origine des temps. La mélasse multiplie le taux
de chargement par un facteur 6.

Ralentissement du jet

Même si les atomes atteignent la cellule, ils ne seront capturés par le
piège magnéto-optique que si leur vitesse est inférieure à quelques dizaines
de mètres par secondes. Il est donc nécessaire de les ralentir au préalable, ce
qui est encore réalisé à l’aide de lasers.

Principe Nous utilisons la pression de radiation d’un faisceau laser réson-
nant et saturant qui se propage en sens inverse du jet atomique. Dans cette
configuration, un atome peut absorber plusieurs millions de photons par se-
conde, et un photon spontané est réémis dans une direction aléatoire entre
deux absorptions successives. Ces photons ont une quantité de mouvement
h/λ, il en résulte une accélération nette phénoménale de l’ordre de 105 m/s2.
Les atomes qui sortent du four avec une vitesse de plusieurs centaines de
mètres par seconde peuvent être arrêtés sur une distance de l’ordre du mètre.

Cependant, lorsque la vitesse des atomes diminue, la fréquence du laser
dans le référentiel des atomes change par effet Doppler. Pour un changement
de la vitesse des atomes de seulement 5m/s, la variation de fréquence du
laser est égale à la largeur de raie de la transition atomique. Le laser ne
peut donc pas être résonnant pendant toute la phase de décélération. Pour
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résoudre ce problème, nous utilisons un champ magnétique qui, en chaque
point, décale la fréquence atomique par effet Zeeman [22, 23]. Nous avons
choisi une configuration à deux bobines où le champ s’annule et change de
signe [23, 24].

Problèmes supplémentaires En plus de l’effet de ralentissement dû aux
photons absorbés, la réémission aléatoire des photons entrâıne une marche
aléatoire dans l’espace des vitesses qui fait diverger le jet d’atomes. Cet effet
est particulièrement important en fin de ralentissement car la vitesse longi-
tudinale est faible et la vitesse transverse accumulée est importante.

Pour limiter ce phénomène et collecter le maximum d’atomes dans la zone
de piégeage, nous avons installé la deuxième bobine du ralentisseur près de
la cellule. Le champ créé par cette bobine n’étant pas négligeable au niveau
de la zone de piégeage, nous avons de plus ajouté une contre-bobine. Cette
contre-bobine permet d’annuler le champ magnétique total au centre du piège
magnéto-optique.

Précisions sur les lasers La laser ralentisseur est désaccordé de−130 MHz
par rapport à la transition (F = 2 → F ′ = 3) et il est polarisé circulairement
de sorte que, lorsque le champ magnétique est présent, les atomes cyclent sur
une transition fermée. Cependant, quand le champ est nul (c’est le cas dans
l’enceinte primaire et entre les deux solénöıdes du ralentisseur), les atomes
sont rapidement dépompés dans F = 1. Nous utilisons un laser désaccordé de
−200 MHz par rapport à la transition (F = 1 → F ′ = 2) pour les repomper.
Ce repompeur du ralentisseur (R.R.) sert aussi pour la mélasse transverse.

Ces deux lasers ont une influence non-négligeable sur le piège magnéto-
optique, en particulier ils ont tendance à déplacer le centre de ce dernier. Pour
éliminer ce problème, nous avons installé un cache noir au centre des faisceaux
de ralentissement [25]. Cette solution ayant par ailleurs pour effet de réduire
le taux de chargement du piège, nous ne l’utilisons pas systématiquement.
Dans les deux cas, notre dispositif permet de ralentir suffisamment les atomes
pour qu’ils puissent être capturés par le piège magnéto-optique décrit dans
le paragraphe suivant.

1.1.3 Les atomes furent piégés par cette lumière

Comme son nom l’indique, le piège magnéto-optique conjugue les effets
de la lumière avec ceux d’un champ magnétique [26]. La partie optique est
constituée de trois paires de faisceaux contra-propageants correctement po-
larisés, ce qui réalise une mélasse à trois dimensions permettant d’amortir les
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vitesses. Un champ magnétique quadripolaire sphérique génère une force de
piégeage qui concentre les atomes autour du point de champ nul. Ce piège
constitue une étape importante vers la condensation de Bose-Einstein, mais
comme nous le verrons par la suite, l’utilisation de lumière quasi-résonnante
limite de façon rédhibitoire la densité et la température accessibles. Nous uti-
liserons l’acronyme MOT qui vient de l’anglais Magneto-Optical Trap pour
désigner le piège magnéto-optique.

Lasers du MOT Les six faisceaux du piège sont indépendants, ce qui nous
permet d’équilibrer les puissances dans chaque bras. Si nous utilisions des
faisceaux rétro-réfléchis, nous aurions des problèmes car d’une part les faces
de notre cellule ne sont pas traitées anti-reflet et d’autre part les épaisseurs
optiques élevées obtenues déséquilibreraient l’intensité des faisceaux retour.

Les faisceaux de piégeage sont désaccordés de −16 MHz par rapport à la
transition (F = 2 → F ′ = 3). Deux paires de faisceaux sont contenues dans
le plan horizontal et font un angle de 45◦ avec le jet atomique, la troisième
paire est donc suivant la verticale. La distance parcourue par les faisceaux est
la même dans les 4 bras horizontaux, ce qui est rendu nécessaire par le Dark-
SPOT présenté plus loin. De plus, toujours à cause du Dark-SPOT, nous
utilisons deux repompeurs : le repompeur dit “central” (R.C.) est accordé sur
la transition (F = 1 → F ′ = 1) et superposé aux faisceaux verticaux du
MOT, le repompeur “latéral” (R.L.) est accordé sur la transition (F = 1 →
F ′ = 2) et superposé aux faisceaux horizontaux.

La figure 1.3 représente les différents faisceaux utilisés dans leur environ-
nement (cellule et pôles de l’électro-aimant), on voit que les deux bobines
qui génèrent le champ quadripolaire sont placées dans l’entrefer de l’électro-
aimant. Si elles avaient été placées à l’extérieur de l’électro-aimant, ce dernier
aurait modifié les lignes de champ car les pôles ne respectent pas les axes de
symétrie du champ du MOT. Le piège magnéto-optique n’aurait alors pas
fonctionné correctement.

Performances et limites du MOT Nous chargeons quelques milliards
d’atomes en typiquement cinq secondes. La densité au centre du nuage est
de 1010 atomes par centimètre cube et la température d’environ 100µK,
ce qui donne un paramètre de dégénérescence de l’ordre de 10−7. Le piège
magnéto-optique permet d’augmenter le paramètre de dégénérescence de plu-
sieurs ordres de grandeur [27] par rapport à la valeur de 10−14 dans le four
(voir § 1.1.2). Cependant il reste encore sept ordres de grandeur à gagner
pour atteindre la condensation de Bose-Einstein.

Les limites du piège magnéto-optique portent à la fois sur la densité spa-
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Fig. 1.3 – Configuration des faisceaux et des pôles. a) Plan horizontal : le di-
pôle est représenté. b) Plan vertical, les pôles du quadrupôle sont représentés
ainsi que les bobines du piège magnéto-optique. Dénomination des lasers :
MOT = faisceaux piège – R.L. = Repompeur Latéral – R.C. = Repompeur
Central – R.R. = Repompeur du Ralentisseur.

tiale et sur la température.
La densité est limitée par les collisions assistées par la lumière [28] et par

la diffusion multiple [29] : un atome diffuse des photons qui peuvent être
réabsorbés par les autres atomes avant de sortir du nuage. La diffusion mul-
tiple engendre une force à longue portée qui tend à homogénéiser la densité
du nuage tout en limitant cette dernière. La densité étant limitée, le nombre
N d’atomes l’est aussi du fait de taille finie des faisceaux lasers de piégeage.

Ultimement, la température est limitée par le recul associé à l’absorption
ou l’émission d’un photon. Mais en pratique, à cause de la diffusion mul-
tiple, la température limite est proportionnelle à N1/3 où N en le nombre
d’atomes [30, 31]. La plus basse température atteinte dans le MOT est de
100µK.

Le Dark SPOT

Ces limites peuvent être contournées dans une certaine mesure par une
technique baptisée Dark-SPOT pour Dark SPontaneous-force Optical Trap,
qui a été utilisée pour la première fois avec des atomes de sodium [32]. Elle
consiste à pomper une partie des atomes dans un état non-résonnant où ils
seront insensibles à la lumière de piégeage, dans notre cas, il s’agit de l’état
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Fig. 1.4 – Montage optique utilisé pour conjuguer le cache noir installé sur
le repompeur au niveau du piège.

F = 1.

Pour la mettre en œuvre, nous réalisons, dans la zone de piégeage, l’image
géométrique d’un cache noir de 3mm de diamètre installé sur le faisceau
repompeur latéral. Le repompeur latéral est mélangé aux faisceaux pièges
sur les quatre bras horizontaux. Comme le montre la figure 1.4, les chemins
optiques des quatre bras sont égaux pour conjuguer le cache du repompeur
au niveau du piège.

Après avoir chargé le MOT, nous éteignons le repompeur central, les
atomes du centre du piège qui se retrouvent dans F = 1 – via F ′ = 2 – ne
sont alors plus repompés (voir la figure 1.5).

Avec des atomes de sodium, cette technique c’est révélée efficace car le
taux de dépompage naturel vers l’état noir est suffisant. La structure hyper-
fine du rubidium étant plus importante, ce taux est plus faible et nous avons
ajouté un faisceau dépompeur résonnant sur la transition (F = 2 → F ′ = 2)
pour forcer les atomes qui passent au centre du piège à s’accumuler dans
F = 1 [33]. La densité spatiale obtenue dans le Dark-SPOT est plus élevée
que celle dans le MOT, mais elle reste néanmoins limitée par les photons du
repompeur latéral diffusés par les atomes périphériques et par les diverses
réflexions parasites (sur les pôles de l’électro-aimant, sur les angles de la
cellule ...).

Avec l’aide du dépompeur, nous mettons 8 × 108 atomes dans le Dark-
SPOT avec une densité au centre de 2× 1011 cm−3, la température est alors
d’environ 120µK.
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Fig. 1.5 – La zone correspondant au Dark-SPOT est donnée par l’intersection
des trous des faisceaux du repompeur latéral, les atomes présents dans cette
zone centrale ne sont plus repompés.

Refroidissement supplémentaire avec une mélasse sub-Doppler

Une dernière étape permet d’augmenter encore le paramètre de dégéné-
rescence avant le transfert dans le piège magnétique : une mélasse optique à
trois dimensions permet de diminuer la température, sa durée de 2ms n’en-
trâıne pas de perte significative en densité spatiale. En pratique, nous cou-
pons le courant dans les bobines MOT et nous désaccordons les faisceaux de
−46 MHz par rapport à la transition (F = 2 → F = 3). Les deux faisceaux
repompeurs sont activés pendant cette phase de mélasse 3D, elle permet de
descendre la température jusqu’à 60µK.

En conclusion, malgré les gains en densité dans l’espace des phases dus au
Dark-SPOT et à la mélasse, il reste encore un long chemin à parcourir pour
atteindre la condensation. Les limites des processus décrits ci-dessus étant
liés à l’utilisation de lumière quasi-résonnante, nous allons supprimer celle-ci
en transférant les atomes dans un piège magnétique [34].

1.1.4 Enfin le noir se fit sur les atomes.

Nous allons maintenant décrire le transfert dans le piège magnétique.
D’une part, il convient de contrôler l’état interne des atomes : nous utilisons
pour cela une phase de pompage optique, d’autre part, il faut adapter la
forme du piège magnétique aux propriétés du nuage obtenu à l’issue des
étapes précédentes.
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a) Pompage optique

Il est nécessaire de choisir l’état interne dans lequel nous voulons former
un condensat de Bose-Einstein. Nous distinguons pour cela le pompage hy-
perfin qui permet de mettre les atomes dans F = 1 ou F = 2 (ou d’avoir des
atomes dans les deux niveaux en proportion contrôlée comme nous le faisons
pour le refroidissement sympathique décrit dans le troisième chapitre) et le
pompage Zeeman qui détermine le sous-niveau magnétique.

Pompage hyperfin Si on veut transférer les atomes dans l’état hyperfin
F = 2, il faut couper les faisceaux de la mélasse avant les repompeurs. Au
contraire, si on veut les transférer dans F = 1, il faut couper tous les repom-
peurs avant les faisceaux de la mélasse et éventuellement ajouter un peu de
dépompeur pour faire tomber dans F = 1 tous ceux qui seraient restés dans
F = 2.

Compte tenu des fortes épaisseurs optiques de nos nuages, il est difficile
de transférer tous les atomes dans le niveau voulu : il en reste souvent une
faible proportion, de l’ordre de un pour mille, dans l’autre niveau hyperfin.
À la fin de l’évaporation, le nombre d’atomes présents dans les deux niveaux
peut devenir comparable, ce qui peut empêcher d’atteindre la condensation.
Une étude quantitative de ce phénomène est réalisée dans le chapitre trai-
tant du refroidissement sympathique (voir en particulier le diagramme 3.6).
Pour éliminer les atomes qui restent dans le mauvais niveau hyperfin, nous
appliquons de courts pulses de dépompage toutes les 10 secondes lors de la
phase d’évaporation.

Pompage Zeeman Dans les pièges lumineux décrits précédemment, les
atomes sont à priori équi-répartis entre les différents sous-niveaux Zeeman.
Dans le passé, nous avions essayé de réaliser un pompage Zeeman : avec un
nuage de 107 atomes, nous avions réussi à en transférer 95 % dans le sous-
niveau choisi [35]. Mais avec quelques 108 atomes, la proportion d’atomes
transférée après le pompage n’a jamais été supérieure à 60%.

Ces observations peuvent être expliquées par le fait qu’au fur et à mesure
du pompage optique, le nuage devient transparent pour le faisceau de pom-
page et de plus en plus optiquement épais pour les photons de fluorescence
émis par les atomes en cours de pompage, ce qui conduit à une limitation
de l’efficacité [24, 36]. Nous avons donc abandonné le pompage Zeeman qui
alourdissait significativement la procédure de transfert pour un résultat d’au-
tant plus médiocre que ce processus tendait à réchauffer le nuage.

Il y a donc nécessairement une perte d’atomes lors du transfert et le taux
de transfert maximal est limité à 1/3 dans |F = 1,mF = −1〉 et à 1/5 dans
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|F = 2,mF = +2〉.

b) Adaptation du piège magnétique au MOT

Lors du transfert, il faut que la forme du piège magnétique “épouse” celle
du nuage d’atome pour conserver au mieux le paramètre de dégénérescence
D = n0Λ

3
T (le paramètre de dégénérescence ne peut pas augmenter lors de

cette étape). Le paramètre de dégénérescence est proportionnel au nombre
d’atomes piégés. Les pertes d’atomes qui ont lieu pendant le transfert ne sont
ni sélectives en position, ni sélectives en vitesse. Pour optimiser le transfert,
nous cherchons donc à maximiser le paramètre de dégénérescence par atome
D/N = Λ3

T/V où le volume V est donné par V = N/n0 =
∫
n(r)/n0 d3r.

Si le volume est diminué lors du transfert, la température va augmenter et
finalement D/N sera réduit. En fait pour conserver cette quantité, il faut
adapter le piège séparément dans l’espace des vitesses et dans l’espace des
positions :

Pour adapter le piège dans l’espace des vitesses, il faut que les tempéra-
tures T du MOT et T ′ du nuage dans le piège magnétique soient identiques,
ce qui nous donne l’égalité des longueurs d’ondes de de Broglie thermiques
ΛT et ΛT ′ .

Pour adapter le piège dans l’espace des positions, il faut d’une part que les
centres des deux pièges soient confondus, et d’autre part que les volumes V et
V ′ des deux nuages soient égaux. Nous allons d’abord donner une description
des propriétés du nuage dans le MOT, puis dans le piège magnétique pour
enfin écrire les conditions de bonne adaptation des deux pièges.

Le nuage dans le MOT Lorsque les densités sont importantes, il est
difficile de donner une description satisfaisante de la distribution spatiale
des atomes dans le piège magnéto-optique. En particulier, le lien entre la
température T du nuage, le nombre d’atomes N et la densité au centre n0

n’est pas clairement déterminée, il est donc difficile de calculer son volume V .

Pour simplifier, nous allons considérer que la densité spatiale des atomes
dans le MOT est une gaussienne isotrope n(r) = n0 exp(−r2/2r2

0), où r0
est mesuré expérimentalement. Que cette hypothèse ne soit pas très proche
de la réalité avec nos fortes densités n’est pas dramatique, car les défauts
d’adaptation n’ont pas un effet très critique [37].
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Le nuage dans le piège magnétique La description d’un piège ma-
gnétique est beaucoup plus simple car il existe un potentiel de piégeage2

U(r) = 1
2
Mω2r2 qui permet d’écrire la densité spatiale dans le piège magné-

tique n′(r) = n′0 exp(−U(r)/kBT
′) où T ′ est la température et n′0 la densité

au centre du nuage, M désigne la masse de l’atome dans toute la suite de ce
manuscrit.

Résultat L’adaptation est optimale lorsque les températures et les volumes
du nuage dans les deux pièges sont égaux, ce qui s’écrit T = T ′ et

√
2π r0 =√

2πkBT ′/Mω2. Pour satisfaire ces deux conditions, il suffit de choisir la

courbure du piège magnétique de façon à avoir ω =
√
kBT/Mr2

0.

En pratique, nous adaptons le volume dans le piège magnétique à celui du
MOT en jouant sur les courants qui créent le piège magnétique. Pour adapter
les centres des pièges, nous pouvons déplacer la bobine inférieure du MOT
qui est montée sur une potence à trois translations.

Nos chiffres Avec les températures et les tailles usuelles de notre MOT,
nous utilisions pour le transfert une fréquence d’oscillation dans le piège
magnétique de ω = 16× 2πHz pour un nuage dans l’état |F = 1,mF = −1〉.
Cette fréquence est multipliée par

√
2 pour des atomes piégés dans l’état

|F = 2,mF = +2〉, soit ω = 23× 2πHz.

À l’issue du transfert dans |F = 1,mF = −1〉, nous avons 108 atomes
dans le piège magnétique avec une densité au centre de 5× 1010 cm−3 et une
température de 100µK.

En conclusion, nous avons été au bout des possibilités de notre dispositif
en terme de piégeage et de refroidissement laser, nous passons maintenant à
l’étape suivante où la lumière est bannie.

1.2 Le piégeage magnétique

Dans cette partie, nous allons d’abord expliquer le principe du piégeage
magnétique, puis nous décrirons la configuration de champs magnétiques que
nous utilisons, ainsi que certaines caractéristiques importantes comme le pou-
voir de compression. Enfin nous discuterons l’usage des ferromagnétiques
pour le piégeage en vue de la condensation de Bose-Einstein.

2 Nous le considérons harmonique et isotrope, ce qui est approximativement réalisé
pour le transfert avec notre piège (voir § 1.2.2).
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1.2.1 Principe

Les premiers pièges à particules neutres ont été réalisés sur des neu-
trons [38], en important des méthodes de la physique des plasmas.

L’atome n’ayant pas de charge, les champs de piégeage vont interagir avec
son moment dipolaire magnétique permanent µ. Le principe est le même que
pour l’effet Stern et Gerlach : un atome dans un sous-niveau magnétique mF

donné, placé dans un champ magnétique inhomogène B(r), va subir une force
opposée au gradient de l’énergie d’interaction entre le moment magnétique
de l’atome et le champ.

Nous allons d’abord calculer l’énergie d’interaction atome-champ, puis
montrer à quelle condition cette énergie prise comme fonction de la posi-
tion r de l’atome peut être considérée comme un potentiel extérieur. Enfin
nous discuterons les conditions pour que la force résultante puisse piéger les
atomes.

a) Effet Zeeman linéaire

Le hamiltonien Zeeman qui décrit l’interaction entre l’atome et un champ
magnétique B s’écrit HZ = −µ · B (avec les champs magnétiques utilisés,
le terme diamagnétique est négligeable). Pour trouver les énergies propres,
nous allons exprimer le moment magnétique dans la base des vecteurs propres
du moment cinétique total F . Le moment magnétique étant un opérateur
vectoriel, le théorème de Wigner-Eckart nous dit que dans un sous-espace
propre du moment cinétique total, il y a proportionnalité entre µ et F , ce
qui s’écrit µ = gFµBF /~ où µB = −9.27 × 10−24 J/T est le magnéton de
Bohr et gF le coefficient de proportionnalité adimensionné appelé facteur de
Landé. Pour le rubidium 87 dans F = 1, le facteur de Landé vaut −1/2, dans
F = 2 il vaut +1/2.

Si le champ magnétique est assez petit pour traiter le hamiltonien Zeeman
HZ en perturbation de la structure hyperfine, à l’ordre 1, on se restreint aux
sous-espaces propres de F et on obtient donc directement les énergies propres
−mFgFµBB où mF est le nombre quantique magnétique et B désigne le mo-
dule du champ3. L’énergie d’un sous-niveau Zeeman est donc proportionnelle
au module du champ magnétique et au nombre quantique magnétique mF

(au premier ordre). En introduisant la fréquence de Larmor ωL = |µB|B/~,
l’énergie d’un sous-niveau Zeeman s’écrit mFgF × ~ωL.

3 Les valeurs des champ magnétiques seront données en Gauss noté G (1 Gauss =
10−4 Tesla). Nous exprimerons parfois les énergies en unité de fréquence, pour cela, il est
bon d’avoir en tête que µB/h = −1,40 MHz/G.
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Fig. 1.6 – Un atome de moment magnétique µ se déplace de gauche à
droite dans un champ magnétique B. a) Suivi-adiabatique : le moment ma-
gnétique conserve son orientation par rapport au champ magnétique sur toute
sa trajectoire. b) Cas non-adiabatique : le moment magnétique ne peut pas
changer de direction au passage du point où le champ s’annule et se retourne.
Le moment magnétique change alors de direction par rapport au champ.

b) Suivi-adiabatique

Le piégeage magnétique repose sur le fait que les atomes restent toujours
dans le même état interne mF , alors l’énergie du sous-niveau en question
constitue un potentiel pour l’atome. Cependant, lorsqu’un atome se déplace
dans un champ inhomogène, ce dernier change non seulement en module, mais
aussi en direction et les états propres de l’hamiltonien Zeeman varient donc
dans l’espace. Pour pouvoir négliger les variations des fonctions d’onde, il faut
que la vitesse de rotation 1

B
dB(r(t))

dt
du champ magnétique dans le référentiel

d’un atome en mouvement soit négligeable devant la fréquence de transition
entre sous-niveaux Zeeman adjacents. Dans ce cas, l’atome conserve sa pola-
risation : il reste dans le même état interne mF vis à vis du champ local et
son moment magnétique suit adiabatiquement le champ magnétique4. Nous
pouvons alors considérer que l’atome se déplace dans un potentiel qui ne dé-
pend que de son état interne (via gFmF ) et du module du champ magnétique
appliqué.

La condition d’adiabaticité ne peut pas être respectée en un point où
le champ magnétique s’annule et change de direction (voir figure 1.6). Une

4 Du point de vue de la physique classique, le moment magnétique précesse autour du
champ local à la fréquence de Larmor. Si le moment magnétique réalise suffisamment de
précessions au cours d’un changement significatif de la direction du champ magnétique,
le dipôle magnétique est stabilisé par effet gyroscopique et l’angle de précession reste
constant. En revanche si la fréquence de Larmor est trop faible, le dipôle s’aligne avec le
champ magnétique pour minimiser l’énergie d’interaction.
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telle situation conduit à des changements d’état interne : les atomes qui
subissent ces transitions non-adiabatiques, dites transitions de Majorana [39],
seront expulsés du piège magnétique. La plupart des pièges utilisent donc
des configurations où le champ ne s’annule pas. Dans notre cas le champ
minimum est au moins de 50 Gauss, ce qui nous donne une fréquence de
Larmor supérieure à 70MHz.

La distance typique a sur laquelle le champ doit changer significativement
de direction pour qu’un atome de vitesse v risque de subir une transition
non-adiabatique est donnée par v/ωL. La température maximale dans un
piège magnétique étant de 1mK, les vitesses peuvent atteindre le mètre par
seconde. Dans ces conditions, avec une fréquence de Larmor de l’ordre de la
dizaine de méga-Hertz, nous trouvons une distance a inférieure au micron. En
pratique la direction du champ magnétique ne varie jamais significativement
sur de telles distances, nous pouvons donc conclure que la condition de suivi
adiabatique est toujours respectée dans notre piège.

c) Génération d’un piège

Nous allons maintenant nous intéresser aux conditions qui réalisent un
piège pour les atomes. Pour cela, il faut créer un minimum de potentiel,
or les équations de Maxwell ne permettent pas l’existence d’un maximum
de module pour un champ magnétostatique5, en dehors des sources [41]. En
revanche il est possible de générer un minimum de B. Le gradient de B pointe
alors vers le centre où B est minimal et la force magnétique ne rappellera vers
le centre que les atomes dans un état interne tel que gFmF est positif, ces états
seront dits piégeants (voir la figure 1.7). Les autres atomes seront expulsés
hors de la région où le module est petit (gFmF < 0 : états anti-piégeants),
ou bien ils seront insensibles à la présence du champ magnétique et la force
de pesanteur se chargera de les éloigner (mF = 0 : états non-piégeants).

Pour le rubidium 87, compte tenu du signe du facteur de Landé des dif-
férents niveaux hyperfins, dans F = 1 seul mF = −1 est piégeant, et dans
F = 2, mF = +2 et mF = +1 sont piégeants. Nous verrons dans la suite
(au § 2.2) qu’à cause de la non linéarité de l’interaction de l’atome avec le
champ magnétique, le sous-niveau mF = 0 de F = 2 est en fait légèrement
piégeant.

1.2.2 Piège de Ioffe-Pritchard

La forme la plus répandue de piège magnétique à minimum non-nul est
donné par la configuration dite de Ioffe-Pritchard. Elle a été proposée la

5 Cette impossibilité peut être contournée en utilisant des champs alternatifs [40].

28



Fig. 1.7 – Principe du piégeage magnétique illustré sur un spin 1/2. La force
est proportionnelle au gradient du module du champ que multiplie gFmF .
a) Dipôle magnétique anti-aligné avec le champ (gFmF > 0) : on a une force
de rappel et l’état est piégeant. b) Dipôle aligné avec le champ (gFmF < 0) :
la force est expulsante et l’état non-piégeant.

première fois pour confiner des plasmas [42], elle a ensuite servi à piéger des
particules neutres [43], c’est cette configuration que nous utilisons pour notre
piège magnétique.

Le piège de Ioffe-Pritchard résulte de la superposition d’un champ qua-
dripolaire linéaire assurant le confinement radial et d’un champ dipolaire
suivant le même axe pour le confinement longitudinal. Plusieurs géométries
des sources peuvent donner ce type de champ [44, 45, 46]. Nous avons choisi
d’utiliser trois paires de bobines avec des noyaux ferromagnétiques dans une
configuration identique à celle réalisée par Tollet et al. avec des aimants per-
manents [47]. Comme le montre la figure 1.8, le dipôle est crée par un pôle
nord face à un pôle sud le long de l’axe x, le quadrupôle est lui crée par une
paire de pôles nord se faisant face plus une paire de pôles sud se faisant face
suivant les bissectrices des axes y et z. La superposition des deux quadrupôles
sphériques orthogonaux donne un quadrupôle linéaire au voisinage du centre
du piège.

a) Expression du champ

Nous allons utiliser les symétries des sources pour calculer la forme exacte
du champ magnétique. Tout d’abord nous donnons l’expression générale du
champ créé par des sources qui possèdent une symétrie de révolution autour
d’un axe, puis nous précisons les contributions des trois paires de pôles.
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Fig. 1.8 – Géométrie des pôles, les pointillés représentent les pôles qui ne
sont pas dans le plan de coupe.

Développement multipolaire Chaque paire de pôle génère un champ à
symétrie cylindrique autour de son axe. Il est possible de réaliser un dévelop-
pement multipolaire du champ magnétique B au centre du piège [48]. Nous
avons B =

∑
bnP n où les bn sont les coefficients du développement6. Les Pn

sont des vecteurs de polynôme (la première coordonnée est suivant l’axe de
symétrie z̃, l’autre est la coordonnée radiale ρ̃) qui valent :

P0 =

[
1
0

]
P1 =

[
z̃

−ρ̃/2

]
P2 =

[
z̃ 2 − ρ̃ 2/2
−ρ̃ z̃

]
... (1.1)

Ce développement est valable sur des distances petites devant la distance
inter-pôles qui est de l’ordre du centimètre. Un développement à l’ordre 2
en position est suffisant pour donner les effets de piégeage dans les trois
dimensions ainsi qu’une idée de la profondeur d’un piège de Ioffe-Pritchard.

Application à notre système L’axe de symétrie z̃ du dipôle correspond à
l’axe x dans notre dispositif. De plus, la paire de pôles du dipôle est invariante
par réflexion par rapport à l’origine, le champ du dipôle est donc pair, ce qui
entrâıne la nullité de tous les coefficients impairs. Nous notons b0 = B0 son
champ longitudinal et b2 = B′′/2 sa courbure au centre qui donne l’effet de
piégeage suivant le dipôle.

Considérons un des quadrupôles, une réflexion par rapport à l’origine
change le courant en son opposé, le champ créé est donc impair et les coef-

6 Ces coefficients peuvent être déterminés par comparaison avec le résultat du calcul
exact du champ magnétique sur l’axe de symétrie.
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ficients pairs sont tous nuls. En nous limitant à l’ordre 2, seul le coefficient
b1 est à préciser. Nous notons b1 = B′ pour le quadrupôle d’axe de symétrie
z̃ suivant la première bissectrice du plan yz (voir figure 1.8). Pour l’autre
quadrupôle dont l’axe de symétrie est suivant la seconde bissectrice du plan
yz, nous avons b1 = −B′ car les courants d’excitation des deux quadrupôles
ont la même intensité mais leurs signes sont opposés.

Champ total La somme des champs dus aux trois paires de pôles, après
avoir fait les changements de coordonnées nécessaires, s’écrit simplement

B = B0

 1
0
0

+B′

 0
z
y

+
B′′

2

 x2 − y2+z2

2

−x y
−x z

 . (1.2)

Nous voyons sur cette expression que le module du champ est harmonique sur
l’axe du dipôle (y = z = 0). Avec ce développement multipolaire, le champ
calculé ne dépend pas de la taille des sources, car nous avons supposé qu’elles
sont suffisamment éloignées. Le calcul est donc valable près du centre (x =
y = z = 0). Cette expression du champ, va nous permettre de déterminer la
profondeur du piège et la forme du potentiel près du centre.

b) Étude de la profondeur du piège

L’expression (1.2) donne un champ magnétique dont le module tend vers
l’infini lorsqu’on s’éloigne beaucoup du centre du piège. Cependant il est
possible de définir la profondeur du piège à partir de cette expression car le
point (x = y = z = 0) n’est pas le seul minimum du module du champ. Nous
considérons comme perdus les atomes qui ont suffisamment d’énergie pour
franchir la barrière de potentiel menant à un autre minimum. La profondeur
du piège est obtenue à partir de la valeur du module champ au points où la
force magnétique ne ramène plus les atomes vers le centre du piège. La force
magnétique étant proportionnelle au gradient du module du champ, il faut
trouver les points où ce dernier est nul et pour lesquels il existe une direction
anti-piégeante (points cols).

Le module B du champ peut être écrit sous forme adimensionnée [49]

B(r′, b) =
B′′

B′2 ×B(r, B0, B
′, B′′) (1.3)

où B ne dépend que des variables

r′ =
B′′

B′ × r et b =
B0B

′′

2B′2
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Fig. 1.9 – Lignes de niveau du module du champ magnétique dans le plan
z = 0 pour b = B0B′′

2 B′2 = 1/3. Les positions sont données par les variables
adimensionnées x′ = x

B′/B′′ et y′ = y
B′/B′′ . Le module du champ est minimum

en trois points de cette coupe, deux points cols se situent entre le centre
(x = y = 0) et les deux autres minimums.

qui sont sans dimension. Pour b < 1, l’équation ∇r′ B(r′, b) = 0 admet 9
solutions : le point r = 0, ainsi que quatre autres points où le module du
champ magnétique est minimum, et quatre points cols situés respectivement
entre les quatre minimums et le centre du piège r = 0. La figure 1.9 représente
les lignes de niveaux du module du champ magnétique dans le plan z = 0 pour
b = 1/3. Le module du champ est symétrique vis à vis des transformations
{y → −y}, {z → −z} et {x → −x, y → z}, nous avons donc le même type
de lignes de niveau dans le plan y = 0 et les quatre points se trouvent tous
à la même distance ‖r‖ = rcol du centre du piège. La figure 1.10 représente
la profondeur ∆B et la distance rcol du centre du piège aux points col en
fonction de b qui est le seul paramètre dont elles dépendent.

Lors du transfert, le piège de Ioffe est pratiquement harmonique et iso-
trope, ce qui conduit à une valeur de 1/3 pour le paramètre b. Ensuite, le
piège est comprimé en diminuant B0 ou en augmentant B′, ce qui dans tout
les cas conduit à une diminution de b (voir § 1.2.3). C’est donc au moment
du transfert que b est le plus grand et que la profondeur adimensionnée est la
plus faible. Puisque lors de compression B′2/B′′ ne diminue pas, c’est aussi
lors du transfert que la profondeur absolue ∆B est la plus faible. Pour un
piège isotrope, le calcul donne ∆B ' 0,3×B′2

B′′ , et en utilisant b = B0B′′

2 B′2 = 1/3,
il vient ∆B ' 0,45×B0.
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Fig. 1.10 – a) Profondeur adimensionnée du piège ∆B
B′2/B′′ en fonction de

b = B0B′′

2 B′2 . b) Distance adimensionnée des points col au centre du piège rcol

B′/B′′

en fonction de b. En pratique b est toujours inférieur à 1/3.

Distance des points col au centre du piège Dans le régime de fonc-
tionnement qui nous intéresse (b 6 1/3), la distance des points col au centre
est pratiquement proportionnelle au rapport B′/B′′ (la constate de propor-
tionnalité varie entre 1,7 et 1,85). Comme le montre la courbe 1.10.b, c’est
lorsque le piège est “isotrope” que les points col sont le plus près du centre
du piège, soit une distance de rcol = 1,7× B′

B′′ . Dans ce cas où b = 1/3, nous

pouvons écrire rcol = 2,1
√
B0/B′′.

Notre cas Lorsque le piège est isotrope, nous avons B0 ' 160 G et donc
∆B ' 70 G. Pour |F = 1,mF = −1〉, la profondeur en unité de température
est plus de dix fois supérieure à la température du nuage après transfert, les
atomes ont donc très peu de chance de s’échapper naturellement du piège.

Évaluons maintenant la position des points cols. Avec notre piège, B0

et B′′ sont tous deux proportionnels au courant qui alimente les bobines du
dipôle7, le rapport B0/B

′′ est une constante géométrique qui vaut 0,5 cm2, les
points cols sont situés à environ 1,5 cm du centre du piège. À cette distance
du centre, le développement multipolaire que nous avons utilisé pour calculer
le champ magnétique n’est pas valable car dans notre dispositif l’extrémité
des pôles se trouve à environ 1 cm du centre de la cellule.

Pour être plus précis, il faudrait calculer numériquement le champ. Si les
points cols se trouvent être en dehors de la cellule, pour déterminer la profon-
deur, il faudrait alors calculer la hauteur du potentiel au niveau des parois de
la cellule. Le problème est alors de modéliser les matériaux ferromagnétiques
que nous utilisons.

7 C’est faux si les pôles saturent, ou si le biais est compensé.
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Conclusion Le calcul n’est pas rigoureusement valable, mais il permet
néanmoins de dégager un ordre de grandeur pour la profondeur du piège,
nous avons ∆B ∼ B′2

2B′′ . De plus, pour la distance des points cols au centre du

piège, nous obtenons rcol ∼ 2B′

B′′ . Dans le régime qui nous intéresse (b 6 1/3),
ces deux caractéristiques du piège sont pratiquement indépendantes du biais.

Pour conserver un nuage d’atomes quelque temps dans un piège magné-
tique de profondeur δB, il faut que la profondeur en énergie εt = gFmF |µB|∆B
soit supérieure à l’énergie moyenne des atomes, qui est de l’ordre de 3 kBT .
Avec une profondeur ∆B ∼ 160 G et un rapport η = εt/kBT égal à 10, la
température d’un nuage piégé dans l’état |F = 1,mF = −1〉 est seulement de
500µK. La faible profondeur des pièges magnétiques impose donc la phase
de pré-refroidissement par laser décrite précédemment.

c) Approximations sur le module du champ

Nous allons maintenant nous intéresser au module du champ de piégeage
qui donne le potentiel. Nous distinguons deux niveaux d’approximation, sui-
vant la taille du nuage d’atomes.

Premier niveau d’approximation Lorsque B′′ × i� B′ (où i = x, y et
z), le module du champ se simplifie en

B(x, ρ) =

√(
B0 +

B′′

2
x2

)2

+

(
B′ 2 − B′′

2
B0

)
ρ2 (1.5)

où ρ =
√
y2 + z2. Le module du champ possède alors une symétrie cylin-

drique autour de l’axe x du dipôle. Dans cette approximation, le module du
champ est “semi-linéaire” suivant toute direction perpendiculaire au dipôle
(figure 1.11).

Validité Calculons l’ordre de grandeur de la température en dessous de
laquelle les conditions B′′ × σi � B′ sont vérifiées (σi représente la taille du
nuage suivant la direction i).

Lors du transfert le piège est isotrope, puis pendant la compression (§ 1.2.3),
le nuage s’étend suivant le dipôle et se rétrécit suivant le quadrupôle. La
taille σx du nuage suivant le dipôle est donc toujours supérieure ou égale à
celle suivant le quadrupôle. Il suffit donc de déterminer la température pour
laquelle la taille du nuage suivant le dipôle vérifie B′′σx = B′.

Pour cela nous utilisons l’équipartition de l’énergie pour le degré de li-
berté de vibration suivant le dipôle, la température limite ainsi obtenue est
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Fig. 1.11 – Module du champ magnétique a) suivant la direction longitudi-
nale x (dipôle), pour ρ = 0, b) suivant la direction radiale ρ (quadrupôle),
pour une valeur de x fixée.

de quelques milli-Kelvin. Puisque cette température est du même ordre de
grandeur que la température maximale donnée par la profondeur du piège,
en pratique la condition est toujours vérifiée.

En conclusion, nous pouvons considérer que l’expression (1.5) est toujours
valable.

Second niveau d’approximation Au voisinage de l’origine, le module du
champ est harmonique dans les trois directions de l’espace

B(x, ρ) = B0 +B′′ x
2

2
+

(
B′2

B0

− B′′

2

)
ρ2

2
. (1.6)

Cette expression approchée est valable lorsque B′ρ � B0 et B′′x2 � B0.
Comme plus haut, l’équipartition de l’énergie, permet de réexprimer ces deux
conditions sur la taille du nuage comme des conditions sur la température.
Définissons le paramètre sans dimension

u =
gFmF |µB|B0

kBT
, (1.7)

la condition sur la taille suivant x donne simplement u � 1 et celle suivant
ρ s’écrit (1 − b) × u � 1. En pratique b 6 1/3, nous retiendrons que pour
pouvoir considérer le piège de Ioffe comme harmonique, il faut et il suffit
d’avoir u � 1. Pour connâıtre la géométrie du piège, il convient donc de
comparer les deux énergies |µB|B0 et kBT : si la température est faible par
rapport à l’énergie magnétique au centre du piège, le nuage n’explore que le
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centre du potentiel et le piège est harmonique, dans le cas contraire, le piège
est semi-linéaire. Lorsque la température est telle que u � 1, la valeur du
biais n’a plus d’influence sur le potentiel vu par le nuage d’atomes : seuls la
courbure dipôle et le gradient quadrupôle comptent.

Avec un biais de 100Gauss, la température au delà de laquelle le piège
est semi-linéaire (donnée par u = 1) est de quelques milli-Kelvins, ce qui veut
dire que le piège peut être considéré comme harmonique dès le transfert. En
revanche, un piège de Ioffe dont le champ biais est de 1G n’est pas harmo-
nique pour une température supérieure à quelques dizaines de micro-Kelvins.
Lors de la compression, ainsi qu’au début du refroidissement évaporatif, le
nuage explorera un potentiel semi-linéaire ; ce n’est que dans la dernière phase
de l’évaporation, quand la température devient de l’ordre du micro-Kelvin,
que le potentiel pourra être considéré comme harmonique.

Définition des fréquences d’oscillation Le potentiel U est choisi nul au
centre du piège, il s’écrit donc

U(r) = gFmF |µB| (B(r)−B0) . (1.8)

Dans l’approximation harmonique, nous définissons les fréquences d’oscilla-
tion8 axiale ωx et radiale ωρ par

U(x, ρ) =
1

2
M
(
ωx x

2 + ωρ ρ
2
)
. (1.9)

où M est la masse d’un atome. Les équations (1.6), (1.8) et (1.9) donnent

ωx =

√
gFmF

|µB|
M

B′′, (1.10)

ωρ =

√
gFmF

|µB|
M

(
B′2

B0

− B′′

2

)
. (1.11)

Les fréquences d’oscillation dépendent de l’état interne de l’atome via gFmF .
Le piège est isotrope si ωx = ωρ d’où B′2 = 3B0B

′′/2, nous retrouvons alors
b = 1/3.

Par ailleurs, tant que les pôles ne saturent pas, B′ est proportionnel au
courant d’alimentation du quadrupôle, B0 et B′′ à celui du dipôle. Avec ces
deux courants, nous pouvons contrôler l’anisotropie et la raideur du potentiel.
Un modèle qui donne le champ en fonction des courants a été développé dans
les thèses de mes prédécesseurs [24, 50].

8 Dans ce manuscrit, nous utilisons le terme fréquence d’oscillation, alors qu’en toute
rigueur, il faudrait parfois parler de pulsation. Dans tous les cas où il pourrait y avoir
ambigüıté sur une valeur numérique, nous ferons apparâıtre 2π dans les unités lorsqu’il
s’agit d’une pulsation et non d’une fréquence.
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Nos chiffres

Une calibration de B0, B
′ et B′′ en fonction des courants a été réalisée à

l’aide d’une sonde à effet Hall avant de monter l’électro-aimant sur notre dis-
positif. L’adaptation du piège magnétique au MOT lors du transfert n’étant
pas critique, la précision obtenue par cette méthode s’avère suffisante pour
choisir les courants d’excitation du dipôle et du quadrupôle (à la fin du pa-
ragraphe 13, nous verrons comment mesurer directement et précisément les
fréquences d’oscillations).

Lors du transfert, nous utilisons des fréquences d’oscillation de ωx = ωρ =
16 × 2πHz, ce qui pour piéger les atomes dans |F = 1,mF = −1〉 donne
une courbure9 suivant le dipôle B′′ = 316 G/cm2. Puisque B′′/B0 est fixé
par construction à 2 cm−2, nous devons avoir B0 = 158 G ce qui impose
B′ = 274 G/cm pour être isotrope. Pour transférer les atomes dans l’état
|F = 2,mF = 2〉, les fréquences doivent aussi être de 16Hz et les valeurs de
B0, B

′ et B′′ doivent donc toutes être divisées par 2.

Après le transfert, nous comprimons le piège magnétique, ce qui conduit
à une augmentation de la fréquence d’oscillation moyenne.

1.2.3 Compression adiabatique

La dernière étape pour atteindre la condensation de Bose-Einstein est
le refroidissement évaporatif, elle sera présentée dans le chapitre suivant de
cette thèse. À ce stade il faut néanmoins rappeler que son bon fonctionne-
ment repose sur une thermalisation rapide du gaz, et pour cela il est néces-
saire d’avoir un taux de collisions élastiques le plus élevé possible. Le but de
la compression adiabatique est d’augmenter le taux de collisions élastiques
moyen par atome γ̄, sans diminuer le paramètre de dégénérescence.

a) Conditions d’adiabaticité

Pour simplifier, considérons un piège harmonique isotrope de pulsation ω.
Pour que la compression soit adiabatique, il faut que la variation relative
1
ω

dω(t)
dt

soit petite devant trois fréquences :

1. ωL pour assurer le suivi adiabatique du spin sur le champ (voir § 4),

2. ω elle même pour l’adiabaticité au sens du mouvement des atomes [51],

9 Les valeurs des courbures dans les unités utilisées ici seraient les mêmes dans les unités
du système international, en effet 1 G/cm2 = 1T/m2.
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3. γ̄ afin d’être à chaque instant dans un état d’équilibre10 (adiabaticité
thermodynamique).

On a en général γ̄ < ω � ωL. Si la troisième condition n’est pas vérifiée,
ce qui peut arriver surtout au début de la compression, on peut montrer
que la compression a tout de même un effet positif sur le taux de collisions
élastiques, bien qu’il ne soit pas optimal [52].

Nous considérons le cas où les trois conditions sont vérifiées, l’entropie
du gaz est alors conservée lors de la transformation. L’entropie ne dépend
que du nombre d’atomes, du paramètre de dégénérescence et de la forme
du potentiel [53], donc si le potentiel ne change pas de forme lors de la
compression, le paramètre de dégénérescence garde une valeur constante.
Symétriquement, un changement de forme du potentiel peut permettre de
modifier le paramètre de dégénérescence , la transition de Bose-Einstein a pu
être franchie de cette manière, c’est à dire de façon réversible [54, 55].

b) Relation entre le taux de collisions moyen et celui au centre du
piège

Physiquement, c’est le taux de collisions moyen par atome γ̄ qui est relié
au temps de thermalisation, et c’est donc sur ce taux moyen qu’on doit écrire
la condition pour que le refroidissement évaporatif soit efficace (voir § 2.1.4).

Cependant, dans la littérature, les calculs sont généralement faits sur le
taux de collisions élastiques au centre du piège γ0. En annexe, nous montrons
que le rapport du nombre d’atomes évaporés par unité de temps par le taux
de collisions élastiques au centre ne dépend pas la forme du piège. Ainsi, en
utilisant γ0 nous pouvons écrire le critère de bon fonctionnement du refroi-
dissement évaporatif indépendamment de la forme du piège, d’où l’intérêt de
la grandeur γ0.

Pour des potentiels en loi de puissance, le rapport γ0/γ̄ est un nombre
constant, ce qui permet d’utiliser indifféremment le taux de collisions moyen
ou celui au centre du piège. En revanche, lorsque la forme du potentiel varie
(comme c’est le cas lorsque le potentiel de Ioffe passe d’un régime harmonique
à un régime semi-linéaire), ce rapport n’est plus constant. Si la condition sur
le taux de collisions est tout juste satisfaisante, il faut prendre garde à la
variation de ce facteur lors de la compression.

Les taux de collisions au centre et moyen sont donnés respectivement par :

γ0 = n0 σel v̄ et γ̄ =
√

2 n̄ σel v̄ (1.12)

10 Cette condition est par exemple nécessaire lors de la compression anisotrope d’un
piège harmonique pour “thermaliser” les trois directions, car ce type de piège n’est pas
ergodique.
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où n0 et n̄ représentent respectivement les densités au centre et moyenne, v̄ =√
8kBT/πM est la vitesse moyenne, et σel est la section efficace de collision

élastique. Pour le 87Rb elle peut être considérée indépendante de la vitesse
pour des température inférieures à 300µK [56] avec σel ' 5,8 × 10−16 m2

dans |F = 1,mF = −1〉. Pour T < 300µK le rapport γ0/n0 est proportionnel
à
√
T . La densité spatiale est donnée par :

n(r) = n0 exp

(
−U(r)

kBT

)
, (1.13)

en introduisant la fonction de partition F (T ) =
∫

exp
(
−U(r)

kBT

)
dr, la densité

moyenne s’écrit

n̄ =

∫
n2(r)dr∫
n(r)dr

= n0
F (T/2)

F (T )
. (1.14)

Le calcul de la fonction de partition pour un potentiel de Ioffe nous donne
que le rapport entre la densité au centre et la densité moyenne ne dépend
que du paramètre u = gFmF |µB|B0/kB T

γ0

γ̄
=

1√
2

n0

n̄
= 4

3 + 2u

3 + 4u
. (1.15)

En particulier, dans un piège harmonique (u� 1) il vient γ0 = 2 γ̄ et dans le
cas purement semi-linéaire (u� 1) γ0 = 4 γ̄. Physiquement, il est clair qu’à
densité moyenne constante, la densité au centre est plus importante dans un
piège semi-linéaire que dans un piège harmonique.

c) Calcul du pouvoir de compression

Avant la compression, le piège a la géométrie imposée par le transfert, il
est harmonique et isotrope pour s’adapter autant que possible au MOT. Pour
désigner les quantités avant compression, nous utiliserons l’indice (i) pour iso-
trope, l’égalité des fréquences d’oscillation nous donne B′(i) 2 = 3B

(i)
0 B

′′(i)/2.
Après compression, les quantités porteront l’indice (c) pour comprimé, pour
simplifier les expressions finales, nous négligerons B

(c)
0 B′′(c) devant B′(c) 2 soit

b� 1, cette approximation est pratiquement toujours vérifiée.

Cas d’un piège qui reste harmonique Notons ω̄ la moyenne géomé-
trique des fréquences d’oscillation, nous avons n0 ∝ ω̄3/T 3/2, ce qui donne
γ0 ∝ ω̄3/T . Nous considérons que le piège reste harmonique lors de la com-
pression adiabatique, la forme du potentiel ne change pas et donc le paramètre
de dégénérescence D = n0Λ

3
T est constant. Or D ∝ (ω̄/T )3, donc la tempéra-

ture du nuage varie comme ω̄ et enfin, puisque la section efficace de collision
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ne varie pas avec la température dans la gamme qui nous intéresse, nous trou-
vons que γ0 varie comme ω̄2. Avec les simplifications proposées ci-dessus, le
pouvoir de compression s’écrit

γ̄(c)

γ̄(i)
=
γ

(c)
0

γ
(i)
0

' B′(c) 4
3 B′′(c) 1

3

B
(c) 2

3
0 B′′(i)

=

(
3

2

) 2
3
(
B′(c)

B′(i)

) 4
3
(
B′′(c)

B′′(i)

) 1
3

(
B

(i)
0

B
(c)
0

) 2
3

.

(1.16)
Lors d’une compression adiabatique d’un piège harmonique, la température
augmente d’un facteur égal à la racine carré du pouvoir de compression.

La méthode la plus courante pour comprimer le piège consiste à com-
penser le biais B0, c’est à dire à le diminuer tout en conservant la courbure
du dipôle B′′ à une valeur constante. Pour cela une paire de bobines sup-
plémentaire est généralement ajoutée à l’extérieur du piège. C’était malheu-
reusement impossible avec l’électro-aimant utilisé pendant ma thèse, car le
guidage des lignes de champ par les matériaux ferromagnétiques entrâınait
nécessairement une diminution d’autant de la courbure du dipôle11. Nous
pouvons toutefois choisir de baisser les deux paramètres B0 et B′′ simulta-
nément, le pouvoir de compression vaut alors 1,3 (B

(i)
0 /B

(c)
0 )1/3. Compte tenu

des limites de notre dispositif, le gain en taux de collisions élastiques reste
inférieur à un facteur deux par cette méthode.

En contrepartie, l’avantage des matériaux ferromagnétiques est de pou-
voir augmenter le gradient du quadrupôle dans des proportions inacces-
sibles avec les dispositifs classiques. Le pouvoir de compression vaut alors
1,3 (B′(c)/B′(i))4/3. Nous verrons dans la suite que nous gagnons de cette fa-
çon un facteur 7 sur le taux de collisions.

Cas d’un piège qui devient purement semi-linéaire Comme nous
l’avons vu à la fin du paragraphe 8, un piège de Ioffe ne peut être considéré
comme harmonique que pour u � 1. Si la température augmente trop lors
de la compression (ou si le biais est suffisamment descendu), le piège devient
semi-linéaire, ce qui change la forme du potentiel et donc la densité dans
l’espace des phases lors de la compression adiabatique. En passant adiabati-
quement d’un piège complètement harmonique (u � 1) à une configuration
purement semi-linéaire (u� 1), le paramètre de dégénérescence augmente12

11 Nous avons maintenant un nouvel électro-aimant qui permet de compenser le biais,
grâce à des bobines de compensation incrustées dans les pôles du dipôle.

12L’entropie du gaz s’écrit S = N kB [1 + T ∂
∂T ln(F ) − ln(D], où D est le paramètre de

dégénérescence et F la fonction de partition. Dans un piège harmonique F (T ) ∝ T 3 et
dans un piège purement semi-linéaire F (T ) ∝ T 4. Puisque l’entropie est conservée dans
une compression adiabatique, ln(D) crôıt d’une unité et le paramètre de dégénérescence
augmente d’un facteur e [37].
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d’un facteur e ' 2,72, ce qui s’écrit D(c)/D(i) = e. Or D ∝ n0/T
3/2, ce

qui nous donne donc le pouvoir de compression en fonction de la variation
de température (sans oublier de corriger d’un facteur 2 le taux de collisions
moyen du fait du changement de forme du potentiel)

γ̄(c)

γ̄(i)
=

1

2

γ
(c)
0

γ
(i)
0

=
e

2

(
T (c)

T (i)

)2

. (1.17)

De plus, en utilisant la fonction de partition d’un gaz idéal dans un piège de
Ioffe, il vient [52](

T (c)

T (i)

)4

=
2u(i)

3 e
×

2
(
B′(c))2 −B′′(c)B

(c)
0

2 (B′(i))
2 −B′′(i)B

(i)
0

×
√
B′′(c)

B′′(i) . (1.18)

Avec les simplifications proposées en début de paragraphe, le pouvoir de
compression du piège s’écrit

γ̄(c)

γ̄(i)
'
√
e u(i)

2
× B′(c)

B′(i) ×
(
B′′(c)

B′′(i)

) 1
4

. (1.19)

Le pouvoir de compression varie avec B
(i)
0 via u(i), mais il ne dépend pas

du biais comprimé B
(c)
0 . Nous pouvons comprendre ce résultat à l’aide de la

figure 1.11 : dans un potentiel semi-linéaire, le fond du puits descend avec le
biais mais les asymptotes restent les mêmes, pour u � 1, le nuage ne sent
pas la variation du biais. Les asymptotes elles, ne dépendent que du gradient
du quadrupôle.

En conclusion, il est toujours souhaitable d’augmenter au maximum le
gradient du quadrupôle (ainsi que la courbure du dipôle si c’est possible).
Tant que le piège est harmonique la diminution du biais conduit à une com-
pression mais une fois atteint le régime semi-linéaire (u � 1), il devient
inutile de continuer à baisser le biais car le nuage atomique ne voit plus de
changement du potentiel.

d) Compression et profondeur du piège

Dans les deux cas étudiés ci-dessus, la température varie comme la racine
carrée du pouvoir de compression. Si la compression est réalisée par aug-
mentation du gradient du quadrupôle comme dans notre cas, la température
augmente moins vite que le profondeur du piège. Il n’y a alors aucun risque
de perdre des atomes pendant la compression. En revanche si le biais est
diminué sans modification du gradient du quadrupôle, la profondeur reste
pratiquement constante et le nuage s’échauffe. Il faut alors pendre garde à
ne pas faire “déborder” le piège.
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e) Retour sur le transfert

Ultimement, seul le taux de collisions après compression importe. Or nous
avons choisi de maximiser le paramètre de dégénérescence lors de la phase
de pré-refroidissement et cela jusqu’au transfert. Maintenant que nous avons
calculé les effets de la compression, nous pouvons regarder quels sont les
paramètres du MOT (nombre d’atome N , volume décrit par la taille du
nuage r0 et température T , voir 1.1.4) qui donneront au final le meilleur taux
de collisions élastiques. Le résultat n’a rien d’évident à priori, par exemple
une température élevée lors du transfert est favorable au taux de collisions
élastiques dans le piège non comprimé mais défavorable pour le paramètre
de dégénérescence.

Le taux de collisions avant compression γ̄(i) varie comme N T 1/2 r−3
0 , nous

multiplions ce taux par le pouvoir de compression pour obtenir le taux de
collisions élastiques après compression γ̄(c). Dans le cas d’une compression
qui laisse le piège harmonique, nous trouvons γ̄(c) ∝ N T−1/2 r−1

0 . Dans le
cas d’une compression qui donne un piège purement semi-linéaire, il vient
γ̄(c) ∝ N T−3/4 r

−3/2
0 . Dans les deux cas, il est donc préférable que le MOT

soit le plus froid possible, qu’il soit le plus petit possible et contienne un
maximum d’atomes, ce qui implique que sa densité au centre doit être maxi-
male. En conclusion, nous avons montré que ce qui est bon pour le paramètre
de dégénérescence est aussi bon pour le taux de collisions après compression.

f) Chiffres

Nous allons appliquer les résultats obtenus ci-dessus à notre piège magné-
tique.

Avant compression Avec 16Hz de fréquence d’oscillation dans le piège
isotrope après transfert et une température de 100µK nous avons u = 53. Le
piège peut donc bien être considéré comme harmonique avant la compression.
La section efficace de collision élastique vaut σel = 5,3× 10−16 m2 dans |F =
1,mF = −1〉, le taux de collisions élastiques moyen vaut donc γ̄ = 4,2 s−1, le
taux de collisions au centre du piège γ0 est le double de cette valeur.

Mesure des fréquences d’oscillation Pour mesurer les valeurs atteintes
par B0, B

′ et B′′ plus précisément qu’avec la sonde à effet Hall et sans enlever
l’électro-aimant, nous utilisons la première résonance paramétrique obtenue
par modulation d’une courbure à deux fois sa fréquence propre. La croissance
de l’amplitude des oscillations des atomes dans le piège est exponentielle [51],
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Fig. 1.12 – Mesure des fréquences d’oscillation par résonance paramétrique :
température en fonction de la fréquence d’excitation. a) Résonance du qua-
drupôle pour une excitation de 2% d’amplitude pendant 2 s. b) Résonance
du dipôle pour une excitation de 5% d’amplitude pendant 8 s.

et nous voyons la taille du nuage et sa température augmenter en conséquence
(voir figure 1.12).

La largeur de la résonance est proportionnelle à la modulation relative
du courant. Nous pouvons donc mesurer les fréquences d’oscillation avec une
grande précision en diminuant progressivement l’amplitude de la modulation
pour affiner la mesure. Pour faciliter cette mesure nous utilisons un nuage
dense et froid obtenu après une séquence d’évaporation de sorte il n’explore
que le fond du piège, là où l’anharmonicité du piège est négligeable.

Après compression Dans |F = 1,mF = −1〉, suivant le dipôle nous me-
surons ωx = 16,2 × 2πHz et suivant le quadrupôle ωρ = 66,2 × 2πHz. Nous
obtenons directement B′′ = 324 G/cm2 grâce à ωx donné par (1.10). La va-
leur du biais est donnée par le rapport géométrique B′′/B0 = 2 cm−2, mais
une mesure faite avec la radio-fréquence (voir le chapitre suivant) donne une
meilleure précision soit B0 = 165 G. Enfin ωρ donné par (1.11) permet alors
de calculer B′ = 960 G/cm.

Lors de la compression le gradient du quadrupôle passe donc de 273G/cm
à 960G/cm, compte tenu de l’augmentation en température, nous restons
toujours dans le domaine harmonique (la valeur de u reste supérieure à 20).
D’autre part, avec cette nouvelle valeur du gradient, nous avons b ' 0,03, et
les simplifications utilisées plus haut sont bien justifiées. La formule (1.16)
donne un pouvoir de compression égal à 7. Le taux de collisions moyen dans
le piège comprimé est donc de 29 s−1.
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Validité de l’hypothèse adiabatique Au début de la compression nous
avons γ̄ = 4,2 s−1, la fréquence d’oscillation est de 16Hz et la fréquence
de Larmor est largement supérieure au méga-Hertz. Considérons que la fré-
quence d’oscillation radiale augmente linéairement de 16Hz à 66Hz pen-
dant les deux secondes que dure la phase de compression, nous avons alors
1
ω

dω(t)
dt

' 2 s−1, et la condition d’adiabaticité est tout juste vérifiée. En fait,
nous faisons une compression progressive, le courant du quadrupôle est com-
mandé pour augmenter quadratiquement au cours du temps. La condition
d’adiabaticité est alors vérifiée au début, ce qui conduit à une augmentation
du taux de collisions élastiques qui permet d’accélérer la compression. En
conclusion, nous pouvons considérer que la compression est complètement
adiabatique.

1.2.4 Durée de vie

Pour que le refroidissement évaporatif puisse mener à la condensation, il
faut comparer le taux de collisions élastiques avec la durée de vie du piège
magnétique, nous allons donc maintenant discuter ce deuxième paramètre.

Par définition, la durée de vie est le temps que met le nombre d’atomes
dans le piège pour diminuer d’un facteur 1/e. Plusieurs phénomènes peuvent
limiter la durée de vie d’un piège magnétique, en particulier les collisions
avec le gaz résiduel et la lumière parasite résonnante. Ces pertes ne sont
pas sélectives en énergie, elles ne changent donc pas la température du gaz
piégé13.

L’élimination de toute lumière parasite en provenance des lasers est cru-
ciale, en effet tout photon résonnant absorbé par un atome dans le piège
magnétique entrâıne la perte de l’atome. Pour donner un ordre de grandeur,
rappelons que le taux de vidage d’un piège soumis à une intensité I de lu-
mière résonnante vaut Γ

2
× I

Isat
, où Γ ' 6 MHz est la largeur naturelle de la

transition atomique et Isat = 1,6 mW/cm2 l’intensité de saturation. Or une
tache de 1mW diffuse 10−8 mW/cm2 à un mètre de distance, ce qui donne
une durée de vie de seulement 5 secondes. En plus du soin particulier apporté
à la coupure des faisceaux laser, nous avons réalisé un coffrage en bois autour
de la table optique pour éliminer ce problème.

La durée de vie mesurée dans notre piège magnétique est essentiellement
limité par les collisions avec le gaz résiduel, elle est environ égale à 200 se-
condes. Le critère à satisfaire pour que le refroidissement évaporatif soit effi-
cace est que le produit de la durée de vie par le taux de collisions au centre

13 Aux densités où nous travaillons, les collisions inélastiques entre atomes piégés sont
négligeables.
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du piège au début de l’évaporation soit supérieur à 300 (voir § 2.1.4). Ce cri-
tère est largement satisfait avec nos conditions expérimentales qui permettent
d’obtenir presque 30 collisions élastiques par seconde.

Nous avons donc de bonnes conditions pour aborder le refroidissement
évaporatif.

1.2.5 Utilisation de matériaux ferromagnétiques

Dans cette partie, nous commencerons par présenter une difficulté tech-
nologique majeure dans la génération des pièges magnétiques. Puis nous in-
diquerons pourquoi les matériaux ferromagnétiques permettent de résoudre
ce problème. Nous présenterons ensuite les différences entre notre système
et ceux qui utilisent des bobines. Nous discuterons enfin le problème de la
commutation du champ magnétique.

a) Problème générique des pièges magnétiques

La caractéristique la plus importante des pièges magnétiques est leur cour-
bure au centre, nous souhaitons qu’elle puisse prendre la plus grande valeur
possible pour maximiser le taux de collisions lors de la compression. Or le
champ créé au niveau des sources est en pratique limité à une valeur assez
faible (inférieure au Tesla avec des matériaux non-supraconducteurs). Il est
donc nécessaire d’installer les sources le plus près possible de la zone de pié-
geage, surtout avec un potentiel quadratique pour lequel le champ augmente
rapidement avec la distance.

Le problème qui se pose est alors d’évacuer la chaleur produite par effet
Joule au niveau des sources. Le module du champ magnétique est propor-
tionnel au nombre NI d’Ampères·tours, I désigne le courant qui circule dans
les bobines et N le nombre de tours que possèdent ces dernières. Or, pour
un nombre d’Ampères·tours constant, la puissance dissipée par effet Joule
est inversement proportionnelle à la masse de cuivre utilisée pour générer le
champ. La nécessité d’évacuer la chaleur demande donc de trouver un com-
promis entre la taille des sources et le nombre d’Ampères·tours, c’est à dire
la valeur de l’excitation. De plus, dans la conception des sources magnétiques
il est nécessaire conserver un accès optique suffisant pour permettre la phase
de pré-refroidissement par laser.

b) La solution ferromagnétique

Nous utilisons la propriété qu’ont les matériaux ferromagnétiques de gui-
der le champ magnétique pour bénéficier à la fois de la proximité des sources
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Fig. 1.13 – Vue générale de l’électro-aimant, les bobines de compensation ne
sont pas représentées.

et de fortes excitations. En effet, le champ créé par deux pôles de matériaux
ferromagnétiques excités par NI Ampères·tours est sensiblement équivalent
à celui que créeraient deux bobines simples représentant la même excitation,
qui auraient la taille des pôles, et qui seraient placées en lieu et place des
extrémités des pôles [24].

Dans notre dispositif, la masse de cuivre utilisée n’est pas plus importante
que celle des autres groupes, mais les matériaux ferromagnétiques permettent
de guider l’excitation très près de la zone de piégeage (les pôles du quadrupôle
sont biseautés afin d’occuper au mieux l’espace disponible sans réduire l’accès
optique). La figure 1.13 donne une vue générale de l’électro-aimant utilisé lors
de cette thèse.

c) Différences avec les systèmes à bobines pures

Nous utilisons une puissance électrique de quelques centaines de Watts,
soit presque inférieure de deux ordres de grandeur par rapport à celle dis-
sipées par les systèmes conventionnels, ce qui permet d’éviter le système de
refroidissement à eau sous pression. Les faibles puissances permettent de plus
d’utiliser une batterie pour alimenter l’électro-aimant et améliorer la stabilité
à court terme en diminuant le bruit de la source de courant, en revanche la
batterie pose des problèmes pour la stabilité à long terme.

Un avantage très important de notre solution en terme de stabilité (voir
§ 4.1.3), est que la structure ferromagnétique se comporte comme un blindage
magnétique vis à vis des fluctuations des champs magnétiques extérieurs au
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dispositif. En effet, toute excitation extérieure se trouve guidée par la struc-
ture ferromagnétique et prend donc la géométrie du piège avec une amplitude
négligeable par rapport à l’excitation due aux bobines. Nous avons mesuré
une atténuation des champs extérieurs d’un facteur compris entre 5 et 10 sui-
vant la direction du dipôle et une atténuation d’au plus un facteur 2 suivant
les directions des quadrupôles. Avec notre fort biais, les fluctuations suivant
le quadrupôle ont un effet minime sur le module du champ au voisinage du
centre du piège.

Le revers de la médaille est que justement, il est impossible d’installer des
bobines à l’extérieur de la structure ferromagnétique pour modifier le champ
au niveau des atomes. Nous avons par exemple été contraints de placer les
bobines du MOT entre les pôles. De plus, avec cet électro-aimant, il n’était
pas possible de compenser le biais sans réduire d’autant la courbure suivant
le dipôle. Le pouvoir de compression (voir § 1.2.3) de notre électro-aimant
reste néanmoins compétitif grâce à la possibilité d’augmenter le gradient du
quadrupôle dans des proportions bien supérieures à celles obtenues dans les
dispositifs à bobines. Cependant, comme nous le verrons dans le chapitre
suivant (en particulier au § 2.2), le refroidissement évaporatif peut-être dra-
matiquement perturbé dans des champs magnétiques intenses.

Enfin il y a tous les problèmes classiques associés aux matériaux ferro-
magnétiques, à commencer par le fait que la réponse n’est pas linéaire. D’une
part ces matériaux saturent : pour limiter ce problème nous utilisons du fer
pur et du fer-silicium pour lequels le champ de saturation est élevé (envi-
ron 2 Teslas). D’autre part, l’excitation des différents pôles est couplée via
la structure ferromagnétique, mais là où la loi de Biot et Savart échoue, la
compétence et l’intuition de Michel Lécrivain14 ont permis de construire plu-
sieurs générations d’électro-aimants toujours plus performants et répondant
aux sévères contraintes présentes sur le chemin qui mène à la condensation
de Bose-Einstein.

Hystérésis et champs rémanents Le problème de l’hystérésis est réglé
par l’utilisation d’un ordinateur qui assure une reproductibilité à mieux que
la milli-seconde du cycle de fonctionnement15.

Après excitation de la structure ferromagnétique, lorsque le courant est
coupé, il subsiste un champ dit rémanent qui peut atteindre quelques pour
cent du champ de saturation (voir la figure 1.14). Dans notre dispositif, les

14Une collaboration avec le L.E.Si.R. de l’ENS Cachan à conduit à la fabrication de
plusieurs électro-aimants (certaines configurations ont données lieu à un brevet).

15 Contrairement aux effets thermiques, l’hystérésis ne dépend pas de la vitesse à laquelle
le cycle est parcouru.
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Fig. 1.14 – Cycle d’hystérésis de notre électro-aimant, B∗ désigne le champ
rémanent et I∗ le courant de compensation.

champs rémanents sont de quelques Gauss, or avant (pour la mélasse) comme
après la phase de piégeage magnétique (pour l’imagerie), il est nécessaire que
le champ soit inférieur à 100mG. Pour compenser les champs rémanents,
nous avons installé deux paires de bobines supplémentaires alimentées en
permanence sur chaque paire de pôles. La première paire en configuration
Helmoltz, excitée par un courant de signe opposé aux bobines principales
permet de compenser les champs homogènes ; la seconde, en configuration
anti-Helmoltz compense les gradients résiduels.

Pour trouver le courant qui doit parcourir ces bobines, nous regardons
sur un moniteur la fluorescence donnée par l’explosion d’une mélasse optique
après un cycle magnétique, l’explosion dure typiquement une seconde. L’effet
d’un champ constant sur la mélasse a pour effet de décaler la distribution
des vitesses de |µB|B/kL où kL est le vecteur d’onde des photons du laser
mélasse [57]. À l’œil, il est possible de corriger des vitesses de l’ordre du cen-
timètre par seconde, cette technique nous permet donc de rendre les champs
résiduels inférieurs à 100mG. La superposition d’un gradient de champ ma-
gnétique sur la mélasse ressemble à un piège magnéto-optique, l’effet sera
piégeant ou répulsif suivant le signe de ce gradient. En pratique la compen-
sation des gradients est plus délicate que celle des champs homogènes car
il faut “sentir” quelle est la vitesse standard d’explosion de la mélasse. Tous
ces réglages demandent du doigté et de la patience car l’effet des différentes
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bobines est couplé via la structure ferromagnétique. Enfin les valeurs des
courants de compensation dépendent du cycle utilisé, en particulier, elle sont
différentes suivant que le piège magnétique est ou n’est pas comprimé.

Courants de Foucault Lorsque le champ varie, les courants de Foucault
s’opposent aux variations du champ. Ces courants sont particulièrement né-
fastes à la montée et la coupure du champ car ces transformations doivent
être rapides. Une fois établis, les courants de Foucault s’amortissent expo-
nentiellement, avec notre premier électro-aimant en matériau massif nous
avions une constante de temps de plusieurs dizaines de millisecondes. Pour
réduire cet effet, nous utilisons maintenant des matériaux feuilletés qui aug-
mentent la résistance et confinent les courants dans des feuillets. Ainsi, les
pôles sont réalisés à partir d’un assemblage de plaques de fer pur de 1mm
d’épaisseur, collées ensemble. Une culasse relie les pôles entre eux pour per-
mettre la recirculation des lignes de champ (voir figure 1.13), cette culasse
est faite d’un enroulement d’une bande de fer-silicium de 50µm d’épaisseur.
La constante de temps des courants de Foucault est maintenant inférieure à
la milli-seconde.

d) La commutation du champ magnétique

Le temps de coupure du champ doit être rapide devant le mouvement des
atomes pour que la distribution spatiale ne soit pas modifiée lors de la cou-
pure. Compte tenu des fréquences d’oscillation (quelques dizaines de Hertz)
de notre piège après compression, une milliseconde de temps de coupure est
acceptable.

Le temps de réponse d’une bobine à un échelon de courant est égal à son
inductance L divisée par sa résistance. Dans notre dispositif, ce rapport est
égal à 100ms ce qui est beaucoup trop long. Nous allons donc ajouter un
condensateur pour convertir l’énergie inductive (magnétostatique) en énergie
capacitive (électrostatique). Le dispositif représenté sur la figure 1.15 existe
en deux exemplaires, un pour les bobines du dipôle, et un pour celles du
quadrupôle. Les capacités C1 et C2 servent respectivement à la montée et à
la coupure du courant. L’ouverture et la fermeture du circuit se fait par la
tension de commande V qui pilote le transistor IGBT. La séquence expéri-
mentale est la suivante :

– On charge la capacité C1 (avec un dispositif non représenté) jusqu’à
ce qu’elle contienne l’énergie 1

2
LI2, I étant le courant d’alimentation

réalisant l’adaptation durant le transfert (§ 1.1.4).
– Puis on ferme l’IGBT au moment du transfert. En 1/4 d’oscillation du

circuit LC1, la capacité se décharge dans la bobine jusqu’à ce que le
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Fig. 1.15 – Circuit de commande de l’électro-aimant pour la montée et la
coupure du champ.

courant atteigne la valeur I . Une diode empêche l’oscillation de repartir
dans l’autre sens et l’alimentation prend alors le relais.

Pour couper le courant, on commute la capacité C2 sur le circuit, puis on
ouvre l’IGBT. Le courant chute en 1/4 d’oscillation du circuit LC2, et la diode
l’empêche de s’inverser. Puis la capacité est déchargée dans une résistance de
puissance non représentée.

Avec notre inductance L = 0,1 H, le choix de capacités C1,2 de l’ordre du
micro-Farad, donne un temps de commutation τ = π

2

√
LC1,2 de l’ordre de la

milli-seconde, satisfaisant pour notre utilisation.

e) Remarques

Par ailleurs, lors de la commutation, la surtension LI/τ peut détruire
l’électronique de commande. Alors que le champ est proportionnel à NI,
l’inductance est elle proportionnelle à N2 (N représente le nombre de tours
de la bobine excitatrice), il est donc préférable d’utiliser peu de tours et des
gros courants.

L’énergie magnétique étant la même que dans les systèmes à bobines, ces
difficultés sont les même pour les dispositifs classiques.
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Fig. 1.16 – Principe de l’imagerie par absorption.

Conclusion et perspectives

Finalement nous avons pu surmonter les difficultés inhérentes à l’utili-
sation des matériaux ferromagnétiques : hystérésis, courants de Foucault ...
Par ailleurs les performances obtenues avec l’électro-aimant utilisé au cours
de ma thèse sont comparables à celles des dispositifs classiques. La différence
majeure réside toutefois dans l’utilisation d’un champ magnétique intense au
centre du piège.

Nous avons depuis peu réussi à obtenir la condensation de Bose-Einstein
avec une nouvelle génération d’électro-aimant qui permet de compenser le
biais [24] : les bobines de compensation sont incrustées dans les pôles du di-
pôle. Leur feuilletage est plus fin ce qui réduit encore les courants de Foucault
et permet d’atteindre des temps de coupure d’environ 100µs.

Signalons enfin qu’un piège magnétique quadrupolaire sphérique a été
réalisé avec des matériaux ferromagnétiques (µ-métal) [58].

1.3 Caractérisation du nuage et imagerie

La dernière partie de ce chapitre explique comment nous mesurerons les
différentes propriétés de notre nuage d’atomes. Dans notre dispositif, comme
dans la plupart des expériences de condensation de Bose-Einstein, les infor-
mations sur le nuage d’atome sont obtenues à partir d’images en absorption.

1.3.1 L’imagerie par absorption

Le principe de l’imagerie par absorption, illustré sur la figure 1.16, est très
simple : l’image du nuage éclairé par un laser proche de résonance est réalisée
sur une matrice CCD. Nous observons l’image de “l’ombre” des atomes :
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l’intensité de la sonde en un point est réduite d’un facteur qui dépend de la
densité du nuage traversée par la sonde.

Une image ne permet de visualiser que deux dimensions, la densité est
intégrée suivant l’axe de propagation de la sonde. Nous avons donc installé
deux systèmes d’imagerie, l’un sonde dans le plan horizontal et son axe fait
un angle de 46◦ par rapport à celui du dipôle, l’autre fait un petit angle avec
la verticale. Dans la suite, par commodité, nous noterons toujours z l’axe de
propagation de la sonde.

Section efficace de diffusion

La variation d’intensité dI de la sonde à la traversée d’une tranche d’épais-
seur dz de densité n(z) est donnée par une loi de type Beer-Lambert dI =
−I(z) × n(z)S dz où S est la section efficace de diffusion élastique. Le la-
ser sonde est désaccordé d’une valeur ajustable δ par rapport à la transition
(F = 2 → F ′ = 3), pour une sonde non-saturante nous avons

S(δ) = C × 3λ2

2π
× 1

1 + (2δ/Γ)2
(1.20)

où λ = 780 nm est la longueur d’onde, Γ = 5,9MHz est la largeur naturelle
et C est une constante lié à la polarisation et aux effets de pompage [59]. Ce
dernier coefficient n’est pas parfaitement mâıtrisé, dans le MOT comme dans
le piège magnétique nous l’estimons à environ 1/2.

Nous pouvons sonder directement les atomes dans F = 2, en revanche,
pour imager ceux qui sont dans F = 1, il faut d’abord les repomper dans
F = 2 avant de prendre l’image.

Absorption

L’image en absorption du nuage d’atome Iτ (x, y) est prise après avoir
coupé le piège et laissé le nuage tomber sous l’effet de la gravité pendant un
temps de vol noté τ . Une seconde image sans atome I0(x, y) est prise environ
100ms après la première16, puis nous effectuons le rapport des deux intensités
en chaque point (x, y). En intégrant la loi de Beer-Lambert, nous obtenons
le coefficient d’absorption

A(x, y) =
Iτ (x, y)

I0(x, y)
= exp

(
−
∫
n(x, y, z, τ)S(δ) dz

)
. (1.21)

16 Le fait de prendre des images rapprochées en temps permet d’éliminer l’effet des
vibrations basses fréquences.
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Dans un piège magnéto-optique comme dans un piège magnétique, il est
nécessaire de couper le piège avant de prendre l’image. En effet, dans ces
pièges, le désaccord δ dépend de la position car les niveaux d’énergie sont
déplacés par effet Zeeman, ce qui rend compliqué l’analyse des images prises
in-situ. De plus, après la coupure du piège magnétique, il est nécessaire d’at-
tendre que les courants de Foucault se soient complètement dissipés avant la
prise l’image.

Lorsque l’absorption est importante, la lumière parasite peut fausser les
mesures. En effet, la lumière parasite s’ajoute à la lumière issue de la sonde sur
les deux images. L’intensité Ip de la lumière parasite est négligeable devant la
lumière du laser sonde (Ip � I0) mais lorsque les atomes absorbent presque

toute la lumière de la sonde le coefficient d’absorption mesuré A exp ' Iτ+Ip

I0
est différent de la valeur théorique (équation 1.21). Pour limiter cet effet,
nous soustrayons une constante sur chaque image correspondant à l’intensité
moyenne de la lumière parasite. Le problème est que l’intensité de la lumière
parasite n’est pas uniforme sur l’image. Il est possible de prendre une image
sans la sonde pour la soustraire aux deux images avec sonde, mais cette
procédure ne permet pas d’éliminer la lumière parasite due à la sonde elle-
même. Actuellement, pour la mesure des fortes absorptions, nous sommes
limités par les caractéristiques de la caméra (voir § 1.3.4).

1.3.2 Analyse des images

Le nombre d’atomes contenus dans une région de l’image de forme quel-
conque est directement donné par la somme du coefficient d’absorption A sur
tous les pixels de la zone choisie N = −

∑
ln [A(x, y)]×Spix/S(δ) où Spix est

la surface d’un pixel sur la CCD.
L’épaisseur optique en un point de l’image est un nombre sans dimen-

sion défini comme le produit de la densité colonne par la section efficace de
diffusion soit

∫
n(x, y, z, τ)dz ×S(δ) = − ln[A(x, y)]. L’épaisseur optique est

ajustée par une gaussienne bidimensionelle avec six paramètres libres : un
pour l’épaisseur optique au centre notée e0(τ), deux pour les coordonnées
du centre, deux pour les tailles RMS σx,y(τ) suivant les axes propres x et
y et enfin une constante ajoutée à la gaussienne qui permet d’éliminer les
éventuelles fluctuations d’intensité de la sonde entre les deux images.

Quel que soit le temps de vol τ , le nombre d’atomes total contenu dans
le nuage est simplement donné par

N = 2π
σx(τ)σy(τ)

S(δ)
e0(τ). (1.22)

La taille suivant l’axe de la sonde est déduite par symétrie. Le MOT est
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Fig. 1.17 – Images du nuage d’atomes après un temps de vol de 22ms, en
fonction de la fréquence d’évaporation (en MHz). La condensation se traduit
par l’apparition très nette d’une double structure. La première image est celle
d’un nuage thermique, la dernière montre un condensat presque pur.

approximativement isotrope, nous supposons donc que la taille suivant z est
égale au deux autres. Dans un piège magnétique, nous utilisons la symétrie
de révolution autour du dipôle pour déduire la taille suivant l’axe z de la
sonde.

Mesure de la température par la méthode du temps de vol

Pour mesurer quantitativement les autres grandeurs physiques dans le
piège, il faut corriger l’effet du temps de vol τ . Nous supposons que les dis-
tributions en vitesse et en position dans le piège sont des gaussiennes, de
taille RMS respectivement σv et σi(0) (suivant la direction propre i). Il est
simple de montrer que la taille RMS du nuage après un temps de vol τ est
donné par la relation σi(τ)

2 = σi(0)2 +σ2
v τ

2 (cette relation est démontrée au
§ 25). Ainsi, pour des faibles temps de vol, nous avons accès à la distribution
spatiale des atomes dans le piège alors que les longs temps de vol permettent
de visualiser la distribution d’impulsion des atomes.

Dans un MOT comme dans un piège magnétique, nous avons σv =
√
kBT/M .

La température peut être mesurée en prenant plusieurs images à différents
temps de vol. Le carré σi(τ)

2 de la taille du nuage est ajusté par le carré
τ 2 du temps de vol, la pente kBT/M de la droite donne une mesure de la
température.

1.3.3 Cas du piège magnétique

Dans un piège magnétique harmonique, il est possible d’obtenir une me-
sure de la température du nuage à partir d’une image unique.
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Mesure directe de la température

L’équipartition de l’énergie donne une relation entre la taille du nuage
dans le piège et la température qui s’écrit Mω2

i σi(0)
2 = kBT . Après un temps

de vol τ nous avons :

T =
M

kB

ω2
i σi(τ)

2

1 + ω2
i τ

2
. (1.23)

La température peut être mesurée suivant les directions x et y et la cöınci-
dence des deux valeurs obtenues, ainsi que la comparaison avec des méthodes
de temps de vol, nous conforte sur la validité de la méthode.

Dans un piège magnétique, toutes les grandeurs physiques se calculent à
partir de N , T et des fréquences d’oscillation. Nous allons maintenant nous
intéresser au taux de collisions élastiques et au paramètre de dégénérescence
qui sont particulièrement importants pour le refroidissement évaporatif et la
condensation de Bose-Einstein.

Taux de collisions élastiques

Dans un piège harmonique, le taux de collisions élastiques moyen s’écrit

γ̄(N, T ) =
N

T

M

kB

σel ω̄
3

2π2
(1.24)

où σel est la section efficace de collision élastique et ω̄3 = ωxωyωz.

Dans le piège, l’épaisseur optique au centre s’écrit e0 = S(δ)×N/(2πσxσy),
puisque σx,y ∝

√
T , nous trouvons que l’épaisseur optique au centre e0 est

proportionnelle au rapport N/T (la constante de proportionnalité dépend
des fréquences d’oscillation, du temps de vol et du désaccord de la sonde). Le
taux de collisions élastiques étant lui aussi proportionnel au rapport N/T ,
nous pouvons suivre facilement son évolution en comparant l’épaisseur op-
tique au centre des différentes images. En particulier, le régime d’emballe-
ment (§ 2.1.4) est simplement caractérisé par l’augmentation de l’épaisseur
optique au centre des images prises successivement au cours de l’évaporation.

Paramètre de dégénérescence

À partir de la distribution de Maxwell-Boltzman, nous trouvons une ex-
pression simple du paramètre de dégénérescence dans un piège harmonique :

D(N, T ) ≡ n0Λ
3
T = N

(
~ω̄
kBT

)3

. (1.25)
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À la fin de l’évaporation, les effets de la statistique quantique ne sont plus né-
gligeables et en toute rigueur, il faudrait utiliser la distribution de Bose pour

calculer le paramètre de dégénérescence. Notons A(N, T ) = D(N,T )
N

(
kBT
~ω̄

)3
le

facteur correctif dû aux effets quantiques. La température de condensation Tc

est définie par la relation N = 1,202
(

kBTc

~ω̄

)3
, de plus au seuil de condensation,

nous avons D = 2,612 [60], il vient donc A(N, Tc) = 2,612
1,202

= 2,173. Le facteur

A varie donc entre 1 (à haute température) et 2,17 (au seuil de condensa-
tion). La variation de A est ainsi très faible devant les variations de plusieurs
ordres de grandeur du paramètre de dégénérescence pendant l’évaporation,
nous la négligeons donc dans l’analyse des images.

Avec nos conditions expérimentales, la densité du condensat dans le piège,
comme après un temps de vol, est correctement décrite par une distribution
parabolique [61]. Nous utilisons donc une parabole intégrée suivant l’axe de
la sonde pour ajuster le signal et obtenir des informations sur la taille et
le nombre d’atomes du condensat. Par ailleurs, la température du système
est mesurée en ajustant les ailes du nuage thermique par une gaussienne.
Dès que la fraction condensée devient importante, il est difficile d’obtenir
les deux types d’informations car l’épaisseur optique du condensat devient
beaucoup plus importante que celle du nuage thermique et la dynamique de
notre caméra s’avère insuffisante.

1.3.4 Limites de la caméra

Nous disposons au maximum de 256 niveaux de gris pour coder les images
(caméra 8 bits), la plus grande épaisseur optique mesurable est donc égale à
− ln(1/256) = 8 × ln(2) ' 5,5. Nous avons du bruit sur typiquement 10
niveaux de gris, la valeur maximale pour l’épaisseur optique descend donc
en pratique à 8× ln(2)− ln(10) ' 3. Par ailleurs, pour les faibles épaisseurs
optiques la résolution théorique est de 1/28, en pratique elle est d’environ
10/28 soit 0,04.

Lorsque l’absorption sature, l’épaisseur optique du nuage peut être dimi-
nuée en augmentant le temps de vol. Le temps de vol maximum est de 25ms,
il est limité par les dimensions de notre cellule.

1.3.5 Le “kick” magnétique

Lorsque nous avons réalisé des expériences dans lesquels les niveaux |F =
1,mF = −1〉 et |F = 2,mF = +2〉 étaient tous les deux peuplés, les deux
nuages se trouvaient spatialement séparés sur les images prises à la fin de
l’évaporation. Pour identifier de manière certaine le nuage d’atomes dans

56



F = 2, il suffit de prendre une image sans repomper les atomes piégés dans
F = 1.

Nous avons observé que la distance entre les centres des deux nuages
varie linéairement avec le temps de vol. Nous avons interprété ce déplacement
comme la manifestation d’une force magnétique (proportionnelle à mF ) au
moment de la coupure, c’est à dire par un effet Stern et Gerlach.

Nous avons pu vérifier cette hypothèse en transférant rapidement une
petite fraction des atomes dans un ou plusieurs des sous-niveaux magnétiques
|F = 1,mF = 0〉, |F = 1,mF = −1〉, |F = 2,mF = 1〉 et |F = 2,mF = 0〉
juste avant la coupure du piège : les centres des nuages sont bien écartés
d’une quantité proportionnelle à leur nombre quantique magnétique mF .

Effet sur la distribution des atomes

Le nuage d’atome est décalé vers le bas du piège sous l’effet de la gravité.
De ce fait, pour un petit nuage (à basse température), le champ magné-

tique vu par les atomes est simplement un champ constant plus un gradient
de champ magnétique suivant la verticale. Le champ homogène n’a pas d’ef-
fet sur la distribution des atomes, le gradient étant le même en tout point
du nuage, il communique simplement une vitesse globale aux atomes mais ne
modifie pas la forme du nuage.

Sur un nuage de taille importante (à haute température), le champ ma-
gnétique ne prend pas la même valeur en tout point et cet effet magnétique
pourrait avoir pour conséquence de déformer le nuage et donc de fausser les
mesures. Néanmoins, la mesure directe de température (voir plus haut) donne
bien une valeur proche de celle donnée par la méthode du temps de vol et il
ne semble pas que ce kick fausse les mesures.

En conclusion, ce kick ne modifie pas la procédure d’analyse des propriétés
d’un nuage unique, mais il nous permet de séparer sur une même image les
atomes qui sont dans les différents sous-niveaux Zeeman.

1.3.6 Montage de la sonde

Nous n’avons pas besoin de beaucoup de puissance ce qui nous permet
d’utiliser une diode DBR de 5mW. La fréquence d’émission est asservie sur
un signal d’absorption saturée, à mieux que la largeur naturelle de la tran-
sition utilisée. Nous modulons le courant dans une bobine installée autour
de la cellule d’absorption saturée, l’énergie des niveaux atomiques est donc
modulée par effet Zeeman. Le signal d’absorption est modulé en conséquence,
mais le faisceau principal du laser sonde, n’est pas du tout affecté par cette
modulation.
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Fig. 1.18 – Courbe de résonance de la sonde sur un nuage d’atomes froids.

La figure 1.18 représente le signal d’absorption mesuré au centre d’un
nuage d’atomes froids en fonction du désaccord δ. La courbe est correctement
ajustée par une lorentzienne de largeur de 7MHz. Cette largeur est égale à
la somme de la largeur naturelle de la raie atomique et de la largeur de raie
du laser, cette dernière est donc environ égale à 1MHz.

Le faisceau sonde peut être injecté dans deux fibres optiques qui mènent
chacune à un système d’imagerie. L’un d’eux est représenté sur la figure 1.19 :
à la sortie de la fibre, le faisceau est collimaté avec un objectif de microscope,
puis il traverse la cellule suivant la verticale. Un montage f − 2f − f de deux
doublets corrigés des aberrations sphériques permet de transporter l’image
sur une caméra CCD équipé d’un objectif de microscope qui grandit l’image
quatre fois. Cette caméra permet de regarder les petits nuages en fin d’éva-
poration. Il est possible d’installer un miroir qui renvoie l’image vers une
caméra équipée d’un objectif photographique standard, elle est utilisée pour
regarder le nuage au début de l’évaporation ou bien dans le piège magnéto-
optique. Dans ce cas, nous ajoutons aussi un télescope avant la cellule (non
représenté sur la figure) pour élargir le faisceau sonde. La deuxième fibre
optique conduit à un système du même type mais dont la sonde traverse la
cellule suivant une direction horizontale.

En conclusion, une image contient beaucoup d’informations et à l’aide des
fréquences d’oscillation du piège magnétique, il est possible d’obtenir toutes
les caractéristiques du nuage à partir d’une image unique. Cependant, pour
des raisons techniques, l’analyse complète des images contenant un condensat
très dense pose encore quelques problèmes, nous envisageons l’acquisition
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Fig. 1.19 – Montage du système d’imagerie. Les deux doublets permettent
de transporter l’image. Le miroir permet de choisir la caméra vers laquelle on
envoie l’image. Les grandissements des montages associés aux deux caméras
sont différents.

d’une caméra plus performante.
Enfin, un défaut majeur de l’imagerie en absorption est que cette tech-

nique est destructive, pour réaliser plusieurs images d’un même nuage à des
instants différents il faudrait par exemple développer un système d’imagerie
par contraste de phase.

Conclusion

Les techniques de ralentissement, de piégeage et de refroidissement d’atomes
neutres par laser permettent de transférer un nuage d’atomes dans un piège
magnétique en dépit de la faible profondeur de ce type de piège. Il est alors
possible de s’affranchir des limites liées à l’utilisation des lasers pour obtenir
des densités élevées à de très faibles températures.

Le revers de la médaille est que les pièges magnétiques sont conservatifs,
il faut donc introduire de la dissipation à l’aide d’un “ingrédient” supplémen-
taire. Cette dernière technique dans la longue route qui mène à la condensa-
tion de Bose-Einstein est présentée dans le chapitre suivant de cette thèse, il
s’agit du refroidissement évaporatif.

L’évaporation demande que le taux de collisions élastiques soit très su-
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périeur au taux de collisions inélastiques donné par l’inverse de la durée de
vie du piège. Nous avons étudié précisément comment augmenter au maxi-
mum le taux de collisions élastiques grâce à la compression adiabatique, par
ailleurs la qualité du vide de notre système nous permet a-priori d’envisager
sereinement le refroidissement évaporatif.
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- 2 -

Refroidissement évaporatif,
problèmes en champ fort,
solution des trois couteaux

Ce chapitre est consacré à la dernière technique utilisée pour atteindre la
condensation de Bose-Einstein : le refroidissement évaporatif.

Nous décrirons tout d’abord le principe de cette technique de refroidisse-
ment, les critères de bon fonctionnement et son efficacité. Puis nous indique-
rons comment cette technique est mise en œuvre dans les pièges magnétiques
standards où le champ au centre reste inférieur à la dizaine de Gauss. En-
suite nous montrerons que le régime de fonctionnement standard peut être
gravement affecté pour certains états internes lorsque le champ magnétique
devient important. Nous présenterons enfin une méthode originale qui permet
de réaliser l’évaporation dans les cas qui posent problème.

2.1 Refroidissement évaporatif standard

Le refroidissement évaporatif d’atomes neutres, proposé comme moyen
d’atteindre la condensation de Bose-Einstein en 1986 a été utilisé pour la
première fois sur l’hydrogène [62].

2.1.1 Principe

L’idée du refroidissement évaporatif consiste à expulser du piège les parti-
cules les plus énergétiques de sorte que l’énergie moyenne par atome diminue.
La température de retour à l’équilibre des atomes restant dans le piège est
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Fig. 2.1 – Principe de l’évaporation : lors d’une collision entre deux atomes,
l’un d’eux peut acquérir une énergie supérieure à εt et il s’échappe du piège.
Son partenaire se retrouve alors avec une énergie plus faible. En moyenne, ce
processus conduit à un refroidissement dit évaporatif.

plus faible que la température initiale. Le gaz est ainsi refroidi au prix d’une
perte d’atomes.

En pratique, le potentiel de piégeage est tronqué en permanence à une
énergie εt supérieure à l’énergie moyenne par atome E/N . Les collisions élas-
tiques redistribuent en permanence l’énergie des atomes piégés, de sorte
que régulièrement, des atomes acquièrent une énergie supérieure à εt et
s’échappent du piège. Tant que le potentiel reste tronqué, le gaz d’atome
est donc toujours dans un état hors-équilibre et, en toute rigueur, la tempé-
rature du gaz n’est pas définie.

Cependant, si la variation relative du nombre d’atome par unité de temps
est faible devant le taux de collisions élastiques, il est possible de montrer que
la distribution d’énergie des atomes piégés est très proche d’une exponentielle
tronquée à l’énergie εt [63, 64]. Le gaz est alors dans un état de quasi-équilibre
où il est possible de définir une température effective.

En pratique l’état de quasi-équilibre est atteint à tout instant dans le pro-
cessus d’évaporation, dans la suite, nous omettrons donc le terme “effectif”
pour parler simplement de la température T . Si le taux de collisions élas-
tiques était trop faible pour atteindre l’état de quasi-équilibre, il serait de
toutes façons impossible d’atteindre la condensation avec le refroidissement
évaporatif.

L’état de quasi-équilibre du gaz peut être complètement décrit à partir
de la géométrie du piège, du nombre N d’atomes, de la température T et
de la hauteur relative de la troncature du potentiel η = εt

kBT
. Par exemple,

l’énergie du gaz s’écrit simplement E = N c kBT , pour un piège harmonique,
la constante de proportionnalité c ne dépend que de η. Pour η grand devant
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l’unité le piège tend vers la forme non tronquée et c tend vers 3 qui est sa
valeur maximale (pour η > 6 nous avons c > 3× 0,9).

2.1.2 Collisions élastiques

Le processus d’évaporation repose sur les collisions élastiques (voir fi-
gure 2.1). Ces collisions permettent d’une part d’entretenir l’évaporation et
d’autre part de maintenir le gaz dans l’état de quasi-équilibre [65, 66].

À basse énergie, les collisions entre atomes polarisés se font seulement
dans l’onde s et sont bien décrites par un paramètre unique : la longueur de
diffusion a. Pour des bosons, la section efficace de collision élastique est don-
née par σel = 8πa2. Lorsque la température d’un gaz d’atomes de rubidium 87
est inférieure à 300µK, la section efficace de collision est pratiquement indé-
pendante de la vitesse relative des atomes qui entrent en collision [67]. Pour
le niveau |F = 2,mF = +2〉 la longueur de diffusion vaut 5,5 nm, elle est
de 4,8 nm dans |F = 1,mF = −1〉 [56]. Le signe de la longueur de diffusion
donne la nature des interactions. Pour le rubidium 87, la longueur de dif-
fusion est positive et les interactions effectives sont répulsives tant que les
collisions sont décrites par l’onde s.

2.1.3 Efficacité

La perte d’atomes est un processus défavorable vis à vis de notre ob-
jectif qui est d’atteindre la condensation de Bose-Einstein. La diminution
de la température doit être suffisante pour faire crôıtre le paramètre de dé-
générescence. Il est donc nécessaire d’évaluer l’efficacité du refroidissement
évaporatif : pour une diminution relative du nombre d’atomes donnée, plus la
diminution relative de température sera importante, plus le refroidissement
évaporatif sera dit efficace.

Dans la situation idéale où tous les processus de perte et de chauffage sont
négligeables, l’efficacité crôıt avec la valeur de η de la troncature relative du
potentiel. À la limite, si η pouvait être de l’ordre de N × c, la première parti-
cule qui s’échapperait du piège emporterait avec elle presque toute l’énergie
du gaz et ce dernier pourrait éventuellement condenser directement. Bien
entendu, un tel événement est hautement improbable et il n’est pas possible
de l’attendre beaucoup plus longtemps que la durée de vie du piège (voir
§ 1.2.4).
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Évaluation de l’efficacité

Dans ce paragraphe, nous considérerons les variations (négatives) dT de
la température et dN du nombre d’atomes pendant un temps dt court devant
l’échelle de temps caractéristique de l’évaporation (faibles variations relatives
de N et T ), mais long devant l’inverse du taux de collisions élastiques (pour
pouvoir considérer un état de quasi-équilibre). Nous allons montrer que l’ef-
ficacité E du refroidissement évaporatif, définie comme le rapport de la va-
riation relative de la température dT/T et de la variation relative du nombre
d’atomes dN/N , admet un optimum en fonction de la hauteur relative η de
la troncature du potentiel.

Notons dNe la variation du nombre d’atomes piégés due à l’évaporation
par les collisions élastiques. En moyenne, chaque atome évaporé emporte donc
une énergie (η+κ) kBT (κ est compris entre 0 et 1 et ne dépend que de η [64]).
Notons dNi la variation du nombre d’atomes piégés induite par les processus
de perte autres que l’évaporation. En général, la plupart de ces pertes est due
aux collisions avec les atomes du gaz résiduel1. Le gaz résiduel est thermalisé
avec l’enceinte à vide à environ 300K, donc tout atome piégé qui subit une
collision avec un atome de ce gaz résiduel sera éjecté du piège, ces pertes
sont donc non-sélectives en énergie. En moyenne, chaque atome ainsi perdu
emporte donc une énergie égale à c× kBT . L’énergie initiale du gaz d’atomes
piégé est égale la somme de l’énergie emportée par les atomes perdus et de
l’énergie des N +dNe +dNi atomes restants dans le piège, rethermalisés à la
température T + dT , ce qui s’écrit

N c kBT = (N + dNe + dNi) c kB(T + dT )

−dNe (η + κ) kBT − dNi c kBT. (2.1)

En négligeant les infiniment petits du second ordre, il vient simplement

dT

T
= α

dNe

N
avec α =

η + κ

c
− 1. (2.2)

Notons que cette équation ne fait pas intervenir dNi, en effet ces pertes ne
sont pas sélectives en énergie, elles ne participent donc pas à la variation
de la température. En introduisant la variation totale du nombre d’atomes
dN = dNe + dNi, l’efficacité du refroidissement évaporatif s’écrit

E ≡ dT/T

dN/N
=

α

1 + dNi

dNe

. (2.3)

1 Les pertes dues aux collisions inélastiques entre atomes piégés ont lieu de façon préfé-
rentielle au centre du piège, là où la densité est plus élevée et où les atomes sont en moyenne
moins énergétiques, de sorte qu’elles induisent un chauffage évaporatif. Aux densités où
nous travaillons pendant le refroidissement évaporatif, ces pertes sont négligeables.
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Il nous faut alors évaluer le rapport dNi

dNe
, pour cela, nous avons besoin d’équa-

tions qui décrivent les deux types de pertes. Les pertes par collisions avec
les atomes du gaz résiduel sont simplement liées à la durée de vie τ du
piège par dNi = −N dt/τ . Dans une annexe de cette thèse, nous mon-
trons que pour η grand devant l’unité, les pertes par évaporation s’écrivent
dNe ' −N γ0

2
π
η e−η dt, où γ0 est le taux de collisions élastiques au centre du

piège défini par l’équation (1.12). Nous avons donc

dNi

dNe

' 1

γ0 τ
× π eη

2 η
. (2.4)

Pour une valeur de η donnée, l’efficacité E dépend du produit γ0 × τ du
taux de collisions élastiques et de la durée de vie du piège. Plus ce produit
est grand, plus le rapport dNi

dNe
est petit et plus E est grande, l’efficacité est

donc une fonction croissante de γ0 τ . Physiquement, il est clair que plus il y a
de collisions élastiques, plus le refroidissement évaporatif est efficace, et plus
la durée de vie du piège est grande, plus la proportion d’atomes perdus qui
participent au refroidissement augmente.

Les équations (2.3) et (2.4), montrent que l’efficacité du refroidissement
évaporatif admet un optimum en fonction de la hauteur relative de la tronca-
ture η. En effet, pour η petit, le rapport dNi

dNe
est de l’ordre de 1/(γ0τ) qui peut

être négligé devant 1 (le gaz ne peut pas se thermaliser s’il n’y ne se produit
pas de nombreuses collisions élastiques pendant un temps égal à la durée
de vie du piège). Pour les faibles valeurs de η, l’efficacité E augmente donc
linéairement avec α et crôıt avec η. De l’autre côté, pour η grand, le rapport
dNi

dNe
est très grand devant 1 et E décrôıt exponentiellement avec η. Physique-

ment, la probabilité d’évacuer un atome du piège diminue fortement et les
processus de pertes liées à la durée de vie finie deviennent prépondérants.

En conclusion, la cinétique de l’évaporation est importante à cause de la
durée de vie finie du piège, et il faut trouver un compromis entre l’énergie
relative emportée par les atomes et la vitesse à laquelle ils sont évaporés.

2.1.4 Critère fondamental du refroidissement évapora-
tif

Au delà de l’existence d’un optimum d’efficacité pour le refroidissement
évaporatif, nous souhaitons déterminer les conditions pour que ce proces-
sus puisse mener à la condensation de Bose-Einstein. Il faut donc que mal-
gré la perte d’atomes, la diminution de température soit telle que le para-
mètre de dégénérescence D augmente pendant le refroidissement évaporatif.
Or dans un piège harmonique nous avons D ∝ N/T 3 (voir § 1.3.3), pour
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que le paramètre de dégénérescence puisse augmenter, il faut que dD/D =
dN/N − 3 dT/T soit positif. Il est donc nécessaire que, tout au long de l’éva-
poration, la condition E > 1/3 soit satisfaite.

Position du problème

Le problème avec cette condition est que si elle est satisfaite au début de
l’évaporation, rien ne garantit qu’elle le soit tout au long de l’évaporation. En
effet, l’efficacité E est une fonction de η et du produit γ0 τ , et si la durée de vie
du piège τ est constante lors de l’évaporation, il n’en va pas de même du taux
de collisions élastiques γ0. La hauteur de la troncature εt étant choisie par
l’expérimentateur, en théorie, η peut être ajusté à sa valeur optimale tout
au long de l’évaporation. Mais, si le taux de collisions élastiques diminue,
la valeur de l’efficacité va elle aussi diminuer, et il peut arriver un moment
dans l’évaporation où (même avec la valeur optimale de η) l’efficacité devient
inférieure à 1/3. Dans ces conditions, le paramètre de dégénérescence ne peut
que décrôıtre et il sera alors impossible d’atteindre la condensation de Bose-
Einstein.

Solution du problème

Nous allons donc chercher à quelle condition le taux de collisions élas-
tiques γ0 va augmenter pendant l’évaporation. Dans un piège harmonique,
γ0 est proportionnel au rapport N/T (voir § 1.3.3), ce qui donne dγ0/γ0 =
dN/N−dT/T . Le taux de collisions élastiques va donc crôıtre si E(η, γ0τ) > 1.
De plus, si le taux de collisions commence à crôıtre, l’efficacité va elle aussi
crôıtre, et en conservant η constant (sans même chercher sa nouvelle valeur
optimale), la condition E(η, γ0τ) > 1 sera toujours satisfaite. Le taux de colli-
sions γ0 va alors continuer à augmenter, ce qui va encore accrôıtre l’efficacité
et ainsi de suite. Pour comprendre ce résultat physiquement, rappelons nous
que le taux de collisions élastiques est proportionnel à la densité et à la vi-
tesse moyenne des atomes dans le piège, elle même proportionnelle à

√
T . En

se refroidissant, le nuage se concentre au centre du piège de sorte que, malgré
la perte d’atome, la densité augmente et cette augmentation peut compenser
la diminution de la vitesse moyenne des atomes.

Nous arrivons donc au résultat remarquable suivant : si les conditions ini-
tiales sont telles que le taux de collisions élastiques commence par augmenter
au début de l’évaporation, alors en principe, il ne va cesser d’augmenter tout
au long du refroidissement évaporatif, et ce processus va ainsi devenir de plus
en plus efficace, on parle alors de régime d’emballement (run-away regime en
anglais).
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Fig. 2.2 – Diagramme des différents régimes du refroidissement évaporatif
(variations du taux de collisions élastiques γ0 et du paramètre de dégéné-
rescence D) en fonction des valeurs du produit γ0τ et de η. Les courbes
qui séparent les différents domaines sont données par E(η, γ0τ) = 1/3 et
E(η, γ0τ) = 1, où E désigne l’efficacité du refroidissement évaporatif.

Évaluation des conditions nécessaires

Nous allons maintenant déterminer quantitativement les conditions pour
que le refroidissement évaporatif puisse mener à la condensation de Bose-
Einstein.

La figure 2.2 représente, pour chaque valeur de η, les valeurs du produit
γ0τ qui donnent E(η, γ0τ) = 1/3 et E(η, γ0τ) = 1. Le calcul est réalisé à
partir des équations (2.3) et (2.4), nous avons de plus pris c = 3 et κ = 1
(valeurs limites pour η � 1 [65]), de sorte que α = η−2

3
. Nous voyons sur

cette figure que le produit γ0τ doit impérativement être supérieur à 310 pour
que le régime d’emballement puisse être atteint. De plus, lorsque γ0 = 310/τ ,
nous trouvons que la valeur optimale de η est de 6,2. Grâce au résultat de
l’équation (1.15), nous pouvons réécrire la condition γ0 = 310/τ sur le taux
de collisions élastiques moyen γ̄. Dans un piège harmonique, la condition
s’écrit γ̄ > 155/τ , dans un piège semi-linéaire elle devient γ̄ > 78/τ .

En conclusion, pour le refroidissement évaporatif, le rôle du taux de col-
lisions élastiques initial est plus important que celui du paramètre de dégé-
nérescence initial. Nous avons ici la justification de l’étape de compression
décrite au paragraphe 1.2.3 : même si cette compression n’est pas parfaite-
ment adiabatique (diminution du paramètre de dégénérescence ), le gain en
taux de collisions rend l’opération positive.
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Nos chiffres

Notre durée de vie de notre piège magnétique est de 200 secondes. Après
compression, le taux de collisions élastiques moyen dans l’état |F = 1,mF =
−1〉 est d’environ 30 s−1, soit γ̄ τ ∼ 6000 au début de l’évaporation. Nos
conditions initiales sont donc largement suffisantes pour envisager sereine-
ment le refroidissement évaporatif. Nous utilisons une valeur de η de l’ordre
de 7, le paramètre E que nous avons défini pour caractériser l’efficacité est
alors égal à 1,5 au début de l’évaporation.

2.1.5 Évaporation forcée

Jusqu’ici, nous avons considéré le refroidissement évaporatif “localement”,
c’est à dire pour des faibles variations de N et de T , il faut maintenant
considérer le phénomène “globalement”.

La hauteur de la troncature εt est choisie par l’expérimentateur. Si elle
est fixée à un valeur constante lors du refroidissement évaporatif, puisque la
température diminue, η = εt

kBT
va augmenter, et la probabilité pour les atomes

de sortir du piège va diminuer ainsi que l’efficacité. Il est donc souhaitable de
modifier εt au cours de l’évaporation de sorte que η reste proche de sa valeur
optimale. On parle alors d’évaporation forcée.

Constante du “mouvement” pour l’évaporation à η constant

Nous allons supposer dans la suite que η est constant, ce qui permet de
considérer que α est aussi constant (si la géométrie du piège ne change pas).
Nous allons reprendre l’équation (2.2) et utiliser dN = dNe + dNi ainsi que
l’équation dNi = −N dt/τ , il vient

dT

T
= α

(
dN

N
+

dt

τ

)
. (2.5)

Le choix η constant permet d’intégrer cette équation. Notons N0 et T0 le
nombre d’atomes et la température à t = 0, avec ces conditions initiales, il
vient

T (t)

T0

=

(
N(t)

N0 e−t/τ

)α

. (2.6)

La quantité N0 e
−t/τ représente le nombre d’atomes qui seraient toujours pré-

sents dans le piège, compte tenu de la durée de vie, si l’évaporation n’avait pas
eu lieu. Bien sûr nous avons toujours N(t) < N0 e

−t/τ , l’évaporation conduit
donc toujours à un refroidissement. Mais pour que le refroidissement soit ef-
ficace, nous retrouvons que les pertes dues à l’évaporation doivent être bien
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supérieures à celles dues aux autres processus de perte. Lorsque la durée de
vie du piège ne limite pas l’évaporation, ce processus peut être extrêmement
efficace car c’est la puissance de α qui intervient. Par exemple, η = 8 donne
α ' 2 et une diminution d’un facteur 10 du nombre d’atomes entrâıne une
diminution d’un facteur 100 de la température.

Même dans les théories plus complètes du refroidissement évaporatif (voir
en particulier le cours 1996-1997 du collège de France de Cohen-Tannoudji [65]),
la quantité (Net/τ )α/T reste une constante du“mouvement”de l’évaporation.
Seule la valeur de α est légèrement modifiée pour tenir compte de la distri-
bution en énergie des atomes évaporés, ainsi que des pertes dues au déverse-
ment vers l’extérieur du piège des atomes ayant une énergie proche du seuil
εt lorsque le seuil est abaissé au cours du temps (pertes par “déversement”
lors de l’évaporation forcée).

Paramètres physiques importants

L’équation (2.6) permet d’éliminer la température au profit du nombre
d’atomes dans les expressions du taux de collisions et du paramètre de dégé-
nérescence, il vient

γ0 ∝ N(t)

T (t)
∝ e−αt/τ

Nα−1

D ∝ N(t)

T (t)3
∝ e−αt/τ

N3α−1
.

(2.7)

Si la durée de vie du piège est grande, nous pouvons simplifier les conditions
pour que ces deux paramètres augmentent. Le paramètre de dégénérescence
va augmenter si α > 1/3 ce qui demande de prendre environ η & 3. De la
même façon, le régime d’emballement qui correspond à l’augmentation du
taux de collisions élastiques sera atteint pour α > 1, soit η & 5.

Conclusion

Nous avons décrit le refroidissement évaporatif comme une technique gé-
nérale qui consiste à retirer sélectivement du piège les particules de haute
énergie. Nous avons montré que le taux de collisions élastiques doit être bien
supérieur à celui des collisions inélastiques responsables de la durée de vie
finie du piège. Dans ces conditions, il est possible d’obtenir un régime d’em-
ballement où le refroidissement devient de plus en plus efficace au cours de
son déroulement. Cette efficacité exacerbée permet d’avancer vers la conden-
sation de Bose-Einstein malgré la perte d’atome induite par ce mécanisme
de refroidissement.
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2.1.6 Troncature du potentiel

Nous allons maintenant décrire la technique utilisée pour tronquer le po-
tentiel magnétique, et nous donnerons le schéma d’évaporation correspondant
pour les atomes ayant plusieurs sous-niveaux Zeeman.

Les solutions techniques

Il existe plusieurs façons de réaliser la sélection en énergie. Dans les pre-
mières expériences sur l’hydrogène atomique, l’évaporation a été réalisée par
contact avec les parois de l’enceinte [68, 69], par abaissement du potentiel à
une extrémité du piège [62, 70], ou par pompage optique dans un état non-
piégeant par un faisceau quasi-résonnant, les atomes froids du centre étant
dans l’ombre des atomes chauds de la périphérie [71, 72]. Signalons également
l’évaporation réalisée par abaissement de l’intensité des lasers pièges dans les
expériences de piégeage lumineux dipolaire [73]. Cependant, la méthode la
plus efficace reste l’évaporation par radio-fréquence, proposée à l’origine par
Pritchard et al. [74], et mise en œuvre par Davis et al. [75].

L’évaporation par radio-fréquence

L’évaporation radio-fréquence consiste à basculer le spin des atomes pour
une certaine valeur du champ magnétique de piégeage. Ce basculement est
provoqué par un champ magnétique Brf cos(ωrft) oscillant dans le domaine
des radio-fréquence (rf). Les atomes qui atteignent la région où le champ de
piégeage est à résonance avec la rf passent alors dans un état non-piégeant et
sont expulsés du piège. La fréquence rf utilisée qui détermine la condition de
résonance est bien entendue choisie pour expulser les atomes de plus haute
énergie. Nous déterminerons d’abord la direction du champ rf qui permet
l’évaporation, puis nous écrirons la condition de résonance.

Géométrie Déterminons les états qui sont couplés par le hamiltonien d’in-
teraction qui s’écrit Hrf(t) = −µ · Brf cos(ωrft). Par symétrie, nous savons
que ce hamiltonien est diagonal lorsque l’axe de quantification est choisi sui-
vant Brf . En un point r donné, le champ radio-fréquence Brf fait un angle θ
avec le champ magnétique de piégeage B(r). Pour écrire Hrf dans la base
des états propres du hamiltonien de piégeage HZ = −µ ·B, il faut lui faire
subir une rotation d’un angle θ. Or les matrices de rotations n’ont des élé-
ments non-nuls que pour |∆mF | ≤ 1, donc seuls les niveaux adjacents seront
couplés par l’onde radio-fréquence. Nous retrouvons ici les règles de sélection
d’un opérateur vectoriel, appliquées au cas particulier du photon rf.
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Lorsque le champ de piégeage est colinéaire au champ rf, les niveaux
d’énergie sont déplacés mais le couplage entre niveaux adjacents est alors nul.
Inversement, le couplage est maximal lorsque les deux champs sont perpen-
diculaires. Le champ de biais est suivant l’axe x, pour optimiser le couplage,
il faut que le champ rf oscille dans le plan yz. Pour des raisons techniques,
nous avons choisi de l’orienter suivant la verticale. La forte valeur du biais
B0 dans notre dispositif permet que le champ de piégeage et le champ rf
restent approximativement perpendiculaires en tous points du piège. Dans
toute la suite, nous considérerons que les deux champs sont effectivement
perpendiculaires.

Condition de résonance Un atome est à résonance avec l’onde rf lorsque
la fréquence de Bohr entre deux sous-niveaux Zeeman adjacents est égale à
la fréquence rf, la condition de résonance s’écrit donc |gFµB|B(r) = ~ωrf .
Cette condition est vérifié pour un ensemble de points r correspondant à une
surface iso-magnétique appelée surface d’évaporation ou plus vulgairement
“couteau-rf”. La fréquence rf appliquée détermine donc la profondeur εt =
~ωrf − |gFµB|B0 du piège tronqué.

Dans le régime de faible champ, en un point donné, les sous-niveaux Zee-
man adjacents sont tous équidistants en énergie : la condition de résonance
entre niveaux adjacents est la même quelque soit le nombre de ces niveaux.
Donc si un atome rejoint la surface d’évaporation, il subira plusieurs transi-
tions successives pour se retrouver dans le niveau de plus basse énergie qui
est nécessairement anti-piégeant (ce schéma d’évaporation est illustré dans
le niveau hyperfin F = 2 sur la figure 2.3.a).

2.1.7 Évaporation dans l’image de l’atome habillé

L’image de l’atome habillé par les photons radio-fréquence permet de
voir l’évaporation rf en terme de suivi adiabatique plutôt qu’en terme de
transitions photoniques. Cet autre point de vue permettra d’éclairer certaines
situations plus complexes que nous rencontrerons dans la suite de ce chapitre.

Dans l’image de l’atome habillé par les photons radio-fréquence, nous
considérons la base des états |F,mF 〉⊗ |N〉, où N désigne le nombre photons
dans le mode rf. Les règles de sélection imposent |∆mF | ≤ 1 et |∆N | ≤ 1,
à l’ordre 1 le nombre de niveaux couplés est donc petit. Nous allons nous
restreindre au sous-espace engendré par les 2F + 1 niveaux quasi-dégénérés,
ce qui revient à négliger les termes anti-résonnants dans le référentiel tournant
autour de B(r) à la vitesse ωrf (approximation du champ tournant). Dans ce
référentiel, le hamiltonien rf est indépendant du temps il s’écrit simplement
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Fig. 2.3 – Évaporation dans |F = 2,mF = +2〉 a) cascade de transitions
induites par la radio-fréquence de l’état piégeant vers un état non-piégeant
b) anti-croisements entre niveaux de l’atome habillé par les photons radio-
fréquence.

H̃rf = −µ ·Brf/2, le facteur 1/2 vient du fait que la polarisation linéaire se
décompose en deux polarisations circulaires, dont une seule est résonnante.

Pour trouver le hamiltonien Zeeman dans le référentiel tournant, nous
allons écrire les énergies ẼmF

de l’atome habillé. Les énergies gFmF |µB|B(r)
de l’atome nu sont déplacées de mF ×~ωrf vers le haut où vers le bas suivant
le signe du facteur de Landé. En utilisant la fréquence de Larmor ωL(r) =
|µBB(r)|/~, nous avons

ẼmF
(r) = gFmF ~ωL

(
1− ωrf

|gF |ωL

)
≡ gFmF ~ω̃(r). (2.8)

Les 2F + 1 niveaux se croisent simultanément pour ω̃(r) = 0 qui est exac-
tement la condition de résonance écrite dans le paragraphe précédent. La
dépendance linéaire des énergies en mF nous permet d’écrire directement le
hamiltonien Zeeman dans le référentiel tournant

H̃Z = −µ ·B(r)

(
1− ωrf

|gF |ωL

)
≡ −µ · B̃(r), (2.9)

à partir duquel nous définissions le champ B̃(r). Enfin le hamiltonien total
vaut

H̃Z + H̃rf = −µ ·
(

B̃(r) +
1

2
Brf

)
. (2.10)

Sous cette forme, ce dernier est très simple à diagonaliser, en effet il suffit de
prendre l’axe de quantification suivant le champ effectif total B̃(r) + Brf/2.
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En introduisant la fréquence de Rabi Ωrf = ‖µBBrf‖/2~, les énergies propres
s’écrivent gFmF ~

√
ω̃(r)2 + Ω2

rf . Le couplage induit un croisement évité à
plusieurs niveaux.

Le couplage rf commence à avoir un effet lorsque ω̃ devient de l’ordre2

de Ωrf . Or la fréquence de Rabi Ωrf est de l’ordre du kilo-Hertz alors que ωrf

est le l’ordre du méga-Hertz, la résonance est donc très étroite et elle permet
une sélection précise en énergie.

Les énergies des niveaux habillés couplés dans F = 2 sont représentées sur
la figure 2.3.b en fonction de la position dans le piège. Un atome qui traverse
la surface d’évaporation peut suivre adiabatiquement le niveau habillé, ce qui
le fait passer d’un niveau piégeant à un niveau anti-piégeant.

2.1.8 Suivi adiabatique

Le principe du passage adiabatique est illustré par les images de la Ré-
sonance Magnétique Nucléaire. Le vecteur de Bloch, qui décrit la valeur
moyenne du spin, précesse autour du champ magnétique total.

Pour un atome situé loin de la surface d’évaporation, la différence entre
la fréquence rf et la fréquence de transition est importante. Nous avons alors
‖B̃‖ � ‖Brf‖ et la direction du champ effectif B̃ + Brf/2 est alors peu
différente de celle du champ de piégeage B(r). Comme on le voit sur la
figure 2.4, lorsque l’atome se rapproche de la surface d’évaporation le champ
effectif total change de direction. Comme pour le suivi adiabatique présenté
au paragraphe 4, si ce changement de direction est lent devant la fréquence
de précession, alors le spin reste dans le même état vis a vis du champ local
et il va être retourné lors du passage d’un anti-croisement.

La plus faible valeur de la fréquence de précession est obtenue lorsque
ω̃ = 0, elle est donc de l’ordre de la fréquence de Rabi. Si le temps de passage
est grand devant l’inverse de cette dernière, le suivi adiabatique du niveau
habillé couplé aura bien lieu (voir la figure 2.3.b). Le temps de passage est
de l’ordre de ~ Ωrf

|gF µB| b′ v
où b′ est la dérivée du module du champ suivant la

trajectoire de l’atome, le passage sera adiabatique Ω2
rf > |gFµB| b′ v/~. Nous

retrouvons ici la condition donnée par la formule de Landau-Zener [76, 77].

Pour un gradient typique de 100G/cm et une température de l’ordre de la
centaine de micro-Kelvin, la condition d’adiabaticité requiert une fréquence
de Rabi de quelques kilo-Hertz, ce qui est largement satisfait dans notre
expérience.

2 Nous pouvons le voir géométriquement sur la figure 2.4 qui représente le champ
magnétique total B̃ + Brf/2 dans le référentiel tournant (pour une fréquence ωrf donnée).
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Fig. 2.4 – Un atome traverse le couteau rf en allant de la gauche vers la
droite. Le champ magnétique total B̃ + Brf/2 vu par cet atome dans le
référentiel tournant dépend du point où se trouve l’atome. Au début (a) le
moment magnétique de l’atome est anti-aligné avec le champ de piégeage B,
au passage du couteau rf (b), le moment magnétique suit le champ B̃+Brf/2
qui se retourne. À la fin (c), le moment magnétique se retrouve aligné avec
le champ de piégeage B, l’atome est alors dans un niveau anti-piégeant et il
est expulsé.
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2.1.9 Efficacité, dimensionnalité et gravité

Pour que l’évaporation soit efficace, il faut qu’un atome qui, suite à une
collision, acquiert une énergie totale supérieure au seuil εt puisse sortir du
piège sans entrer en collision avec un autre atome. Comme la plupart des
techniques d’évaporation, l’évaporation radio-fréquence effectue une sélec-
tion spatiale des atomes. Les atomes susceptibles d’être évaporés doivent
donc généralement traverser une partie du nuage avant d’atteindre la surface
d’évaporation.

Dans le régime dit hydrodynamique où le taux de collisions est supérieur
aux fréquences d’oscillation du piège, le nuage est collisionnellement épais. À
la limite, seuls les atomes qui subissent des collisions quand il sont situés à
la périphérie du nuage sont susceptibles de participer à l’évaporation, ce qui
réduit considérablement l’efficacité. Dans la plupart des expériences réalisées
jusqu’ici, bien que les expérimentateurs cherchent à obtenir le taux de colli-
sions élastiques le plus élevé possible, ce dernier reste inférieur aux fréquences
d’oscillation pendant presque toute l’évaporation. Le régime est dit balistique
et les atomes possédant une énergie suffisante ont de fortes chances de sortir
du piège avant de subir une nouvelle collision.

Dimensionnalité de l’évaporation

La possibilité pour les atomes les plus énergétiques de s’échapper du piège
avant de recollisionner dépend fortement de la dimensionnalité de l’évapo-
ration, nous allons l’illustrer sur l’évaporation radio-fréquence. La surface
d’évaporation définie par la rf est une coquille iso-magnétique, mais à cause
de la gravité elle n’est pas équipotentielle. Ainsi le potentiel n’est pas tronqué
à la même hauteur dans toutes les directions.

À haute température, la taille du nuage est importante et le décalage entre
le centre du nuage et celui du piège magnétique est négligeable, alors une seule
oscillation est en général suffisante à un atome dont l’énergie est supérieure
au seuil pour s’échapper du piège, on parle d’évaporation tridimensionnelle,
c’est le cas le plus favorable.

À basse température, à cause de la gravité, le décalage entre le centre
du nuage et le centre du piège magnétique peut être plus grand que la taille
du nuage, dans ce cas, les atomes sont en grande majorité évaporés par “le
point le plus bas” de la surface d’évaporation. Il faut alors que l’ergodicité
soit suffisante pour qu’un atome disposant d’une énergie supérieure au seuil
puisse atteindre la zone d’évaporation. À la limite, cette zone est réduite à un
point, on parle alors d’évaporation unidimensionnelle. De ce point de vue, les
pièges purement harmoniques sont défavorables car il ne sont pas ergodiques
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(voir la référence [49] pour une analyse de l’hypothèse d’ergodicité suffisante
dans un piège de Ioffe).

Remarques

Dans le régime balistique où le taux de collisions est inférieur aux fré-
quences d’oscillation, un atome énergétique a la possibilité de passer plusieurs
fois sur la surface d’évaporation avant de redistribuer son énergie au reste du
nuage. Ainsi, même si la probabilité de suivi adiabatique est inférieure à
100%, l’efficacité peut être bonne si toutefois l’ergodicité est suffisante.

Cependant si le passage du niveau piégeant au niveau non-piégeant né-
cessite plusieurs transitions, une population peut alors se construire dans les
états intermédiaires. Cette population peut être à l’origine d’effets indési-
rables, voir le paragraphe 2.2.5 et la référence [78].

Rôle de la gravité

Les atomes évaporés emportent en moyenne une énergie (η + κ) kBT
(voir § 2.1.3), pour η grand, κ est de l’ordre de l’unité. La différence entre
l’énergie de la troncature η kBT et l’énergie moyenne emportée par les atomes
évaporés est de l’ordre de kBT . Quantitativement, la gravité joue un rôle
lorsque le potentiel varie le long de la surface d’évaporation de plus ou moins
kBT , c’est à dire pour

T <
2ηMg2

kBω2
z

. (2.11)

Avec notre fréquence verticale ωz = 66 × 2πHz et η ' 7, la température
en dessous de laquelle l’évaporation n’est plus tridimensionnelle est égale à
0,8µK (les températures typiques de condensation sont de quelques centaines
de nano-Kelvins). Une simulation réalisée par Vincent Boyer [24] montre que
dans notre cas, cet effet diminue de 30% le nombre d’atomes condensés par
rapport au cas idéal.

2.2 Évaporation en champ fort

Nous venons de voir qu’en régime de champs faibles, l’évaporation d’un
atome possédant plusieurs sous-niveaux Zeeman fonctionne bien car l’énergie
des sous-niveaux Zeeman est proportionnelle au nombre quantique mF . Cette
propriété implique que toutes les transitions entre niveaux adjacents ont lieu
au même point. Ainsi même si les niveaux intermédiaires sont piégeants, les
atomes qui traversent le couteau rf sont expulsés du piège.

76



En réalité, les énergies des sous-niveaux Zeeman ne sont pas proportion-
nelles àmF car le hamiltonien hyperfin et le hamiltonien ZeemanHZ = −µ·B
ne commutent pas. Nous avons observé que des corrections de quelques pour-
cent sur les énergies calculées dans l’approximation des faibles champs, sont
suffisantes pour modifier complètement le fonctionnement du refroidissement
évaporatif [79].

Cette partie à pour objectif de montrer comment le schéma de l’évapo-
ration est modifié dans cette situation plus complexe. Nous montrerons que
dans certains cas, l’évaporation peut être totalement interrompue en des-
sous d’une certaine température. Ce problème s’est posé expérimentalement
lorsque nous avons essayé de condenser |F = 2,mF = +2〉 dans notre piège
possédant un fort champ magnétique au centre.

2.2.1 Effet Zeeman “non-linéaire”

Pour comprendre quantitativement dans quelles conditions les problèmes
apparaissent et comment les résoudre, nous allons diagonaliser exactement
HZ . Dans le premier chapitre, nous nous étions contenté du premier ordre de
la théorie des perturbations.

Le moment magnétique total s’écrit µ = µB(L + gSS + gII)/~ où L
est le moment cinétique orbital de l’électron de valence (il est nul pour le
niveau fondamental 5S1/2), S est son spin et gS = 2, 002 est le facteur de
Landé intrinsèque de l’électron, enfin I est le spin du noyau (égal à 3/2 pour
le rubidium 87) et gI ' 10−3 désigne le rapport gyromagnétique du noyau
divisé par le magnéton de Bohr µB.

La fréquence hyperfine ωhf entre F = 1 et F = 2 vaut 6834,7× 2πMHz.
Nous choisissons le zéro d’énergie au milieu des énergies des niveaux F = 1
et F = 2 à champ magnétique nul. Le hamiltonien Zeeman mélange les
deux niveaux hyperfins et en champ non nul, F n’est plus un bon nombre
quantique. Les éléments non-diagonaux du hamiltonien sont de l’ordre de

ε(r) ≡ (gS + gI)
|µB|B(r)

~ωhf

= (gS + gI)
ωL

ωhf

. (2.12)

Avec les champs magnétiques que nous utilisons ε vaut quelques pour-cent,
la contamination est donc faible et nous continuerons à utiliser F comme
indice pour désigner les énergies et les vecteurs propres par prolongement de
ceux à champ nul.

En revanche, du fait de la symétrie de révolution de HZ autour du champ
magnétique local, mF reste lui un bon nombre quantique. HZ est donc diago-
nal par bloc, les blocs de mF donné sont des matrices de taille au plus 2× 2
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(F = 1 et F = 2) facilement diagonalisables. Les énergies propres valent

EF,mF
(r) = mF gI |µB|B + (−1)F ~ωhf

2

√
1 +mF ε+ ε2. (2.13)

Pour voir comment les différents termes dépendent du nombre mF , nous
développons cette expression en puissance de ε

EF,mF
= mFgI ~ωL + (−1)F ~ωhf

2
× (2.14)

×
{

1 +mF
ε

2
+
(
4−m2

F

) ε2
8
−mF

(
4−m2

F

) ε3
16

+O
(
ε4
)}

.

Les niveaux de même mF se repoussent, donc |F = 2,mF = 0〉 devient
piégeant alors que |F = 1,mF = 0〉 devient anti-piégeant, les niveaux |F =
2,mF = ±2〉 ne sont bien sûr pas contaminés, et leur énergie est toujours
proportionnelle au module du champ magnétique.

2.2.2 Modification du schéma d’évaporation

Les énergies Zeeman (2.13) ne sont pas proportionnelles au nombre quan-
tique magnétique mF , donc pour une valeur donnée du module du champ, les
différences d’énergies entre sous-niveaux Zeeman adjacents (|∆mF | = 1) ne
sont pas toutes égales. Autrement dit, pour une position donnée dans le piège,
toutes les fréquences de transitions entre sous-niveaux adjacents ne sont pas
égales. En conséquence, lorsqu’une fréquence rf est appliquée, les conditions
de résonances des différentes transitions entre sous-niveaux adjacents n’ont
pas lieu à la même position dans le piège.

Deux cas se présentent alors suivant que le niveau dans lequel les atomes
sont piégés possède ou non un niveau adjacent non-piégeant.

Niveau adjacent non-piégeant

Dans ce cas une transition à un seul photon suffit à un atome pour s’échap-
per du piège et le refroidissement évaporatif fonctionne parfaitement. Les
atomes piégés dans l’état |F = 1,mF = −1〉, même par des champs de plu-
sieurs centaines de Gauss, peuvent ainsi être refroidis par évaporation, car
|F = 1,mF = 0〉 est légèrement anti-piégeant (voir figure 2.5).

Pas de niveau adjacent non-piégeant

Dans ce cas, plusieurs photons sont nécessaires pour expulser un atome
du piège. Or quelque soit la fréquence ωrf choisie, les différentes transitions
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Fig. 2.5 – a) Niveaux d’énergies dans F = 1 en champ fort et position des
couteaux rf données par ωrf . b) Niveaux d’énergies dans l’image de l’atome
habillé avec le couplage rf, on voit que le couplage direct de mF = −1 à
mF = 1 est peu probable, alors que le passage par mF = 0 est possible.

sont placées à des positions distinctes dans le piège (c’est le cas dans F = 2 :
voir la figure 2.6). Dans les prochains paragraphes, nous allons décrire les
différents conséquences néfastes de cette non-dégénérescence en position des
transitions rf.

2.2.3 Interruption de l’évaporation

Nous avons vu qu’à cause de l’effet Zeeman non-linéaire, pour une fré-
quence ωrf appliquée, les transitions qui mènent à un état non-piégeant n’ont
pas lieu au même point dans le piège. De la même façon, les fréquences de
transition entre sous-niveaux Zeeman au centre du piège ne sont pas égales.

Lors de l’évaporation forcée, la fréquence ωrf décrôıt, lorsqu’elle devient
inférieure à la plus grande des différentes fréquences de transition au centre
du piège, la châıne des transitions qui mènent de l’état piégé au premier état
non-piégeant est rompue (voir la figure 2.7). Il n’y a alors plus aucun moyen
pour les atomes de sortir du piège et l’évaporation s’arrête complètement et
définitivement. Lorsque ωrf prend la valeur minimale qui permet aux atomes
de s’échapper du piège la profondeur du piège tronqué prend sa valeur mini-
male εmin. Cette valeur minimale de la profondeur varie comme le carré du
biais B0.

Température limite

Si la condensation de Bose-Einstein n’est pas atteinte lorsque la tronca-
ture du potentiel devient égale à sa valeur minimale εmin, la seule possibilité
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Fig. 2.6 – Niveaux d’énergies d’un atome de 87Rb dans F = 2 en champ
fort. a) Positions rk des couteaux données par ωrf . b) Niveaux d’énergie dans
l’image de l’atome habillé, la zone où ont lieu les couplages rf est agrandie
sur la figure 2.10.

Fig. 2.7 – Interruption de l’évaporation dans F = 2. La profondeur minimum
εmin du piège est atteinte lorsque ωrf = ω3.

consiste à ne plus diminuer la fréquence rf et à attendre que le refroidisse-
ment se fasse, mais sans forcer l’évaporation. La température va continuer
à baisser un peu, donc η va augmenter et l’efficacité du refroidissement éva-
poratif E risque de diminuer. Si la condensation n’est toujours pas atteinte
lorsque E(η, γ0τ) = 1/3, alors tout espoir est perdu, en effet le paramètre
de dégénérescence va commencer à diminuer (voir § 2.1.4). En pratique, le
refroidissement cesse pour η supérieur à 10, donc εmin/10 représente environ
la plus petite valeur de kBT accessible.
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Notre cas

Dans F = 2, l’évaporation s’arrête lorsque ωrf devient inférieure à la
fréquence ω3 de la troisième transition, prise au centre du piège

ω3 =
E2,0(r = 0)− E2,−1(r = 0)

~
. (2.15)

La profondeur minimum est simplement donnée par la hauteur en énergie de
la première transition qui a lieu au point A sur la figure 2.6. L’équation (2.14)
permet de calculer la profondeur minimale du piège tronquée, nous trouvons
εmin ' 2(µBB0)

2/(~ωhf). Pour B0 = 110 G, nous avons εmin/kB ' 400µK.
Expérimentalement, nous observons une interruption très claire de l’éva-

poration alors que nous avions au préalable atteint le régime d’emballement.
Pour un biais de 110G, nous obtenons une température limite Tlim ∼ 50µK.
Le rapport εmin/Tlim est égal à 8, ce qui est une valeur de η tout à fait
raisonnable.

2.2.4 Réduction de l’efficacité et ordre des transitions.

Avant même que l’évaporation ne soit interrompue, le fait que les tran-
sitions aient lieu en des points différents du piège peut réduire l’efficacité
de l’évaporation. Pour comprendre cet effet, nous allons d’abord étudier le
cas où la probabilité de suivi adiabatique est de 100%. Nous considérerons
ensuite le cas où des transitions non-adiabatiques sont possibles.

Suivi adiabatique total

Commençons par regarder le cas qui correspond à notre situation expéri-
mentale.

Cas particulier Considérons par exemple l’évaporation du 87Rb piégé dans
|F = 2,mF = +2〉 . Comme le montre la figure 2.8, la première transition a
lieu à une distance r1 du centre du piège, supérieure à la distance r2 où a lieu la
seconde transition. Si la puissance rf est telle que la probabilité de transition
approche 100%, alors un atome piégé dans mF = +2 qui atteint le point
r1 passe adiabatiquement dans l’état mF = +1 qui est aussi piégeant (avec
une transition à un photon). Puis il continuera sa route jusqu’à faire demi
tour, de retour en r1, il va repasser dans l’état mF = +2 car la probabilité
de transition est de 100% indépendamment du sens dans lequel l’atome se
déplace. L’atome se retrouve donc à sa position initiale sans jamais atteindre
r2. En d’autres termes, l’atome a suivi adiabatiquement le niveau habillé
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Fig. 2.8 – Niveaux d’énergies d’un atome de 87Rb dans F = 2 en champ
fort. Position r1 et r2 des deux premiers couteaux données par ωrf .

sur lequel il se trouvait au départ, mais ce niveau habillé ne mélange que
mF = +2 et mF = +1 qui sont tous deux piégeants, l’atome ne peut donc
pas s’échapper du piège dans ces conditions.

Cas général De façon plus générale, pour une fréquence rf donnée, les
énergies permettent de calculer la position des différentes transitions dans
le piège. Notons rk la distance du centre du piège à laquelle a lieu la kième

transition. La condition pour que le niveau habillé couplé connecte l’état
piégeant de départ à un état non-piégeant, afin de permette aux atomes
de sortir du piège, est que la suite rk soit croissante. Il faut donc que les
transitions successives aient lieu à des positions de plus en plus éloignées du
centre du piège.

Exemple favorable Des atomes de rubidium 85 piégés dans |F = 2,mF =
+2〉 n’ont pas le même problème comme on peut le voir sur la figure 2.9. Le
spin du noyau du rubidium 85 vaut 5/2 et les deux niveaux hyperfins de
5S1/2 sont F = 2 et F = 3. Contrairement au rubidium 87, F = 2 est le
niveau de plus basse énergie. Les sous-niveaux de même mF se repoussent et
les transitions entre sous-niveaux adjacents se trouvent cette fois dans l’ordre
favorable.

Remarque Pour simplifier, nous avons raisonné sur un piège à une dimen-
sion où les surfaces d’évaporation sont ponctuelles. La conclusion obtenue
est générale car les différentes surfaces d’évaporation sont embôıtées les une

82



Fig. 2.9 – Niveaux d’énergies d’un atome de rubidium 85 dans F = 2 en
champ fort et positions des couteaux rf données par ωrf : les points noirs re-
présentent les croisements entre sous-niveaux adjacents. Les atomes peuvent
s’échapper du piège en subissant une série de transition à un photon entre
niveaux adjacents.

dans les autres. En effet, quelque soit la direction considérée, le module du
champ crôıt avec la distance au centre du piège, donc si une transition A est
résonnante pour un champ supérieur à celui donné par une transition B alors
la surface d’évaporation correspondant à la transition A sera totalement à
l’extérieur de celle de la transition B.

Conclusion Si la puissance rf est telle que toutes les transitions sont adia-
batiques (100% d’efficacité), il faut que les surfaces d’évaporation soient cor-
rectement ordonnées (comme sur la figure 2.9) pour que l’évaporation puisse
fonctionner.

De plus, plutôt que de regarder les différentes surfaces d’évaporation pour
chaque valeur de ωrf , il suffit de regarder l’ordre des fréquences de transitions
ωk définies au centre du piège. À partir de l’expression des énergies en fonction
du champ (2.13) et du champ en fonction de la position (1.5), il est possible
de démontrer que l’ordre des ωk est l’inverse de celui des rk.

Pour le cas qui nous intéresse (87Rb dans F = 2), ces fréquences au
centre ne sont malheureusement pas bien ordonnées : à l’ordre 2 en ε, l’équa-
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Fig. 2.10 – Un chemin pour sortir du piège : les transitions diabatiques ont
lieu aux points A et D, les transitions adiabatiques ont lieu en A, B, C et D.

tion (2.14) donne

ωk = gI ωL +
ωhf

2

{
ε

2
+ (2k − 5)

ε2

8
+O

(
ε3
)}

, (2.16)

on voit que les ωk croissent avec k et donc les rk décroissent avec k.

Suivi adiabatique partiel

Pour résoudre expérimentalement le problème identifié dans le paragraphe
précédent, nous diminuons la puissance rf pour réduire la probabilité de tran-
sition adiabatique et permettre ainsi d’avoir des transitions non-adiabatiques.

Solution Lorsque l’ordre des transitions est défavorable, il faut choisir une
puissance rf intermédiaire où à la fois les transitions adiabatiques et diaba-
tiques sont possibles. Il existe alors des chemins utilisant ces deux types de
transitions qui permettent aux atomes de s’échapper du piège.

Par exemple, pour un atome de 87Rb dans F = 2, un chemin de sortie du
piège est représenté sur la figure 2.10, il contient 4 transitions adiabatiques
et 2 diabatiques. Le chemin le plus court contient 3 transitions adiabatiques
et 2 diabatiques mais demande de traverser le piège d’un bout à l’autre.

Prix à payer Avec cette solution, l’efficacité de l’évaporation se trouve
considérablement réduite. En effet, supposons que la puissance rf optimum
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Fig. 2.11 – Épaisseur optique au centre du nuage après 30 secondes d’éva-
poration en fonction de la puissance rf. Le maximum observé correspond à
la puissance rf optimum pour l’évaporation.

donne des probabilités de transitions adiabatiques et diabatiques toutes de
l’ordre de 1/2, alors la probabilité pour un atome énergétique de passer du
centre du piège à un niveau anti-piégeant va être de l’ordre de 1/2N où N
est le nombre total de transitions nécessaires. Dans notre cas, la probabilité
de sortie est au moins réduite par un facteur 32.

Résultat La figure 2.11 représente l’épaisseur optique du nuage mesuré
après 30 secondes d’évaporation, en fonction de la puissance rf utilisée. Nous
savons que dans un piège harmonique, l’épaisseur optique est proportionnelle
au taux de collisions élastiques (voir § 1.3.3), par ailleurs, plus le taux de
collisions est élevé, plus l’efficacité du refroidissement évaporatif est impor-
tante. L’épaisseur optique est donc liée à l’efficacité et la figure 2.11 montre
expérimentalement que l’efficacité de l’évaporation admet un optimum.

Des expériences supplémentaires qui confirment notre interprétation sont
décrites dans la référence [79] qui est reproduite en annexe à la fin de ce
mémoire.

2.2.5 Chauffage et population des états intermédiaires

En plus des effets indésirables décrits ci-dessus, lors de l’évaporation dans
F = 2 en champ fort, nous observons un chauffage du nuage d’atomes dans
mF = +2 allant jusqu’à 5µK/s. Cette valeur du chauffage est mesurée après
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refroidissement des atomes à 50µK. À ce stade, le chauffage de 5µK/s s’op-
pose complètement au refroidissement évaporatif.

Nous attribuons ce chauffage à la présence d’atomes dans les niveaux
intermédiaires (l’évolution des populations dans les états intermédiaires est
étudiée en détail dans la référence [80]), plusieurs hypothèses permettent de
l’expliquer. Ce chauffage peut se comprendre comme une rethermalisation des
atomes froids dans mF = +2 et des atomes chauds (puisqu’ils ont atteint le
premier couteau rf) présent dans mF = +1 ou mF = 0. Une autre hypothèse
plausible est un chauffage par collisions inélastiques du type

(mF = +1) + (mF = +1) → (mF = 0) + (mF = +2). (2.17)

Bien que ces collisions soient fortement supprimées [78] par la cöıncidence des
longueurs de diffusion des états moléculaires triplet et singulet [81, 82, 83],
l’énergie libérée est conséquente à fort champ magnétique. Elle est donnée
par la partie non linéaire de l’effet Zeeman, calculée avec l’équation (2.14)
pour un biais de B0 = 160 G, cette énergie vaut 150µK.

2.2.6 Critère du champ fort

Pour terminer cette étude des problèmes en champ fort, nous allons don-
ner un critère qui permet de préciser ce qu’on entend par champ fort. En
effet, même dans le cas des faibles champs, l’effet Zeeman n’est pas linéaire
et les transitions ne sont pas dégénérées. Il convient donc de donner un critère
pour que ces décalages résiduels ne perturbent pas l’évaporation.

La transition multi-photonique est valable tant que l’effet Zeeman non
linéaire ne décale pas les fréquences de transitions successives qui mènent de
l’état dans lequel l’atome est piégé au premier état non piégeant de plus que
la fréquence de Rabi Ωrf . En utilisant les fréquences de transition ωk au centre
du piège, ce critère peut s’écrire |ωk − ωk+1| � Ωrf . Si le décalage devient
grand alors la transition directe à plusieurs photons n’est plus possible et le
refroidissement évaporatif risque de ne plus fonctionner.

Chiffres

Pour le 87Rb dans F = 2 avec un champ de piégeage typique de 100G, le
désaccord dû à l’effet Zeeman quadratique est de l’ordre de 3MHz. Compte
tenu des puissances rf accessibles expérimentalement, la fréquence de Rabi ne
dépasse pas 100 kHz, nous sommes bien dans des conditions de champ fort.
En revanche, dans un champ d’environ 1G l’effet quadratique ne vaut que
300Hz et il n’y a pas de problème pour passer du niveau |F = 2,mF = +2〉
au niveau |F = 2,mF = −2〉 avec une transition adiabatique directe.
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Remarques

– Le champ maximum acceptable est d’autant plus grand que la structure
hyperfine ωhf est importante. Sachant qu’elle est particulièrement faible
pour le sodium et le lithium, ces alcalins peuvent être facilement sujets
à ce problème. Dans le cas du sodium, le taux de collisions entre sous
niveaux est de plus particulièrement élevé [83]. Les effets décrits dans
les paragraphes précédents sont certainement responsables des échecs
subits pour atteindre la condensation du sodium dans F = 2.

– Un traitement “tout quantique” du problème, qui consiste à simuler
l’évolution d’un paquet d’ondes, a permis de montrer à l’aide de simu-
lations que les transitions non résonnantes à deux photons jouent un
rôle secondaire [80]. Dès que le champ est supérieur à la valeur critique,
l’analyse en terme d’une succession de transitions à 1 photon est totale-
ment justifiée. Dans la suite, nous ne considérerons que des transitions
à 1 photon de fréquence donnée.

– Dans le cas favorable où les surfaces de transitions sont “bien ordon-
nées”, avec une efficacité de presque 100% à chaque transition, les
atomes chaud présents dans les niveaux intermédiaires ne sont jamais
en contact avec les atomes piégés. En effet, les espaces contenus entre
les surfaces d’évaporation rk et rk+1 sont remplis d’atomes dans un état
donné unique (cas de la figure 2.9). Le premier mécanisme de chauffage
décrit plus haut n’a donc pas lieu.

– L’effet d’interruption de l’évaporation est clair, net et fatal. En re-
vanche, la réduction de l’efficacité n’est pas forcement dramatique. En
effet, même pour les dispositifs possédant un biais de 1G, le champ
pour lequel les transitions ont lieu au début de l’évaporation est très
important, or pour la plupart des alcalins, il n’empêche pas le refroi-
dissement évaporatif de mener à la condensation de Bose-Einstein.

Conclusion

En résumé, le fait que les fréquences de transitions ne sont pas dégénérées
au même point entrâıne plusieurs problèmes. En fonction de la configuration
des niveaux, nous pouvons avoir une réduction de l’efficacité de l’évaporation,
l’apparition d’un chauffage anormal et/ou une interruption pure et simple de
l’évaporation.

La solution qui consisterait à les faire “fusionner”, c’est à dire à se placer
en régime de champ faible en augmentant la puissance rf, n’est pas réalisable
techniquement. En revanche, une solution possible consiste à utiliser plusieurs
fréquences rf pour réaliser une fusion artificielle, c’est ce qui va être présenté
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dans la suite.

2.3 Évaporation multi-fréquence

Nous avons développé une solution originale pour tenter de résoudre le
problème du champ fort. Nous présenterons d’abord son principe, puis le
schéma simplifié que nous utilisons expérimentalement ainsi que ces condi-
tions de fonctionnement. La méthode utilisée permet de compenser une par-
tie de l’effet Zeeman non-linéaire, mais les décalages résiduels ne permettent
pas l’utilisation de champs trop importants. Nous avons toutefois réussi à
condenser F = 2 avec un biais de 56G.

Principe

Dans le principe, nous pourrions procéder ainsi : pour placer la surface
d’évaporation en r1 (position de la première transition vers un niveau inter-
médiaire), nous ajoutons une seconde fréquence rf à résonance entre le pre-
mier et second niveau intermédiaire au point r1, puis une troisième, toujours
résonnante en r1 qui permet d’atteindre le troisième niveau intermédiaire, et
ainsi de suite jusqu’à un niveau non-piégeant.

La figure 2.12 illustre cette proposition pour le 87Rb dans F = 2, il s’agit
d’une évaporation à “trois couteaux”.

Toutes ces fréquences doivent être choisies avec une précision meilleure
que Ωrf pour réaliser la fusion artificielle (i.e. pour compenser l’effet des
décalages dus au champ fort). Cette condition est difficile à réaliser tout au
long de l’évaporation, en effet, la fréquence principale décrôıt et, comme on
peut le voir à partir de l’équation (2.13), les fréquences à ajouter sont des
fonctions non-triviales du champ magnétique.

Solution pratique

En théorie, lors de l’évaporation forcée, il faudrait ajuster les trois fré-
quences rf simultanément en tout point de la rampe d’évaporation. En pra-
tique, nous avons simplement rajouté des bandes latérales de fréquences fixes
sur la porteuse rf. La fréquence de la porteuse varie elle comme pour une éva-
poration standard.

Les bandes latérales donnent un décalage en fréquence identique de chaque
côté de la porteuse, ce qui permet de compenser exactement l’effet Zeeman
quadratique. Malheureusement, les ordres suivants restent non-négligeables
compte tenu de la puissance rf dont nous disposons. Ainsi les problèmes dis-
cutés plus haut (interruption de l’évaporation, réduction de l’efficacité...) sont
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Fig. 2.12 – Positions des différentes surfaces d’évaporations générées par les
trois fréquences (a,b,c) rf utilisés dans F = 2. Les trois transitions connec-
tant |F = 2,mF = +2〉 au niveau anti-piégeant |F = 2,mF = −1〉 sont
représentées en noir.

toujours présents avec notre solution simplifiée, ils sont toutefois fortement
atténués car le décalage résiduel est plus petit.

2.3.1 Condition de fonctionnement

Expérimentalement, nous mixons deux fréquences ωrf et δωrf , ce qui nous
donne les trois fréquences d’évaporation ωrf − δωrf , ωrf et ωrf + δωrf . Le choix
de la fréquence centrale ωrf n’est pas très critique, elle varie au cours de
l’évaporation et elle est déterminée de la même façon que pour l’évaporation
standard avec une fréquence unique. En revanche, la fréquence des bandes
latérales δωrf qui est fixe dans notre expérience, doit elle être choisie avec
précision. En effet, une fois la fréquence centrale ωrf fixée, d’après le critère
de champ fort, en principe δωrf doit être déterminée à mieux que la fréquence
de Rabi Ωrf .
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Fig. 2.13 – Schéma des décalages résiduels entre les fréquences rf utilisées et
les fréquences de transition exactes.

Calcul des désaccords résiduels

Avec les énergies EF,mF
(r) données par la formule (2.13), nous calculons

les trois fréquences de transitions résonnantes en un même point r du piège

ω0 − δω′0 = (E2,+2 − E2,+1)/~ (2.18)

ω0 = (E2,+1 − E2,0 )/~ (2.19)

ω0 + δω0 = (E2, 0 − E2,−1)/~, (2.20)

en général δω′0 et δω0 ne sont pas égales.
La condition de résonance globale entre le niveau piégeant et le niveau

anti-piégeant s’écrit
3ωrf = 3ω0 + δω0 − δω′0. (2.21)

Pour une fréquence ωrf donnée, il existe une unique valeur du module du
champ magnétique pour laquelle cette condition est vérifiée. Pour cette valeur
du champ, il existe des désaccords résiduels entre les fréquences rf utilisées et
les fréquences de transition entre niveaux intermédiaires (voir le schéma 2.13).

Pour la fréquence des bandes latérales, nous choisissons

δωrf =
δω0 + δω′0

2
, (2.22)

avec cette valeur, la somme des carrés de deux désaccord résiduels ∆1 et ∆3
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est minimale

∆1 = (ω0 − δω′0)− (ωrf − δωrf) (2.23)

∆3 = (ω0 + δω0)− (ωrf + δωrf). (2.24)

Les deux désaccords sont alors égaux en valeur absolue à

∆ = ∆1 = −∆3 =
δω0 − δω′0

6
= ωhf

ε3

32
> 0. (2.25)

Ces résultats obtenus à partir de l’équation (2.13) sont valables à l’ordre 3
en ε.

Condition de fonctionnement

D’après la discussion sur le critère de champ de fort (§ 2.2.6), la fusion
artificielle des transitions se fera si la fréquence de Rabi Ωrf est supérieure au
désaccord résiduel ∆.

Pour ∆ � Ωrf une transition à trois photons a lieu avec une fréquence de
Rabi effective Ωeff de l’ordre de la fréquence de Rabi Ωrf des transitions à un
photon.

En revanche, pour ∆ � Ωrf , la fréquence de Rabi effective est de l’ordre
de Ωrf × (Ωrf/∆)2, elle est donc beaucoup plus faible que pour les transi-
tions à un photon. Dans ce cas, les transitions multi-photoniques deviennent
vite inefficaces et nous revenons à une analyse de l’évaporation en terme de
transitions adiabatiques et diabatiques comme dans la partie précédente.

Chiffres

Notre fréquence de Rabi Dans notre dispositif expérimental, la puis-
sance rf était limitée à une valeur plus faible que celle utilisée pour l’évapora-
tion mono-fréquence. La raison vient de ce que le mixage des deux fréquences
génère des harmoniques d’ordre supérieur que nous avons observées avec un
analyseur de spectre. Bien que le montage soit optimisé pour les réduire au
maximum, nous avons du baisser la puissance pour qu’elles cessent d’induire
des transitions parasites entre le centre du nuage et le couteau rf. C’est pour-
quoi il est impossible de tirer profit de la totalité de la puissance disponible
sur nos amplificateurs. Nous avons constaté expérimentalement que l’évapo-
ration était optimisé pour une puissance correspondant à une fréquence de
Rabi d’environ 10 kHz.
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Valeur du désaccord résiduel La table 2.1 représente la valeur des trois
fréquences de résonance ainsi que du décalage résiduel ∆ pour différentes
valeurs du champ magnétique B (la formule (2.25) montre qu’à l’ordre 3
en ε, ∆ varie comme B3, les valeurs de la table sont calculées avec la formule
exacte (2.13)).

B (Gauss) 56 110 207
(ω0 − δω′0)/2π 39 058− 434 76 255− 1 621 141 800− 5 398

ω0/2π 39 058 76 255 141 800
(ω0 + δω0)/2π 39 058 + 449 76 255 + 1 732 141 800 + 6 096

∆/2π 2,5 18,5 116

Tab. 2.1 – Fréquences de transition et décalage résiduel pour différentes
valeurs du champ B, toutes les fréquences sont exprimées en kilo-Hertz.

Il apparâıt qu’avec notre fréquence de Rabi, la condition pour obtenir
une transition multi-photonique ne peut pas être vérifiée pour des champs
magnétiques supérieurs à 100G.

Résultats

Nous avons mesuré la température minimale accessible par évaporation
avec une seule fréquence et avec trois fréquences pour différentes valeurs du
biais B0, les résultats sont présentés dans la table 2.2.

B0 (Gauss) 56 110 207
T1−freq (µK) 10 50 100
T3−freq (µK) 0,1 0.5 15

n0 Λ3
T > 2,612 0,1 10−3

Tab. 2.2 – Résultats expérimentaux : valeur minimale de la température
obtenue avec (T3−freq) ou sans (T1−freq) les bandes latérales pour différentes
valeurs du biais B0. La dernière ligne représente le paramètre de dégénéres-
cence obtenu avec les trois couteaux.

Les températures obtenues avec trois couteaux sont inférieures d’un ordre
de grandeur à celles données par une évaporation standard à un couteau,
cependant il n’a pas été possible d’atteindre la condensation de Bose-Einstein
avec un biais de 110 ou 207 Gauss. En revanche, nous avons pu condenser
|F = 2,mF = +2〉 dans un piège ayant un biais de 56Gauss, ce qui est
impossible avec un seul couteau rf.
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Fig. 2.14 – Nombre d’atomes condensés en fonction de la fréquence δωrf des
bandes latérales : nous observons un optimum pour δωrf = 450× 2π kHz.

2.3.2 Optimum expérimental

Nous avons mesuré le nombre d’atomes condensés en fonction de la fré-
quence des bandes latérales δωrf , tous les autres paramètres étants constants
par ailleurs, en particulier, la valeur du biais était de B0 = 56 G. Ce signal
est une bonne indication de l’efficacité de l’évaporation multi-fréquence. La
courbe présente un maximum pour δωrf = 450× 2π kHz (voir figure 2.14).

À partir de l’équation (2.22), nous déterminons la valeur du champ B pour
laquelle 1

2
(δω0(B)+ δω′0(B)) = 450× 2π kHz, nous trouvons B = 56,6Gauss.

Le champ donné par ce calcul est très proche de la valeur du biais B0 = 56G,
en fait il est pratiquement égal à la valeur du champ au niveau du couteau
multi-photons à la fin de la rampe d’évaporation.

Avec la valeur optimale de δωrf , les désaccords résiduels ∆1 et ∆3 sont
minimums à la fin de l’évaporation.

2.3.3 Discussion

Au début de l’évaporation, le champ B au niveau de la surface d’évapora-
tion est supérieur à la centaine de Gauss et la condition ∆(B) < Ωrf ne peut
pas être satisfaite. En effet, d’une part ∆ crôıt rapidement avec B, et d’autre
part dans notre dispositif expérimental, la fréquence des bandes latérales δωrf

ne peut pas varier au cours de l’évaporation : le désaccord résiduel ne prend
sa valeur minimum que pour B = 56,6G.

La possibilité de condenser dans un piège ayant un biais de 56G semble
indiquer que la condition de champ faible ∆ < Ωrf peut n’être satisfaite
qu’à la fin de l’évaporation. De la même façon, le succès des expériences
de condensation avec une seule fréquence rf dans des pièges ayant un biais
de quelques Gauss renforce cette hypothèse. Enfin la mesure de l’optimum
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présenté ci-dessus tend à confirmer cette hypothèse.
À la fin de l’évaporation, la température prend sa valeur la plus basse.

Pour un taux de chauffage donné, l’effet sera donc beaucoup plus important
qu’au début de l’évaporation.

Conclusion

Nous avons présenté les paramètres importants pour le refroidissement
évaporatif par radio-fréquence. Pour les atomes possédant plusieurs sous-
niveaux Zeeman piégeants, l’utilisation de champ importants peut entrâıner
une réduction de l’efficacité du refroidissement évaporatif, voir son interrup-
tion totale. Nous donnons un critère qui permet de déterminer le champ
magnétique au delà duquel les problèmes commencent. Le critère obtenu ne
concerne en fait que la fin de l’évaporation et c’est donc le champ au centre
du piège qui importe.

Nous avons utilisé plusieurs fréquences simultanément pour réussir à conden-
ser |F = 2,mF = +2〉 dans un piège possédant un biais de 56G. En principe
l’évaporation multi-fréquences devrait permettre d’atteindre la condensation
quelque soit la valeur du champ magnétique, mais en pratique le schéma
expérimental simplifié que nous utilisons ne fait que repousser le problème.

La solution ultime pour l’évaporation en champ fort consisterait à utiliser
des transitions hyperfréquence sur la structure hyperfine. Dans notre cas,
avec une fréquence de 6,8 GHz, il est possible de passer directement avec un
seul photon du niveau |F = 2,mF = +2〉 au niveau |F = 1,mF = +1〉 qui
est anti-piégeant.

Tout le problème vient du fait qu’en un point donné du piège les fré-
quences de transition entre les différents sous-niveaux Zeeman ne sont pas
égales. Cette différence des fréquences n’a pas que des inconvénients : elle
permet par exemple d’adresser un niveau spécifique à l’aide d’une onde rf.
Dans le chapitre suivant, nous transférerons des atomes à la fois dans l’état
|F = 1,mF = −1〉 et |F = 2,mF = +2〉 dans le piège magnétique. Grâce à
l’interruption de l’évaporation dans F = 2, nous avons un nombre d’atomes
constant dans |F = 2,mF = +2〉 ce qui nous permet de contrôler précisément
la production de condensats simultanément dans les deux états d’énergies par
refroidissement sympathique.
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Annexe : Pertes par
évaporation

Dans cette annexe, nous cherchons à calculer les pertes par évaporation
dNe en fonction de η et des autres paramètres donc elle dépendent.

Principe du calcul

Considérons la distribution d’énergie des atomes contenus dans une petit
volume d3r du piège, nous pouvons définir deux “régions” (figure 2.15) : les
atomes de la région A ont une énergie inférieure à εt, l’énergie des atomes de
B est elle supérieure à εt.

À l’équilibre, dans un piège non-tronqué, un bilan détaillé permet d’écrire
que le nombre d’atomes par unité de temps passant de A à B sous l’effet des
collisions est égal au nombre passant de B à A.

Lors de l’évaporation, la distribution d’énergie est coupée avec une hau-
teur εt = η kBT , nous allons supposer que le nombre d’atomes évaporés par
unité de temps (c’est à dire passant de A à B) est du même ordre de grandeur
que celui donné dans la situation d’équilibre.

Taux de passage de B vers A

Nous nous plaçons à η grand devant l’unité, il y a beaucoup moins d’atomes
dans B que dans A et les collisions subies par les atomes de la région B se
font pratiquement toujours avec des atomes de A.

Considérons un atome de B, la probabilité pour qu’il subisse une collision
avec un atome de A par unité de temps est donnée par

γB→A(r) = nA(r)σel v̄AB(r), (2.26)

où nA(r) représente la densité spatiale d’atomes de A en r, σel la section
efficace de collision élastique et v̄AB(r) la vitesse relative moyenne entre les
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Fig. 2.15 – Distribution d’énergie des atomes piégés à la température T . Les
atomes donc l’énergie est inférieure à η kBT appartiennent à la région notée
A, les autres sont de la région B.

deux types atomes. Les atomes de A ont une énergie de l’ordre de kBT alors
que celle des atomes de B est supérieure à εt = η kBT , pour η grand nous
avons donc v̄AB '

√
η v̄ où v̄ est la vitesse moyenne du gaz à l’équilibre3.

Le nombre d’atomes passant de B vers A par unité de temps, dans un
volume d3r autour du point r, est donné par γB→A(r)nB(r)d3r, où nB(r) est
la densité spatiale d’atomes de B en r. Par définition, les atomes de la région
B sont ceux dont l’énergie est supérieure à εt, leur vitesse est donc supérieure
à vt(r) =

√
2(εt − U(r)) où U(r) représente le potentiel de piégeage. Nous

avons donc nB(r) = n(r)× ζ(r) avec

ζ(r) =

∫ ∞

vt(r)

e
− Mv2

2kBT v2 dv∫ ∞

0

e
− Mv2

2kBT v2 dv

=

∫ ∞

η−U(r)
kBT

u
1
2 e−u du∫ ∞

0

u
1
2 e−u du

, (2.27)

pour η grand devant l’unité, nous obtenons

ζ(r) ' 2√
π

√
η − U(r)

kBT
e
−

(
η−U(r)

kBT

)
' 2√

π

√
η e−η e

+
U(r)
kBT . (2.28)

Finalement, nous obtenons nB(r) ' n0
2√
π

√
η e−η, et nous trouvons que le

nombre d’atomes d’énergie supérieure à εt � kBT est indépendant de la

3Il y a en fait une dépendance en position de v̄AB car l’énergie cinétique est plus
faible sur les bords du piège, mais nous négligerons cette dépendance par rapport à celle
exponentielle de la densité.
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position dans le piège. L’interprétation physique est que le gain en probabi-
lité pour avoir une vitesse supérieure à vt(r) dû à l’énergie potentielle U(r)
compense exactement la perte en densité spatiale donnée par le facteur de
Boltzman (ce résultat devient faux aux extrémités du piège car dans ce cas
U(r) n’est pas négligeable devant εt, mais cette région contribue peu par
rapport au reste du piège).

Taux d’évaporation

Puisque le taux de passage de A vers B est égal à celui de A vers B, le
nombre d’atomes évaporés par unité de temps est donné par

dNe

dt
= −

∫
nB γB→A(r) d3r = −

∫
nB nA(r)σel v̄AB d3r, (2.29)

or la densité nA(r) est donnée par n(r)× (1− ζ(r)), en dehors des bords du
piège nous avons ζ(r) � 1 et donc nA(r) ' n(r). De plus,

∫
n(r) d3r = N

où N est le nombre total d’atomes dans le piège et il vient donc

dNe

dt
' − 2√

π
η e−η ×N × γ0 (2.30)

où γ0 = n0 σel v̄ est le taux de collisions élastiques au centre du piège.
Cette expression ne dépend pas du potentiel du piégeage. Ce résultat est

du au caractère local de l’évaporation : le taux d’évaporation en un point du
piège est proportionnel à la densité d’atomes piégés. L’expression obtenue est
donc valable dans tous les types de pièges.
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- 3 -

Refroidissement sympathique

Introduction

La première utilisation du refroidissement sympathique a été faite sur un
plasma à deux composantes [84]. Depuis, de l’hélium superfluide obtenu par
des méthodes cryogéniques a permis de refroidir des ions confinés dans des
pièges électromagnétiques [85, 86].

Le principe du refroidissement sympathique est très simple : il consiste à
mettre en contact thermique le gaz à refroidir (gaz cible) avec un autre gaz
qui peut être refroidit avec des techniques conventionnelles (gaz réfrigérant).
Cette méthode de refroidissement est universelle, la seule condition pour son
bon fonctionnement repose sur le contact thermique entre les deux espèces.

Le refroidissement évaporatif requiert de forts taux de collisions à basse
température. Ainsi, les fermions ne pouvant pas collisionner dans l’onde s
à cause du principe d’exclusion de Pauli, leur évaporation ne conduit pas à
un refroidissement efficace. Par ailleurs, nous avons montré dans le chapitre
précédent que dans des champs magnétiques importants l’évaporation peut
être interrompue bien avant d’atteindre le régime de dégénérescence quan-
tique. Enfin, si l’espèce à refroidir est difficile à piéger en grande quantité,
le refroidissement évaporatif qui ne permet de conserver qu’une très faible
fraction des atomes initialement présents ne sera pas une technique de refroi-
dissement bien adaptée. Dans la plupart de ces cas le refroidissement sympa-
thique peut être une bonne solution. De plus il est possible dans certains cas
que le refroidissement sympathique améliore l’efficacité du refroidissement
évaporatif [87].

La première observation de la condensation de Bose-Einstein par refroi-
dissement sympathique a été faite sur du rubidium 87 piégé dans deux états
d’énergie différents : |F = 1,mF = −1〉 et |F = 2,mF = +2〉 [88]. Depuis
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des fermions ont été soumis au refroidissement sympathique, le potassium 40
piégé dans différents niveaux magnétiques a ainsi pu être refroidit (le principe
de Pauli n’exclue pas les collisions entre fermions dans des états différents)
[89]. Un mélange de lithium 6 (fermion) refroidi par du lithium 7 (boson)
sujet à l’évaporation a conduit à l’observation de la superposition d’une mer
de Fermi avec un condensat de Bose-Einstein [13]. Le refroidissement sym-
pathique a aussi été testé sur deux isotopes du rubidium le 85 avec le 87 qui
sont tous les deux des bosons. Très récemment le potassium 41 (boson) qui
ne possède pas les bonnes propriétés pour être évaporé a pu être condensé
en utilisant du rubidium 87 [11]. Avec des pièges optiques, le refroidissement
sympathique peut se faire sans la forte perte d’atomes associée au refroidis-
sement évaporatif, de cette façon, du lithium a pu être refroidi par du césium
qui possède une température limite de refroidissement par laser inférieure à
celle du lithium [90], la présence de ces deux espèces dans le même piège
devrait permettre de former des molécules par photo-association.

Le refroidissement sympathique conduit à des mélanges de gaz ultra-froids
qui présentent un grand intérêt. Le mélange 3He–4He liquide a déjà conduit
à de nombreux développements théoriques, et l’observation de systèmes ana-
logues en phase diluée conduira certainement à une compréhension plus ap-
profondie des systèmes quantiques binaires à très basse température. Pour les
fermions, ces expériences sont des avancées très encourageantes vers l’obser-
vation d’une transition de phase (BCS) analogue à celle qui est responsable
de la supraconductivité. À très basse température, les fermions peuvent s’ap-
parier pour donner des bosons (deux spins demi-entiers conduisent à un spin
entier) appelés paires de Cooper, la transition BCS s’interprète alors comme
la condensation de ces paires de Cooper.

Expérimentalement, nous avons étudié une situation analogue à celle de
la référence [88] : les atomes dans le niveau |F = 2,mF = +2〉 jouent le rôle
du gaz cible, ceux dans |F = 1,mF = −1〉 celui du gaz réfrigérant qui est
refroidi par évaporation. Toutefois, à cause de notre champ magnétique élevé,
dans notre situation le nombre d’atomes dans le gaz cible reste constant lors
de la phase finale du refroidissement1.Ce résultat nous a permis de déve-
lopper un modèle particulièrement simple qui explique les différents régimes
observés expérimentalement. Mais pour commencer, nous allons nous atta-
cher à décrire la physique du contact thermique qui est l’élément central du
refroidissement sympathique.

1Le taux de collisions inélastiques entre les deux espèces est très faible pour les états
|F = 1,mF = −1〉 et |F = 2,mF = +2〉 du rubidium 87 [81, 82, 83].
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3.1 Étude de la thermalisation

La thermalisation étant l’ingrédient central pour le bon fonctionnement
du refroidissement sympathique, nous allons chercher à décrire ce processus
quantitativement et à déterminer les paramètres importants.

Nous allons supposer pour cela qu’à tout instant, on peut décrire les deux
gaz par deux distributions de Maxwell-Boltzman à des températures diffé-
rentes T1 et T2. C’est donc un modèle classique qui ne tient pas compte des
effets de statistique quantique et qui, à haute température, peut s’appliquer
aussi bien pour les fermions que pour les bosons, voire les deux ensembles.

Ce modèle nous permettra d’étudier l’évolution des deux températures en
fonction du temps après la mise en contact thermique des deux gaz.

3.1.1 Énergie échangée par unité de temps

La thermalisation est basée sur l’échange d’énergie entre les deux gaz.
Comme pour le refroidissement évaporatif, ce sont les collisions élastiques
qui assurent la thermalisation, nous allons donc d’abord calculer l’énergie
échangée par unité de temps entre les deux gaz via les collisions élastiques
inter-espèces. Les deux gaz jouent ici un rôle symétrique, nous leurs donnons
de façon arbitraire les noms 1 et 2. Nous notons U1 et U2 respectivement,
les potentiels dans lesquels ils sont piégés, m1 et m2 désignent leurs masses
respectives que nous considérons à priori comme différentes.

Description des collisions

Lors d’une collision élastique, les vitesses changent, nous ajouterons un
prime pour désigner les quantités après la collision. L’énergie reçue par un
atome du gaz 1 lors d’une collision est donnée par sa variation d’énergie
cinétique w = 1

2
m1(v

′
1
2 − v1

2). L’énergie fournie par unité de temps W par
le gaz 2 au gaz 1 via les collisions élastiques s’obtient en sommant l’énergie
w échangée lors d’une collision, pondéré par la probabilité d’obtenir une
collision élastique entre un atome du gaz 1 et un atome du gaz 2 par unité
de temps :

W =

∫
w

d4P2

dt
d6P1 (3.1)

où

d6P1 = N1 exp

(
−

1
2
m1v

2
1 + U1(r)

kB T1

)
d3v1

(2π kBT1/m1)3/2

d3r

N1

(3.2)
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désigne la probabilité de trouver un atome du gaz 1 en r à d3r près avec une
vitesse v1 à d3v1 près. Dans cette expression, N1 =

∫
exp(−U1(r)/kBT1) d3r

est un facteur de normalisation homogène à un volume. Avec N2 défini de
façon analogue,

d4P2 = N2 exp

(
−

1
2
m2v

2
2 + U2(r)

kB T2

)
d3v2

(2π kBT2/m2)3/2

dV
N2

, (3.3)

représente la probabilité pour que cet atome du gaz 1 subisse une collision
élastique pendant le temps dt avec un atome du gaz 2 ayant une vitesse v2

à d3v2 près. Le volume élémentaire dV vaut σ12 ‖v2 − v1‖dt où σ12 est la
section efficace de collision élastique entre les deux niveaux. Le nombre total
de collisions élastiques par unité de temps s’écrit

γ =

∫
d4P2

dt
d6P1. (3.4)

Dans le calcul qui suit, nous supposons que la section efficace de collision
prend la forme σ12 = β12‖v2 − v1‖α. Comme nous le verrons dans la suite,
cette forme donne la section efficace de collision dans l’onde s à basse tem-
pérature (section efficace constante α = 0) et à haute température (limite
unitaire α = −2).

Hypothèse sur la nature des collisions

Pour déterminer la vitesse après la collision, nous allons utiliser les lois
de conservation lors d’une collision et faire une hypothèse liée au potentiel
d’interaction. Pour cela, nous nous plaçons dans le référentiel du centre de
masse de la collision, la vitesse relative, la vitesse du centre de masse et la
masse réduite sont respectivement définies par

vr = v2 − v1, vG =
m1v1 +m2v2

m1 +m2

et µ =
1

1/m1 + 1/m2

. (3.5)

La conservation de l’impulsion s’écrit v′G = vG et la conservation de l’énergie
donne v′r

2 = v2
r . La variation d’énergie cinétique de l’atome du gaz 1 lors de

la collision s’écrit alors w = µvG · (vr − v′r).
Faisons l’hypothèse que la direction de la vitesse relative après la colli-

sion v′ est aléatoire avec une probabilité uniforme des différentes possibilités
Cette hypothèse est bien vérifiée à basse température où la collision à lieu
principalement dans l’onde s. Ainsi, la contribution du second terme de w va
se moyenner à zéro sur toutes les collisions, nous ne conservons donc que le
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premier terme. Dans le référentiel du laboratoire l’énergie échangée par unité
de temps s’écrit alors

W = N1N2
m1m2

(m1 +m2)2
× J ×K, (3.6)

cette équation montre que différentes contributions interviennent de manière
découplées dans l’échange d’énergie. L’énergie échangée s’écrit comme le pro-
duit du nombre d’atomes présents dans les deux gaz, d’un terme faisant in-
tervenir les masses des deux espèces et de deux intégrales. La géométrie des
pièges intervient via

K =
1

N1N2

∫
exp

(
−U1(r)

kBT1

− U2(r)

kBT2

)
d3r (3.7)

qui est l’intégrale de recouvrement des deux nuages. En revanche, l’intégrale
sur les vitesses

J =

∫ {
m2v

2
2 −m1v

2
1 + (m1 −m2)v1 · v2

}
exp

(
−m1v

2
1

2kBT1

− m2v
2
2

2kBT2

)
× β12‖v2 − v1‖α+1 d3v1

(2π kBT1/m1)3/2

d3v2

(2π kBT2/m2)3/2
(3.8)

ne dépend pas de la géométrie des pièges.

Calcul de l’intégrale sur les vitesses

Pour calculer J nous allons utiliser les variables adimensionnées

v =
v2 − v1

V
et u =

√
m2

m1

T1

T2
v2 −

√
m1

m2

T2

T1
v1

V
(3.9)

où V =
√

2
√
kB (T1/m1 + T2/m2). Il vient alors

J =

∫ {
2kB(T2 − T1) v2 − (m1 +m2)V

2 u · v
}

× exp
(
−u2 − v2

)
× β12(V ‖v‖)α+1 d3u d3v

π3
, (3.10)

cette intégrale est invariante sous la transformation u → −u, le terme en
u · v est donc nul après intégration.

L’intégration sur u et v est alors découplée, et ne dépend plus que du
module des deux vecteurs, finalement on a

J =
4√
π
kB(T2 − T1) β12V

α+1 Γ
(α

2
+ 3
)

(3.11)
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où Γ est la fonction gamma.
Un calcul similaire peut être conduit pour aboutir au nombre total de

collisions élastiques inter-espèces par unité de temps, il vient

γ = N1N2
2√
π
β12V

α+1 Γ
(α

2
+ 2
)
×K. (3.12)

Quand la section efficace de collision élastique est constante (α = 0) et on a
simplement

γ = N1N2 K × σ12 ×

√
8

π
kB

(
T1

m1

+
T2

m2

)
(3.13)

qui rappelle la forme classique du taux de collisions pour une espèce unique.
Dans le cas général, nous pouvons réécrire W à l’aide de γ :

W =
(α

4
+ 1
)
ξ kB(T2 − T1)× γ avec ξ ≡ 4

m1m2

(m1 +m2)2
, (3.14)

nous obtenons bien sûr, W = 0 quand les deux gaz sont thermalisés.

Calcul du recouvrement des deux nuages

Nous calculons maintenant l’intégrale de recouvrement K qui dépend de
la géométrie des pièges. La gravité est responsable d’un effet majeur lié au
recouvrement, illustré par une expérience présentée à la fin de cette partie
(voir § 3.1.3).

La gravité décale les deux nuages vers le bas. Si la raideur du potentiel
de piégeage magnétique n’est pas la même pour les deux espèces, le décalage
sera différent. L’effet de ce décalage sur le recouvrement des deux nuages est
d’autant plus important que les nuages sont petits. Nous allons donc nous
restreindre à la partie harmonique du potentiel pour calculer cet effet. Les
potentiels totaux (magnétique + gravité) s’écrivent

U1(x, y, z) =
1

2
m1

(
ω2

1x x
2 + ω2

1y y
2 + ω2

1z z
2
)

(3.15)

U2(x, y, z) =
1

2
m2

(
ω2

2x x
2 + ω2

2y y
2 + ω2

2z (z − z0)
2
)
, (3.16)

où z0 = g/ω 2
1z − g/ω 2

2z désigne la distance entre les centres des deux nuages.
Tous calculs faits, nous obtenons

K =
1

√
2π

3
ρxρyρz

exp

(
− z2

0

2 ρ2
z

)
avec ρz =

√
kB T1

m1 ωz
2
1

+
kB T2

m2 ωz
2
2

, (3.17)

et des expressions similaires pour ρx et ρy, ces quantités sont égales à la
moyenne quadratique de la taille à 1/e des deux nuages suivant la direction
correspondante.
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Expression de l’échange d’énergie

Finalement, pour l’énergie échangée entre les deux nuages par unité de
temps, nous avons

W =
ξ√
2π2

N1N2

ρxρyρz

Γ
(α

2
+ 3
)
kB(T2 − T1) β12V

α+1 exp

(
− z2

0

2 ρ2
z

)
. (3.18)

Cette équation joue un rôle central dans l’étude de la thermalisation et
donc pour le refroidissement sympathique. Dans la suite, elle va nous per-
mettre de calculer l’évolution des températures T1(t) et T2(t) des deux gaz en
l’absence d’évaporation. Il nous faut donc deux équations, l’une est donnée
par la conservation de l’énergie, l’autre s’écrit simplement ∂E1/∂t = W .

3.1.2 Évolution temporelle des températures

Pour déterminer l’évolution de T1 et T2 en fonction du temps dans le cas
simple où il n’y a pas d’évaporation (pas de pertes d’atomes ni de pertes en
énergie), nous allons tout d’abord calculer le taux de thermalisation instan-
tané, puis nous exploiterons ce résultat dans différents cas simples.

a) Taux de thermalisation instantané

L’énergie du gaz 1 est donnée par E1 =
∫ {

1
2
m1v

2
1 + U1(r)

}
d6P1, qui

peut s’écrire E1 = N1 c1 kBT1 avec

c1 =
3

2

∫
U1(r)

kB T1

exp

(
−U1(r)

kB T1

)
d3r

N1

, (3.19)

qui vaut simplement 3 pour un piège harmonique. Avec une définition sem-
blable pour E2 et c2 l’énergie totale du système s’écrit

E = E1 + E2 = N1 c1 kBT1 +N2 c2 kBT2. (3.20)

La conservation de l’énergie donne une équation qui conduit à la tempéra-
ture d’équilibre. L’autre équation ∂E1/∂t = W est réécrite en fonction de la
variable ∆T = T2 − T1 il vient

∂(∆T )

∂t
= −c1N1 + c2N2

c1c2 N1N2

W

kB

. (3.21)

Nous obtenons directement le taux de thermalisation instantané, c’est à dire
l’inverse de la constante de temps instantané τ de la thermalisation

1

τ
≡ −∂(∆T )/∂t

∆T
=
(α

4
+ 1
)
ξ
c1N1 + c2N2

c1c2 N1N2

× γ. (3.22)

Dans cette équation générale, le rôle de la gravité intervient via le taux de
collisions γ qui inclue l’intégrale de recouvrement des deux nuages (3.12).
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b) Cas particulier instructif

Nous allons nous placer dans le cas des petites différences de température
(T1 ' T2 ' T ), dans ce cas le recouvrement des deux nuages ainsi que la
vitesse V ne changent pas au cours du temps. Le nombre de collisions par
unité de temps γ est alors pratiquement constant et la thermalisation est ex-
ponentielle de constante de temps égale à τ . L’intérêt de cette étude est que
le taux thermalisation peut être relié à une quantité qui ressemble au taux
de collisions élastiques obtenu pour une espèce unique. Physiquement, nous
obtenons donc le nombre de collisions nécessaires pour que les deux gaz se
thermalisent. De plus, les différences avec le cas d’une espèce unique nous per-
mettront de mettre en relief les spécificités du refroidissement sympathique
comme le comportement pour des gaz de masses différentes.

Nous allons faire quelques hypothèses simplificatrices pour calculer la
constante de temps de la thermalisation. Nous supposons deux pièges sont
identiques et harmoniques, nous notons ω̄ = (ωxωyωz)

1/3 la moyenne géomé-
trique des fréquences d’oscillation commune aux deux pièges. Dans ce cas, le
déplacement dû à la gravité est le même pour les deux nuages et donc nous
avons z0 = 0. Enfin nous nous plaçons à basse température où la section
efficace de diffusion est constante, alors α = 0 et β12 = 8πa2

12 = σ12. La
constante de temps de la thermalisation prend alors la valeur

τ0 =
6π2 kBT

(N1 +N2)σ12M ω̄3
(3.23)

où M représente une masse effective qui s’écrit

M≡ ξ2 × m1 +m2

2
=

8 (m1m2)
2

(m1 +m2)3
. (3.24)

Influence de la différence des masses La masse effective M est symé-
trique en m1 et m2, ce qui veut dire que lorsque les différences de température
sont petites, la vitesse de thermalisation est la même que le gaz le plus peuplé
soit plus lourd ou plus léger que le gaz le moins peuplé.

Lorsque les deux gaz 1 et 2 ont même masse, la masse effective M est
maximum et elle prend la valeur commune des deux masses, ce cas correspond
à notre situation expérimentale.

Lorsque les deux masses m1 et m2 sont différentes M devient vite beau-
coup plus petit que la plus petite des masses et l’efficacité est fortement
réduite.

Remarque : Dans le cas du piégeage magnétique, les pièges sont iden-
tiques si le produit gFmF prend la même valeur pour les deux espèces. Les
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potentiels ne dépendent pas des masses des atomes, il faut donc prendre
m1 ω̄

2
1 = m2 ω̄

2
2 plutôt que ω̄1 = ω̄2 [90]. En supposant que le recouvrement

reste optimal, nous obtenons la même expression pour le temps de therma-
lisation τ0 mais la masse effective s’écrit alors M = ξm1+m2

2
. Lorsque les

masses sont différentes, le taux de thermalisation est plus faible d’un facteur
ξ que celui obtenu en prenant la moyenne des deux masses. La diminution
du taux de thermalisation est donc moins dramatique que celle donnée par
notre première hypothèse qui est en ξ2.

Vitesse comparée entre sympathique et évaporatif Nous souhaitons
comparer le temps de thermalisation inter-espèce τ0 calculé plus haut aux
temps de thermalisation intra-espèce τ1 et τ2. Le temps de thermalisation
d’un gaz d’une espèce unique dans un piège harmonique vaut τi = C/γ̄i

(i = 1 ou 2) où

γ̄i =
Ni ω̄

3 σimi

2π2 kBT
(3.25)

est le taux de collisions moyen (voir les formules (1.12) et (1.24)) et C ' 3
est une constante déduite de simulations numériques [91, 92].

Lorsque les deux espèces ont même masse, nous obtenons τ0 > σ12

σ1
τ1

et τ0 >
σ12

σ2
τ2. Ainsi, si la section efficace de collision inter-espèce n’est pas

beaucoup plus faible que la section efficace de collision intra-espèce du gaz
qui sert à refroidir le système par évaporation, les deux gaz seront thermalisés
à tout instant lors du refroidissement sympathique. Pour le rubidium 87, les
sections efficaces de collision σ1, σ2 et σ12 sont sensiblement identiques [83],
nous pouvons donc conclure que les deux espèces sont toujours thermalisées.

Expression analytique du temps de thermalisation d’une espèce
unique Avec notre approche, nous pouvons montrer analytiquement que le
temps de thermalisation est égal à 3/γ̄. Considérons un gaz (noté 1) contenant
N1 atomes, nous rajoutons un petit nombre N2 d’atomes de la même espèce2,
mais avec une énergie moyenne différente (ces particules test jouent le rôle
du gaz 2). Le temps de thermalisation des N = N1 +N2 du gaz ainsi formé
est égal à τ0 (3.23) soit exactement trois fois l’inverse du taux de collisions
élastiques moyen γ̄ (3.25). Nous trouvons donc un résultat proche de celui des
simulations qui annoncent que 2,7 collisions sont nécessaires pour thermaliser
le gaz (la valeur habituellement donnée de 2,7 dépend un peu des paramètres
de piégeage dans les simulation [91, 92]).

2Ce résultat peut être obtenu avec une partition quelconque des N atomes du gaz
complet, on peut par exemple prendre N1 = N2 = N/2.
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Haute température La même démarche peut être utilisée à haute tempé-
rature. La section efficace de collision élastique entre deux bosons de même
espèce s’écrit

σ12 =
8πa2

12

1 + a2
12k

2
avec k =

m

~
‖v2 − v1‖

2
, (3.26)

elle dépend de la vitesse relative des atomes qui entrent en collision. À haute
température, c’est à dire dans la limite unitaire a2

12k
2 � 1, nous obtenons

σ12 = 8π/k2. Avec nos notations, il vient α = −2 et β12 = 64π~2/m2. Nous
pouvons alors faire le même calcul que dans le paragraphe précédent, dans ce
cas nous obtenons un temps de thermalisation égal à 24/γ̄ (les simulations
donnent ici un résultat deux fois plus faible). À cause de la diminution de
la section efficace de collision à haute température le taux de collision γ̄ di-
minue, mais en plus nous trouvons qu’une vingtaine de collisions deviennent
nécessaires pour thermaliser le système au lieu de 3 collisions à basse tempé-
rature.

c) Cas des différences de température initiales importantes

Lorsque les températures initiales sont très différentes, la thermalisation
n’est pas exponentielle. Elle peut être plus lente que pour les faibles tempé-
ratures, mais dans certaines conditions, la thermalisation peut aussi être plus
rapide.

Nous utilisons les mêmes hypothèses que pour le calcul de τ0 (avec en
particulier α = 0) mais sans nous restreindre à de petites différences de
températures. Pour ne pas alourdir les notations, ici T1 et T2 désigneront les
températures initiales, la différence de température initiale est notée ∆T0 =
T2 − T1.

Nous souhaitons déterminer l’évolution de la différence de température
∆T en fonction du temps, pour cela il faut résoudre l’équation (3.22). Cette
équation est à variables séparables, elle ne permet pas de calculer directement
∆T en fonction du temps, mais elle permet toutefois de calculer la fonction
inverse qui donne le temps t pour lequel la différence de température vaut
∆T . Par définition de la constante de temps instantanée τ (première égalité
dans (3.22)), nous avons dt = −d∆T

∆T
× τ . Avec α = 0, les équations (3.22),

(3.17) et (3.13) donnent τ(T1, T2) ∝ T1

m1
+ T2

m2
, en remplaçant les variables T1

et T2 par leur expression en fonction de ∆T et de la température d’équilibre
Teq, nous obtenons

dt = −d∆T

∆T
× τ0

(
1 + a

∆T

∆T0

)
(3.27)
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Fig. 3.1 – L’évolution de la différence de température entre les deux gaz en
fonction du temps après leur mise en contact thermique est représenté par la
courbe en gras. Cette courbe de thermalisation est obtenue en sommant les
deux courbes en trait fin suivant la direction horizontale. Ces courbes en trait
fin correspondent aux deux termes de l’équation (3.30). Nous prenons N1 �
N2 et des masses égales. a) Pour T2/T1 = 10, le temps de thermalisation est
beaucoup plus grand que τ0. b) Pour T2/T1 = 0,1, le temps de thermalisation
est plus petit que τ0.

où τ0 est évaluée à la température d’équilibre Teq

τ0 =
6π2 kBTeq

(N1 +N2)σ12M ω̄3
avec Teq =

N1T1 +N2T2

N1 +N2

, (3.28)

et a est un nombre supérieur à −1 donné par

a =
T2

T1
− 1

m2

m1
+ 1

×
1− N2

N1

m2

m1

1 + N2

N1

T2

T1

. (3.29)

L’équation (3.27) est à variables séparables, le temps t peut être calculé
comme une intégrale de la différence de température ∆T

t(∆T ) = τ0

{
a

(
1− ∆T

∆T0

)
− ln

(
∆T

∆T0

)}
. (3.30)

Pour des grandes différences de température initiale, l’évolution ∆T en fonc-
tion du temps n’est donc pas exponentielle. Nous allons néanmoins définir une
constante de temps de thermalisation comme le temps auquel la tangente à
l’origine intersecte l’axe des abscisses. L’expression (3.30) montre simplement
que la constante de temps est égale à τ0 × (1 + a).

L’expression de a permet de dégager les différents régimes de thermali-
sation et contrairement au cas des petites différences de température, le rôle
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des masses m1 et m2 n’est pas symétrique pour la thermalisation. De manière
général, si le gaz le plus peuplé est le plus chaud et le plus massif, la ther-
malisation sera plus rapide. À la limite il est possible d’obtenir a = −1, c’est
à dire une constante de temps nulle, dans ce cas, la thermalisation sera très
rapide au départ, mais dès les deux gaz sont ramenés à des faibles différences
de température relative, alors |a| � 1 et on retrouve une thermalisation
exponentielle de constante de temps τ0.

Pour terminer, nous allons illustrer la solution obtenue (3.30) par cas
simple. Prenons des masses égales et un gaz beaucoup plus peuplé que l’autre
(N1 � N2 par exemple), on a alors a = 1

2
(T2/T1 − 1). La figure (3.1), repré-

sente l’évolution de ∆T/∆T0 en fonction de t/τ0 dans les deux cas T2/T1 = 10
et T2/T1 = 0,1. On voit que quand le gaz le plus peuplé est plus chaud, la
thermalisation est plus rapide (a < 0), alors que si c’est le moins peuplé qui
est le plus chaud, elle est fortement ralentie (a� 1).

3.1.3 Expérience sur le contact thermique

Nous avons réalisé une expérience qui illustre le rôle du recouvrement des
deux nuages dans le nuage thermique. Dans notre expérience, les deux gaz
sont formés d’atomes de rubidium 87, mais dans des états internes différents.
Les atomes piégés dans |F = 1,mF = −1〉 jouent le rôle du gaz réfrigérant
(noté 1) : ils sont sujet au refroidissement évaporatif. Les atomes piégés dans
|F = 2,mF = +2〉 constituent le gaz cible (noté 2). Le produit gFmF est
double pour le gaz 2 par rapport au gaz, ce qui donne ω2 =

√
2ω1. Le décalage

des centres des deux nuages du à la gravité vaut donc z0 = g/ω 2
1z − g/ω 2

2z =
g/2ω 2

1z.
Nous avons réalisé l’expérience d’évaporation de |F = 1,mF = −1〉 en

présence de |F = 2,mF = +2〉 pour différentes valeurs du biais B0. D’après

l’équation (1.11), nous avons ω2
1z '

|µB|
2M

B′2

B0
donc la distance entre les deux

nuages z0 dépend de B0.
Nous mesurons la température des deux gaz au cours de l’évaporation

du gaz cible. À haute température, nous observons que les deux gaz restent
thermalisés. Avec un biais de 207Gauss (z0 = 26µm), lorsque la température
atteint 400 nK, les atomes dans |F = 1,mF = −1〉 continuent à être refroidis
par l’évaporation mais la température des atomes dans |F = 2,mF = +2〉
reste constante ou augmente légèrement (voir la figure 3.2) : le refroidissement
sympathique cesse.

En revanche avec un biais de 56Gauss (z0 = 7µm), les deux gaz restent
thermalisés jusqu’à la condensation de Bose-Einstein (voir la figure 3.3).

Pour confronter ces observations à notre modèle, nous allons calculer un
ordre de grandeur de la plus petite température accessible pour une valeur
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Fig. 3.2 – B0 = 207 G : images des deux nuages pour différentes fréquences
finales de la rampe d’évaporation de |F = 1,mF = −1〉 (en MHz). La tempé-
rature (déterminée par la taille) du nuage d’atomes dans |F = 1,mF = −1〉
diminue jusqu’à la fin de l’évaporation. En revanche, la température du nuage
d’atomes piégés dans |F = 2,mF = +2〉 cesse de décrôıtre à partir de la troi-
sième image.

Fig. 3.3 – B0 = 56 G : images de deux condensats dans les états |F =
1,mF = −1〉 et |F = 2,mF = +2〉 obtenus par refroidissement sympathique.
Un gradient appliqué brièvement durant la coupure du piège permet de sé-
parer par effet Stern et Gerlach les deux condensats.

111



donnée du biais. Pour ρz � z0, la thermalisation est rapide, nous pouvons
donc prendre T1 = T2 = T ce qui donne ρz =

√
3kBT/2Mω2

z1. Nous allons
définir la température limite comme la température pour laquelle ρz = z0, il
vient

Tlim =
Mg2

12kBω2
1z

' B0

B′2
(Mg)2

6kBµB

(3.31)

Avec notre gradient quadrupôle B′ = 960 G/cm et un biais B0 = 207 G, nous
obtenons Tlim = 600 nK, ce qui ne nous permet pas d’atteindre la condensa-
tion du gaz cible. Pour B0 = 56 G il vient Tlim = 160 nK qui est inférieure à
la température de transition du gaz cible qui peut alors condenser.

En conclusion, cette expérience illustre le rôle du recouvrement des deux
nuages pour le contact thermique qui est l’ingrédient central du refroidis-
sement sympathique.Une fois de plus, pour condenser |F = 2,mF = +2〉
, nous sommes contraints d’utiliser un champ suffisamment faible. Au delà
de cette particularité liée à notre dispositif expérimental, nous montrons que
le refroidissement sympathique permet de condenser un gaz pour lequel le
refroidissement évaporatif ne fonctionne pas.

3.2 Étude des conditions de condensation par

refroidissement sympathique

Nous allons maintenant étudier le résultat du refroidissement sympa-
thique en fonction des conditions initiales. Pour cela nous nous plaçons dans
la situation où le contact thermique permet aux deux gaz de rester therma-
lisés pendant toute l’évaporation du gaz cible, en pratique le biais est donc
pris égal à 56G.

Nous montrerons d’abord qu’en modifiant le nombre d’atomes dans le gaz
cible, il est possible d’atteindre divers régimes identifiés expérimentalement.
Puis nous présenterons un modèle thermodynamique simple qui permet d’ex-
pliquer théoriquement les observations.

3.2.1 Expériences

Le nombre total d’atomes transférés dans le piège magnétique est pra-
tiquement constant. La phase de pompage optique (voir § 1.1.4) qui a lieu
pendant le transfert permet de contrôler la proportion relative d’atomes pié-
gés dans les deux états |F = 1,mF = −1〉 et |F = 2,mF = +2〉.
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Premières observations

Dans notre expérience, nous avons observé que le refroidissement sympa-
thique ne permet de refroidir significativement les deux gaz que si la propor-
tion d’atomes transférée dans le gaz cible |F = 2,mF = +2〉 est très faible
devant celle transférée dans le gaz réfrigérant |F = 1,mF = −1〉.

Dans ces conditions, il n’est possible de mesurer le nombre N2 d’atomes
dans le gaz cible que dans la dernière phase du refroidissement. Pour des
conditions de préparation identiques, la valeur de N2 est indépendante de la
température. Le nombre d’atomes dans le gaz cible ne varie donc pas pendant
la dernière phase de l’évaporation.

Interprétation

L’épaisseur optique d’un gaz piégé dans un potentiel harmonique est pro-
portionnelle au rapport N/T du nombre N d’atomes contenus dans ce gaz
par sa température T (voir § 1.3.3). Le nombre N2 d’atomes dans le gaz cible
étant très faible, la température doit être assez petite pour que le nuage soit
visible sur nos images. En pratique, la température doit être inférieure à une
dizaine de micro-Kelvins.

À cette température, les atomes du gaz cible ne peuvent pas subir de
transitions radio-fréquence vers un état non-piégeant à cause des problèmes
de champ fort décrits dans le chapitre précédent. Ce qui explique que lorsque
le nombre d’atomes du gaz cible peut être mesuré, nous observons qu’il est
constant malgré la présence de la radio-fréquence qui sert à évaporer le gaz
réfrigérant.

Au début du refroidissement, il est possible que des atomes du gaz cible
soient évaporés par la rf car les effets du champ fort sont moins importants.
Néanmoins, la probabilité d’évaporer un atome du gaz cible est plus faible
que celle d’évaporer un atome du gaz réfrigérant. En effet, la courbure du
piège est plus importante pour le gaz cible, donc l’énergie nécessaire à ces
atomes pour atteindre la surface d’évaporation est plus grande que pour les
atomes du gaz réfrigérant (la troncature relative η2 du potentiel du gaz cible
est double de celle du gaz réfrigérant η1).

Les différents scénarios d’apparition des condensats

Dans les expériences suivantes, lors du transfert, le gaz réfrigérant (F = 1)
contient toujours N1 = 108 atomes à une température de 300µK. Nous réali-
sons plusieurs tentatives de condensation avec différents nombresN2 d’atomes
dans le gaz cible (F = 2) compris entre 103 et 106. Le résultat observé dépend
du nombre d’atomes N2 de la manière suivante :
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– LorsqueN2 < 3×104, nous observons d’abord la formation d’un conden-
sat de typiquement 106 atomes du gaz réfrigérant, puis si on continue
l’évaporation, un condensat d’atomes du gaz cible apparâıt à une tem-
pérature plus petite.

– Pour N2 = 3 × 104, les deux gaz condensent en même temps à une
température de 200 nK.

– Avec 3 × 104 < N2 < 8 × 104, un condensat apparâıt d’abord dans
|F = 2,mF = +2〉 (pour T > 200 nK), puis dans |F = 1,mF = −1〉
(pour T < 200 nK).

– Si 8 × 104 < N2 < 2 × 105, un condensat se forme dans |F = 2,mF =
+2〉, mais en continuant l’évaporation, on ne voit pas de condensation
dans |F = 1,mF = −1〉.

– Enfin, pour N2 > 2 × 105 aucun condensat ne se forme au cours du
refroidissement sympathique.

Pour expliquer ces résultats expérimentaux, nous allons développer un modèle
qui exploite le fait que les deux nuages sont toujours thermalisés et que le
nombre d’atomes dans le gaz cible est constant.

3.2.2 Modèle thermodynamique du refroidissement sym-
pathique

Nous allons reprendre la méthode utilisée pour l’étude du refroidissement
évaporatif pour expliquer les observations reportées dans le paragraphe pré-
cédent. Le modèle que nous allons développer suppose que les deux gaz sont
thermalisés à tout instant (T1 = T2 = T ) comme c’était le cas pour nos
expériences réalisées avec un biais de 56Gauss. Nous supposons de plus que
toutes les pertes autres que par évaporation sont négligeables.

3.2.3 Équation de base du refroidissement sympathique
avec évaporation

L’énergie de N1 atomes du gaz réfrigérant et N2 atomes du gaz cible est
(voir § 3.1.2)

E = {c1N1 + c2N2} kBT. (3.32)

Notons dN1, dN2 et dT les variations –négatives– des nombres d’atomes
et de la température du système pendant une durée faible devant le temps
caractéristique de l’évaporation mais grande devant celui de la thermalisation.
La conservation de l’énergie donne

E = { c1(N1 + dN1) + c2(N2 + dN2) } kB (T + dT )
− { (η1 + κ1) dN1 + (η2 + κ2) dN2 } kB T

(3.33)
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où (ηF + κF ) kBT est l’énergie moyenne emportée par les atomes évaporés
(dans F = 1 et F = 2). La combinaison des équations (3.32) et (3.33) donne
en ne gardant que les infiniments petits du premier ordre

dT

T
=

(η1 + κ1 − c1) dN1 + (η2 + κ2 − c2) dN2

c1N1 + c2N2

. (3.34)

Comme pour l’évaporation d’une espèce unique, nous définissons α = η1+κ1

c1
−

1. Dans ce modèle simple sans pertes ni chauffage, ce paramètre mesure
directement l’efficacité de l’évaporation (voir § 2.1.4). Nous nous plaçons dans
le cas de l’évaporation forcée à η1 constant.

Nombre d’atomes constant dans le gaz cible

Pour intégrer l’équation (3.34), nous allons considérer que le nombre N2

d’atomes dans le gaz cible est constant, ce qui nous donne l’équation supplé-
mentaire dN2 = 0, il vient

T = T ini

(
c1N1 + c2N2

c1N ini
1 + c2N2

)α

. (3.35)

La température diminue lorsque N1 décrôıt comme pour le refroidissement
évaporatif à une espèce, mais la présence des atomes du gaz cible empêche la
température de descendre en dessous d’une certaine limite. La température
limite est atteinte lorsque tout le gaz réfrigérant a été évaporé, c’est à dire
pour N1 = 0, l’équation (3.35) donne alors

Tmin = T ini

(
c2N2

c1N ini
1

)α

, (3.36)

nous avons négligé c2N2 devant c1N
ini
1 dans cette expression.

Remarque Nous voulons que la température minimale soit inférieure de
plusieurs ordres de grandeur à la température initiale. Or comme nous l’avons
vu dans le chapitre sur l’évaporation à une seule espèce, ce refroidissement se
paie par une perte d’atomes. En pratique, à la fin de l’évaporation il reste au
maximum 1% du nombre d’atomes initial. Avec deux espèces nous obtenons
une condition similaire qui est justement c2N2 � c1N

ini
1 . Si cette condition

n’est pas vérifiée, il est sans espoir d’atteindre la condensation de Bose par
refroidissement sympathique.

L’équation (3.35) peut se réécrire à l’aide de Tmin comme

T = Tmin

(
1 +

c1N1

c2N2

)α

. (3.37)
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Fig. 3.4 – Évolution de la température lors de l’évaporation, pour différentes
valeurs du nombre d’atomes N2 dans le gaz cible (pour α = 2).

La figure 3.4 représente l’évolution de la température commune des deux
gaz au cours de l’évaporation du gaz réfrigérant avec α = 2, en fonction du
nombre d’atomes dans le gaz cible. Nous voyons clairement l’effet de N2 sur
la température minimale accessible.

Validité du résultat si N2 varie au début de l’évaporation

Nous observé expérimentalement que le nombre d’atomes dans le gaz
cible est constant lors de la phase finale du refroidissement, en revanche
rien ne nous permet de dire qu’il est véritablement constant au début de
l’évaporation.

Nous allons montrer que l’équation établie au paragraphe précédent reste
valable dans ces conditions.

Première étape Nous allons utiliser le fait que même si les atomes du
gaz cible sont sujets à l’évaporation, durant toute cette phase nous avons
N2 � N1. En pratique, cette condition permet de négliger la variation d’éner-
gie (η2+κ2−c2) dN2 due aux atomes du gaz cible devant la variation d’énergie
(η1+κ1−c1) dN1 due à l’évaporation du gaz réfrigérant. L’équation (3.34) de-
vient simplement dT/T = α dN1/N1 comme pour l’évaporation d’une espèce
unique. Cette équation est intégrée jusqu’à une température intermédiaire
T int, il vient T int/T ini = (N int

1 /N ini
1 )α.

Deuxième étape En dessous de la température intermédiaire T int, le nombre
d’atomes N2 du gaz cible reste constant. Alors même si N1 devient de l’ordre
de N2, l’équation (3.34) peut être intégrée pour donner une solution similaire
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à (3.35)

T = T int

(
c1N1 + c2N2

c1N int
1

)α

. (3.38)

où nous avons négligé c2N2 devant c1N
int
1 .

Résultat Nous pouvons injecter la valeur trouvée pour T int lors de la pre-
mière étape dans l’équation (3.38) de la seconde étape, ce qui redonne exac-
tement la solution (3.35). Cette solution est donc bien valable même si N2

varie au début de l’évaporation alors qu’il est toujours bien inférieur à N1.

3.2.4 Évolution des densités dans l’espace des phases

Nous allons maintenant nous intéresser au paramètre de dégénérescence
de chacun des deux gaz pour voir à quelles conditions il peuvent condenser.
Le nombre N1 d’atomes restant dans le gaz réfrigérant sera utilisé pour carac-
tériser l’état d’avancement de l’évaporation. L’équation (3.35) nous permet
de remplacer la température T par une fonction de N1 qui reste alors le seul
paramètre variable.

Dans toute la suite nous considérerons que les pièges sont harmoniques
(nous prenons c1 = c2 = 3). Le paramètre de dégénérescence du gaz F (avec
F = 1 pour le gaz réfrigérant, F = 2 pour le gaz cible) s’écrit alors (voir
l’équation 1.25)

DF = A(T )×NF

(
~ωF

kBT

)3

, (3.39)

où ωF représente la moyenne géométrique des fréquences et A(T ) est une
fonction qui vaut 1 à haute température et qui crôıt pendant le refroidisse-
ment pour atteindre la valeur 2,17 au seuil de condensation (voir § 1.3.3).
Dans toute la suite, nous utiliserons A = 2,17 car nous nous intéresserons au
paramètre de dégénérescence près de la condensation.

Densité dans l’espace des phases du gaz cible

Puisque le nombre d’atome du gaz cible N2 est constant et que la tem-
pérature diminue, le paramètre de dégénérescence du gaz cible D2 ne fait
que crôıtre lors de l’évaporation. Il atteint sa valeur maximale Dmax

2 quand
la température est minimale, c’est à dire quand tout le gaz réfrigérant est
évaporé. Nous avons

Dmax
2 = 2,17×N2

(
~ω2

kBTmin

)3

. (3.40)
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Fig. 3.5 – Évolution des deux paramètres de dégénérescence au cours du
refroidissement en fonction du nombre N1 d’atomes restant dans le gaz ré-
frigérant en échelle log-log (le sens de l’axe des abscisse est inversé pour
matérialiser l’évolution de l’évaporation dans laquelle N1 décrôıt). Le trait
horizontal représente la valeur seuil 2,612.

La condition pour que le gaz cible puisse condenser est Dmax
2 > 2,612. Il est

donc possible de prévoir la possibilité ou non de condenser le gaz cible en
fonction des conditions initiales N ini

1 , T ini et N2, des fréquences d’oscillation
ω1,2 et du paramètre d’évaporation α, en effet à l’aide de (3.36) nous avons

Dmax
2 =

2,17

N3α−1
2

(
N ini

1

)3α
(

~ω2

kBT ini

)3

. (3.41)

En pratique 3α > 1, donc Dmax
2 est une fonction décroissante de N2. Gé-

néralement il est souhaitable d’avoir un maximum d’atomes pour atteindre
la condensation, mais comme ici la température minimum augmente avec le
nombre d’atomes, moins il y a d’atomes dans le gaz cible, plus ce dernier a
de chances de condenser.

Nous allons maintenant nous intéresser à l’évolution du paramètre de
dégénérescence du gaz réfrigérant D1 représenté sur

La figure 3.5 représente l’évolution du paramètre de dégénérescence du
gaz cible au cours de l’évaporation, ainsi que celui du gaz réfrigérant que
nous allons maintenant étudier. Ce type de diagramme nous permettra par
exemple de déterminer l’ordre d’apparition des condensats.
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Densité dans l’espace des phases du gaz réfrigérant

Les équations (3.39) et (3.35) nous donnent le paramètre de dégénéres-
cence du gaz réfrigérant en fonction de N1

D1(N1) = N1

(
N1

N2

+ 1

)−3α

× 2,17

(
~ω1

kBTmin

)3

. (3.42)

Dans la première phase du refroidissement évaporatif, l’effet du gaz cible est
négligeable, et comme pour le refroidissement évaporatif d’une espèce unique,
le paramètre de dégénérescence crôıt. En revanche à la fin de l’évaporation, la
présence du gaz cible limite la température à Tmin et puisque N1 continue à
décrôıtre, D1 va finir par décrôıtre aussi. Pour déterminer la valeur maximum
Dmax

1 accessible pour le paramètre de dégénérescence du gaz réfrigérant nous
prenons la dérivée de (3.42)

∂D1

∂N1

=

(
N1

N2

(1− 3α) + 1

)(
N1

N2

+ 1

)−3α−1

× 2,17

(
~ω1

kBTmin

)3

, (3.43)

cette dérivée est nulle pour N2/N1 = 3α−1. La plus grande valeur accessible
pour le paramètre de dégénérescence du gaz réfrigérant est donc

Dmax
1 = D1

∣∣∣
N1=

N2
3α−1

= 2,17N2
(3α− 1)3α−1

(3α)3α

(
~ω1

kBTmin

)3

. (3.44)

Cette expression peut s’écrire simplement en fonction de Dmax
2 , de α et des

fréquences de piégeage

Dmax
1 = Dmax

2

(
ω1

ω2

)3
(3α− 1)3α−1

(3α)3α
. (3.45)

En conclusion, comme pour le gaz cible, le gaz réfrigérant ne pourra
condenser que si la condition Dmax

1 > 2,612 est satisfaite. Cette condition
porte sur N2, N

ini
1 et T ini uniquement via Dmax

2 . Nous avons maintenant les
conditions qui permettent aux deux gaz de condenser, pour expliquer nous ré-
sultats expérimentaux, il faut encore pouvoir déterminer quel gaz condensera
le premier.

Ordre d’apparition des condensats

Dans le cas où les deux conditions Dmax
1 > 2,612 et Dmax

2 > 2,612 sont
satisfaites, nous allons chercher à déterminer quelle espèce va voir son para-
mètre de dégénérescence atteindre la valeur fatidique de 2,612 la première.
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Le paramètre de dégénérescence du gaz cible crôıt toujours plus vite que
celui du gaz réfrigérant, or au début de l’évaporation D2 < D1, donc les deux
courbes D1(N1) et D2(N1) vont se croiser une fois et une seule. Si la valeur
commune D(=) des paramètres de dégénérescence est inférieure à 2,612, alors
D2 dépasse D1 avant la condensation et le gaz cible condensera le premier.
Dans le cas contraire où D(=) < 2,612, lorsque le gaz réfrigérant atteindra la
condensation, on aura encore D2 < D1, ce qui signifie que le gaz réfrigérant
condensera en premier.

Comme la température est la même pour les deux espèces, la formule (3.39)
montre que les deux paramètres de dégénérescence sont égaux pour N1 ω

3
1 =

N2 ω
3
2, d’où

D(=) = D2

∣∣∣
N1=N2

(
ω2
ω1

)3 = 2,17N2

(
~ω1

kBTmin

)3
[(

ω2

ω1

)3

+ 1

]−3α

. (3.46)

Là aussi, il est possible de réexprimer cette grandeur à l’aide de Dmax
2 :

D(=) = Dmax
2

[(
ω2

ω1

)3

+ 1

]−3α

. (3.47)

Conclusion

Résumons les différents régimes possibles
– D(=) > 2,612 : les deux gaz peuvent être condensés et le gaz réfrigérant

condensera le premier
– Dmax

1 > 2,612 > D(=) : les deux gaz peuvent condenser et le gaz cible
condensera le premier

– Dmax
2 > 2,612 > Dmax

1 : seul le gaz cible peut condenser
– Dmax

2 < 2,612 : aucun des gaz ne peut condenser.
Nous avons obtenu des conditions mathématiques qui permettent de prévoir
le résultat du refroidissement sympathique, il reste à les exprimer simplement
en fonction des paramètres expérimentaux.

3.2.5 Diagramme de prédiction

Dans les expériences réalisées au laboratoire, nous utilisons toujours les
mêmes conditions initiales pour le refroidissement évaporatif : T ini = 300µK
et N ini

1 = 108. Le nombre d’atomes dans le gaz cible N2 est quand à lui choisi
entre 103 et 106.

Pour comprendre nos résultats expérimentaux à partir du modèle, il est
intéressant de réexprimer les trois conditions sur les paramètres de dégéné-
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rescence comme des conditions sur le nombre d’atomes N2 dans le gaz cible
pour N ini

1 et T ini donnés.

Définition et calcul des trois nombres critiques

Nous avons observé qu’au delà d’un certain nombre d’atomes dans le gaz
cible, il devient impossible d’atteindre la condensation. Nous définissons N c

2

comme le nombre d’atomes maximal dans le gaz cible pour lequel le gaz cible
va pouvoir condenser. D’après l’équation (3.41) il vient

N c
2 =

[
2,17

2,612

(
N ini

1

)3α
(

~ω2

kBT ini

)3
] 1

3α−1

. (3.48)

Notons N b
2 le nombre maximal d’atomes dans le gaz cible pour lequel le gaz

réfrigérant va pouvoir condenser, et Na
2 le nombre d’atomes du gaz cible en

dessous duquel le gaz cible condense le premier, nous avons

N b
2 = N c

2 ×
(
ω1

ω2

) 3
3α−1

(3α)
−3α
3α−1 (3α− 1) (3.49)

Na
2 = N c

2 ×

[(
ω2

ω1

)3

+ 1

] −3α
3α−1

. (3.50)

Dans ces deux expressions, toute la dépendance enN2,N
ini
1 et T ini n’intervient

que via N c
2 .

Expression des trois conditions sur les rapports des nombres cri-
tiques

Les rapports de ces nombres critiques sont indépendants de N ini
1 et T ini, ce

qui les rend extrêmement intéressants. En effet, pour un dispositif expérimen-
tal donné (deux espèces piégées) ω1/ω2 est fixé et le résultat de l’évaporation
ne dépend que de N2/N

c
2 et de α.

Le diagramme de fonctionnement du refroidissement sympathique en fonc-
tion du rapport N2/N

c
2 (en abscisse) et de η (en ordonnée) pour ω2/ω1 =

√
2

est représenté sur la figure 3.6. Sur ce diagramme, nous distinguons quatre
régions reprises dans la table suivante

N2 < Na
2 condensation des deux gaz, le réfrigérant en premier

Na
2 < N2 < N b

2 condensation des deux gaz, le gaz cible en premier
N b

2 < N2 < N c
2 : condensation du gaz cible seulement

N c
2 < N2 : pas de condensation possible
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Fig. 3.6 – Résultat du refroidissement sympathique en fonction de η et de du
rapport N2/N

c
2 pour ω2/ω1 =

√
2. Les points noirs représentent les nombres

critiques mesurés expérimentalement pour η ' 6,5.

Comparaison avec l’expérience

Avec notre expérience3 nous avons η ' 6,5. Nous avons mesuré N c
2 =

2 × 105, N b
2 = 8 × 104 et Na

2 = 3 × 104 ce qui nous donne N b
2/N

c
2 = 0,4 et

Na
2 /N

c
2 = 0,15. Ces valeurs sont représentées sur la figure 3.6 par les points

noirs avec une barre d’erreur sur le nombre d’atomes.
Ce modèle nous permet donc d’expliquer qualitativement et quantitati-

vement les résultats expérimentaux.

Conclusion

Grâce à une description classique des deux gaz à des températures dif-
férentes, nous avons pu étudier la thermalisation. Lorsque les différences de
température sont importantes, la thermalisation est plus rapide si le gaz le
plus chaud est plus peuplé que le gaz le plus froid. Nous montrons aussi que
la thermalisation est d’autant plus lente que les masses sont différentes. De

3expérimentalement, η n’est pas rigoureusement constant au cours l’évaporation, mais
comme on le voit sur le diagramme, les rapports des nombres critiques dépendent peu
de η.
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plus, le rôle du recouvrement des deux nuages a été mis en évidence dans
une expérience où la distance entre les centres des deux pièges dépend du
champ biais B0. Lorsque ce recouvrement est bon, nous montrons que si la
section efficace de collision inter-espèces n’est pas très petite devant la section
efficace de collision du gaz évaporé, les deux gaz seront thermalisés tout au
long du refroidissement sympathique.

Différents régimes de fonctionnement ont été mis en évidence en fonction
des conditions initiales. Le nombre d’atomes du gaz cible étant constant dans
nos expériences, nous avons pu développer un modèle thermodynamique basé
sur la seule conservation de l’énergie pour expliquer les résultats expérimen-
taux. Ce modèle permet de comprendre l’évolution de la densité dans l’espace
des phases des deux gaz. Il permet ainsi par exemple de contrôler l’ordre d’ap-
parition des deux condensats. Les interactions entre les deux espèces, l’une
sous forme condensée et l’autre sous forme thermique peuvent être étudiée
et l’interversion des rôles est facilement réalisable expérimentalement.

Bien entendu, une fois la condensation atteinte, les équations que nous
avons écrites cessent d’être valables, car le modèle s’appuie sur une descrip-
tion classique des gaz d’atomes. Les condensats ont par exemple des pro-
priétés de type superfluide où les collisions qui ont lieu pour des vitesses
inférieures à celle du son sont supprimées, ce qui modifie le mécanisme du re-
froidissement sympathique [93]. L’effet du champ moyen du aux interactions
peut aussi devenir important, ce problème a été discuté dans le cas du refroi-
dissement d’un fermion par un boson [94]. Notre modèle reste néanmoins un
bon point départ pour analyser la possibilité d’atteindre la condensation de
Bose-Einstein par refroidissement sympathique.
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- 4 -

Faisceau d’atomes froids obtenu
par couplage radio-fréquence

Introduction

L’apparition des condensats de Bose-Einstein pourrait révolutionner l’op-
tique atomique tout comme les lasers ont profondément bouleversé l’optique
photonique, car aujourd’hui les lasers à atomes commencent à devenir une
réalité.

En optique, un laser idéal se distingue d’une source incohérente par fait
qu’il possède dans un seul mode un grand nombre de photons. De la même
façon, un condensat de Bose-Einstein est par définition constitué d’un grand
nombre d’atomes dans le même état quantique.

Le coupleur de sortie

Comme pour les lasers, la condensation de Bose-Einstein est réalisée à
l’intérieur d’une cavité : le piège magnétique. Pour pouvoir utiliser un laser
à atomes, il est nécessaire de faire sortir des atomes de la cavité.

Le lâcher simple La première technique utilisée, a simplement consisté à
couper le piège magnétique et à laisser tomber le condensat sous l’effet de
la gravité. Cette technique d’extraction est analogue au “cavity damping” où
tous les photons sont extraits de la cavité. Dans le premier condensat, réa-
lisé en 1995 [4], les interactions entre atomes étaient négligeables. Le lâcher
d’un tel condensat a conduit à un illustration spectaculaire de la relation
d’indétermination d’Heisenberg. En effet, cette relation donne la distribution
des impulsions dans le condensat à partir de la fonction d’onde spatiale du
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condensat piégé. Le condensat a initialement une forme de cigare suivant
l’axe du dipôle, la distribution des impulsions est donc plus large suivant le
quadrupôle. Or pour des longs temps de vol, la forme du nuage reflète la
distribution des impulsions. Donc au lieu de tendre vers une forme isotrope
comme le nuage thermique, quand le temps de vol augmente, le condensat
prend la forme d’une crêpe. Dans la plupart des expériences réalisées aujour-
d’hui, le rôle des interactions est prépondérant dans l’évolution de la forme
lors du lâcher du condensat [61].

En lâchant ainsi un condensat de Bose-Einstein, nous obtenons un laser
pulsé dont la fréquence de répétition est généralement inférieure à 0,1Hz.
Dans notre expérience, la durée du cycle de production d’un condensat est
de 80 secondes.

Le quasi-continu L’étape suivante a consisté à coupler des atomes vers
un état non-piégeant tout en conservant un nuage condensé dans le piège. Le
premier coupleur de sortie a été réalisé au MIT [95] : un pulse radio-fréquence
intense (Ωrf > 10 kHz) de quelques micro-secondes transfère de façon cohé-
rente une partie importante du condensat vers un état non-piégeant. Cette
technique est analogue à l’extraction régulière des photons d’une cavité laser.
L’équipe du NIST a réalisé l’extraction des atomes du condensat grâce à une
succession d’impulsions Raman très brèves [96]. Cette méthode ressemble à
la précédente dans son principe, mais elle permet aux paquets d’atomes émis
de se recouvrir et donc d’obtenir un faisceau pratiquement continu. Elle per-
met de plus de transmettre une impulsion aux atomes, de sorte qu’ils ne se
propagent pas nécessairement suivant la gravité. À Yale, un condensat a été
chargé dans un réseau optique, les atomes s’échappent des puits de potentiel
lumineux grâce à un effet tunnel induit par la gravité [97]. Cette technique,
très différente des autres, réalise un couplage continu vers plusieurs modes, de
plus ces modes sont verrouillés en phase, les atomes sortent alors par pulses
comme le font les photons dans les lasers mode-lockés. Enfin, le groupe de
Münich a démontré la faisabilité d’un laser à atomes quasi-continu [16] avec
un coupleur radio-fréquence de faible puissance (fréquence de Rabi d’une
centaine de Hertz). L’extraction peut avoir lieu de manière continue jusqu’au
vidage total de la cavité, ce qui rappelle les lasers “self-terminated” [98].

L’ultime L’étape ultime consisterait à réaliser un laser véritablement con-
tinu. En effet, aucun des mécanismes réalisés jusqu’à présent ne permet d’at-
teindre un véritable régime stationnaire car il n’existe pas encore de méca-
nisme de pompage continu pour alimenter le condensat. Le condensat est
formé par refroidissement évaporatif, puis il est couplé vers l’extérieur, et
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lorsque le piège est vide, il faut recommencer un cycle complet de produc-
tion. De nombreuses propositions théoriques (voir par exemple l’article de
revue [99] et ses références) et quelques tentatives expérimentales cherchent
à atteindre cet objectif.

Analogies et différences entre les lasers photoniques et les lasers
atomiques

L’amplification bosonique joue un rôle central au passage de la tempéra-
ture critique de condensation. Ce processus est une conséquence de la symé-
trie de la fonction d’onde d’un système de bosons par échange de particules.
Cette symétrie est aussi à l’origine de l’émission stimulée sur laquelle repose
la production des lasers photoniques. L’amplification bosonique est l’ana-
logue pour les atomes de l’émission stimulée pour les photons. Cependant,
la condensation de Bose-Einstein est obtenue à l’équilibre thermodynamique
alors que le laser demande une inversion de population qui est par nature un
état hors équilibre. À l’équilibre, les photons sont absorbés par les parois de
la cavité, mais si leur nombre était conservé, il serait possible d’observer une
condensation de Bose-Einstein de photons.

Par ailleurs, contrairement aux ondes électromagnétiques dans le vide, les
ondes de matière possèdent une dispersion naturelle qui complique l’analyse
de leur propagation, mais qui permet aussi d’explorer de nouveaux phéno-
mènes.

Enfin, les atomes interagissent entre eux directement ce qui n’est pas le cas
des photons. Avec des photons, il faut utiliser un milieu optique non-linéaire
pour obtenir des interactions. Dans le cas des atomes, le milieu non-linéaire
est l’onde de matière elle-même.

Point de vue adopté dans ce chapitre

Dans ce chapitre, nous étudions des faisceaux d’atomes extraits de nuages
ultra-froids. Nous utilisons une description classique du mouvement des atomes,
ce qui est une bonne approximation pour le nuage thermique et peut consti-
tuer un point de départ intéressant pour généraliser ces études aux lasers à
atomes. En particulier, l’approche classique peut servir de base pour décrire
la fonction d’onde atomique dans l’approximation WKB.

Nous commençons par expliquer le principe du couplage radio-fréquence.
Puis nous décrivons les expériences réalisées avec une fréquence rf unique, et
nous discutons le niveau de stabilité du champ magnétique nécessaire pour
obtenir des faisceaux atomiques continus. Nous présentons ensuite une mé-
thode expérimentale qui permet de stabiliser le faisceau de sortie par modula-
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tion de fréquence de la rf, cette méthode fonctionne aussi avec une modulation
d’amplitude de la rf. Pour expliquer les résultats obtenus, nous modélisons
le faisceau par un ensemble d’atomes classiques se propageant sous l’effet de
la gravité et du champ magnétique résiduel. Dans ce modèle, nous considé-
rons que le taux d’extraction des atomes du piège est variable, ce qui permet
décrire à la fois l’effet des fluctuations de la condition de résonance, et l’effet
de la modulation de fréquence ou d’amplitude éventuellement appliquée sur
la rf. Enfin présentons un modèle quantique simple pour décrire le faisceau.

Toutes les expériences présentées dans ce chapitre ont été réalisées pour
un biais de 56G. Les fréquences d’oscillation radiales sont de 132,5Hz, la
fréquence d’oscillation longitudinale est de 9Hz. Les atomes sont piégés dans
l’état |F = 1,mF = −1〉 et les températures des nuages thermiques utilisés
sont toujours inférieures à 500 nK. La largeur RMS verticale du nuage ther-
mique est donc inférieure à 8µm. Le rayon vertical de nos condensats est
environ égal à 4µm.

4.1 Coupleur de sortie mono-fréquence

Comme le groupe de Münich, nous utilisons un coupleur radio-fréquence
de faible puissance pour extraire les atomes du piège. Cette méthode est
adaptée à la production de faisceaux quasi-continus. Commençons par décrire
le principe de ce coupleur à l’aide d’une image semi-classique.

4.1.1 Principe

Le principe du coupleur radio-fréquence est très proche de celui de l’éva-
poration rf. Le moment magnétique des atomes à résonance est basculé par
l’onde radio-fréquence et les atomes subissent une transition vers un niveau
non-piégeant ou anti-piégeant. Il s’échappent alors sous l’effet combiné de la
gravité et du champ magnétique. Deux points diffèrent toutefois de l’évapo-
ration : d’une part l’onde radio-fréquence est résonnante dans le nuage (la
fréquence rf est choisie pour coupler les atomes dont l’énergie est proche de
l’énergie moyenne et non pas à une énergie plusieurs fois supérieure à l’énergie
moyenne comme c’est le cas pour l’évaporation) et d’autre part la puissance
utilisée est faible, de manière à ce que la probabilité de transition à la tra-
versée de la surface de couplage soit petite devant 1. Les atomes qui sortent
forment un faisceau quasi-continu et le nuage se vide progressivement.
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Fig. 4.1 – Extension du nuage d’atomes froids et surface de couplage. Sur
cette figure, le rapport σz/z0 est égal 1/3, cette situation est réalisée pour un
nuage thermique à T = 150 nK.

Rôle de la gravité

Le premier rôle de la gravité consiste à sortir de la zone de piégeage les
atomes extraits par la rf. Le temps mis pour traverser les 8µm correspondants
à la taille RMS verticale maximum des nuages thermiques utilisés est de
1,3ms. Le temps de couplage avec la rf est compris entre 10 et 20ms.

Comme pour l’évaporation, la valeur de la fréquence rf définit une valeur
du module du champ magnétique pour laquelle les atomes seront résonnants,
la surface de couplage est donc une surface iso-magnétique. La gravité joue
un rôle sur la dimensionnalité du couplage (comme à la fin de l’évapora-
tion § 2.1.9). En effet, à cause de la gravité, le centre du nuage est décalé du
centre du piège magnétique d’une distance z0 = g/ω2

z où ω2
z représente la pul-

sation verticale du piège magnétique. Pour T < M
kB

g2

ω2
z
, la taille RMS verticale

σz du nuage est inférieure au décalage z0. Avec notre fréquence d’oscillation
verticale de 132,5Hz, la température en dessous de laquelle le nuage devient
plus petit que le décalage des centres dû à la gravité est de 1,4µK. La tem-
pérature des nuages utilisés étant inférieure à 500 nK, le couplage se fait
pratiquement à une altitude donnée comme le montre la figure 4.1. De plus
l’altitude de la surface résonnante est une fonction monotone de la fréquence
rf (voir la figure 4.2).

Cette description du coupleur de sortie en terme de surface résonnante
est bien adaptée au nuage thermique car les paquets d’onde atomiques sont
petits. En revanche le condensat est décrit par une fonction d’onde qui a
une extension spatiale de plusieurs microns, et cette description du coupleur
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Fig. 4.2 – Énergie des niveauxmF = −1 etmF = 0. Le nuage d’atomes piégé
est représenté par l’ellipse grise. Le position des couteaux rf qui couplent les
deux extrémités du nuage sont représentés. a) Énergie potentielle magnétique
uniquement. b) Énergie potentielle magnétique plus celle de gravitation.

de sortie n’est pas pas rigoureuse pour un condensat, elle permet néanmoins
d’obtenir une intuition du phénomène d’extraction.

Potentiels dans les états anti-piégeant

La figure 4.3 représente les potentiels suivant la verticale (magnétique
+ gravitationnel) vus par les atomes dans les trois sous-niveaux Zeeman de
F = 1, calculés exactement avec les paramètres de notre piège magnétique.
L’effet Zeeman non-linéaire entrâıne que la transition entre mF = 0 et mF =
+1 n’a pas lieu au même point que la transition entre mF = −1 et mF = 0
(voir § 2.2). Pour une fréquence rf donnée, les atomes passent de mF = −1
à mF = 0 où ils commencent à tomber sous l’effet de la gravité, puis ils
rencontrent la surface de couplage entre mF = 0 et mF = +1 et peuvent
éventuellement subir une seconde transition. La puissance rf utilisée va nous
permettre de choisir l’état interne dans lequel les atomes sortent de la zone
de couplage.
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Fig. 4.3 – Potentiels dans les trois sous niveaux-Zeeman de F = 1 en fonction
de la coordonnée verticale (l’axe vertical est orienté dans le sens de la gravité).
L’énergie de mF = −1 a été abaissée par une constante, celle de mF = +1 a
au contraire été augmentée par cette même constante de sorte que les trois
courbes puissent tenir sur la figure. La figure b est un agrandissement de la
figure a autour du centre du potentiel vu par les atomes dans l’état mF = −1.
Pour une fréquence rf ωrf donnée, la transition entre mF = 0 et mF = +1
n’a pas lieu au même point que celle entre mF = −1 et mF = 0.

4.1.2 Expériences

Nous avons produit des faisceaux d’atomes à partir de nuages ultra-froids.
Les images obtenues sont qualitativement les mêmes que le nuage source soit
ou non condensé, seule la taille transverse du faisceau d’atomes obtenu change
significativement.

Choix de l’état de sortie

Les images de la figure 4.4 représentent des faisceaux issus de nuages
condensés pour différentes puissances de la radio-fréquence. À faible puis-
sance rf, les atomes sortent tous dans l’état mF = 0 (figure 4.4.a). En aug-
mentant la puissance rf, il est possible de contrôler la proportion d’atomes
qui se retrouvent dans mF = +1. À la limite des fortes puissances, tous les
atomes terminent dans mF = +1, il reste cependant une zone où les atomes
sont dans mF = 0 car ils n’ont pas encore atteint la deuxième surface de
couplage.

Dans toutes les autres expériences que nous avons faites, la puissance
radio-fréquence est faible de sorte que les atomes ne sortent que dans l’état
mF = 0. Si le temps de couplage est assez long, on observe alors un faisceau
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Fig. 4.4 – Images de faisceaux d’atomes ultra-froids obtenus pour différentes
puissances rf et différents temps de couplage. Les sous-niveaux Zeeman sont
séparés par un effet Stern et Gerlach à la coupure du champ magnétique.
Sur toutes ces images, le temps de vol est de 6ms après la coupure du piège.
La direction de la sonde fait un petit angle avec la verticale de sorte que
la longueur des faisceaux apparâıt beaucoup plus petite qu’elle ne l’est en
réalité. a) Faible puissance rf : les atomes sortent dans l’état mF = 0, le
temps de couplage est de 10ms. Sur les images suivantes, la puissance rf est
telle que les atomes sortent de la zone de couplage dans l’étatmF = +1. b) Le
temps de couplage est de 5ms. c) Temps de couplage 10ms, le faisceau est
plus long que celui obtenu dans mF = 0 pour un temps de couplage identique
car le potentiel magnétique dans l’état mF = +1 accélère les atomes. d) Le
temps de couplage est de 15ms.
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atomique allongé. Les figures 4.4.a et 4.5.a, montrent deux images de fais-
ceaux d’atomes obtenues pour un temps de couplage de 10ms, les longueurs
des deux faisceaux apparaissent différentes car les systèmes d’imagerie utilisés
sont différents (voir § 1.3.6). Dans un cas, le faisceau laser sonde perpendi-
culairement à la gravité, dans l’autre cas le faisceau laser sonde en faisant
un petit angle avec la gravité et la longueur du faisceau atomique apparâıt
beaucoup plus petite qu’elle ne l’est en réalité.

Longueur du faisceau

Tant que le champ magnétique est présent, le potentiel magnétique accé-
lère la chute des atomes. Nous avons mesuré la longueur du faisceau obtenu
pour un temps de couplage de 10ms. Après ces 10ms, le champ magnétique
est coupé et les atomes se propagent sous l’effet de la gravité seule pendant
6ms, puis l’image est prise. La longueur mesurée est de 1,84± 0,09mm en
bon accord avec le calcul des trajectoires classiques correspondantes (voir
l’équation (4.7) pour la propagation dans un potentiel harmonique répulsif).
Si le faisceau s’était propagé sous l’effet de la gravité uniquement, sa longueur
aurait été de 1,08mm. L’effet du potentiel magnétique doit donc être pris en
compte pour analyser les images obtenues avec notre système.

Divergence du faisceau

Par ailleurs, les atomes qui ne sont pas sur l’axe vertical x = y = 0 sont
accélérés dans la direction transverse par le potentiel magnétique. Ce poten-
tiel est donc responsable d’un élargissement du faisceau. En conséquence, le
faisceau de sortie n’a pas des bords paraboliques comme on aurait pu s’y
attendre. La figure 4.5 représente un faisceau issu d’un nuage condensé, nous
mesurons la largeur du faisceau à différentes altitudes par un ajustement du
profil transverse. Les bords du faisceau sont pratiquement rectilignes, le fais-
ceau est donc caractérisé par un angle de divergence. Nous observons, que
l’angle de divergence est d’autant plus grand que la fréquence rf est faible
(voir la figure 4.6)

Interprétation

Nous interprétons ce résultat comme l’effet des interactions des atomes
du faisceau avec ceux du nuage piégé. Ces interactions peuvent être décrites
par un champ moyen proportionnel à la densité d’atomes piégés, le champ
moyen constitue donc une colline de potentiel. Lors de leur sortie du nuage,
les atomes qui ne sont pas sur l’axe x = y = 0 acquièrent une impulsion trans-
verse. Or plus la fréquence de couplage est petite, plus la distance à parcourir
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Fig. 4.5 – a) Image en absorption d’un faisceau d’atomes issus d’un nuage
condensé (sur l’image, le condensat est décalé à cause d’un effet Stern et
Gerlach à la coupure du piège magnétique (§ 1.3.5)). De b à d) : Profils
d’absorption du faisceau obtenus à partir des trois rectangles sur l’image. e)
L’angle de divergence du faisceau est obtenu avec un ajustement linéaire de
la largeur du profil en fonction de l’altitude.

Fig. 4.6 – Images de faisceaux d’atomes issus de nuages condensés pour
différentes valeurs de la fréquence rf.
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pour sortir du nuage est importante. L’impulsion transverse communiquée est
d’autant plus faible que la traversée du nuage est rapide, l’impulsion décrôıt
donc avec la fréquence rf.

Pour les faisceaux issus de nuages thermiques, il est possible de décrire
l’évolution du profil du faisceau à partir des équations du mouvement clas-
siques, ce calcul est présenté dans la suite.

En conclusion, l’effet Zeeman quadratique crée un potentiel dans mF = 0
qui est responsable de l’élargissement du faisceau et qui nous permet de
définir un angle de divergence. Les interactions à la sortie du nuage impriment
une impulsion transverse au départ qui augmente l’angle de divergence dû
au potentiel magnétique.

4.1.3 Problèmes de stabilité

Les images qui nous ont permis d’étudier la divergence du faisceau d’atomes
ont été réalisées avec une alimentation du courant dipôle très bien stabilisée
(rappelons que la valeur du module du champ magnétique B0 est déterminé
par le courant qui alimente le dipôle). Avant de disposer de cette alimenta-
tion, les faisceaux que nous obtenions étaient très bruités.

Origine de la difficulté

Évaluons la stabilité nécessaire sur le champ magnétique pour obtenir un
faisceau continu. Deux effets contribuent à déterminer la plage de fréquences
sur laquelle les atomes peuvent être couplés au niveau non-piégeant par la
radio-fréquence :

– D’une part, un nuage d’atomes thermique possède une largeur en éner-
gie de l’ordre de kBT . Cette largeur permet de coupler les atomes sur
une plage de fréquences de l’ordre de kBT/h = Mω2

zσ
2
z/h.

– D’autre part, à cause du déplacement du centre du nuage par la gra-
vité, le couplage rf ne se fait pas à la même fréquence d’une extrémité
verticale à l’autre extrémité du nuage. La largeur du couplage dû à la
gravité est de l’ordre 2Mg σz/h.

Pour un nuage condensé, le premier effet n’intervient pas car l’énergie du
condensat est bien déterminée, en revanche l’élargissement dû à la gravité
subsiste. Pour un nuage thermique tel que ceux que nous étudions, σz est
inférieur à z0 = g/ω2

z donc la seconde contribution va être supérieure à la
première. Dans la suite, nous prenons 2Mg σz/h pour la plage de fréquence
sur laquelle les atomes peuvent être couplés à l’état non-piégeant.

Pour passer de mF = −1 à mF = 0, la condition de résonance s’écrit
~ωrf = |µB|B/2. Pour obtenir un taux d’extraction constant, le champ ma-
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gnétique de piégeage doit donc être contrôlé à mieux que 4Mg σz/|µB|. À
T = 500 nK la taille RMS σz est de 8µm, la largeur de la plage de couplage
est de 32 kHz et le champ doit être contrôlé à mieux que 45mG. Pour des
températures inférieures la stabilité devra être encore meilleure.

Au centre du nuage, le champ vaut B0 + B′2

2B0
z2
0 (voir l’équation (1.6)),

avec B0 = 56 G et B′2

2B0
z2
0 ∼ 10 mG. La stabilité du biais B0 doit donc être de

l’ordre de 10−4, en revanche les fluctuations du gradient B′ du quadrupôle
sont pratiquement sans effet sur la condition de résonance.

Stabilité entre les cycles

Lorsque le courant passe dans les bobines, celles-ci chauffent, se dilatent,
et modifient l’excitation du matériau. Il est possible de s’affranchir de cette
irrégularité en faisant cycler l’expérience régulièrement, afin de se placer en
régime stationnaire. Ce point de fonctionnement stable est atteint au bout
de quelques cycles seulement, c’est-à-dire en quelques minutes.

La stabilité au coup par coup peut être étudiée simplement en regardant
par exemple le nombre d’atomes après une séquence donnée (évaporation
et éventuellement couplage résonnant vers l’extérieur) reproduite un grand
nombre de fois. Les fluctuations du nombre d’atomes sont généralement in-
férieures à 10%.

Stabilité intra-cycle

Pour étudier les instabilités à court terme, nous mesurons le nombre
d’atomes restant dans le nuage après un couplage de 20ms avec 1 kHz de
fréquence de Rabi, en fonction de la fréquence rf. La stabilité entre les cycles
est suffisante pour permettre une telle étude, en effet les différences du nombre
d’atomes restants dans le nuage pour différentes valeurs de la fréquence rf
sont supérieures au fluctuations du nombre d’atomes au coup par coup pour
une fréquence rf donnée

La plage de fréquence sur laquelle les atomes sont évacués du piège ren-
seigne sur la stabilité du champ magnétique : cette plage est donnée par la
convolution de plage de fréquence théorique (déterminée plus haut) avec l’am-
plitude en fréquence des fluctuations de la condition de résonance pendant le
temps de couplage.

La courbe de la figure 4.7 a été réalisée à partir d’un nuage partiellement
condensé (fraction condensée d’environ 50%). La largeur de cette courbe,
déterminée à l’aide d’un ajustement par une gaussienne, est de 40 kHz à mi-
hauteur. La température du nuage est de 250 nK, à cette température, la
largeur de la plage de couplage théorique associée au nuage thermique est
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Fig. 4.7 – Nombre d’atomes restants dans le nuage en fonction de la différence
entre la fréquence rf appliquée et la fréquence résonnante au centre du nuage.
Le temps de couplage est de 20ms. La courbe en trait plein correspond à un
ajustement des données par une gaussienne.

de 22 kHz, celle associée à la taille verticale du condensat est de 10 kHz. La
courbe est donc élargie par les fluctuations de la condition de résonance, la
largeur est donnée par la convolution de la plage de couplage par les fluctua-
tions. En supposant que les fluctuations autour de la position moyenne sont
gaussiennes, l’amplitude RMS de ces fluctuations est de 15 kHz, soit 30 kHz
à 2 sigma. Ces fluctuations correspondent à une amplitude de fluctuation du
biais de 20mG.

Conclusion

Des variations très faibles du biais peuvent être dramatiques pour la re-
productibilité des résultats ainsi que pour la stabilité des faisceaux obtenus.

La principale cause de fluctuations dans notre dispositif est liée aux ali-
mentations. En effet, grâce aux faibles courants nécessaires pour faire fonc-
tionner notre électro-aimant, nous avons pu utiliser une batterie. Nous avons
alors observé une amélioration très nette de la stabilité à court terme. Nous
avons donc fait l’acquisition d’une alimentation plus performante qui nous
a permis d’obtenir et d’étudier des faisceaux stables à partir d’un coupleur
mono-fréquence.

Signalons par ailleurs que nous sommes peu sensibles aux fluctuations
magnétiques extérieures car notre électro-aimant agit comme un blindage :
nous avons mesuré une réduction d’un facteur 5 à 10 des champs extérieurs
suivant le dipôle.
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Fig. 4.8 – Atomes extraits d’un nuage condensé pendant 10ms à partir d’une
onde rf modulée en fréquence. L’amplitude de modulation est de Ωbw =
100×2π kHz. a) La fréquence de modulation est de ωm = 230×2πHz. b) La
fréquence de modulation est de ωm = 2× 2π kHz.

4.2 Coupleur multi-fréquence

Lorsque les instabilités du champ magnétique entrâınent des variations
de la fréquence de résonance plus importantes que la plage de couplage, le
faisceau est altéré. Pour stabiliser le faisceau de sortie, nous allons présenter
une méthode qui consiste à élargir la plage de couplage.

4.2.1 Modulation de fréquence de la rf

Pour élargir la plage de couplage, nous avons modulé la fréquence de
résonance dans le temps. La modulation de fréquence sur la rf conduit à une
fréquence instantanée ωrf(t) = Ωbw f(ωmt), où la fonction f est la fonction
triangle (f varie entre±1). L’amplitude de modulation est choisie plus grande
que l’amplitude des fluctuations de la plage de couplage (si les fluctuations
sont faibles, l’amplitude de modulation est choisie supérieure à la plage de
couplage elle même).

Comme le montre la figure 4.8, pour les basses fréquences de modulation
les atomes sortent par paquets, ces paquets tombent et s’étalent mais ne se
recouvrent pas. Pour les hautes fréquences le faisceau est continu et il est
plus stable qu’avec une fréquence de couplage unique. Avec un condensat,
la fréquence de modulation expérimentale qui correspond au passage d’un
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régime à l’autre est ωm ' 1× 2π kHz.
Puisque l’amplitude de modulation est supérieure à la plage de couplage

élargie par les fluctuations, quelque soit la fréquence de modulation, les
atomes sont extraits par paquets. Si la fréquence de modulation est élevée,
beaucoup de paquets vont sortir par unité de temps et ils vont se recouvrir.
Ainsi les fluctuations sur les temps d’émission des paquets importent peu,
cette technique permet donc de régulariser le flux du faisceau. Pour un laser
à atomes issu d’un condensat, la modulation entrâıne un couplage vers des
fonction d’onde de sortie d’énergie différente, nous obtenons donc un laser
multimodes.

Nous avons reproduit cette expérience avec des amplitudes de modulation
plus faibles. Lorsque l’amplitude de modulation devient inférieure à 40 kHz,
des fluctuations apparaissent sur le faisceau. Cette valeur correspond à la
plage de fluctuation déterminée avec une fréquence unique.

Structure du faisceau de sortie pour les faibles fréquences de mo-
dulation.

Pour les faibles fréquences de modulation, les paquets émis successivement
ne se recouvrent pas. Lorsque la plage de modulation n’est pas centrée sur la
fréquence moyenne de résonance, les paquets apparaissent par paires (voir la
figure 4.9). Un paquet est émis à l’aller de la rf et un autre au retour.

Par ailleurs, les atomes émis à un bord du nuage à l’arrivée de la rf ont
le temps de se propager sous l’effet de la gravité avant que la surface de
couplage ne traverse tout le nuage. Le temps de traversée du nuage par la
rf est donné par 2Mg σz

~ Ωbw
× π

ωm
, le temps de traversée du nuage par un atome

qui part du haut du nuage vaut
√

2σz/g. Ainsi lorsque le couteau rf traverse le
nuage du bas vers le haut (fréquence rf instantanée décroissante), les paquets
sont plus larges et moins denses rf. Lorsqu’il traverse le nuage du haut vers
le bas (fréquence croissante) les paquets sont plus petits et plus denses. Dans
les deux cas, les paquets émis contiennent le même nombre d’atomes.

Avec un condensat

Pour un condensat, la vision en terme de position du couplage est in-
suffisante, le taux de couplage est lié à l’intégrale de recouvrement entre la
fonction d’onde du condensat et les fonctions d’ondes du potentiel gravita-
tionnel.

Pour déterminer quelles fonctions d’onde de sortie seront couplées, il est
commode de raisonner dans l’espace de Fourier. Le spectre d’une modulation
de fréquence est un peigne de fréquences. La condition de résonance en énergie
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Fig. 4.9 – Image obtenue avec une modulation de fréquence dont la plage de
modulation est décentrée par rapport à la fréquence moyenne de résonance.
Deux paquets d’atomes consécutifs ont des densité atomiques différentes. La
partie gauche de la figure représente les énergies des niveaux mF = −1 et
mF = 0 en fonction de la position verticale. La largeur en énergie de la
modulation de fréquence vaut 2 ~ Ωbw, la fréquence rf instantanée fait des
aller-retour à vitesse constante. La plage de modulation n’est pas centrée sur
le nuage, les paquets d’atomes sont donc émis par paires.
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Fig. 4.10 – Couplage d’un condensat avec une modulation de la fréquence rf.
Chaque composante du spectre de la modulation de la rf couple une fonction
d’onde du potentiel gravitationnel. Le faisceau de sortie peut être interprété
comme l’interférence entre toutes les ondes de matière ainsi créées.

associe, à chaque fréquence du peigne, une fonction propre du potentiel dans
mF = 0. La fonction d’onde du laser est donnée par la superposition de toutes
les fonctions d’onde de sortie avec des phases relatives déterminées par la rf.

L’effet de régularisation du flux de sortie du faisceau peut être compris
de la manière suivante : plusieurs dents du peigne sont résonnantes dans le
condensat (voir la figure 4.10) et lorsque le champ magnétique de piégeage
fluctue, seules les phases changent mais nous avons toujours plusieurs dents
du peigne à résonance avec la fonction d’onde du condensat.

Si la fréquence de modulation est supérieure à 10 kHz, il ne reste plus
qu’une dent dans le condensat et nous retrouvons les fluctuations liées à
l’utilisation d’une fréquence unique.

Comme pour le nuage thermique, lorsque la fréquence de modulation est
faible, le faisceau atomique est modulé spatialement. Cette modulation est
le résultat de l’interférence entre toutes les ondes de matière émis dans les
différents modes de sortie. La modulation du faisceau va dépendre des phases
relatives entre les différentes fonctions d’onde couplées par la rf.

Il est aussi possible de générer un peigne de fréquence avec une modulation
d’amplitude. Les phases relatives sont alors différentes de celles données par
la modulation de fréquence, nous allons maintenant étudier ce cas.
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Fig. 4.11 – Variation de l’amplitude de la rf en fonction du temps. L’échelle
n’est pas respectée sur cette figure : en pratique nous avons δt� 2π/ωm.

4.2.2 Modulation d’amplitude

Nous appliquons une modulation d’amplitude sur la rf, l’amplitude en
fonction du temps est représentée sur la figure 4.11. Le coupleur rf est branché
et débranché de façon périodiquement. La durée des pulses est δt = 2µs et
la fréquence de répétition 2π/ωm est de l’ordre de la milliseconde. L’inverse
de la durée des pulses détermine la largeur du spectre de la modulation et
donc la plage de fréquence sur laquelle les atomes peuvent être couplés vers le
niveau anti-piégeant. La largeur du spectre est de 500 kHz, elle est largement
supérieur à la largeur l’amplitude des fluctuations.

Les paquets sont émis à intervalles réguliers même si la condition de ré-
sonance fluctue. Comme pour la modulation de fréquence, il existe une fré-
quence de modulation au delà de laquelle les paquets se recouvrent. L’inter-
prétation de ce résultat est plus simple car pour la modulation d’amplitude,
chaque paquet d’atomes émis est une réplique du nuage piégé. Pour com-
prendre la différence de comportement du faisceau en fonction de la fréquence
de modulation, nous allons calculer le recouvrement entre deux paquets émis
successivement.

Pour simplifier, nous considérons que les atomes se propagent uniquement
sous l’effet de la gravité (nous négligeons ici les interactions et le champ
magnétique résiduel). Le centre du nième paquet est émis au temps tn =
n×2π/ωm, la position de son centre est donnée par zn(t) = 1

2
g (t−tn)2 (l’axe

vertical est orienté suivant le sens de la gravité). La distribution des positions
reste gaussienne pendant la propagation du paquet, notons σn(t) sa largeur
RMS suivant la verticale. Nous démontrerons dans la suite que σn(t)2 =
σ2

z + σ2
v × (t − tn)2 où σz et σv sont les largeurs RMS des distributions en

position et en vitesse du nuage initial (ce résultat correspond à la propagation
en temps de vol comme nous l’avons décrite au paragraphe 1.3). Pour étudier
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le recouvrement des nuages successivement émis, introduisons

Fωm(t) ≡ zn+1(t)− zn(t)

σn+1(t) + σn(t)
(4.1)

qui représente le rapport entre la différence des positions des centres de deux
paquets successifs et la somme de leurs tailles. Les paquets se recouvrent si
Fωm < 1.

Considérons pour commencer que σv × (t − tn) � σz, cette hypothèse
est vérifiée lorsque le temps de propagation est grand devant l’inverse de la
fréquence d’oscillation dans le piège, c’est à dire pour ωz × (t − tn) � 1
(voir § 1.3). Avec notre fréquence d’oscillation, cette condition est vérifiée
dès que le temps de propagation t − tn devient supérieur à 1ms. Dans ces
conditions Fωm ne dépend pas du temps, il prend la valeur π g

ωm σv
. La condition

pour que les paquets se recouvrent s’écrit ωm > πg/σv.

Cette condition peut s’interpréter simplement : elle peut se réécrire 2π
ωm

<
2σv

g
. Or 2σv

g
est le temps nécessaire pour qu’un atome ayant initialement une

vitesse σv orientée vers le haut se retrouve avec une vitesse σv orientée vers
le bas sous l’effet de la gravité. Les paquets d’atomes vont se recourir si les
atomes qui partent vers le haut n’ont pas le temps de se retourner avant le
prochain passage de la radio-fréquence.

Pour des temps de propagation faibles, la condition ωz×(t−tn) � 1 n’est
pas vérifiée. La taille des paquets est alors supérieure à celle utilisée dans le
calcul précédent, donc si ωm > πg/σv, les paquets se recouvrent toujours (si
ωm < πg/σv, les paquets se recouvrent éventuellement au début puis ils se
séparent).

Le passage entre le régime où les paquets sont séparés à celui où le faisceau
est continu est donné pour ωm = π g/σv = π g

√
M/kBT . Pour un nuage

thermique à T = 200 nK, la fréquence intermédiaire vaut 1,1 kHz, ce qui
est en bon accord avec nos observations. Pour un condensat, la condition
porte qui porte sur la largeur σv de la distribution des vitesses ne dépend
pas de la température mais de la taille du condensat, en effet nous avons
σx ×Mσv ' ~/2.

Conclusion

Dans certaines conditions, le flux du faisceau atomique devient insensible
aux fluctuations de la condition de résonance. Pour cela, la fréquence de mo-
dulation doit être supérieure à une valeur qui dépend de la largeur de la
distribution en vitesse du nuage d’atomes piégé. Et l’amplitude de la modu-
lation de fréquence (ou la largeur du spectre de la modulation d’amplitude)
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doit être supérieure à l’amplitude des variations de la fréquence de résonance
due aux fluctuations du champ magnétique.

Les lasers à atomes stabilisés par cette méthode sont nécessairement
multimodes. Pour toutes les expériences où seule compte la luminance du
faisceau, comme par exemple un interféromètre qui travaille autour de la
teinte plate, cette technique est parfaitement adaptée pour régulariser le flux
atomique sans affecter les interférences.

4.3 Caractéristiques théoriques du faisceau ex-

trait : optique atomique géométrique

Dans un nuage thermique, la taille caractéristique des paquets d’onde
atomique est petite devant la distance inter-atomique, il est donc possible
de décrire l’évolution du nuage à partir des trajectoires des différents atomes
qui constituent ce nuage. En optique atomique, cette approximation classique
peut être considéré comme l’analogue de l’optique géométrique vis à vis des
équations de Maxwell : les trajectoires des atomes jouent le rôle des rayons
lumineux et le flux d’atomes correspond au flux d’énergie utilisé en photomé-
trie. Cette description exclue naturellement les phénomènes d’interférence.

Nous nous plaçons dans cette approximation pour caractériser le faisceau
d’atomes extrait par la rf. Pour les faisceaux issus de condensats de Bose-
Einstein, cette description n’est pas correcte. Cependant l’évolution des pa-
quets d’atomes classiques ayant une distribution gaussienne présente de fortes
similitudes avec l’évolution d’un paquets d’ondes de matière quantique dont
la fonction d’onde est gaussienne. Ainsi les résultats obtenus avec le modèle
classique du faisceau d’atomes sont peu différents de ceux donnés par un
traitement quantique des lasers à atomes. Ce modèle permet de dégager des
images simples des mécanismes responsables de la divergence du faisceau. De
plus, il indique comment les variations du taux d’extraction des atomes par
la rf affecte le faisceau émis. Ce dernier point permet de prendre en compte la
modulation de la rf mais aussi l’effet des fluctuations du champ magnétique.

Nous commençons par déterminer la densité d’un paquet d’atomes extrait
du nuage. Puis nous calculons son évolution après un temps de propagation τ
dans le potentiel magnétique. Pour cela, il faut déterminer l’évolution de la
distribution dans l’espace des phases du paquet pendant le temps τ : la
densité spatiale s’obtient alors en intégrant le résultat sur les vitesses. Enfin
pour obtenir le profil du faisceau à un instant t, nous sommons la densité
spatiale de tous les paquets d’atomes émis aux instants t0 antérieurs à t, le
temps de propagation de chaque paquet est donné par τ = t− t0.
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4.3.1 Paquet d’atomes initial

Nous considérons un paquet d’atomes émis par la radio-fréquence pendant
un temps dt très court devant les temps caractéristiques du mouvement des
atomes.

Extraction d’un paquet d’atomes

Juste après l’extraction, la distribution en vitesse en chaque point du
paquet d’atomes extrait est une gaussienne isotrope de taille RMS σv =√
kBT/M identique à la distribution des vitesses dans le nuage piégé.

Si le couplage est réalisé par modulation d’amplitude dont la largeur spec-
trale est supérieure à la plage de couplage en fréquence vers les états non-
piégeants, la forme du paquet d’atomes est la même que celle du nuage piégé.
Avec une modulation de fréquence rapide, les atomes n’ont pas le temps de
bouger pendant le passage de la rf dans le nuage et le paquet d’atomes émis
est aussi une réplique du nuage piégé.

En revanche, si le couplage est réalisé avec une fréquence unique, les
atomes vont être extraits du nuage piégé à une altitude déterminée par la
fréquence rf (voir § 4.1.1). La taille transverse σx du paquet d’atomes extrait
est égale à la taille suivant x du nuage piégé au niveau de la surface de
couplage. Il en est de même pour σy. Les tailles transverses initiales dépendent
de l’altitude du couplage et donc de la fréquence rf. La taille verticale du
paquet d’atomes extrait pendant le temps dt est pratiquement nulle car les
atomes ne sortent du nuage que sur la surface d’évaporation. Pour mener les
calculs simultanément dans ce cas ainsi que dans le cas de la modulation,
nous supposons que la distribution des atomes suivant z est une gaussienne
de taille RMS σz : il est toujours possible de faire tendre σz vers zéro pour
retrouver la taille initiale du paquet émis par une fréquence unique.

Effet des interactions

En sortant du piège, les atomes extraits vont subir l’effet des interac-
tions avec les atomes qui restent dans le nuage piégé. Nous supposons que la
position transverse (x, y) d’un atome qui sort du nuage n’est pas modifiée,
cette approximation est analogue à l’approximation de Raman-Nath. Nous
montrerons en fin de chapitre que l’effet des interactions est d’ajouter une
vitesse transverse de la forme αx × x suivant la direction x et αy × y suivant
la direction y. Les facteurs αx et αy dépendent de la fréquence rf. Nous né-
gligeons les modifications de la distribution dans l’espace des phases suivant
la verticale.
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Distribution initiale dans l’espace des phases

La distribution dans l’espace des phases initiale f(r,v, t0) du paquet
d’atomes extrait peut être factorisée suivant les trois directions. En notant δN
le nombre d’atomes contenu dans le paquet, nous avons f = δN×fx×fy×fz

avec

fz(z, vz, t0) =
1

2π σzσv

exp

(
−(z − z̄0)

2

2σ2
z

− (vz − v̄0 − αz z)
2

2σ2
v

)
, (4.2)

et des expressions similaires pour fx et fy. Dans cette expression, σz et σv

désignent respectivement la taille RMS verticale initiale du nuage et la lar-
geur RMS de la distribution des vitesses. Nous notons z̄0 l’altitude initiale
du centre du paquet. Enfin v̄0 et αz sont initialement nuls, mais nous les
incluons dans cette expression, d’une part pour que les résultats obtenus sur
fz puissent être applicables à fx et fy (αx et αy sont non-nuls à cause des
interactions). Et d’autre part pour que ces calculs puissent être généralisés
à la propagation dans plusieurs potentiels successifs, comme nous le verrons
dans la suite.

4.3.2 Évolution du paquet d’atomes

Pour déterminer l’évolution de la densité spatiale, il faut déterminer l’évo-
lution de la distribution dans l’espace des phases puis intégrer sur les vitesses.

Équations générales

Pour relier la distribution dans l’espace des phases f(r,v, t) à l’instant
t, à la distribution dans l’espace des phases à l’instant t0, nous utilisons les
équations horaires du mouvement R(r0,v0, t) et V (r0,v0, t) d’un atome dans
le potentiel extérieur, r0 et v0 représentant respectivement la position et la
vitesse de l’atome à l’instant t0. Pour des conditions initiales données chaque
atome se propage suivant ces équations, nous avons donc

f(r,v, t) =

∫
dv0

∫
dr0 f(r0,v0, t0) (4.3)

× δ (r −R(r0,v0, t))× δ (v − V (r0,v0, t))

où δ représente la fonction delta de Dirac.

Potentiel magnétique

Pour obtenir les équations du mouvement, il faut connâıtre la forme exacte
du potentiel. Les atomes émis dans l’état mF = 0 sont soumis à la gravité,
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mais aussi à un potentiel magnétique répulsif dû à l’effet Zeeman quadratique.
Nous avons vu que dans les expériences ce potentiel magnétique joue un rôle
important, nous allons donc le caractériser.

L’énergie Zeeman est donnée par l’équation (2.14), dans le niveaumF = 0,
il vient EF,0 ' (−1)F (µBB)2/(~ωhf). À l’aide de l’expression (1.5) du module
du champ en fonction de la position, nous écrivons le potentiel magnétique :

(−1)F µ2
B

~ωhf

×
{
B0 +B0B

′′x2 +
B′′2

4
x4 +

(
B′2 − B′′

2
B0

)
(y2 + z2)

}
. (4.4)

Le potentiel est parfaitement harmonique suivant le quadrupôle (y, z). En
revanche suivant la direction x du dipôle, le potentiel cesse d’être harmonique
pour x ∼ 2

√
B0/B′′. Avec notre valeur du rapport biais sur courbure dipôle

2
√
B0/B′′ = 1,4 cm, ce qui est supérieur à la taille de notre cellule, le potentiel

peut donc être considéré comme harmonique dans les trois directions. Les
fréquences d’oscillations valent :

Ωx =

√
2µ2

B

M ~ωhf

B0B′′ et (4.5)

Ωy = Ωz =

√
2µ2

B

M ~ωhf

(B′2 −B0B′′/2) ' B′

√
2µ2

B

M ~ωhf

. (4.6)

En notant ωi la fréquence d’oscillation dans le niveau piégeant |F = 1,mF =
−1〉 suivant la direction i ∈ {x, y, z}, nous avons Ωi = ωi × 2

√
|µB|B0/~ωhf .

Pour B0 = 56 G,
√
|µB|B0/~ωhf = 0,11, il vient donc Ωz = 29 × 2πHz et

Ωx = 2 × 2πHz. La gravité déplace le centre du potentiel par rapport au
minimum du module du champ d’une distance g/Ω2

z ' 300µm.
Nous avons pu déterminer directement Ωz en observant l’oscillation d’un

paquet d’atomes transféré1 dans |F = 2,mF = 0〉 en fonction du temps. En
effet puisque cet état est légèrement piégeant, nous obtenons une cavité ma-
gnétique dans laquelle les atomes peuvent osciller. La figure 4.12 représente
les points expérimentaux ainsi qu’un ajustement par une fonction sinusöı-
dale. La fréquence mesurée de 30,3Hz est en relativement bon accord avec la
valeur calculée plus haut.

Nous prenons l’origine des coordonnées au centre du potentiel total (ma-
gnétique + gravitationnel) dans l’état anti-piégeant. Le potentiel total s’écrit
alors −1

2
M(Ω2

x x
2 + Ω2

y y
2 + Ω2

z z
2). Dans ce repère, la position initiale du

centre du nuage est donnée par g/Ω2
z + g/ω2

z ' g/Ω2
z.

1Pour faire passer les atomes de |F = 1,mF = −1〉 à |F = 2,mF = 0〉, nous utilisons
un champ magnétique oscillant à 6,8 GHz.
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Fig. 4.12 – Position du centre d’un petit nuage d’atomes transféré dans le
niveau piégeant |F = 2,mF = 0〉 en fonction du temps. Un ajustement avec
une fonction sinusöıdale donne une période de 33,0ms.

Propagation dans le potentiel magnétique en présence de gravité

Nous allons maintenant déterminer l’évolution de la distribution dans l’es-
pace des phases du paquet d’atomes extrait du nuage lors de sa propagation
dans le potentiel magnétique résiduel dans l’état anti-piégeant |F = 1,mF =
0〉 en tenant compte de la gravité.

Le potentiel est séparable suivant les trois directions de l’espace. Et puisque
la distribution dans l’espace des phases initiale est factorisable suivant les
trois directions, nous pouvons nous ramener à trois problèmes unidimension-
nels. Nous mènerons les calculs suivant z mais les résultats pourront direc-
tement être adaptés aux autres directions. Pour un atome initialement en z0

avec une vitesse v0, les équations horaires du mouvement dans le potentiel
harmonique répulsif de pulsation Ωz s’écrivent :

Z(z0, v0, τ) = z0 cosh(Ωzτ) + v0/Ωz sinh(Ωzτ) (4.7)

Vz(z0, v0, τ) = v0 cosh(Ωzτ) + z0 Ωz sinh(Ωzτ). (4.8)

où τ = t − t0 est le temps de propagation dans le potentiel. Sans perte de
généralité, nous prenons t0 = 0 dans tout le calcul qui suit.

Avec la formule (4.3) nous pouvons calculer exactement l’évolution de la
distribution dans l’espace des phases dans le potentiel répulsif. Les calculs
sont fastidieux mais pas compliqués dans leur principe. Après un temps de
propagation τ , la distribution dans l’espace des phases du paquet d’atomes

148



s’écrit

fz(z, vz, τ) =
1

2π σzσv

exp

(
− (z − z̄1(τ))

2

2σ2
z × Az(τ)2

− (vz − v̄1(τ)− α1(τ)z)
2

2σ2
v / Az(τ)2

)
,

(4.9)
où la position z̄1(τ) du centre du nuage après un temps de propagation τ est
donné par

z̄1(τ) = z̄0 ×
{

cosh(Ωzτ) +
αz

Ωz

sinh(Ωzτ)
}

+
v̄0

Ωz

sinh(Ωzτ), (4.10)

et

Az(τ)
2 =

{
cosh(Ωzτ) +

αz

Ωz

sinh(Ωzτ)
}2

+
{ σv

Ωz σz

sinh(Ωzτ)
}2

. (4.11)

Dans ces équations, avec notre choix du repère, la gravité n’intervient que
via la position initiale z̄0 du centre du nuage.

Nous ne donnons pas ici la forme des fonctions v̄1(τ) et α1(τ) car ces fonc-
tions n’interviennent pas dans la distribution spatiale obtenue par intégration
sur les vitesses.

Propagation dans plusieurs potentiels successifs

La forme obtenue pour la distribution dans l’espace des phases après un
temps de propagation τ (4.9) est similaire à la forme initiale (4.2). Ce résultat
remarquable vient du fait que nous avons utilisé des distributions gaussiennes
et des potentiels quadratiques. Pour calculer l’évolution du paquet d’atomes
dans plusieurs potentiels successivement appliqués, il suffit donc de prendre
la distribution dans l’espace des phase obtenue à l’issue de la propagation
dans le premier potentiel comme forme de départ pour la propagation dans
le second et ainsi de suite2.

Dans notre expérience, nous coupons le piège magnétique avant de prendre
l’image et les atomes se propagent sous l’effet de la gravité pendant un certain
temps. Dans le potentiel gravitationnel, le même type de calcul peut être fait
à partir des équations du mouvement il se trouve que la forme (4.9) de la
distribution dans l’espace des phases reste aussi la même dans ce cas. Les
nouvelles valeurs des coefficients sont données par

z̄1(τ) = z̄0 × (1 + αzτ)
2 + v̄0 τ + 1

2
g τ 2 (4.12)

pour la position du centre du nuage et

Az(τ)
2 = (1 + αz τ)

2 +

(
σv τ

σz

)2

(4.13)

2Mathématiquement, ces transformations constituent un groupe.
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pour les tailles du nuage. Ainsi pour analyser nos images, nous utilisons le
résultat résultat du calcul dans le potentiel magnétique pour un temps de
couplage de 10ms, puis nous prenons ce résultat comme point de départ
dans les équations ci-dessus pour obtenir la distribution dans l’espace des
phases après le temps de vol de 6ms. Enfin pour obtenir la densité spatiale,
il faut intégrer sur les vitesses.

Densité spatiale du paquet d’atomes

La densité spatiale d’un paquet de δN atomes qui s’est propagé pendant
un temps τ est donnée par intégration sur les vitesses :

δn(r, τ) =

∫
f(r,v, τ) dv = δN

exp
(
− x2

2σ2
x(τ)

− y2

2 σ2
y(τ)

− (z−z̄1(τ))2

2 σ2
z(τ)

)
√

2π
3
σx(τ)σy(τ)σz(τ)

, (4.14)

où σi(τ) ≡ σi × Ai(τ) pour i = x, y et z. Pour la propagation sous l’effet de
la gravité seule avec αi = 0, nous retrouvons la forme classique de la taille
en fonction du temps de vol σ2

i (τ) = σ2
i + σ2

v τ
2.

Approximation

Regardons la densité d’atomes qui passent à une altitude z donnée en
fonction du temps de propagation τ (cette approche est celle utilisés dans
les expériences dites de temps de vol [100, 101]). Cette densité est maximale
lorsque le centre du paquet se trouve en z, ce qui se produit au temps τ = τz
défini par z̄1(τz) = z à partir de l’équation (4.10). Pour τ très différent de τz,
la densité au point z sera pratiquement négligeable. Nous allons donc faire
un développement limité de la densité (4.14) pour des temps proches de τz.

Mathématiquement, l’approximation consiste à remplacer z̄1(τ) − z par
(τ−τz)dz̄1

dτ
(τz) et σz(τ) par σz(τz) dans l’expression de la densité spatiale (4.14),

ce qui donne

exp
(
− (z − z̄1(τ))

2

2σ2
z(τ)

)
' exp

(
− (τ − τz)

2

2 ∆t2z

)
avec ∆tz =

σz(τz)
dz̄1

dτ
(τz)

. (4.15)

Le temps ∆tz est le rapport de la taille du paquet d’atomes sur la vitesse de
son centre au moment où celui-ci passe à l’altitude z, physiquement il repré-
sente la largeur temporelle du signal de temps de vol. Si ce développement
est valable pour τ − τz de l’ordre de ∆tz, alors il est toujours valable. En
effet, dans ce cas, lorsque les termes d’ordre supérieur commencerons à jouer
un rôle, la densité sera extrêmement faible à cause de l’exponentielle. Nous
discutons maintenant de la condition de validité de cette approximation.
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Validité

Pour vérifier la validité de cette approximation, il faut injecter les déve-
loppements limités de z̄1(τ) et de σz(τ) autour de τz dans l’expression de
la densité spatiale (4.14), et regarder à quelle condition les termes d’ordre
supérieur peuvent être négligés pour τ − τz ∼ ∆tz. Les conditions de validité
de l’approximation ainsi obtenues s’écrivent

dσz

dτ
(τz) �

dz̄1

dτ
(τz) et ∆tz ×

d

dτ
ln

(
dz̄1

dτ

)
(τz) � 1. (4.16)

Ces deux conditions peuvent s’interpréter simplement. Pour satisfaire la pre-
mière, la vitesse d’étalement du paquet d’atomes doit être beaucoup plus
faible que la vitesse du centre du paquet, lorsque ce dernier passe à l’alti-
tude z. Pour satisfaire la seconde, la variation relative de la vitesse du centre
du nuage doit être faible pendant un temps égal à la largeur du temps de vol.

L’expression (4.10) avec v̄0 et αz = 0 donne simplement z1(τ) = z̄0 ×
cosh(Ωzτ). Par ailleurs, pour z � z̄0 ' 300µm, nous avons Ωz τz � 1 et il
est possible de simplifier toutes les expression car cosh(Ωzτz) ' sinh(Ωzτz) '
exp(Ωzτz)/2. Dans cette approximation, la taille verticale donnée par la for-
mule (4.11) devient σz(τ) = σz

√
1 + a2 exp(Ωzτz)/2 avec a = σv

Ωzσz
. La taille

du verticale initiale σz du paquet d’atomes extrait est au plus égale à celle
du nuage d’atomes piégé qui vaut σv/ωz. Or (ω2

z/Ω
2
z) ' 22, nous avons donc

a2 � 1 et σz(τ) ' σv

2Ωz
exp(Ωzτz).

Pour z � z̄0, les dérivées qui interviennent dans les conditions de l’équa-
tion (4.16) sont très simples et nous trouvons que les deux conditions sont
satisfaites si σv � g/Ωz. Avec Ωz ' 30 × 2πHz, la température du nuage
doit être très petite devant 27µK, ce qui est le cas dans nos expériences3.

En conclusion l’approximation réalisée ci-dessus est valable au moins pour
z � 300µm.

Conséquences

De plus, dans l’approximation z � z̄0, les variations relatives des tailles
σi(τ) (pour i ∈ {x, y, z}) sont très faibles pendant le temps ∆tz. En effet,
d’une part nous obtenons ∆tz ' σv/g, et d’autre part 1

σi

dσi

dτ
' Ωi 6 Ωz

(l’inégalité vient de Ωx < Ωy = Ωz). Or la condition de validité du paragraphe
précédent s’écrit σv � g/Ωz, donc ∆tz × 1

σi

dσi

dτ
= Ωi σv/g � 1. Il est donc

possible de remplacer l’expression des tailles en fonction du temps par leur

3Dans le cas où seule la gravité intervient, les deux conditions sont satisfaites si
√

2gz �
σv. Cette inégalité peut aussi s’écrire z � σ2

v

2g ou encore Mgz � 1
2kBT . Pour un nuage

thermique de 1µK, il faut z > 5 µm
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valeur en τ = τz. Nous obtenons une expression pour la densité spatiale dont
la dépendance en τ est extrêmement simple :

δn(r, τ) ' δN
exp
(
− x2

2σ2
x(τz)

− y2

2 σ2
y(τz)

)
√

2π
3
σx(τz)σy(τz)σz(τz)

× exp

(
−(τ − τz)

2

2 ∆t2z

)
. (4.17)

4.3.3 Calcul de la densité du faisceau

Nous avons déterminé la densité spatiale d’un paquet d’atomes après un
temps τ de propagation dans le potentiel total, magnétique et gravitationnel.
Maintenant nous ne considérons plus un paquet unique, mais une succession
de paquets émis à des instants différents. La densité spatiale à un instant t
du faisceau ainsi formé est donnée par la somme de la densité spatiale des
différents paquets. Le temps de propagation d’un paquet émis à t0 est donné
par τ = t− t0.

Notons δN = γ(t) dt le nombre d’atomes extraits du nuage piégé par la rf
entre les instants t et t+ dt. Comme nous l’avons vu dans la première partie
de ce chapitre, les fluctuations du champ magnétique ou l’application d’une
modulation sur la rf va entrâıner une variation du taux d’extraction γ dans
le temps. Pour obtenir une expression générale du faisceau de sortie, il faut
sommer la densité spatiale des paquets d’atomes sur les différents instants
d’émission pondérés par le taux d’extraction γ :

n(r, t) =

∫ t

−∞
δn(r, t− t0)× γ(t0) dt0 =

∫ +∞

0

δn(r, τ)× γ(t− τ) dτ, (4.18)

si le couplage est établi à partir d’un instant ti, il suffit de prendre γ = 0
pour t < ti.

En utilisant la forme (4.17) pour la densité spatiale des paquets d’atomes,
il vient

n(x, y, z, t) =
1

√
2π

3
σx(τz)σy(τz)σz(τz)

exp

(
− x2

2σ2
x(τz)

− y2

2σ2
y(τz)

)
×

×
∫ +∞

0

exp

(
−(τ − τz)

2

2 ∆t2z

)
× γ(t− τ) dτ. (4.19)

Pour τz � ∆tz, l’intégrale peut être étendue jusqu’à −∞ sans introduire une
erreur significative4. Nous avons ∆tz ' σv/g et σv � g/Ωz, donc ∆tz �

4Pour la chute libre, cette condition s’écrit
√

2z/g � σv/g, soit z � σ2
v

2g . La condition
de validité de τz � ∆tz est vérifiée car elle est la même que celle de l’approximation déjà
réalisée.
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1/Ωz. Si z � z̄0, alors Ωz τ � 1, et la condition τz � ∆tz est nécessairement
réalisé, la densité du faisceau de sortie peut alors s’écrire simplement

n(r, t) = n0(r)× γ̃(t− τz) (4.20)

où n0 est la forme du faisceau pour un taux de couplage constant γ0 :

n0(x, y, z) =
γ0

dz1

dτ
(τz)

×
exp
(
− x2

2 σ2
x(τz)

− y2

2 σ2
y(τz)

)
2π σx(τz)σy(τz)

, (4.21)

et γ̃ est le produit de convolution de γ/γ0 par une gaussienne de largeur ∆tz :

γ̃(t) =

∫ +∞

−∞

exp
(
− τ2

2 ∆t2z

)
√

2π∆tz
× γ(t− τ)

γ0

dτ. (4.22)

Cette dernière équation indique que toutes les variations du taux d’extraction
γ de fréquence supérieure à 1/∆tz sont lissées sur le faisceau d’atomes. En ef-
fet, la transformée de Fourier de γ̃ est donnée par le produit de la transformée
de Fourier de γ et d’une gaussienne de largeur ωc = 1/∆tz ' g/σv.

En conclusion, nous avons montré que seules les composantes spectrales
de fréquences inférieures à ωc ' g/σv se retrouvent sur le faisceau, les autres
sont coupées. Les fluctuations haute fréquence sont donc sans effet sur le fais-
ceau de sortie. La fréquence de coupure obtenue est peu différente de celle
donnée par la condition Fωm = 1 du paragraphe 4.2.2. Plus le faisceau est
issus d’un nuage thermique de faible température, plus il est sensible aux
fluctuations. Pour un condensat, le calcul mené dans la dernière partie de ce
chapitre conduira à une fréquence de coupure similaire où σv représente alors
la distribution en vitesse du condensat donné par la relation d’indétermina-
tion de Heisenberg.

Nous allons maintenant nous intéresser au profil du faisceau n0(r) donné
par un taux d’extraction constant. Si le taux d’extraction varie, il suffit de
multiplier la densité par γ̃(t− τz).

Profil longitudinal du faisceau

Pour une propagation sous l’effet de la gravité seule, en négligeant les
tailles initiales du nuage d’atome piégé devant σv

√
2z/g, le profil longitudinal

du faisceau est simplement donné par

n0(0, 0, z) =
γ0√
2gz

× 1(√
2π σv

√
2 z/g

)2 . (4.23)

153



Cette forme donne bien la conservation du débit avec une décroissance en
1/
√

2gz pour l’effet de la gravité, et une atténuation en 1/(
√

2π σv

√
2 z/g)

par degré de liberté transverse, liée à l’élargissement du faisceau. Pour le
potentiel quadratique, la forme est moins simple, mais elle correspond aussi
à celle obtenue à partir de la simple conservation du flux d’atomes.

Forme du faisceau

La forme du faisceau est donnée par la taille transverse en fonction de
l’altitude. Dans le cas de la chute libre nous avons τz =

√
2z/g et donc

σi(z)
2 = σ2

i +z×2σ2
v/g avec i = x ou y. La forme du faisceau est pratiquement

parabolique.
Lorsque le potentiel magnétique est aussi présent, pour des altitudes z

très supérieures à z̄0, les tailles transverses du nuages données par (4.11) sont
proportionnelles à l’altitude z. Le faisceau a alors une forme rectiligne et il
est bien caractérisé par un angle de divergence donné par

σi(z)

z
' σi Ω

2
z

gΩi

√(
αi + Ωi

)2
+

(
σv

σi

)2

' σv

Ωi

Ω2
z

g
. (4.24)

La seconde égalité est valable généralement valable pour les nuages ther-
miques, en effet αi et Ωi sont souvent négligeables devant la rapport σv/σi.
Pour un nuage thermique à 500 nK, l’angle de divergence vaut 0,1 radian.

En revanche, dans les condensats, d’une part la taille RMS σv de la dis-
tribution en vitesse est beaucoup plus petite que pour les nuages thermiques
et d’autre part la densité d’atomes piégé est beaucoup plus grande, l’effet
interactions est donc plus grand important que dans les nuages thermiques.

Justifions maintenant la forme utilisée pour prendre en compte l’effet
des interactions sur la vitesse transverse. Ces interactions sont répulsives,
elles peuvent être décrites par un potentiel de champ moyen proportionnel à
la densité d’atomes piégés. Nous supposons que la position transverse (x,y)
d’un atome qui sort du nuage n’est pas modifiée. Cependant, le champ moyen
communique une impulsion transverse à l’atome. La densité spatiale dans le
condensat est donné par une parabole inversée [102], le potentiel du champ
moyen est donc harmonique. La composante suivant x de la force donnée
par le champ moyen est donc proportionnelle à la position x. L’impulsion
communiquée par le champ moyen est obtenue en intégrant la force pendant
la traversée du nuage. La vitesse ajoutée suivant la direction x par le champ
moyen est donc proportionnelle à la position x, elle s’écrit αx × x. La valeur
de αx est d’autant plus grande que l’altitude du nuage traversé par les atomes
extraits est importante, de plus nous avons αx > 0 car les interactions sont
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répulsives. L’expression (4.24) donne bien que l’angle de divergence crôıt avec
αx, il décrôıt donc avec la fréquence rf.

Le traitement classique développé ci-dessus ne s’applique pas aux conden-
sats. Pour décrire la divergence des lasers à atomes, nous avons adapté un
modèle utilisé en optique gaussienne (matrices ABCD [103]). En optique, ce
modèle permet de déterminer l’évolution des faisceaux gaussiens à partir des
rayons de l’optique géométrique, il permet de prendre en compte la diffrac-
tion. Avec le modèle classique basé sur les trajectoires des atomes, en prenant
σx ×Mσvx = ~/2 (et la même chose suivant y), nous retrouvons les résul-
tats donnés par le traitement quantique adapté des matrices ABCD. Il est
remarquable de constater que l’introduction “à la main” de la diffraction au
moment de l’émission des atomes donne une forme valable pendant toute la
propagation. Ce résultat est lié à l’utilisation de profils gaussiens et de poten-
tiels quadratiques ou linéaires5. Les résultats donnés les matrices ABCD sont
en bon accord avec nos données expérimentales et le rôle des interactions est
clairement mis en évidence. Ce travail a donné lieu à une publication [105]
reproduite en annexe.

Conclusion

La description du faisceau en terme de paquets d’atomes classiques conduit
à deux résultats principaux. Cette description indique que les variations du
taux de couplage se retrouvent sur le faisceau si leur fréquence est inférieure
à une valeur qui dépend de la largeur de la distribution en vitesse. De plus
nous avons obtenu une forme analytique pour le profil du faisceau de sortie
qui prend en compte les interactions avec les atomes piégés à la sortie du
nuage ainsi que l’effet du potentiel magnétique répulsif résiduel dans le ni-
veau de départ. Ce modèle nous donne une expression simple de l’angle de
divergence.

4.4 Au delà de la description classique

Nous allons maintenant déterminer l’influence des variations de la fré-
quence rf sur le laser à atomes en utilisant une description quantique du
mouvement des atomes.

5 Par exemple l’étalement d’un paquet d’onde gaussien dans l’espace libre, calculé dans
la référence [104] avec la relation de dispersion des ondes de matière, donne ∆x(t)2 =
∆x2 + ∆p2t2/M2 avec ∆x ·∆p = ~/2. La première équation est identique à celle donnée
en physique classique par une distribution gaussienne d’atomes de largeur σx = ∆x en
position et σv = ∆p/M en vitesse, la seconde équation est la relation d’indétermination
d’Heisenberg qui ne peut pas sortir d’un modèle classique.
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Hypothèses simplificatrices

Nous nous plaçons dans le régime de couplage faible de sorte que nous
négligeons la variation du nombre d’atomes dans le condensat et nous sup-
posons que les atomes sortent tous dans l’état mF = 0. Nous négligeons les
interactions ainsi que l’effet Zeeman quadratique, les atomes se propagent
donc simplement sous l’effet de la gravité. De plus nous ne considérons que
la direction verticale. Enfin nous nous plaçons dans les conditions de validité
de la théorie des perturbations dépendant du temps à l’ordre 1.

Commençons par considérer le cas du laser continu obtenu avec une fré-
quence rf fixe.

4.4.1 Fonction d’onde du laser continu

Pour un couplage continu à une fréquence ωrf fixe, la fonction d’onde
du laser est en bonne approximation égale à la fonction propre du potentiel
gravitationnel d’énergie E vérifiant E − E−1 = ~ωrf , où E−1 est l’énergie
du condensat dans le piège magnétique. Les fonctions propres d’un potentiel
linéaire sont des fonction d’Airy dont la forme asymptotique peut être cal-
culée avec l’approximation WKB. En notant zE = E

Mg
l’altitude du point de

rebroussement classique, la forme asymptotique de la fonction d’Airy s’écrit

φE(z) ∝ (z − zE)−
1
4 exp

{
i
2

3

(
z − zE

l

) 3
2

}
. (4.25)

Cette forme devient valable dès que z − zE est grand devant la longueur
caractéristique l associée au potentiel gravitationnel et donnée par l3 = ~2

2M2g
.

Pour le 87Rb , nous avons l = 0,28µm, cette longueur est inférieure de plus
d’un ordre de grandeur à la taille verticale du condensat.

4.4.2 Fonction de couplage dépendant du temps

Nous allons maintenant considérer l’effet des variations temporelles de la
condition de résonance (variations de la fréquence rf ou variations du champ
magnétique de piégeage qui modifient l’énergie du condensat par rapport
à une référence fixe). Fabrice Gerbier de notre groupe a calculé le taux de
couplage du condensat Γ vers le continuum pour une fréquence rf fixe, à
partir de la règle d’or de Fermi [106]. Dans nos conditions expérimentales,
nous avons Γ ' 6 s−1. La théorie des perturbations dépendant du temps peut
être utilisé tant que le temps reste faible devant 1/Γ. Dans nos expériences,
le temps de couplage ne dépasse pas 20ms nous pouvons donc utiliser cette
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théorie pour calculer la fonction d’onde |ψ(t)〉 du faisceau lorsque la fréquence
et l’amplitude du champ rf Brf(t) varient dans le temps.

Pour obtenir le profil ψ(z, t) = 〈z|ψ(t)〉 du faisceau peut être décomposé
sur la base des fonctions φE(z) = 〈z|φE〉 propres du potentiel gravitationnel.
Dans un potentiel linéaire, toutes les énergies sont équivalentes, la densité
d’état ρ0 est donc indépendante de l’énergie et

ψ(z, t) = ρ0

∫ +∞

−∞
〈φE|ψ(t)〉φE(z) dE. (4.26)

À l’ordre 1 de la théorie des perturbations dépendant du temps, nous avons :

〈φE|ψ(t)〉 = e−i E
~ t

∫ t

0

ei
E−E−1

~ t′〈φE|Wrf(t
′)|ψ−1〉

dt′

i~
, (4.27)

où E−1 est l’énergie du condensat, |ψ−1〉 est la fonction d’onde du condensat
et Wrf(t) = −µz Brf(t) est le hamiltonien de couplage radio-fréquence.

L’élément de matrice 〈φE|µz|ψ−1〉 ne dépend que de l’énergie E du ni-
veau |φE〉. Il est proportionnel à l’intégrale de recouvrement entre la fonc-
tion d’onde ψ−1(z) du condensat et la fonction φE(z), nous notons K(E)
cet élément de matrice. Nous choisissons l’origine de l’axe vertical au centre
du condensat et l’origine des énergies de sorte que le potentiel gravitationnel
s’écrive simplement −Mgz (l’axe vertical est orienté vers le bas). Par ailleurs,
nous posons brf(t) = Brf(t) e

−iE−1t/~, nous avons alors

〈φE|ψ(t)〉 = K(E) e−i E
~ t

∫ t

0

ei E
~ t′ brf(t

′) dt′, (4.28)

qui peut s’interpréter comme le spectre du laser à atomes. Nous retrouvons
que si le couplage rf est réalisé avec une fréquence fixe, le spectre du laser est
donnée par la transformée de Fourier de la fonction rectangle de largeur t, la
largeur du spectre étant de 1/t [107].

À partir du spectre on peut revenir à la forme du faisceau. Pour cela, nous
développons les fonctions propres φE(z) au voisinage de la fonction φ0(z)
d’énergie nulle en supposant Mgz � |E| (cette approximation demande au
maximum que l’altitude z soit grande devant la taille verticale du condensat),
il vient

φE(z)

φ0(z)
' exp

(
−E

~

√
2 z

g

)
. (4.29)

Finalement, la fonction d’onde du faisceau est donnée par

ψ(z, t) ∝ φ0(z)

∫ t

0

brf(t
′)

[∫ +∞

−∞
K(E) ei E

~ (t′−tz)dE

]
dt′, (4.30)
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avec tz = t −
√

2z/g. Le terme entre crochets est la transformée de Fourier

K̃(t− tz) de l’élément de matrice K(E). Nous obtenons enfin

ψ(z, t) ∝ φ0(z)

∫ t

0

brf(t
′) K̃(t′ − tz) dt′. (4.31)

La fonction d’onde du laser à atomes est donnée par le produit de convolution
des variations de la rf par rapport à la fréquence moyenne avec la transformée
de Fourier de l’élément de matrice K(E). Cet élément de matrice est donné
par l’intégrale de recouvrement entre le condensat et la fonction propre du
potentiel gravitationnel d’énergie E.

Rôle de la fonction K(E)

Si la fonction d’onde du condensat était uniforme sur tout l’espace, l’élé-
ment de matrice K(E) serait indépendant de l’énergie et sa transformé de
Fourier serait une fonction delta de Dirac. Nous aurions alors ψ(z, t) ∝
ψ0(z) brf(t −

√
2z/g ) pour t >

√
2z/g soit z < 1

2
g t2, et ψ(z, t) = 0 dans

le cas contraire. Les variations par rapport à la fréquence rf moyenne se re-
trouveraient alors exactement sur la fonction d’onde.

Dans notre cas, la taille du condensat n’est bien sur pas infinie, en re-
vanche elle est grande devant la longueur caractéristique l du potentiel gravi-
tationnel. Dans ces conditions, l’intégrale de recouvrement entre φE(z) et de
la fonction d’onde du condensat ψ−1(z) est bien approximée par la valeur de
la fonction d’onde du condensat au point de rebroussement classique zE =
E/Mg du potentiel de gravitation [106]. Nous avons donc K(E) ∝ ψ−1(zE).
La fonction K̃ est alors proportionnelle à la transformée de Fourier ψ̃−1 de
la fonction d’onde du condensat, elle représente donc la distribution en im-
pulsion du condensat. La largeur M σv de cette distribution définit donc une
fréquence de coupure ωc = g/σv au delà de laquelle les variations de la rf ne
se retrouvent pas sur le faisceau atomique.

Application au peigne de fréquence

Pour la modulation d’amplitude, le produit de convolution de l’équa-
tion (4.31) nous dit que la taille des paquets d’onde atomique est donnée par
la distribution d’impulsion du condensat piégé étiré par la gravité via tz. En
effet la longueur des pulses rf est de 2µs, ce qui est beaucoup plus petit que
2π/ωc qui est de l’ordre de 1ms.

La transformée de Fourier de la formule (4.31) donne le produit de la
transformé de Fourier de brf multiplié par la fonction d’onde du condensat.
Dans le cas de la modulation d’amplitude ou de fréquence de la rf, le spectre
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de brf est un peigne de pics de Dirac. Les dents de ce peigne ont une largeur
de l’ordre de 1/t car le temps de couplage t est fini. La multiplication dans
l’espace de Fourier par la fonction d’onde du condensat sélectionne un certain
nombre de dents du peigne de fréquence. Le peigne de fréquence réalise un
couplage cohérent sur toute la largeur du condensat.

Retour sur le nuage thermique Le nuage thermique a une longueur de
cohérence est donnée par la longueur d’onde de de Broglie thermique ΛT .
Si deux fréquences rf suffisamment proches sont appliquées sur un nuage
thermique, il est possible de voir des interférences comme pour le laser à
atomes [108]. La condition est donnée par MgΛT = ~ωc où ωc représente la
différence entre les deux fréquences rf, soit

ωc =
Mg

~

√
~2

2πMkBT
=

g√
2π σv

. (4.32)

Nous retrouvons la fréquence de coupure obtenue avec le modèle classique.

Conclusion

Les effets étudiés dans ce chapitre se divisent en deux catégories. La pre-
mière concerne l’effet des différents potentiels rencontrés par les atomes lors
de leur propagation. Tout d’abord, les atomes qui sortent du nuage inter-
agissent avec ceux qui y restent, puis la propagation se fait sous l’effet com-
biné de la gravité et du potentiel magnétique dû à l’effet Zeeman quadratique.
Le faisceau ainsi produit est bien caractérisé par un angle de divergence. Une
modélisation classique permet de mettre en lumière la contribution de chacun
des deux effets.

En parallèle, nous avons étudié l’effet des variations temporelles du taux
d’extraction sur le faisceau d’atomes. Ces variations sont premièrement dues
aux fluctuations du champ magnétique. Pour stabiliser le faisceau d’atomes,
nous avons appliqué une modulation de fréquence rapide sur la rf avec une
amplitude supérieure à celle des fluctuations. Les paquets d’atomes ainsi
émis se recouvrent et rendent le faisceau insensible aux fluctuations. Cette
stabilisation peut aussi être obtenue par modulation d’amplitude. Lorsque la
fréquence de modulation est inférieure à une certaine valeur, nous observons
une modulation de sortie du faisceau. Du point de vue classique, cette mo-
dulation est simplement comprise comme l’émission de paquets d’atomes qui
ne se recouvrent pas. Du point de vue quantique, elle peut être interprétée
comme la manifestation d’interférences entre les différents modes émis.
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Conclusion

Cette thèse a abordé plusieurs thèmes autour de la condensation de Bose-
Einstein. Elle se situe à une étape charnière de la vie de notre dispositif expé-
rimental. Elle commence avec les problèmes liés à la production des condensat
de Bose pour terminer sur les moyens mis en œuvre pour les utiliser, en pas-
sant pas une indispensable phase de fiabilisation du dispositif. La première
observation de la condensation a eu lieu au début de ce travail de thèse, elle
nous a demandé de comprendre les problèmes de l’évaporation en champ fort
et de trouver des solutions adéquates.

L’évaporation avec plusieurs fréquences rf, nous a permis d’atteindre des
températures beaucoup plus basses que ne le permettait l’évaporation à une
seule fréquence. Même si en principe cette technique résout totalement le
problème de l’évaporation en champ fort, avec notre schéma simplifié, à cause
de l’effet Zeeman du 3e ordre, nous n’avons pu atteindre la condensation que
pour des champs magnétiques inférieurs à 60 Gauss au centre du piège. En
outre, nous avons montré que pour atteindre la condensation, le critère de
champ faible peut n’être satisfait qu’à la fin de l’évaporation.

Une autre technique pour atteindre la condensation lorsque le refroidis-
sement évaporatif ne fonctionne pas a été étudiée. Cette méthode connue
sous le nom de refroidissement sympathique a une portée beaucoup plus
générale que la précédente. Un modèle du contact thermique a permis de
comprendre à quelles conditions la thermalisation est assez rapide pour que
le refroidissement sympathique soit efficace. De plus, nous avons étudié ex-
périmentalement et théoriquement les différents scénarios qui mènent à la
condensation des deux gaz utilisés. Les différents régimes peuvent être sim-
plement contrôlés à partir du nombre d’atomes présents dans le gaz cible. La
compréhension des mécanismes du refroidissement sympathique constitue un
enjeu important compte tenu des fortes potentialités de cette technique de
refroidissement.

Enfin nous avons utilisé des nuages d’atomes, condensés ou non, comme
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source pour produire des faisceaux d’atomes ultra-froids. Nous avons étudié
la divergence du faisceau en fonction de la fréquence du couplage. Un modèle
classique permet de rendre compte de l’influence des différents paramètres
physiques sur l’angle de divergence. Par ailleurs nous avons développé une
méthode qui permet d’éliminer l’effet des fluctuations du champ magnétique
sur la densité du faisceau d’atomes. Avec cette méthode basée sur une mo-
dulation en fréquence ou en amplitude de la rf, nous pouvons aussi explorer
un régime où le faisceau de sortie est spatialement modulé. Pour un faisceau
issu d’un condensat, cette modulation est le résultat des interférences entre
les différents modes couplés par la radio-fréquence.

Beaucoup des problèmes rencontrés lors de cette thèse sont liés à l’utilisa-
tion des champs forts : interruption de l’évaporation, diminution du contact
thermique pour le refroidissement sympathique entre deux espèces de nombre
magnétique mF différents, instabilités du champ qui perturbe l’émission des
lasers à atomes. Bien que nous ayons montré la possibilité de lutter contre les
effets nocifs des champs forts, nous avons vu que ces compensations sont loin
d’être parfaites. C’est pourquoi une nouvelle génération d’électro-aimants est
aujourd’hui utilisée dans notre laboratoire. Nous conservons l’avantage des
ferromagnétiques qui permettent de générer de forts gradients, mais en plus,
le biais peut être compensé comme dans les systèmes classiques à bobines.
Ce nouvel outil permet de réaliser des pièges magnétiques très anisotropes et
d’étudier de nouveaux régimes de condensation en faible dimensionnalité.
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Référence [109]

Understanding the production of dual BEC with sympathetic co-
oling
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[50] B. Desruelle, Évaporation par radio-fréquence et condensation de
Bose-Einstein d’un gaz d’alcalins en régime de champ fort, Thèse de
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