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0.1 Introduction générale

0.1.1 Préambule

La condensation de Bose-Einstein est une transition de phase caractérisée par 'ac-
cumulation de bosons dans un méme état quantique. Ce phénomeéne peut se produire
en I'absence d’interactions ([!]). Cependant, les interactions enrichissent considérable-
ment la physique des condensats de Bose-Einstein. Elles leur conférent notamment
un caractére superfluide. Aprés la réalisation expérimentale des premiers condensats,
constitués d’atomes alcalins ([2, 3, 4]), un pas vers la vérification expérimentale de
cette superfluidité a été franchi avec la nucléation de vortex (|5]), par analogie avec la
physique de I’hélium liquide. Par la suite, ’existence d’une vitesse critique, au dessous
de laquelle aucune excitation du condensat, telle qu'un vortex, ne peut étre créée, a
été observée (|6, 7, 8, 9]). Cette observation est conforme au critére de Landau sur la
superfluidité ([10]).

Contrairement a ’hélium superfluide, les condensats de Bose-Einstein sont des su-
perfluides composés de particules interagissant trés faiblement entre elles. Le spectre
d’excitation d’un tel gaz de bosons a été établi par Bogoliubov ([11]). Aux grandes
longueurs d’onde, les excitations ont une relation de dispersion linéaire, et sont appe-
lées “phonons”, par analogie avec la physique des solides. La courbe de dispersion d’un
condensat de Bose-Einstein a été explorée expérimentalement, grace a la diffusion de
Bragg ([12, 13, 14]), en trés bon accord avec les prédictions de Bogoliubov.

Par la suite, le confinement des condensats de Bose-Einstein dans des systémes
de dimensionnalité réduite (2D ou 1D) a rendu possible 'observation de transitions
vers des régimes fortement corrélés (|15, 16]), comme le régime de Tonks-Girardeau
(|17, 18]), ou le régime isolant de Mott ([19, 20]).

Les phénomeénes physiques énoncés ci-dessus sont gouvernés par les interactions de
contact, qui sont isotropes et a courte portée. Pendant de longues années, ces phé-
nomeénes n’'ont été étudiés que sur des condensats d’alcalins, pour lesquels ce type
d’interaction est trés largement dominant. Cette physique peut toutefois étre enrichie
par Uinteraction dipole-dipole (DDI), qui est anisotrope et a longue portée. Pour le
chrome, cette interaction n’est pas négligeable. Cet élément chimique doit cette ca-
ractéristique a son fort moment magnétique, qui vaut 6up (up est le magnéton de
Bohr). Le potentiel d’interaction dipole-dipole est donc 36 fois plus fort pour le chrome
que pour les alcalins, pour lesquels le moment magnétique vaut 1ug. La condensation
du *2Cr a été réalisée pour la premiére fois en 2005 par le groupe de Tilman Pfau a
Stuttgart (|21]). Ce résultat a amorcé 1'étude expérimentale des condensats dipolaires.

3
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0.1.2 Thématiques liées & ma thése

Je présente ci-dessous les principaux résultats expérimentaux et théoriques relatifs a
la physique des condensats dipolaires, obtenus avant le début de ma thése dans I’équipe
“Nanochrome”. Je les ai regroupés selon deux axes majeurs, qui ont guidé les recherches
de I’équipe. Le premier axe concerne I'état fondamental et le spectre d’excitation d’un
BEC dipolaire. Le deuxiéme axe a trait aux collisions inélastiques, dues a la DDI, qui
peuvent modifier la magnétisation du condensat.

Hydrodynamique superfluide et spectre d’excitation d’un BEC dipolaire

La DDI peut étre a l'origine de fascinants phénoménes physiques dans le domaine
de I'hydrodynamique superfluide.

Parmi eux, on peut tout d’abord citer la modification, par la DDI, du rapport
d’aspect du condensat, appelée striction, mise en évidence expérimentalement dans
([22, 23]). Par ailleurs, plusieurs articles théoriques ont étudié I'influence de la DDI sur
les fréquences des modes d’excitations collectives de surface du condensat (|24, 25, 20]).
De fagon générale, en géométrie 3D, la théorie prévoit une modification, par la DDI,
de tout le spectre d’excitation du condensat, et en particulier de I'énergie des phonons
(|27]). La vitesse de propagation de ces derniers (la vitesse du son), devient alors
anisotrope. Pour les condensats dipolaires dans lesquels les interactions de contact
sont prédominantes, ces effets de la DDI sont relativement faibles, comme nous 1’avons
observé dans nos expériences.

Lorsque l'interaction dipodle-dipole est plus importante, elle peut bouleverser les
propriétés d’'un BEC en 3D, ou en dimensions réduites. En 3D, I’état fondamental,
ainsi que les excitations collectives du condensat, sont, d’aprés des travaux théoriques,
fortement modifiés par la DDI ([28, 24, 25]). La stabilité du condensat devient, en raison
de l'anisotropie de la DDI, dépendante de sa géométrie (|29]). Pour un BEC allongé le
long de ’axe du champ magnétique, un effondrement a été observé expérimentalement
par le groupe de Tilman Pfau ([30, 31]).

De plus, des études, pour l'instant purement théorique, ont révélé, dans le spectre
d’excitation d’'un BEC fortement dipolaire en géométrie quasi-2D, 'existence d’un mi-
nimum rotonique (|32, 33]). Ces études font référence & des phénomeénes analogues se
produisant dans I’hélium superfluide ([34, 35]). La présence d’'un roton peut conduire
a des effondrements locaux du condensat (|36, 37, 27]). En géométrie 1D, le minimum
rotonique disparait. Le gaz dipolaire perd son caractére superfluide (de méme que pour
les BEC 1D non dipolaires [35]) et s’apparente a un liquide de Luttinger (39, 10]).

Enfin, les excitations collectives des gaz dipolaires piégés suscitent un intérét parti-
culier dans le domaine de I'information quantique. Les interactions a longue portée et
les modes collectifs sont en effet susceptibles de revétir un role clé dans la conception
de calculateurs quantiques (|11, 12]).
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Condensats a magnétisation libre

La DDI peut étre a 1’origine de collisions inélastiques. En raison de l’anisotropie de
la DDI, le moment magnétique total de deux particules entrant en collision n’est pas
conserveé.

Lorsque ces collisions sont énergétiquement favorables, de I’énergie magnétique peut
étre relachée et transformée en énergie cinétique. Ce type de collisions, appelé “re-
laxation dipolaire”, explique pourquoi des éléments tels que le chrome, le césium ou le
dysprosium n’ont pas pu étre condensés par refroidissement évaporatif dans un piége
magnétique ([13, 44, 45, 10]). Le mécanisme inverse a la relaxation dipolaire, caracté-
risé par la transformation d’énergie cinétique en énergie magnétique, a été utilisé par
le groupe de Tilman Pfau pour refroidir un gaz thermique de chrome ([17]).

La géométrie d'un systéme physique joue un grand role sur la relaxation dipolaire.
Dans un systéme a géométrie cylindrique, le moment angulaire total est conservé. Lors
d’un événement de relaxation dipolaire ayant lieu dans un tel systeéme, il y a donc
un transfert de moment magnétique vers le moment orbital relatif des deux particules
entrant en collision. Il s’ensuit une mise en rotation des produits de collision, qui peut
engendrer la formation de vortex ([18]). Ce phénomeéne s’apparente a l'effet Einstein-
de Haas qui a lieu dans les ferroaimants ([19]). Il n’a, jusqu'a présent, jamais été
observé dans un condensat de Bose-Einstein. Nous nous y sommes intéressé dans nos
expériences.

Dans le cas des condensats de spin S = 3, comme le chrome, il est prédit qu’aux tres
bas champs magnétiques, la relaxation dipolaire est le vecteur d'une dynamique spino-
rielle d’un type nouveau ([50]). La dépendance en spin de I’énergie due aux interactions
de contact, donne lieu a la formation de nouvelles phases quantiques spinorielles de dif-
férentes magnétisations ([51]). En rendant possible une démagnétisation du condensat,
la relaxation dipolaire autorise les transitions entre ces différentes phases. Avant nos
travaux, la dynamique spinorielle d'un systéme & magnétisation libre n’avait jamais été
observée expérimentalement.

0.1.3 Autres exemples de gaz dipolaires

Depuis la condensation du chrome, d’autres espéces atomiques, a fort moment di-
polaire magnétique, ont été refroidies par laser. Il s’agit de ’erbium (de moment ma-
gnétique Tug, [52]), et du dysprosium (de moment magnétique 10up, [53]), qui a été
récemment condensé ([10]).

En présence d’un champ électrique suffisamment élevé, les atomes de Rydberg pos-
sédent un trés fort moment dipolaire électrique. Les trés fortes interactions dipole-dipole
qui en résultent ont, grace au phénomeéne de blocage dipolaire (|54]), été utilisées pour
créer des états intriqués & deux atomes de Rydberg (|75]). Ces expériences peuvent
avoir d’intéressantes applications dans le domaine de l'information quantique ([50]).
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Le principal inconvénient des états de Rydberg est leur faible durée de vie (quelques
dizaines de ps), due a ’émission spontanée. Les molécules hétéronucléaires, récemment
refroidies a de fortes densité dans 'espace des phases (|57, 58|) et possédant, dans un
champ électrique élevé, une forte polarisabilité, sont également de bons candidats a
I’étude des gaz dipolaires.

Les particules dipolaires sont considérées comme prometteuses pour la réalisation
de systémes robustes d’information quantique ([59, 60, 61, 62]).

0.2 Résumé des principales expériences effectuées pen-
dant ma thése

Les expérimentateurs du groupe “Nanochrome”, & Villetaneuse, ont atteint la dé-
générescence quantique du chrome en 2007 (|63]). Dés lors, ils se sont intéressés aux
propriétés magnétiques et collisionnelles de cet élément (|64, 65, 60]).

Lorsque j’ai commencé ma thése dans cette équipe, en septembre 2008, j’ai profité
d’un dispositif expérimental fonctionnel et prét a produire des résultats. J’ai également
bénéficié de 1'élan, partagé par les chercheurs de cette équipe, vers la caractérisation
d’un certain nombre d’effets liés a 'anisotropie de l'interaction dipdéle-dipole (DDI).

Durant ces trois derniéres années, nous avons adopté une démarche similaire a celle
des chercheurs qui, vers la fin des années 90, furent les premiers & étre confrontés & un

BEC (|2, 3]). Ces derniers, guidés par leur instinct ([67]), ont, entre autres manipula-
tions, “secoué” (en modulant la profondeur du piége, [68, 69]) et “modelé” (grace a la
diffusion de Bragg, qui provoque la création d’une onde de densité, [12, 11]) des conden-

sats de sodium et de rubidium. Ces expériences leur ont permis de sonder le spectre
d’excitations et d’observer les propriétés hydrodynamiques dues aux interactions de
contact, des condensats de Bose-Einstein.

Nous avons, a notre tour, soumis le BEC de chrome a différents types d’excitations,
l'avons “secoué” ([70]) et “modelé”. Les expériences décrites dans le présent ouvrage
constituent la premiére observation de I'influence de la DDI sur un mode collectif de
surface, ainsi que sur les phonons, dans condensat de Bose-Einstein. Le BEC de chrome
a été excité a plusieurs longueurs d’onde allant de la taille du condensat (quelques pm)
a des valeurs inférieures a la distance inter-particules moyenne (=~ 100 nm).

Une autre partie, importante, de mon travail de these, a été consacrée a la carac-
térisation de la relaxation dipolaire, pour différentes valeurs du champ magnétique de
polarisation (|71, 72]), ainsi qu’a I’étude de la dynamique spinorielle du condensat de
Chrome ([73]). Ces expériences ont été effectuées dans un BEC 3D, ou pour des plus
basses dimensionnalités. Des géométries 2D ou 1D ont été atteintes grace au confine-
ment du BEC de chrome dans des réseaux optiques.
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0.3 Lesinteractions dans les gaz quantiques dipolaires

Les atomes constituant un gaz dipolaire peuvent interagir de deux facons : par l'in-
termédiaire d’un potentiel d’interaction moléculaire, isotrope et a courte portée, et par
interaction dipdle-dipdle, anisotrope et a longue portée. Nous récapitulons ici quelques
propriétés fondamentales de ces deux types d’interaction.

0.3.1 L’interaction moléculaire

A grande distance, le potentiel d’interaction moléculaire V' (r) se comporte comme
un potentiel électrostatique, attractif, de van der Waals (en ). Il devient répulsif &
trés courte distance (de l'ordre de la taille d’une particule).

<

V(r) posséde une longueur de diffusion en onde s, que nous appelons a.

Pour un gaz dilué a basse température, on peut, dans ’approximation de Born,
modéliser V' (r) par un pseudo-potentiel d’interaction de contact, et on écrit alors (|74,

I):

V(r) = go(r) (0.1)
g = 47;22(17 0.2)

m étant la masse d’un atome du condensat.

Ce pseudo-potentiel, isotrope et a courte portée, peut étre répulsif (a > 0) ou at-
tractif (a < 0).

Les interactions de contact sont dominantes dans les espéces atomiques condensées
jusqu’a présent. Elles sont répulsives dans des espéces telles que le 8"Rb, le sodium ou
le chrome. Pour le chrome dans son état fondamental, on lit a = (112 + 14)ap dans
[76], et @ = (102,540,4)ap dans [61] (ap est le rayon de Bohr).

Le “Li, condensé en 1995 (|1]), présente des interactions de contact attractives. Pour
un nombre d’atomes suffisamment élevé, cela peut conduire & un effondrement, observé
dans [77], du condensat piégé.

0.3.2 L’interaction dipo6le-dipoéle

Le potentiel d’interaction dipdle-dipole Vy,(r) existant entre deux particules polari-
sées dont la position relative est r est donné par la formule suivante :

Cyq1—3cos?0,

Vaa(r) = 47 r3

(0.3)
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ot Cgq = poS%(gsup)?, po étant la perméabilité du vide, S le spin des atomes, g; le
facteur de Landé dans 1’état de moment cinétique total J et up le magnéton de Bohr.
6, est 'angle que fait ’axe de polarisation des dipoles avec le vecteur r.

Ce potentiel est anisotrope. Ainsi l'interaction dipéle-dipole est répulsive pour des
dipoles placés coté a cote (6 = 7, Vaa(r) > 0) et attractive pour des dipoles alignés le
long de 'axe de polarisation (6, = 0, Vyu(r) < 0) (voir figure 1).

Répulsion

X

FIGURE 1 — L’%interaction dipdle-dipdle entre particules polarisées est répulsive dans le
plan perpendiculaire aux dipdles et attractive selon l’axe des dipdles.

De plus, cette interaction est a longue portée en géométrie 3D : cette caractéris-
tique est commune aux potentiels d’interaction pour lesquels on ne peut pas définir de

longueur de diffusion, c’est a dire dont la dépendance radiale est en 7%, avec n < 3

(270)-

On peut définir un parameétre sans dimension, €44, donnant la force de 'interaction
dipole-dipole relativement a l’'interaction de contact :

= — 0.4
€dd 39 (0.4)

Dans le cas d'un BEC de *2Cr (S = 3 et g; =2,00 a I'é¢tat fondamental), on a
€4a =~ 0,16. Cette valeur sera utilisée dans la suite de cette thése.
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0.4 Structure de cette thése

Premiére partie. La premiére partie est consacrée a 'optimisation du dispositif
et du processus de refroidissement du chrome, incluant des modifications importantes
apportées depuis le début de ma thése.

Le premier chapitre présente notre dispositif expérimental et récapitule les étapes
importantes de la condensation du chrome : le nuage bosonique de chrome est d’abord
piégé dans un piege magnéto-optique (MOT), puis transféré dans un piége optique dans
lequel a lieu I’évaporation. Le deuxiéme chapitre décrit en détail la stratégie d’optimisa-
tion du chargement du piege optique. Cette stratégie est fondée sur I’accumulation des
atomes de chrome dans des états métastables. Le troisieme chapitre décrit la concep-
tion et la construction d’une cavité Fabry-Pérot passive stabilisée en température. Cette
cavité est utilisée pour référencer nos nouveaux lasers. Elle présente une stabilité en
fréquence (incluant les dérives lentes) meilleure que le MHz, & une longueur d’onde de
633 nm, sur une durée d'un an. Cela correspond & une stabilité relative meilleure que
2.107? sur cette durée. Ces performances sont étonnamment bonnes compte tenu de la
simplicité de la conception de cette cavité “ultra-stable”.

Deuxiéme partie. Cette partie constitue le cceur du présent ouvrage. Elle présente
des résultats expérimentaux importants ayant trait a I’hydrodynamique superfluide
d’un condensat de Bose-Einstein dipolaire.

Dans une premiére expérience, décrite dans le chapitre 4, nous avons mesuré la
fréquence d’un mode collectif de surface, assimilé & un mode quadrupolaire (|74, 78]),
pour deux orientations différentes du champ magnétique de polarisation des dipoles.
Ces deux orientations sont orthogonales. Les deux fréquences mesurées pour ce mode
quadrupolaire sont de l'ordre de 700 Hz et différent au maximum de 2,3 %. Cet écart
relatif, prédit dans |79, 24, 20], refléte la faible influence de l'interaction dipole-dipole
sur la fréquence d’'un mode collectif du condensat de chrome. Dans ce condensat, les
interactions de contact sont en effet prédominantes (€44 = 0,16). Nos mesures ont été
reproduites pour plusieurs géométries du piége. Au voisinage de la symétrie cylindrique,
nous avons observé une forte réduction de I’écart relatif mesuré, en bon accord avec la
théorie.

Le chapitre 5 décrit une expérience de spectroscopie de Bragg du condensat de
chrome. La fréquence de résonance d’une excitation a été mesurée pour deux orienta-
tions orthogonales du champ magnétique. Cette expérience, qui consiste a transférer
au condensat un moment Aq afin de sonder la relation de dispersion des excitations
du BEC, a été reproduite a plusieurs longueurs d’onde 27’7. Nous avons alors mis en
évidence l'effet de la DDI sur le spectre d’excitation du BEC de chrome, dans le régime
phononique et a proximité du régime des particules (|74, 80]). De nos mesures, nous
avons déduit la vitesse du son dans le condensat de chrome. Nous avons obtenu, pour
cette vitesse, 2,64 + 0,1 mm.s~! lorsque les dipoles sont orientés parallélement a la



10 0. REMERCIEMENTS

direction de propagation de I'onde sonore, et 2,06 &= 0,05 mm.s~! lorsque les dipoles
sont orientés perpendiculairement a cette direction. Ce résultat est en bon accord avec
nos calculs théoriques effectués grace a une approximation de densité locale (LDA).
Cet effet de la DDI a été prédit dans |29, 27] dans le cas d'un BEC homogéne 3D.

Troisiéme partie. En un seul chapitre, la derniére partie récapitule trés briévement
les résultats d’autres expériences effectuées au cours de ma these. Ces expériences
sont décrites plus en détail dans la Thése de Benjamin Pasquiou ([31]). Elle ont été
consacrées a 1’étude de la physique des condensats a magnétisation libre.

Nous décrivons d’abord I'effet du potentiel d’interaction moléculaire sur la relaxation
dipolaire. Cet effet nous permet de considérer la relaxation dipolaire comme un moyen
de sonder les corrélations de paire atomique, dans un gaz quantique. Nous montrons en-
suite l'effet, sur la relaxation dipolaire, du confinement du condensat dans des réseaux
optiques 1D et 2D. Enfin, nous abordons le domaine de la physique spinorielle & N
corps. A de trés bas champs magnétiques, de 'ordre de 500 G, on observe une déma-
gnétisation spontanée du condensat de chrome, initialement polarisé dans le sous-état
Zeeman de plus basse énergie, |m; = —3). Cette démagnétisation est véhiculée par la
DDI, qui rend possibles les couplages entre différentes magnétisations. Ce phénoméne,
qui est rendu énergétiquement favorable par la dépendance en spin de I’énergie des
interactions de contact, révéle une transition de phase entre un état ferromagnétique
et un état non polarisé.
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Chapitre 1

Condensation du Chrome

Dans ce chapitre, nous décrivons le dispositif expérimental consacré au refroidis-
sement et au piégeage du 92Cr. Nous détaillons les étapes principales menant & la
condensation du chrome, que notre équipe a atteinte pour la premiére fois en 2007
grace a une méthode dite “toute optique” ([03]), ainsi que 'imagerie du condensat de
Bose-Einstein (BEC). Le travail effectué pour obtenir la dégénérescence quantique est
tres largement documenté dans les théses de Quentin Beaufils ([52]) et de Radu Chi-
cireanu ([53]). Dans le présent chapitre, nous faisons état des quelques améliorations
apportées a notre expérience durant les trois dernieres années.

1.1 Description du dispositif expérimental

Un four, initialement a 1000°C', émet un jet effusif de chrome lorsqu’il est porté
a des températures situées entre 1350°C et 1500°C', selon le flux atomique que 'on
souhaite obtenir. La cellule chauffante est constituée d’un creuset en tungsténe dans
lequel est fixé un insert en zircone contenant un barreau de 20 g de chrome (voir fig.
1.1). La présence de I'insert permet d’éviter la fusion eutectique du chrome en contact
avec le tungsténe. Le choix des matériaux composant la cellule a été l'objet d'une
étude approfondie détaillée dans les théses d’Arnaud Poudérous et de Radu Chicireanu
(83, 84]). Des filaments chauffants en tungsténe entourent le creuset. Il a été constateé,
durant ces derniéres années d’expériences, que le chrome contenu dans le four s’épuisait
au bout de six a dix-huit mois lorsque la température de chauffage était de 1350°C.

En sortant du four, la vapeur de chrome traverse un bouclier thermique et pénétre
dans une premiére enceinte sous ultra-vide. La pression y régnant est de 4.10~° mBar a
1350°C'. Nous profitons ici d’'une propriété remarquable des atomes de chrome qui ont
tendance a adhérer aux parois du four et & adsorber les molécules du vide résiduel (effet
“getter”), produisant ainsi un effet de pompe, ce qui explique une pression aussi faible
a cette température. Un ralentisseur Zeeman sépare cette enceinte d’'une deuxiéme en-

13
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Cellule du four (w) £27"eau de Chrome

Filaments
I RN
| C Cr 1
; A?M/V\/f\/\ I\
B h 2
Creuset (W) ouiz?gzgerce

Insert (ZrO,)

FIGURE 1.1 — Schéma du four créant un jet effusif de chrome.

ceinte, la chambre du piége magnéto-optique (MOT), dans laquelle le chrome est piégé
et condensé. La pression dans cette enceinte est de 4.10~!* mBar. Cette pression, bien
inférieure & celle de I’enceinte du four, est indispensable a la condensation et ne doit
donc absolument pas étre altérée. Un tube différentiel, tel qu’a 1’équilibre thermique
la pression dans ’enceinte du MO puisse étre jusqu’a 400 fois plus faible que dans
I’enceinte du four, placé a I’entrée du ralentisseur Zeeman, ainsi qu’une vanne séparant
les deux enceintes, garantissent une bonne protection contre la contamination de l’en-
ceinte du MOT par des impuretés. Un schéma des différentes enceintes ot circulent les
atomes est présenté en figure 1.2.

Nos lasers

Pour le refroidissement du chrome, une chaine bleue délivrant un faisceau laser de
340 mW & 425 nm est utilisée. Les 2/3 de cette puissance sont destinés au ralentisseur
Zeeman. Le tiers restant est partagé entre le piége magnéto-optique et le refroidissement
transverse du jet effusif de chrome sortant du four. Les décalages en fréquence relative-
ment a la transition piégeante n’étant pas les mémes pour les faisceaux du ralentisseur
Zeeman et du MOT, deux modulateurs acousto-optiques (AOM) placés, respective-
ment en simple et double passage, sur le trajet des deux faisceaux autorisent cette
différentiation. Les efficacités respectives de ces AOM nous permettent de consacrer
100 mW de puissance bleue au ralentisseur Zeeman et 45 mW au MOT-refroidissement
transverse.

Un laser “tout-solide” de 18 W a 532 nm (Verdi, Coherent) a principalement le role
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FIGURE 1.2 — Schéma du dispositif d’ultra-vide, vue de dessus

de laser pompe de la chaine bleue, une puissance de 13,5 W étant mobilisée a cet
effet. La puissance restante peut étre utilisée pour produire des réseaux optiques, afin
d’obtenir différents types de confinement du condensat de chrome. Cela fait ’objet des
expériences décrites dans la partie 6.1.2 et plus largement dans la thése de Benjamin
Pasquiou ([81]). Les expériences de diffusion Bragg, détaillées au chapitre 5), utilisent
également ce laser, mais avec des puissances bien plus faibles.

Une série de 4 diodes laser rouges repompent les atomes chargés dans des états
métastables vers les états de la transition piégeante.

Le piégeage optique du nuage de chrome est effectué grace a un laser infrarouge de
50 W dont la longueur d’onde de 1075 nm est fortement désaccordée par rapport a
celle de la la transition piégeante.

Le montage comprend également une chaine laser a 427 nm ayant un réle de pompage
optique et de dé-pompage (voir plus loin). I convient bien évidemment de se reporter
aux théses précédentes pour plus de détails sur son fonctionnement.

La structure électronique du ®2Cr, n’incluant que les niveaux électroniques interve-
nant dans le refroidissement de cet isotope, est présentée dans la figure 1.3

1.1.1 La chaine bleue

Le chrome est refroidi en utilisant la transition *S3 —7 P, 4 425,553 nm (voir fig. 1.3).
Le laser utilisé a cet effet est un laser infrarouge Titane Saphir de marque Tekhnoscan
a 851,106 nm qui, aprés un passage dans une cavité de doublement, produit la longueur



16 1. CONDENSATION DU CHROME

VNN el 4
RN N, v 663 nm 2°D
\\\Repoqueu(si . 4
rouges N,
\ 4
\ AN b 654 nm

5
\\ \\\ —_— D3
\
\\ \‘
\ 647 nm 5
\ —abD
5g ¥ 633 nm 2

FIGURE 1.3 — Niveauz électroniques intervenant dans le refroidissement du °2Cr. Les
isotopes bosoniques du chrome n’ont pas de spin nucléaire. Il en résulte une absence de
structure hyperfine. L’état "Ss est l’état fondamental. Les états Dy, 5Ds, Dy et ®Sy
sont des états métastables.

d’onde souhaitée. Ce laser est pompé par le laser Verdi & 532 nm capable d’émettre
une puissance de 18W. Si 13,5 W de ce laser sont utilisés pour le pompage du Titane
Saphir, on obtient en sortie de ce dernier une puissance de 1,65 W. Le rendement de
la cavité de doublement, de marque Tekhnoscan, étant de 20% environ, nous obtenons
enfin en sortie de cette cavité jusqu’a 340 mW de lumiére laser bleue utilisée pour le
refroidissement et le piégeage du chrome. La stabilisation du Titane Saphir est obtenue
en Dasservissant sur le flanc d’un pic d’'une cavité Fabry-Pérot de 50 cm (voir figure
1.4). Cette cavité est elle-méme référencée en asservissant sa longueur sur la transition
piégeante du chrome grace a un systéme d’absorption saturée. Le faisceau laser bleu
a 425 nm utilisé dans ce but est prélevé & partir de la lumiére réfléchie par la cavité
de doublement. La longueur d’onde de ce faisceau étant la moitié de celle du laser
Titane Saphir, elle dépend donc de la longueur de la cavité Fabry-Pérot. La résonance
de ce faisceau avec la transition concernée est obtenue en sondant un échantillon de
chrome porté a I'état de vapeur dans une lampe a cathode creuse. Le passage d’un
faisceau contre-propageant au faisceau sonde et ayant quasiment la méme longueur
d’onde que ce dernier, saturant la transition atomique pour des atomes ayant une
vitesse donnée, permet de s’affranchir de 1’élargissement Doppler. La largeur du signal
d’erreur, obtenu par détection synchrone, n’est donc limitée que par un élargissement
par collision de 40 MHz existant dans cette cathode creuse. La largeur de raie de la
transition piégeante étant de 5 MHz, un bon choix du gain de la rétroaction sur le
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piézo controlant la longueur de la cavité Fabry-Pérot permet de maintenir le laser
constamment & résonance avec cette transition.

La cavité de doublement est asservie sur la longueur d’onde du laser Titane Saphir
en transformant le signal lumineux infrarouge prélevé en réflexion de cette méme cavité
en un signal d’erreur grace a la méthode de Hansch-Couillaud.

Les caractéristiques et méthodes de stabilisation des différents lasers composant
la chaine bleue, ainsi que des diodes lasers décrites ci-dessous, sont plus largement
abordées dans les théses précédentes de 1’équipe “Nanochrome”.

1.1.2 Les repompeurs

Afin de repomper les états métastable du 52Cr (voir figure 1.3), quatre diodes la-
ser rouges sont utilisées. Ce sont des modéles a cavité étendue de la marque Toptica
fournissant, a I’état neuf, des puissances allant de 1 & 10 mW environ. Ces diodes sont
asservies sur des cavités Fabry-Pérot grace a la méthode de Pound-Drever-Hall (PDH).
Une fois asservies, un modulateur acousto-optique (AOM) injecté en double passage
permet d’accorder la longueur d’onde du faisceau interagissant avec les atomes a la
résonance atomique. L'efficacité de diffraction des AOM utilisés varie de 80 % a 90 %.
Le référencement des diodes lasers sur une cavité optique est illustré dans la figure 1.5.

Sur la cavité Fabry-Pérot active référencée a la transition atomique piégeante sont
asservies deux de ces diodes laser, & 633,183 nm et 663,184 nm. La premiére est la
diode laser la plus importante de notre expérience, comme le montre la partie 1.3.4.
Elle est utilisée pour repomper 1'état métastable 355 vers I’état fondamental 7 P;. Elle
a considérablement vieilli au fil du temps et n’émet maintenant qu'une puissance laser
d’environ 300 pW. La deuxiéme diode laser, émettant environ 4,5 mW de lumiére rouge
a 663 nm, est utilisée pour repomper ’état métastable °D,.

Deux autres diodes lasers a 653,973 nm et 646,877 nm, repompant respectivement
I'état ®Ds et I'état ® Dy vers " Py, ont été asservies sur une nouvelle cavité Fabry-Pérot
passive ultra-stable. La puissance en sortie de ces deux diodes est d’environ 10 mW.
La conception et le fonctionnement de cette nouvelle cavité optique seront détaillés
dans le chapitre 3. La diode & 647 nm a par la suite été remplacée par une nouvelle
diode a 633 nm, utilisée pour prendre le relai de I'ancienne diode de méme longueur
d’onde, asservie sur la cavité active. Cette nouvelle diode fournit une puissance de 1
mW environ. Elle nous a pour l'instant permis de gagner environ 10% sur le nombre
d’atomes dans le condensat. Elle s’avérera cependant bientot indispensable lorsque la
puissance émise par I’ancienne diode a 633 nm deviendra insuffisante pour produire un
condensat de chrome.

Le chapitre 2 met en perspective I'importance relative de chacun des repompeurs.
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FIGURE 1.5 — Systeme de référencement de deux diodes laser rouges sur une cavité

optique. Les diodes sont asservies sur une cavité Fabry-Pérot par la méthode de Pound-
Drever-Hall.

1.1.3 Laser de pompage optique

Le montage expérimental comprend également un faisceau laser a résonance avec
la transition 7S; —7 Ps, dont la longueur d’onde est 427,60 nm, utilisée d’une part
pour polariser les atomes dans le sous-état Zeeman de plus basse énergie (|my; = —3)),
d’autre part pour dépomper I'état 7S5 vers I’état métastable 55, via 1'état excité " Ps.
Cette derniére étape s’est avérée indispensable pour atteindre la dégénérescence quan-
tique “toute optique”, comme 'explique la partie 1.3.4.

La longueur d’onde dont il est question ici est obtenue aprés doublement en fréquence
d’un faisceau laser émis par une diode & cavité étendue de marque Toptica. Une fibre
optique & maintien de polarisation achemine ce faisceau laser vers la chambre du MOT
avec une efficacité de transmission d’environ 45%.

1.1.4 Le piége optique

Un laser fibré continu Ytterbium de la marque IPG fournit 50 W de puissance
infrarouge a 1075 nm. Ce laser, fortement désaccordé dans le rouge de la transition
piégeante, est utilisé pour réaliser le piége dipolaire dans lequel se formera le conden-
sat. Un AOM est utilisé pour faire varier la puissance lumineuse de ce laser. Il est
ainsi possible d’effectuer la rampe d’évaporation aboutissant & la condensation, ou, en
modulant la puissance du laser, d’exciter le condensat de chrome en résonance avec
I'un de ses modes collectifs (voir chapitre 4). Il est également possible, grace a ’”AOM,
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de couper brusquement ce piége pour, par exemple, effectuer une imagerie en temps de
vol (TOF). La puissance effective maximale en sortie de cet AOM est de 35 W.

1.2 Le systéme d’imagerie

Nous disposons de systémes d’imagerie par fluorescence et par absorption, qui uti-
lisent le dispositif optique illustré dans la figure 1.6 et décrit en détail dans la these
d’Arnaud Pouderous (]|31]). Ce dernier est composé d’un premier télescope de grossis-
sement —1, composé de deux doublets de focale 20 cm, en configuration 2f — 2f, et
d’un deuxiéme télescope de grossissement 3, composé de deux lentilles de focales -2 cm
et 6 cm. Les images sont enregistrées par une caméra CCD 12 bit de 1392x1024 pixels,
dont Defficacité quantique est de 50 % a 425 nm. La taille d’un pixel sur la caméra est
de 6,5 pum et le grossissement de —3 nous permet donc de résoudre un objet de 2,16
pm se trouvant au centre de ’enceinte a ultra-vide. Le MOT est imagé par fluorescence
alors que pour observer et analyser le condensat de chrome, nous utilisons I'imagerie
par absorption : le BEC de chrome est éclairé selon I’axe 0, pendant typiquement 100
us par un faisceau bleu a 425 nm de puissance 35 W et de waist 2,1 mm, de pola-
risation o=, en résonance avec la transition piégeante *S; —7 P,. Une faible fraction
de l'intensité lumineuse de ce faisceau laser est diffusée par le condensat. On calcule la
densité optique en un point donné en mesurant l'intensité lumineuse manquante en ce
point.

Ces deux systéemes d’imagerie permettent d’observer le gaz de chrome selon 1'axe
O,. Un nouveau systeme optique permettant d’imager par fluorescence le condensat
en 'observant selon 'axe O, a été installé par Benjamin Pasquiou et est en cours de
développement.

Nous disposons également d’un photomultiplicateur (PM) permettant de recueillir
une partie de la fluorescence du MOT.

1.3 Procédé de refroidissement

Les atomes de chrome sortant du four a 1350°C' traversent d’abord un ralentisseur
Zeeman et sont ensuite piégés dans un piége-magnéto-optique. Un piege optique di-
polaire en forme de cigare, allongé le long d’un axe horizontal et créé par 35 W de
lumiére infrarouge pouvant étre rétro-réfléchie, est allumé dés le début de la phase de
ralentissement. Ce piége est superposé au MOT et est chargé en permanence au fur et
a mesure que les atomes se refroidissent. Dans le but d’optimiser ce procédé d’accumu-
lation, on utilise les fuites de la transition piégeante vers des états métastables afin de
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FIGURE 1.6 — Schéma du dispositif d’imagerie (vue de dessus).

soustraire les atomes suffisamment froids pour étre piégés par le faisceau infrarouge a
la lumiére du MOT, responsable de nombreuses collisions assistées par la lumiére qui
réchauffent le nuage. Si le taux de fuite vers les états métastables est tres faible devant
celui de la transition piégeante (qui dépend de la puissance lumineuse du MOT), cette
accumulation ne génera pas le refroidissement des atomes par le piége magnéto-optique.

1.3.1 Ralentissement Zeeman

Les atomes sortant du four a 1350°C' ont une vitesse moyenne d’environ 850 m/s,
vitesse bien supérieure a la vitesse de capture de notre piége magnéto-optique (environ
70 m/s). Un ralentisseur Zeeman permet de réduire cette vitesse & 40 m/s. Dans notre
cas, seuls les atomes ayant, a l'entrée du ralentisseur, une vitesse inférieure a 550
m/s sont ralentis avec une décélération de 0,61lap (ap étant la décélération maximale
Doppler = 5,6.105m/s%). La longueur nécessaire a une telle réduction de la vitesse
moyenne des atomes est de 0,9 m, longueur qui a été adoptée pour notre ralentisseur
Zeeman. La diffusion des quelques 24000 photons bleus par atome lors du ralentissement
élargit le faisceau atomique. Lorsque ce faisceau atteint le centre du MOT, sa largeur
estimée est de 10 mm (]33]).
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1.3.2 Refroidissement transverse

Le jet de chrome sortant du bouclier thermique n’étant pas parfaitement collimaté,
seule une petite partie de ce faisceau interagit effectivement avec le ralentisseur Zeeman.
Pour augmenter le flux atomique, un systéme de refroidissement transverse est mis en
place dés la sortie du four. On préléve pour cela 20 mW des 45 mW de laser bleu a 425
nm destinés au MOT. Grace a deux faisceaux rétro-réfléchis polarisés circulairement,
qui traversent le jet atomique perpendiculairement & ce dernier, horizontalement et
verticalement, on diminue la divergence de ce jet.

Le faisceau du MOT étant lui méme légérement dans le rouge de la transition pié-
geante, la fréquence de cette transition peut étre accordée, par effet Zeeman, a la
fréquence des faisceaux laser du refroidissement transverse. Des bobines, produisant
un champ magnétique uniforme au niveau de la zone d’interaction entre ces faisceaux
et le jet atomique, sont utilisées a cet effet. Un optimum est atteint lorsque les faisceaux
du refroidissement transverse sont a ~ 0, 5" dans le rouge de la résonance, o I' est le
taux d’émission spontanée dans I'état Py, égale a 5,01 MHz

Cette procédure multiplie le taux de chargement du MOT par un facteur 7,5. Ce
taux est alors typiquement de 5.10% atomes/s.

1.3.3 Le piége magnéto-optique

Aprés avoir traversé le ralentisseur Zeeman, les atomes de chrome sont piégés par
un piege magnéto-optique (figure 1.7). La puissance laser du faisceau du MOT est de
25 mW. L’intensité lumineuse au centre de ce piége est de 116 mW.cm™2 (paramétre
de saturation sy = 13,6) et la lumiére laser est décalée de 16,6 MHz ~ 3" dans le
rouge de la transition piégeante. Le temps de chargement du MOT est de 15 ms. Ce
temps trés court, inférieur d'un ou deux ordres de grandeur aux temps de chargements
typiques des MOTs d’alcalins, s’explique par le trés fort taux de collisions inélastiques
assistées par la lumiéere. Le paramétre de pertes a deux corps dues a ces collisions et
mesuré expérimentalement est de 3 = 8.1071° cm?/s ([33]) ce qui est 50 fois supérieur
aux valeurs usuelles pour les alcalins. Au terme de ce chargement le MOT est peuplé
de 5.10% atomes (au maximum), & une température de 120 pK. Son rayon a 1/e est
d’environ 150 pm.

L’optimisation du chargement de ce piége aboutissant aux paramétres mentionnés
précédemment, ainsi que les collions inélastiques assistées par la lumiére, font I'objet
d’une étude trés approfondie dans la thése de Radu Chicireanu. Nous allons, dans le
chapitre 2, y apporter un complément.
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FIGURE 1.7 — Schéma du montage expérimental du MOT (vue de dessus).

1.3.4 Chargement du piége optique allongé

Les atomes de chrome capturés par le MOT sont transférés dans un piege optique
créé par un faisceau laser horizontal de 35 W a 1075 nm, qui peut étre rétro-réfléchi. Ce
faisceau fait un angle de 7" avec I’axe O, de I'imagerie. Il est focalisé¢ sur le MOT et son
waist est de 42 pum. Si le chargement de ce piege est effectué directement a partir des
atomes du MOT, les collisions inélastiques assistées par la lumiére diminuent fortement
le nombre d’atomes chargés. L’équipe a choisi de favoriser le peuplement des états
métastables afin de soustraire les atomes du piége optique a la lumiére du MOT. 11 est
donc ainsi possible d’atteindre une densité atomique plus importante que dans le MOT,
ou elle est fortement limitée par les collisions inélastiques ainsi que par les diffusions
multiples de photons créant une force répulsive entre les atomes ([35]). Les états >D
sont directement accessibles a partir du MOT par une fuite venant de I’état excité de
la transition piégeante (état “P;). Cependant, le nombre d’atomes ainsi chargés dans le
piége optique (1,2.10°) reste insuffisant pour atteindre la dégénérescence quantique au
terme du processus d’évaporation. Un autre état métastable, I'état °S,, présente des
caractéristiques qui le rendent plus intéressant que les états °D. En effet, le taux de
collisions inélastiques, facteur limitant le chargement du piége optique, est plus faible
entre atomes de cet état, comme nous le montrerons au chapitre 2. Le déplacement
lumineux, di au laser infrarouge, est également plus important dans I'état 55, que
dans les états °D. Lors de son chargement, le piége optique horizontal rétro-réfléchi
a, dans I’état S, une profondeur de 500 uK contre 420 pK dans I’état °Dy. L’état
55y n’est cependant accessible que depuis 1'état 7 Ps, rendant nécessaire I’emploi d’un
dépompeur, pour stimuler la transition 7S5 —7 Ps, dont la longueur d’onde vaut 427
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nm. L’accumulation des atomes dans I’état °S, permet de multiplier par deux le nombre
d’atomes, chargés dans le piége dipolaire. Ce chargement est obtenu au terme d’une
procédure d’optimisation, détaillée dans la partie 2.1, au terme de laquelle la puissance
laser du faisceau laser dépompeur, rétro-réfléchi, est de typiquement 35 pW. Ce faisceau
a un waist de 3 mm.

Un inconvénient du dépompeur est de soustraire a 'influence des faisceaux du MOT
des atomes encore trop énergétiques pour pouvoir étre piégés par le potentiel dipolaire,
ou ne se trouvant pas encore dans la zone de passage du faisceau infrarouge créant ce
potentiel. Ces atomes sont alors pour la plupart perdus. Pour minimiser ce phénomeéne,
on bouche les fuites vers les états métastables en dehors de la zone du MOT superposée
au piége optique, grace a des faisceaux repompeurs a 633 nm et 663 nm, obturés en leurs
centres par un morceau de fil de fer horizontal. L’image de ce fil de fer, ou “Dark Spot”,
sur le nuage de chrome ultra-froid, a un diameétre de 300 pm. Le nombre d’atomes de
chrome piégés par l'infrarouge est augmenté de 20% par cette technique ([63]).

Repompeurs 663 nm et 633 nm

/) /

/ / s
/

FIGURE 1.8 — Schéma illustrant la configuration du faisceau repompeur ’darkspot’. Le
faisceau a 633 nm illumine une partie du MOT qui n’est pas contenue dans le piége
optique.

1.3.5 Annulation des forces magnétiques

Le gradient magnétique du MOT exerce sur les atomes transférés dans les états
métastables une force qui s’ajoute a la force de rappel du piége optique. Ce gradient
magnétique expulse du piége optique les atomes de moment magnétique m; négatif.
A Tinverse, il augmente fortement le confinement des atomes de m; positif. La densité
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atomique s’en trouve donc augmentée, ce qui favorise les pertes par collisions inélas-
tiques. La force exercée par ce gradient magnétique sur les atomes nuit donc fortement
au chargement du piége dipolaire.

Afin d’annuler cette force pendant le chargement du piége dipolaire, on bascule
alternativement, par des transitions adiabatiques rapides (“adiabatic rapid passage”,
[36]), les sous-états Zeeman des atomes. De cette fagon, chaque atome passe autant de
temps dans les sous-états |my) et | — my) et subit de la part du gradient magnétique
une force nulle en moyenne. On utilise pour déclencher ces transitions des rampes
adiabatiques de champ magnétique radio-fréquence (RF). Le champ magnétique RF
est balayé de 500 kHz a 7,5 MHz avec un taux de répétition de 10 kHz ([87]). Ce
fort taux de répétition est nécessaire pour que le moyennage des forces magnétiques
ait lieu sur une durée courte devant la période d’oscillation des atomes dans le piége
magnétique (= 100 Hz). Le critére d’adiabaticité des transitions magnétiques impose
une valeur élevée a la puissance RF. Nous réglons cette derniére a 100 W.

Cette méthode multiplie par 2 le nombre d’atomes chargés dans le piége dipolaire.
Le piége infrarouge contient finalement 4, 5.10% atomes dans les états métastables aprés
un temps de chargement de 35 ms, avec une densité atomique maximale de 5.10*! cm 3.
Le taux de chargement, de 1,3.10% atomes/s n’est que 4 fois inférieur a celui du MOT.
Le transfert d’'un piége a l'autre est donc tres efficace. La densité dans 'espace des
phases passe de 107¢ dans le MOT & 5.107% dans le piege optique.

1.4 Condensation et recompression du piége dipolaire

Une fois le piége optique chargé, les atomes de chrome sont repompés des états
métastables vers 1’état fondamental. La durée de cette étape est de 200 ms bien que 20
ms soient suffisantes pour repomper les atomes. Cette durée est choisie par commodité
afin de rendre le chargement moins sensible a ’alignement de nos repompeurs sur les
atomes.

1.4.1 Polarisation dans le sous-état Zeeman stable

Les atomes de chrome sont maintenant dans le piege optique dans 1’état fondamental
7S5. Le nuage n’est cependant pas polarisé : le nombre quantique magnétique m  différe
d’un atome a l'autre. Dans ces conditions, la relaxation dipolaire, processus de collision
inélastique durant lequel de I’énergie cinétique est créée par désexcitation des sous-états
magnétique Zeeman (voir partie 6.1), est possible et elle réduit fortement la durée de
vie du nuage atomique dans ce piége. Il est donc primordial de polariser les atomes dans
le sous état Zeeman de plus basse énergie, |m; = —3), stable magnétiquement a champ
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magnétique suffisamment élevé. Cette opération est effectuée au moyen du faisceau
laser a 427 nm, de polarisation ¢~, sous la forme d'un pompage optique de l'état
|"Ss3,my), vers 'état |"P3,my; — 1). Grace a la désexcitation spontanée, les atomes sont
progressivement transférés vers 1'état |7Ss, m; = —3). Un soin particulier est ici apporté
au choix du champ magnétique de quantification. Le facteur de Landé étant 1égérement
différent pour les états 7S5 et " P, les différentes transition |"S3,m;) — |"P3,m; — 1)
(my = —3,...,43) n'ont pas la méme fréquence en champ magnétique non nul. L’écart
entre les transitions de plus forte et plus faible énergie dépend linéairement du champ
magnétique. Ce dernier doit étre choisi de fagon & ce que cet écart reste inférieur a
la largeur naturelle de la transition, de I' ~ 27 x 5 MHz. En outre, il faut s’assurer
que toute composante accidentelle sigma+ soit hors résonance. Un champ magnétique
de 2,3 G, soit 2w x 5,5 MHz, permet de satisfaire ces deux conditions (voir fig. 1.9).
Afin de réduire le réchauffement du nuage dia a la diffusion des photons & 427 nm, le
faisceau polariseur est rétro-réfléchi. Le réchauffement du nuage par ce faisceau laser
est alors de 3 pK. La durée de I'impulsion laser de polarisation décrit ici varie de 50
a 100 ps pour une puissance de 0,25 mW. La durée de vie du nuage polarisé, limitée
uniquement par des collisions avec le gaz résiduel, est alors de 20 s.

7 -
P3 9_1 .9 1 m|J=+3
=41 mJ:+2
m|J=0 J
m,=0 M=+
'S , 9720

FIGURE 1.9 — Schéma des sous-niveaur Zeeman mis en jeu dans le pompage optique. Le
désaccord du faisceau polariseur ne dépasse pas 2 MHz pour sa composante polarisée o~
(fleche pleine) alors qu’il est bien plus élevé (~ 12 MHz)pour une éventuelle composante
perturbatrice polarisée o (fleche discontinue).
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1.4.2 Le piége optique croisé

La longue durée de vie du nuage de chrome polarisé laisse du temps pour réaliser le
processus de refroidissement évaporatif. Afin d’augmenter, dans un premier temps, la
densité du nuage atomique, le piége allongé créé par le faisceau infrarouge horizontal est
progressivement transformé en un piége croisé grace a un deuxiéme faisceau infrarouge
vertical (il fait en réalité un angle de 6° avec 'axe vertical O, dans le plan yOz, voir
fig. 1.10) : une lame demi-onde controéle la répartition de la puissance entre le faisceau
infrarouge horizontal et le faisceau vertical, dont le waist est de 52um. Cette lame est
tournée de 32° en 9,1 s afin de créer un piége optique croisé, plus communément appelé
“dimple”. On obtient alors un piége légérement ovale et trés confinant : le simple fait de
tourner cette lame augmente la densité dans l'espace des phases d'un facteur 20 ([63]).

1.4.3 Le refroidissement évaporatif

6 s aprés le début de la rotation de la lame demi-onde commence la rampe d’éva-
poration, qui dure 8 s. La puissance du laser infrarouge est progressivement diminuée,
suffisamment lentement pour laisser a la température le temps de s’adapter a la pro-
fondeur du piége. Lorsque la lame a atteint sa position finale, c’est a dire 3,1 s aprés le
début de la rampe d’évaporation, le “dimple” contient 80000 atomes avec une densité
dans l'espace des phases de 1072. Le rapport 1 entre la profondeur du piége optique et
la température est alors de 10 environ. Il est de 6 environ a la fin de la rampe d’évapo-
ration. Au terme de cette rampe, les fréquences du piége, mesurées expérimentalement,
sont f, = f. =110 Hz et f, = 150 Hz. Le condensat commence a se former & 7" ~ 200
nK, pour une profondeur de piége de 2,8 uK. Pendant 1’évaporation, un gradient de
champ magnétique est généré afin de compenser la gravité et un gradient existant selon
I’axe du piége 1D. L’optimum est obtenu lorsque la compensation n’est pas tout a fait
parfaite. En effet, il est préférable d’étre en présence d’un léger gradient de potentiel
se superposant au piége optique de facon a éloigner définitivement les atomes évapo-
rés, qui risqueraient sinon d’entrer en collision avec les atomes du piége. L’évaporation
se poursuit jusqu’a obtenir une température sensiblement inférieure a la température
de dégénérescence, estimée a 170 nK ([63]). Notre condensat contenant typiquement
15000 atomes et parfois plus de 30000 atomes est alors trés pur, la fraction condensée
dépassant 90%.

1.4.4 Recompression du condensat

Aprés la formation du condensat, ce dernier est recomprimé en augmentant lége-
rement la puissance du laser infrarouge. Ceci permet de compenser complétement la
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FIGURE 1.10 — Schéma de la configuration du piege optique qui est une dépression
(“dimple”) formée par les deux faisceaux croisés horizontal et vertical. (A) Vue du
dessus ot apparaissent le cube polariseur et la lame \/2 qui permettent de séparer en
deuz la puissance du faisceau laser émis par le laser infrarouge a 1075 nm. (B)Vue de
coté des deux faisceauzr qui se croisent au centre de la chambre expérimentale.

gravité afin de stopper I'évaporation. Cette étape de recompression peut également
étre utilisée pour changer la géométrie du piége selon les besoins d'une expérience en
tournant la lame demi-onde controlant la répartition de la puissance laser entre le bras
horizontal et le bras vertical du piége dipolaire croisé. Ceci nous est utile dans les ex-
périences décrites aux chapitres 4 et 5. Les fréquences du piége aprés recompression
sont typiquement égales a f, = f, = 300 Hz et f, = 410 Hz.
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1.4.5 Imagerie et analyse du BEC de chrome

Dans le régime de Thomas-Fermi ([74]), la densité du condensat suit une distribution
parabolique. Ce régime n’est atteint que si la densité du condensat est suffisamment
élevée pour que 'énergie cinétique quantique soit négligeable devant I'énergie d’inter-
action. Cette condition est équivalente & :

a

N

-~ > 1 (1.1)
ou N est le nombre d’atomes condensés et a la longueur de diffusion en onde s. ap, =
VA (mw), ott @ = (w,wyw,)? est la moyenne géométrique des fréquences du piége
optique, w,, wy, et w,, respectivement selon les axes O,, O, et O.. Dans notre expérience,
pour N = 15000, on a typiquement N ﬁ“o ~ 100. On est donc bien dans le régime de
Thomas-Fermi.

Dans ce régime, la densité “in situ” n(z,y, z) du BEC s’écrit :

2 2 2

T Y z
n(z,y,z) = ng (1 “RET R - Rzz) , (1.2)

ou R, R, et R, sont respectivement les rayons de Thomas-Fermi du condensat selon

les axes O, Oy et O,. ng est la densité au centre du BEC avec ny = %ﬁ ou N
x iy iz

est le nombre d’atomes condensés.

La densité du condensat in situ est si importante (typiquement 3.10* c¢cm™ au
centre du BEC) qu’elle entraine une saturation de I'imagerie. De plus, la résolution de
I'imagerie n’est pas assez bonne (= 2 pm par pixel) par rapport a la taille du BEC
(= 4 pm) pour pouvoir I'observer correctement. On laisse donc s’expandre le condensat
pendant 5 ms, en relachant brusquement le piége infrarouge, avant de prendre une photo
du BEC, en utilisant le dispositif d’imagerie par absorption décrit brievement dans la

partie 1.2.

Dans le régime de Thomas-fermi, la densité reste parabolique lors de I’expansion du
BEC, expansion qui est anisotrope et dépend fortement de la géométrie du piege ([38]).

Si 'on néglige la fraction thermique, ce qui se justifie si cette derniére est inférieure
a 10%, la densité du gaz condensé aprés expansion, intégrée le long de 'axe O, du
faisceau d’imagerie, s’écrit, dans le régime de Thomas-Fermi :

22 52 3/2
ng(x,z) =ngo |1 — —5 — — 1.3
) °< R, Rﬁ) 4
la condition de normalisation imposant que ngg = %%. R, et R, sont ici respecti-

vement les rayons de Thomas-Fermi, aprés expansion, du condensat selon les axes O,

et O,.
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La densité optique OD(z, z) est donnée par :

3L
2
ou Ay, = 425 nm est la longueur d’onde du laser bleu utilisé pour I'imagerie.

OD(z,z) = ng(x, z) (1.4)

En fittant la densité optique des images aprés temps de vol par cette fonction, on
peut obtenir les rayons de Thomas-Fermi R, et R, du BEC dans le plan d’imagerie,
ainsi que le nombre d’atomes N du condensat.

Lorsqu’il n’est pas indispensable de connaitre les valeurs de deux rayons de Thomas-
Fermi, on peut également intégrer la densité optique OD(z, z) selon un axe. Si, par
exemple, on l'integre selon ’axe vertical O,, on obtient :

3\ 2
2w

mhm:/bp@@@: ni () (1.5)

ou la densité atomique linéique ny(x) s’écrit :

7”1x)::nL0(1-ifi>2 (1.6)

R,?
_ 15N
avec Nro = 16 Ry
. 2 . . . N
Le terme 5’2\§ est la section efficace de diffusion des photons a 425 nm par les

atomes de chrome. Cette section efficace est environ 3,5 fois plus petite que pour le
85Rb, et environ 2 fois plus petite que pour le 22Na. Le contraste sur I'image d’un
BEC de chrome est donc & priori moins bon que pour un BEC de rubidium a densité
atomique surfacique équivalente. De plus, les condensats de chrome sont faiblement
peuplés devant les condensats de rubidium ou de sodium, qui comportent typiquement
10° & 107 atomes ([13, 2]). Cela réduit davantage le rapport signal a bruit sur 'image
d’un condensat de chrome.

1.5 Conclusion

Nous disposons d’un dispositif de refroidissement par laser pouvant produire des
BEC de chrome dont la population varie typiquement entre 10000 et 30000 atomes.
La séquence temporelle d’obtention d’un condensat dure environ 15 s et est résumée
dans la figure 1.11. La géométrie du condensat peut étre modifiée et ce dernier peut
étre excité ou chargé dans des réseaux optiques. Nous bénéficions dans nos expériences
d’une méthode de contrdle hautement automatisée que nous n’avons pas décrite dans
ce chapitre. Le processus de condensation tire grandement parti de la présence d’états
métastables qui seront étudiés en profondeur au chapitre suivant.
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Chapitre 2

Optimisation du chargement du piége
dipolaire : controle de ’accumulation
dans les états métastables

Dans ce chapitre est décrite notre stratégie d’optimisation du chargement du piége
dipolaire. Les atomes sont transférés du MOT wvers ce piege en s’accumulant dans des
états métastables. Ce processus est favorisé par lutilisation d’un dépompeur a 427
nm. En reprenant des arguments énoncés dans la thése de Quentin Beaufils ([52])
et, plus largement, dans celle de Radu Chicireanu ([53]), nous étudions précisément
l'influence de ce dépompeur sur le MOT et sur le chargement du piége dipolaire. Nous
nous intéressons ensuite aux mécanismes de perte a un et deux corps lorsque les atomes
sont dans les états métastables. Enfin, a la lumiére de ces mesures, nous analysons la
répartition des atomes dans les différents états métastables; nous établissons un modele
nous permettant de comprendre comment le contréle de cette répartition peut aboutir a
une optimisation du nombre d’atomes chargés dans le piege dipolaire.

2.1 Optimisation du dépompage vers les états méta-
stables

2.1.1 Temps de formation du MOT

Durant la phase de chargement du piege dipolaire, le dépompage vers les états méta-
stables doit étre suffisamment lent pour permettre aux atomes sortant du ralentisseur
Zeeman d’étre confinés dans le MOT, comme nous 'avons déja mentionné en partie
1.3.4.

Si l'on appelle I'gepumyp le taux d’accumulation vers les états métastables, par atome
du MOT, lorsque le dépompeur est allumé, et Tyepump = 1/Tdepump, on doit donc avoir :

33
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Tdepump > TMOT (21)

ou Thor est la durée de formation du MOT.

L’utilisation du dépompeur limite le taux de chargement du MOT et il est donc
important que I'gepump ne soit pas trop élevé.

Néanmoins, le dépompeur, en diminuant le nombre d’atomes et donc la densité
dans le MOT, rend plus rares les diffusions multiples de photons qui créent des forces
répulsives entre atomes, ce qui tend a faire baisser le volume du MOT. Cela améliore
le recouvrement spatial du MOT et du piége dipolaire et augmente donc 'efficacité du
transfert des atomes d’'un piége a l'autre. Ainsi, méme si la condition (2.1) n’est pas
vérifiée, le chargement du piége dipolaire n’en sera pas nécessairement significativement
affecté, a condition que Tyepump €t Thror soient du méme ordre de grandeur.

Mesure de Tyrior @ L’échelle de temps de formation du MOT peut étre mesurée en
observant la compression, due a l'allumage des faisceaux lasers du MOT, d’un nuage
d’atomes préalablement chargés dans le piége magnétique créé par les bobines du MOT.
Pour ce faire, en I’absence du piége dipolaire, les atomes piégés par le MOT et accumulés
dans les états métastables sont chargés dans ce piége magnétique. Ils sont ensuite
repompés vers I’état fondamental avant que ne soient rallumés les faisceaux du MOT,
qui met un certain temps a se reformer. La taille du piége magnétique étant nettement
supérieure (environ 3 fois) a celle du MOT, on peut observer une diminution du volume
du nuage lorsque les atomes sont ramenés vers la zone piégeante du MOT sous 'action
des faisceaux laser du MOT (voir fig. 2.1).

On mesure pour cette diminution de volume une constante de temps de Tyor ~ 10
ms.

Remarquons que nous n’avons pas mesuré le temps que met le MOT & se former a
partir d’atomes sortant directement du ralentisseur Zeeman. Pour faire cette mesure,
il nous faudrait d’abord interrompre le flux atomique, puis débloquer ce dernier en un
temps court devant Th;or, et mesurer ensuite le temps de formation Tyor du MOT
soudainement approvisionné. Le temps que met notre bloqueur a libérer le passage des
atomes est cependant supérieur a Th;or, ce qui rend cette mesure impossible.

Nous pensons que le temps de formation de MOT reste du méme ordre de grandeur
qu’il soit approvisionné par des atomes venant directement du ralentisseur Zeeman ou
par des atomes venant du piége magnétique. Ce temps de formation dépend principa-
lement de la taille initiale du nuage atomique avant sa compression dans le MOT. Pour
le faisceau d’atomes sortant du ralentisseur Zeeman, dont le diamétre est de 10 mm au
centre de 'enceinte, la taille de ce nuage est fixée par le diamétre de 7 mm des faisceaux
laser du MOT. La taille du nuage atomique contenu dans le piége magnétique est de 1
mm environ, ce qui est bien du méme ordre de grandeur que le diamétre des faisceaux
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FIGURE 2.1 — Compression du nuage de chrome, préalablement chargé dans un piege
magnétique, par les faisceauxr du MOT, aprés allumage de ces derniers. Cette expérience

nous sert a évaluer le temps de formation du MOT, Tyor. Un fit exponentiel (trait
plein) nous permet d’estimer Thior =~ 10 ms.

laser du MOT. Notons que, bien que la température dans le faisceau atomique sortant
du ralentisseur Zeeman soit beaucoup plus élevée que dans le piége magnétique, celle-ci
n’a pas ou a peu d’influence sur le temps de formation du MOT. Le temps de refroi-
dissement Doppler nécessaire pour passer, avec des faisceaux lasers ayant la puissance
des faisceaux du MOT, de 40 m/s, vitesse moyenne des atomes sortant du Zeeman
Slower, & 0,2 m/s, vitesse moyenne des atomes piégés dans le MOT et correspondant
a la température Doppler de 120 uK, est de 0,2 ms environ, ce qui est bien inférieur a
Trvior- Tout en refroidissant les atomes, les faisceaux du MOT les raménent vers la zone
de capture, en un temps qui dépend peu de la température initiale du nuage atomique,
et qui est bien supérieur a celui d’un simple refroidissement Doppler.

2.1.2 Durée de vie du MOT

Nous avons établi dans 1’équation (2.1) une limite haute pour le taux de dépompage
des atomes du MO'T vers les états métastables. La limite basse est fixée par le taux de
collisions inélastiques assistées par la lumiére par atome du MOT, I';4,:. De facon a
ce que ces collisions ne limitent pas le chargement du piége dipolaire, il est nécessaire
d’avoir :

Fdepump > I-‘lz‘ght (22)

De cette facon, les atomes chargés dans le MOT n’ont pas le temps de subir de
collisions assistées par la lumiére avant d’étre transférés vers les états métastables.
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La constante de temps caractéristique de ces collisions peut étre mesurée en obser-
vant la diminution de la fluorescence au centre d’'un MO, en présence des repompeurs
rouges et en I'absence du dépompeur, lorsque ce MOT n’est soudainement plus appro-
visionné.

L’évolution temporelle de la densité ng au centre du MOT vérifie I’équation suivante,
en prenant pour ¢t = 0 I'instant ou le flux d’arrivée des atomes vers le MOT est coupé :

dno (t)
dt

ou, I',.s est le taux de pertes a un corps, résultant principalement des collisions avec
le gaz résiduel, constitué dans notre cas principalement des atomes de chrome chauds
venant du four. By est le parameétre de pertes a deux corps, dominées par les collisions
inélastiques assistées par la lumiére. Dans 93], il a été montré que le premier terme
du membre de droite pouvait étre négligé devant le second. Si tel est le cas, on a aux
temps courts, tant que la densité au centre du MOT n’a pas diminué significativement,
dno(t)/dt = —=Tiigneno(t) ot Liigne = Blightno(0). En fittant la courbe, aux temps courts,
la courbe de décroissance de la fluorescence du MOT par une exponentielle, on obtient
le temps de vie 1/I';,5; d'un atome dans le MOT, dont la densité au centre est ny(0).
On mesure une constante de temps de 14 ms.

= —Tresnio(t) — Brignino®(t) (2:3)

En présence du dépompeur la fluorescence, et donc la densité au centre du MOT,
diminue d’un facteur 2. Le dépompeur étant allumé pendant le chargement du piége
dipolaire, nous pouvons donc considérer que la constante de temps liée aux pertes
inélastiques assistées par la lumiére est deux fois plus grande que la valeur mesurée
ci-dessus. Elle est alors de Tj;gp: ~ 30 ms.

Les conditions (2.1) et (2.2) montrent que pour maximiser le chargement du piége
optique, il faut avoir :
TMOT < Tdepump < T‘light (24)

Ceci étant impossible, Tyor et Tjign: étant du méme ordre de grandeur (=~ 10 ms),
seule une maximisation expérimentale du chargement du piége infrarouge en fonction
du taux de dépompage peut nous permettre de déterminer la valeur optimale de Tigepymp-

2.1.3 Optimisation du chargement du piége dipolaire

Pour nous permettre de controler le taux d’accumulation dans les états métastables,
on ne laisse se peupler, pendant le chargement du piége dipolaire, que I'état °S, en
laissant éteinte la diode a 633 nm durant le chargement du piége dipolaire et en allumant
toutes les autres diodes pour repomper les autres états métastables. De cette fagon,
le taux d’accumulation dépend uniquement du taux de dépompage vers 5S,, qui varie
avec la puissance du laser & 427 nm. Au terme du chargement, on repompe ensuite
tous les atomes vers I'état fondamental 7S; o ils sont imagés. On obtient ainsi un
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nombre d’atomes optimal pour un certain taux de dépompage. Nous verrons plus loin
qu’a partir du moment oti les atomes s’accumulent dans 1’état ®Sy, le nombre optimal
d’atomes chargés dans le piége dipolaire est le méme que I'on peuple ou non les autres
états métastables.
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FIGURE 2.2 — Optimisation du nombre d’atomes chargés dans le piege dipolaire et
accumulés dans l'état 5Ss, en fonction de la puissance laser du dépompeur. Le nombre
d’atomes est mesuré aprés transfert dans Uétat fondamental ”Ss. Le faible nombre mazi-
mal d’atomes est di au fait que le fluz du four était inhabituellement faible lorsque cette

expérience a €té faite.

Dans la figure 2.2, on constate que le nombre d’atomes obtenus en l’absence du
dépompeur (point & 0 uW) est non nul. En effet, malgré le fort taux de collision
inélastiques assistées par la lumiére, un nombre relativement faible d’atomes (/= 200000)
dans I’état fondamental peut tout de méme se charger dans le piége infrarouge.

Le chargement optimal est obtenu pour une puissance laser du dépompeur allant
de 35 uW a 70 pW. On peut associer a une puissance du dépompeur un taux d’ac-
cumulation I'gepymp dans 'état °S, par atome du MOT. Pour le mesurer, on crée un
MOT en laissant éteint le dépompeur, puis on allume ce dernier. On observe alors la
fluorescence du MOT qui décroit alors en un temps caractéristique 7yepump vers une va-
leur stationnaire. Pour une puissance du dépompeur de 35 W, on mesure Tyepymp =
ms. Cette valeur est sensiblement inférieure a 7j;4,; tout en restant du méme ordre de

grandeur que Thor.

Interprétation Le taux de chargement du piége dipolaire semble étre plus sensible
a la limite imposée sur le taux de dépompage par les collisions inélastiques assistées
la lumiére dans le MOT (condition (2.2)) qu’a celle fixée par le temps de formation
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du MOT (condition (2.1)). Cela renforce notre impression selon laquelle I’équation
(2.1) est une condition trop forte qui n’a pas besoin d’étre vérifiée pour optimiser le
chargement du piége dipolaire (voir partie 2.1.1).

Pour confirmer cette impression, on pourrait également étudier en détail I'influence
du “Dark Spot” (voir partie 1.3.4 et [32]), qui n’a pas été utilisé dans les expériences
décrites dans ce chapitre, sur le chargement du piége dipolaire. Le but de ce “dark spot”
est de compenser les effets négatifs du dépompeur sur le chargement du MOT et donc
sur celui du piége dipolaire. Il serait intéressant d’étudier les effets du “Dark Spot” sur le
chargement du piége dipolaire, en fonction de la puissance du dépompeur. Nous savons
déja que lorsque le dépompeur est a 35 pW (puissance optimale de chargement du piége
dipolaire sans “Dark Spot”) l'utilisation du “Dark Spot” provoque une augmentation
de ~ 50 % du nombre d’atomes dans le MOT, et seulement de ~ 20 % sur le nombre
d’atomes chargés dans le piege dipolaire ([32]). Cela semble dire qu’en 'absence de
“Dark Spot”, les 35 pW de dépompeur, équivalents a Tyepump = 5 ms, laissent malgré
tout le temps aux faisceaux du MOT de comprimer suffisamment le nuage atomique.
Ce résultat va dans le sens des mesures présentées dans la figure 2.2.

Nous avons mis en évidence expérimentalement plusieurs facteurs qui limitent le
chargement du piege dipolaire. Il est mécessaire, pour mazximiser ce chargement, que
le dépompage soit assez fort pour dominer les collisions inélastiques assistées par la
lumiére dans le MOT. Le chargement optimal est obtenu lorsque le temps de transfert
d’un atome du MOT vers les états métastable est du méme ordre de grandeur que le
temps de formation du MOT.

2.2 Pertes inélastiques dans les états métastables

Nous étudions maintenant les collisions inélastiques dans les états métastables. Nous
allons montrer que les pertes engendrées par ces collisions sont bien moins importantes
que les collisions assistées par la lumiere dans le MOT. Nous verrons également que
les collistons assistées par la lumiére entre atomes dans les états métastables et atomes
du MOT dans létat excité "Py sont négligeables dans notre expérience et ne limitent
donc pas le chargement du piege dipolaire. Les pertes a deux corps, que nous allons
caractériser, proviennent alors principalement des collisions entre atomes accumulés
dans les états métastables.

2.2.1 Pertes inélastiques dans °S, et °D,

Nous avions évoqué dans la partie 1.3.4 du chapitre 1 que la décision de dépomper les
atomes vers 1'état %S5 fut cruciale dans I'obtention d’un BEC de %?Cr. Nous allons donc
dans un premier temps nous concentrer particuliérement sur cet état en ne laissant se
peupler que cet état métastable. A partir d'un MOT, nous chargeons les atomes dans
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le piége dipolaire dans I’état 555 en allumant le dépompeur et toutes les diodes rouges
sauf le repompeur & 633 nm. A ¢t = 0, on éteint les faisceaux laser du MOT. A partir
de cet instant, le piége dipolaire commence & se dépeupler sous l'effet des collisions
inélastiques. Nous attendons un temps variable avant de mesurer le nombre d’atomes
restant dans le piége dipolaire grace a une imagerie par absorption apreés un temps
de vol de 1,5 ms. La figure 2.3 présente 1’évolution non exponentielle de ce nombre
d’atomes.
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FIGURE 2.3 — Durée de vie, apres extinction des faisceauxr du MOT, des atomes ac-
cumulés dans les états °Sy (losanges bleus) et °Dy (losanges de contour rouge) dans le
piege dipolaire. Les atomes sont imagés aprés repompage vers l'état 7Sy et un temps de
vol de 0,8 ms. Les fits utilisant ’équation 2.8 (trait plein) nous permettent d’obtenir
Bss, =1,3.107" em?.s7t et Bsp, =3,5.1071 em?.s7!

Sous l'effet des collisions inélastiques, la densité n(r,t) du nuage d’atomes piégés
évolue selon 1’équation suivante :

dn(r,t)
dt

= —T,e.n(r,t) — Bn(r, )2 (2.5)

[',es est, rappelons le, le taux de pertes a un corps. Il résulte principalement des
collisions avec les atomes chauds venant du four. En effet, comme on le verra par la
suite, le nombre d’atomes piégés dans ’état 7S5 est trés faible et les collisions avec ces
atomes sont donc négligeables. 3 est le paramétre de collisions & deux corps que nous
voulons mesurer ici.

On suppose que la densité atomique dans le piege dipolaire est gaussienne, ce qui
est vérifié expérimentalement par imagerie in situ des atomes dans ce piége. On écrit
donc :
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N(t) (ot t 5

n(r.t) = e w2 w2 ' z02(t) 2.6

i) = o 2:6)

ol N(t) est le nombre d’atomes dans I'état métastable 5Sy contenus dans le picge
dipolaire et Vy(t) = xq(t)yo(t)zo(t)m/2.
En intégrant cette équation sur tout ’espace, on obtient :

__PB
23/2‘/0(0

dN (#)

— = T,.N(t
dt res ()

N(t)?. (2.7)

On a considéré que le volume caractéristique du nuage d’atomes dans le piege, V),
est indépendant du temps, ce que I'on vérifie expérimentalement.

La résolution de cette équation différentielle donne alors :

Noe_r'r'est

- __BNo —I'res
14 2(3/2)‘/‘;FTES (1—e t)

N(t)

(2.8)

ou Ny = N(0) =~ 1,2.10° atomes. Le profil en densité ne pouvant pas étre mesuré par
imagerie in situ en raison de la saturation de 'imagerie, V) ne peut étre déduit que par
la mesure de la température aprés temps de vol et par calcul des fréquences du piége.

On fait 'approximation que les atomes restent au fond du piége dipolaire, ou le
potentiel piégeant est parabolique. On considére également qu’a la température T, la
densité densité atomique dans ce piége suit une distribution de Maxwell-Boltzmann.
Le volume Vj vérifie alors :

Vo = 722k T /m)* w3 (2.9)

ol w est la moyenne géométrique des fréquences du piége, kg est la constante de
Boltzmann et m la masse d'un atome de chrome. Dans 'approximation parabolique
énoncée ci-dessus, w vérifie :

W= {M} 1/3 (2.10)

w2zpm3/2
ou U est la profondeur du piége, w est le waist du faisceau infrarouge au niveau du

MOT égal a 42 um et zg est la longueur de Rayleigh correspondante, égale a 5,2 mm. Il
nous faut maintenant, pour déterminer w, connaitre la profondeur U du piége dipolaire.

La puissance du faisceau laser au niveau du MOT, en tenant compte de la rétroré-
flexion, est de 2 x 30 W. Sachant que le waist de ce faisceau au niveau du MOT est
de 42 pm, le déplacement lumineux induit par ce dernier peut étre calculé grace a la
méthode décrite dans [89] et [33]. On trouve un déplacement lumineux de 12,9 MHz.

La température du nuage de chrome dans le piége dipolaire, mesurée aprées temps
de vol, est de 75 uK.
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Le calcul précédent nous permet donc d’obtenir un volume V, ~1,2 mm?.

En fittant la courbe de la figure 2.3 par la fonction 2.8, on trouve (55, =1,3.10~

cm?®.s7!. Aprés avoir reproduit ces mesures, on obtient finalement g, =1,6.10~11+0,4.10~*

cm?.s7!

La méme expérience est reproduite en n’accumulant cette fois les atomes uniquement
dans 'état ®D,. Les résultats sont également présentés dans la figure 2.3 et on obtient
Bsp, =3,5.10711 £1.107! em3.s7!, en accord raisonnable avec [14, 90]. La température
du nuage piégé est la méme que pour 'accumulation dans 'état 5S5.

Bs L . .
On a ﬁ;i ~ 0,5. Nous pouvons en conclure que les propriétés collisionnelles dans
Dy

I’état 555 sont légérement plus favorables au chargement du piége dipolaire que celles
dans D,. De plus, S5, et B5p, sont trés inférieurs au parameétre de collisions inélas-
tiques assistées par la lumiére dans le MOT, Byor = 8.1071% cm?.s7!. Cela explique
pourquoi nous avons choisi de privilégier le chargement avec des atomes métastables.

2.2.2 Influence des atomes excités du MOT

Nous avons étudié l'influence des collisions inélastiques entre atomes métastables et
atomes du MOT sur les pertes dans le piége dipolaire : nous avons effectué une nou-
velle fois la mesures des pertes inélastiques dans 1'état ®S, sans cette fois-ci éteindre
les faisceaux du MOT et en prenant comme origine du temps ¢ = 0 'instant ot nous
avons éteint le dépompeur. Nous avons obtenu le méme taux de perte initial que dans
lexpérience précédente ou les faisceaux du MOT étaient éteints a ¢ = 0 (voir figure
2.4). Nous pouvons en déduire que le taux de collisions inélastiques assistées par la
lumiére entre atomes excités du MOT, dans ’état “P, et les atomes dans I’état mé-
tastable °S, est négligeable devant le taux de pertes a deux corps causées par les
collisions inélastiques entre atomes dans °S,. En effet, en raison des fortes densités
existant dans un piége optique (on a dans notre piége optique une densité maximale de
no =1,30.10'2 cm ™3 contre 10! cm™3 dans le piége magnétique, voir [11]), ce sont les
pertes a deux corps qui dominent. Dans un piége magnétique, en revanche, les pertes
dues aux collisions assistées par la lumiére entre des atomes dans les états métastables
et des atomes du MOT dans 1’état excité P, sont dominantes. Elles ont été mises en
évidence expérimentalement dans [90, 91].

En conclusion, les mesures que nous avons effectuées démontrent bien [’efficacité du
chargement du piege dipolaire par le biais de l'accumulation dans les états métastables,
les paramétres de collisions inélastiques obtenus dans ces états étant inférieurs d’un
a deuzx ordres de grandeur a celui obtenu dans le MOT ([55, 92]). De méme, nous
avons montré que ce chargement est limité par des pertes a deux corps entre atomes
dans les états métastables. Les informations récoltées nous permettent de formuler les
approximations nécessaires a l’établissement d’un modéle simple pour rendre compte du
chargement du piége dipolaire dans les états Sy et 5Dy.
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FIGURE 2.4 — Durée de vie des atomes accumulés dans le piege dipolaire dans l’état ®Ss
lorsque les faisceaur du MOT sont éteints (losanges bleus) et allumés (croix bleues).
Les atomes sont imagés aprés repompage vers létat 7S5 et un temps de vol de 0,8 ms.
On constate que le taux de perte initial est le méme dans les deux cas. Cela nous montre
que les pertes causées par les collisions inélastiques assistées par la lumiere entre des
atomes du MOT dans l’état "Py et des atomes dans l’état Sy sont négligeables devant
les pertes a deuz corps dans l’état 5S,. Le nombre d’atomes non nul (=~ 200000) a
t — o0, pour les croix bleues, correspond aux atomes chargés dans le piege dipolaire a
partir du MOT dans ’état 7Sy

2.3 Populations des états métastables

Les résultats établis dans les parties précédentes nous permettent d’affirmer que les
seuls mécanismes de pertes limitant le chargement du piege dipolaire sont les colli-
sions inélastiques entre états métastables. Cela nous permet de grandement simplifier
le probleme de ['optimisation de ce chargement et d’établir un modéle qui aboutira a
une conclusion contre-intuitive : le piégeage par le laser infrarouge est aussi efficace
que l’on accumule les atomes dans tous les états métastables ou seulement dans l’état
5Sy. La confirmation expérimentale de cet état de fait nous permettra de comprendre
comment les atomes se répartissent dans les différents états métastables.

2.3.1 Un cas simple

Traitons d’abord le cas simple oul seuls deux états métastables sont peuplés. Nous
allons montrer que si les collisions inélastiques existant dans ces états peuvent étre
décrites par un seul et méme paramétre 3, le nombre d’atomes chargés dans le piége
reste le méme, que l'on les accumule dans un ou deux états. Les équations d’évolution
des populations d’atomes piégés dans ces états, N1 et Ny, et dans le MOT pendant la
phase d’accumulation s’écrivent :
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dN1 Nl N2
— =aN I'n—38—N; —5—N 2.11
dt aiNporla BVO 1 BVO 1 ( )
dN2 N2 Nl
— =alN I'y — 8—Ny — —N. 2.12
dt aiNprorl 2 BVO 2 /BVO 2 ( )
dN
;‘ZOT =T — Nyor(T; +Ty) (2.13)

I'y et I'y sont les taux de transfert du MOT vers les états métastables 1 et 2. 1} est
donné dans la formule (2.9). I est le taux de chargement du MOT et «v est un coefficient
(v < 1) caractérisant la qualité du couplage entre le MOT et le piége infrarouge. Ce
dernier paramétre dépend de la profondeur du piége optique, de la température dans le
MOT et du recouvrement spatial entre ces deux piéges. Si le faisceau dépompeur a 427
nm est trop puissant, le nuage d’atomes capturés par les faisceaux du MOT n’a pas
le temps d’étre totalement refroidi ou compressé par ces derniers, ce qui conduit a un
mauvais couplage entre le MOT et le piége dipolaire et se traduit par une valeur faible
du coefficient «. La valeur de ce dernier pour une puissance optimale du dépompeur, de
35 uW, est estimée a 0,25. L’équation (2.13) n’est valable que si les fuites vers les états
métastables sont le seul facteur limitant le chargement du MOT. Nous avons vu, dans
la partie 2.1.3, que dans notre cas les taux de fuites sont assez forts pour nous autoriser
a négliger les pertes inélastiques dans le MOT. Les mesures de Tgepyump décrites dans la
partie 2.1.3 nous permettent de dire qu’a 'optimum de chargement du piege optique,

1 ~
on & g & 5 ms.

La résolution des équations (2.11), (2.12) et (2.13) donne, dans le régime station-

oVl
B

Ces calculs nous montrent que le nombre total d’atomes accumulés dans les états
métastables ne dépend pas des taux de transfert I'; et I'y. Ainsi, si I'un des deux est
nul, c’est a dire si 'on accumule les atomes dans un seul de ces deux états métastables
en fermant la fuite vers 'autre état grace a son repompeur, le nombre d’atomes chargés
dans le piége n’en sera pas diminué.

naire, & condition que I'1 + 'y #£ 0 : Nyjor = ﬁ et N+ Ny =

2.3.2 Accumulation dans les états °S5 et °D;,

Afin d’illustrer le cas étudié précédemment, nous décidons de ne peupler que les
états métastables ° S, et Dy, pour lesquels les taux d’accumulation sont les plus forts,
en repompant en permanence les états °Dy et °Dj grace aux diodes lasers a 647 nm
et 654 nm. Les populations des états métastables et celles du MOT évoluent selon les
équations :

dNsg,
dt

N: Ns
= OéNMOTF5S2 - 6552%]\7552 — 65S275D4TD4N532 (214)
0 0
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dN: N: N:
ﬂ = aNMOTF5D4 55[)4 5D4 N5D4 5532 5Dy v, 052 N5D4 (2.15)
dt Vo
dN
d—A;OT =T — Nyor(Tsg, + Tsp,) (2.16)

On a également Nsp, = Nsp, = 0.
Nous avons ici négligé les pertes & un corps dans les états Sy et >D,.

Comme on I’a vu dans la partie 2.2.1 et contrairement au cas simplifié des équations
(2.11) a (2.13), les parameétres de collisions fsg, et Osp, ne sont pas égaux. De plus, le
parametre de collisions inter-états s, 5p, est pour I'instant inconnu.

Pourtant, a 'instar de ce que prévoit le modéle simple établi plus haut, nous avons
fait expérimentalement la constatation suivante : & partir du moment ou I'état °S,, qui
présente moins de collisions inélastiques que I'état 5Dy, est peuplé, le nombre d’atomes
piégés restera le méme que la fuite vers 1’état ® Dy soit bouchée ou non.

A

1.21

5D4

o
©

o
®

Nombre D’atomes (x10°)
(%

\4

a b C

FIGURE 2.5 — Nombre d’atomes chargés dans le piege dipolaire, apres repompage dans
létat 7S, lorsqu’un ou deux états métastables sont peuplés pendant la phase d’accu-
mulation. (a) et (b) : on ne peuple respectivement que ’état ®Sy et "Dy. (c) : les deux
€tats sont peuplés et on mesure la population dans chaque état.

Ce résultat, présenté dans la figure 2.5, a été obtenu en réalisant les expériences
suivantes :

Pendant la phase de chargement du piége dipolaire, on accumule les atomes unique-
ment dans °Sy (colonne a) ou dans D, (colonne b). Ces deux résultats correspondent
aux valeurs obtenues dans l'expérience de la partie 2.2 (figure 2.3) a ¢t = 0. En colonne
c, on a représenté le résultat obtenu lorsque les deux états métastables sont peuplés. On
obtient bien le méme résultat qu’en colonne a. On peut, dans ce dernier cas, connaitre
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les populations de chaque état en les imageant séparément, c’est a dire en repompant
vers I’état fondamental 7S5 exclusivement les atomes se trouvant dans I'un ou l'autre
état avant 'imagerie.

Détermination du parameétre de collisions inter-états f3sg, sp, et du rapport
Tsp
4

T Dans les cas des colonnes a et b, les nombres d’atomes chargés dans le piége
S2

ont, dans le régime stationnaire, respectivement les valeurs N, = , /9%l — 12106 et

5552
_ aVpl' __ 6
Ny, = /_5524 —0,8.10°.

) Na __ 55D4 _ 2
Remarquons que l'on a = Fos, — 1,5. Les valeurs de fsg, et Bsp, mesurées en
Bsp,

partie 2.2.1 donnent = 1,5 + 0,4. Cela nous convainc de la cohérence de notre

ﬂ5 So
modéle.

Dans le dernier cas (colonne c), on constate que Nsg, = 3Nsp,. On obtient alors, en
faisant la somme des équations (2.14) et (2.15) dans le régime stationnaire :

B,
aVl’

gil;‘* + 665522’[’4) =1 (2.17)
=

De méme, on trouve, en faisant la différence des équations (2.14) et (2.15) :

Nsp2(9 +

6552 2 /85D
N: 9——2)=1-2 2.18
N 0= 5 =12 (218)
_ F5D4
avec a = m
En utilisant les résultats expérimentaux Nsp, = 0,3.10%, N, = aWll — 12100 et

ﬂSSQ

P5py _ 2,25, on obtient finalement a = 0,29 et BZQ—D“ =0,79

/8552 552
Le résultat 855, =1,6.1071140,4.10~" cm3.s7! obtenu en partie 2.2.1 nous permet fi-

nalement d’obtenir le parameétre de collisions inter-états s, sp, =0,793s5, =1,27.107114+0,3.10~*

cm3.s7 L
r D

5
I's

4 qui vaut 0,41. Ce

S

rapport est supérieur au rapport de branchement entre les traanitions TPy =5 Dy et
Py —5 Sy, égal a 0,21 (voir tableau 2.1). En effet, la transition "P; —° D, joue un
role non négligeable dans I’accumulation des atomes dans ’état 5Dy, bien que la force
de cette transition soit bien inférieure a celle de "P; —5 D4. On peut le comprendre
en constatant que I'état " Py est trés fortement peuplé (environ la moitié des atomes
du MOT), bien plus que ne l'est I'état " P, lorsque le MOT est allumé. La valeur de

De plus, on peut déduire de la valeur de a le rapport



2. OPTIMISATION DU CHARGEMENT DU PIEGE DIPOLAIRE : CQNTROLE DE
46 LACCUMULATION DANS LES ETATS METASTABLES

['sp, tient donc compte, en plus de la transition “Py —5 Dy, de la contribution que lui
apporte la transition “Py —° Dj.

7 5«3 5 82 5 D4 5 D3 5 D2
P, | 3.15107 | interdite | 127 42 interdite
Py [ 3.07107 | 2.910* | 610° | inconnue | inconnue
TABLE 2.1 — Probabilités de transition, en s~ (tiré du NIST Atomic and Spectra Database [93], et de [90]).

2.3.3 Utilisation de tous les canaux de fuite

Les résultats du paragraphe précédent peuvent se généraliser lorsque sont utilisés
tous les états métastables. Les résultats de cette expérience sont présentés dans la figure
2.6.
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X °D,
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FIGURE 2.6 — Nombre d’atomes dans le piége dipolaire apres accumulation et re-
pompage vers l'état fondamental 'Ss. (1) Accumulation simultanée dans tous les états
métastables, et répartition des populations atomiques entre ces états. (2)-(5) : accu-
mulation dans un seul réservoir, les autres réservoirs étant bouchés pendant la phase
d’accumulation. (6) Accumulation dans "Ss quand tous les états métastables sont re-
POMPES.

En colonne 1, on représente les populations dans les différents états métastables
lorsque tous les canaux d’accumulation vers ces états sont ouverts : pendant le charge-
ment du piége dipolaire, le dépompeur est allumé et tous les repompeurs sont éteints.
Pour connaitre la population d’un état métastable au terme de ce chargement, on re-
pompe uniquement cet état vers 1'état fondamental “Ss avant l'imagerie. Le nombre



2.4. CONCLUSION 47

d’atomes accumulés dans I’état 7S5 au cours du chargement est obtenu en ne repompant
aucun état métastable a la fin de I’accumulation. Dans les colonnes 2 & 5 sont repré-
sentés les nombres d’atomes imagés aprés le chargement du piége dipolaire lorsqu’on
ne laisse se peupler, pendant ce chargement, qu’un seul état métastable. On remarque,
en comparant les colonnes 1 et 2 que 'on a chargé le méme nombre d’atomes (avec une
incertitude expérimentale de &~ 10%). Cela confirme le résultat prédit par notre modéle
idéal. En d’autres termes, on image le méme nombre d’atomes si I’on repompe en per-
manence les niveaux 5Dy,> D3 et 5D, ou si I'on ne les repompe qu’aprés le chargement
du piége dipolaire. L’état 5S5 joue donc un role de réservoir dont la seule utilisation
garantit un chargement optimal du piége dipolaire. On peut montrer, en comparant les
colonnes 2 a 5 a la colonne 1, que le nombre d’atomes chargés dans un état métastable
donné est maximal lorsque les autres états ne sont pas peuplés, car il n’y a alors pas
de pertes causées par des collisions entre des atomes peuplant des états métastables
différents. Enfin, on peut souligner le fait que trés peu d’atomes sont accumulés dans
I'état 5Dy (colonne 5). En effet, pendant le chargement du piége dipolaire, on accumule
presque autant d’atomes, que tous les repompeurs soient allumés (colonne 6) ou que
seul le repompeur & 647 nm, chargé de repomper I'état 5D, soit éteint. On estime a
3.10* le nombre d’atomes accumulés dans I’état ®D,. Cela semble indiquer un trés faible
taux de couplage entre les états “Ps et °D,, taux qui n’a d’ailleurs jamais été mesuré
(voir tableau 2.1). Le taux de transfert de 1'état 7S5 vers I'état 5Dy est donc faible de-
vant le taux de collisions inélastiques assistées par la lumiére dans le MOT. Le modéle
appliqué au cas simple décrit plus haut, ou ces collisions étaient négligées, n’est donc
plus valable. La plupart des atomes du MOT subissent une collision inélastique avant
d’étre transférés vers I'état 5D, et sont donc éjectés du piége. Cela limite fortement la
population dans cet état.

2.4 Conclusion

Nous avons détaillé dans ce chapitre notre stratégie d’optimisation du chargement du
piege dipolaire en vue de la production d’un condensat de chrome. Ce piége est chargé
directement a partir du MOT en dépompant les atomes de maniére controlée vers des
états métastables. Nous avons montré que, grice a un fort dépompage, les collisions
inélastiques assistées par la lumiére ne limitent pas le chargement du piége dipolaire. Le
dépompage optimal est obtenu lorsque le tauz de dépompage est de l’ordre de 1/Tyor, ou
Trior est le temps de formation du MOT. Nous avons également mesuré les paramétres
de collisions inélastiques dans les deux états métastables les plus importants, Sy et 5Dy.
L’état®Sy est celui pour lequel ce parameétre est le plus bas, ce qui explique pourquoi c’est
[’état le plus favorable au chargement du piége dipolaire. Nous avons également étudié
Uimportance relative de ces deux états et deuxw autres états métastables, °Ds et °Ds.
Nous en avons déduit que seul l’état 5Sy doit étre peuplé pour optimiser le chargement
du piége dipolaire, les trois autres états pouvant étre repompés en permanence. Ces
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résultats ont été publiés dans [9/].



Chapitre 3

Réalisation et mise en oeuvre d’une
cavité passive de référence

Nous décrivons dans ce chapitre la construction et [’asservissement en température
d’une cavité Fabry-Pérot passive “ultra-stable”. Malgré la simplicité de [’architecture de
cette cavité, nous avons atteint d’excellentes performances en termes de stabilité sur le
long terme. Les dérives en fréquence de ses pics de transmission n’ont pas dépassé 1
MHz, a des longueur d’onde de l’ordre de 600 nm, en un an d’expériences. Cette cavité
a €té d’abord utilisée pour asservir les fréquences de deux nouveaur repompeurs rouges,
a 633 nm et 654 nm. Nous avons ensuite, au vu de ses bonnes performances, également
asservi sur cette cavité un nouveau laser Titane-Saphir a 851 nm. Ce laser sera utilisé
pour de futures expériences de refroidissement l'isotope fermionique du chrome, 33 Cr.
La cavité doit étre trés bien asservie en température pour obtenir une bonne stabilité
en fréquence. La réponse thermique de la cavité a un échelon de puissance de chauffage
a fait l'objet d’une étude approfondie, détaillée dans ce chapitre. Cette étude nous a
permis de déterminer les paramétres optimaux de l’asservissement en température.

3.1 Neécessité d’une cavité Fabry-Pérot passive ultra-
stable

Inconvénients de ’ancienne cavité active : Avant la construction d’une cavité
passive ultra-stable, 'ensemble des sources lumineuses consacrées au refroidissement
du ®2Cr était référencé sur une cavité Fabry-Pérot active. Cette derniére est asservie sur
une référence atomique sondée par un laser bleu a 425 nm, issu du doublement du fais-
ceau a 850 nm produit par un laser Titane-Saphir asservi sur cette méme cavité. Deux
repompeurs a 633 nm et 663 nm sont également asservis sur cette cavité. Cette boucle
d’asservissement, illustrée dans la figure 1.4 de la partie 1.1, présente un inconvénient
majeur : si I'un de ces lasers devient instable, on doit stabiliser de nouveau un par un

49



50 3. REALISATION ET MISE EN OEUVRE D’UNE CAVITE PASSIVE DE REFERENCE

tous les lasers. La longueur de la cavité Fabry-Pérot une fois asservie dépend de 'ordre
du pic de transmission sur le flanc duquel le laser Titane-Saphir est stabilisé. Ainsi,
si cet ordre varie d’une stabilisation des lasers a l'autre, les fréquences des pics sur
lesquels sont asservis les repompeurs varient également ; il faut alors modifier les fré-
quences des AOM qui assurent ’accord des repompeurs avec les résonances atomiques.
Ce processus de stabilisation des lasers, répété chaque jour, et souvent plusieurs fois
par jour, est fastidieux et gourmand en temps.

Premiéres applications de la nouvelle cavité passive : Nous avons décidé de
réaliser une référence basée sur une cavité Fabry-Pérot passive, stabilisée en tempéra-
ture. Celle-ci sert de référence aux nouveaux lasers de notre expérience. Les premiers
lasers asservis sur cette cavité ont été des diodes lasers & 654 nm et 647 nm utilisées
pour le repompage d’atomes se trouvant dans les états métastables® D3 et ®Ds. Le re-
pompeur a 647 nm s’est par la suite avéré inutile dans l'optimisation du chargement
du piége dipolaire, car trés peu d’atomes s’accumulent dans 1'état D, (voir résultats
de la partie 2.3). Nous 'avons donc remplacé par une nouvelle diode laser & 633 nm,
pour le repompage de I'état °S,5. Cela nous a permis de prévenir le vieillissement de
I’ancien repompeur a 633 nm, asservi sur la cavité optique active, fondamental dans
I’obtention d’'un gaz dégénéré de chrome.

La largeur des raies atomiques correspondant aux transitions Sy — "P3 et 5Dy 34 —
"P3 de repompage des états métastables est d’environ 5 MHz. Nous nous sommes donc
imposés comme cahier des charges des dérives maximales de 1 MHz de la fréquence d’un
pic de la cavité a une longueur d’onde de 600 nm environ, sur une journée d’expérience.
Pour une cavité de longueur L = 30 c¢m, l'intervalle spectral libre en ¢/4L est de 250
MHz. Ainsi une dérive de 1 MHz correspond & une dérive de la longueur de la cavité
de AL = 554 =0,6 nm (5% =2.107%) pour A = 600 nm. L'utilisation d'un matériau
a tres faible coefficient dilatation thermique est donc indispensable. Le support qui
sépare les miroirs de notre cavité est un barreau en verre ULE (Ultra Low Expansion),

fabriqué par “Corning” et fréquemment utilisé en métrologie. Ce dernier nous a été
offert par I’équipe HOTES du Laboratoire de Physique des Lasers (LPL).

Comparaison de nos objectifs avec ceux de la métrologie : Les performances,
décrites ci-dessus, exigées pour notre cavité, sont bien inférieures a celles des cavités
ultra-stables congues en métrologie.

Dans ce domaine, des cavités optiques sont utilisées, par exemple, pour stabiliser
des diodes lasers destinées & sonder des transitions ultra-fines, dont les largeurs sont
de 'ordre du mHz. On retrouve de telles applications dans la conception d’horloges
atomiques ([95]). Ces cavités doivent étre isolées mécaniquement, afin de filtrer au
maximum les vibrations. Elles doivent également étre stabilisées thermiquement afin
que les fluctuations de leurs longueurs, dues a la dilatation thermique, soient réduites au
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maximum. L’agitation thermique, qui entraine des vibrations aux surfaces des miroirs
d’une cavité optique, constitue une limite fondamentale a la stabilité de cette derniére
(196, 97]). Pour les cavités les plus stables, les fluctuations relatives % de leur longueur
L sont de 'ordre de 107'% sur 1 s, ce qui correspond, dans le visible, & une stabilité
en fréquence inférieure au Hz. Ces performances sont trés proches de la limite imposée
par l'agitation thermique ([98, 99]).

Référencer un laser sur I'une de ces cavités optique ultra-stables permet de réduire
considérablement les fluctuations de fréquence (“jitter”) et de phase de ce laser, respon-
sables de I’élargissement de son pic d’émission, a condition que la finesse F' de cette
cavité soit suffisamment élevée (F > 1000). Toutefois, la stabilité du laser n’est pas
fondamentalement limitée par cette derniére : pour les cavités de plus haute finesse
(F ~ 500000), les pics de transmission ont une largeur de quelques kHz; or, si le sys-
teme d’asservissement est suffisamment réactif, il est possible de stabiliser sur une cavité
optique, avec une précision inférieure au Hz, un laser ayant initialement une largeur de

raie de quelques MHz ([100, 101]). En asservissant un laser sur une cavité ultra-stable,
des largeurs de raie inférieures au Hz ont été atteintes dans le visible (|99, 98, 102]), le
proche infrarouge ([100, 98]), et I'infrarouge lointain pour la spectroscopie moléculaire

([103, 104]).

Dans notre expérience, nous nous sommes intéressés exclusivement & la stabilité sur
le moyen et long terme (>10 s) de notre cavité. La largeur des transitions atomiques
excitées par nos lasers (= 5 MHz) est suffisamment grande pour que 'on n’ait pas eu
a tenir compte des fluctuations rapides, mais de faible amplitude, de la taille de la
cavité. Notons que la réduction des dérives lentes de la fréquence d’une cavité Fabry-
Pérot représente en métrologie un défi complexe. Ces dérives ont pu étre réduites,
des années 1990 a 2010, de 200 Hz/s a moins d’1 Hz/s ([101, 99, 100]). Comme nous
I’expliquons dans la suite, la précision sur la mesure des fréquences des lasers asservis
sur notre cavité passive est limitée a 500 kHz. Nous pouvons cependant affirmer que
les performances de cette derniére, en termes de stabilité sur le trés long terme (dérives
de moins d’l MHz en un an), sont trés bonnes compte tenu de la simplicité de sa
conception.

3.2 Conception de la cavité Fabry-Pérot

3.2.1 Asservissement des repompeurs sur la cavité

La nouvelle cavité Fabry-Pérot est placée sur une petite table optique séparée du
reste de 'expérience.

Le schéma de référencement des nouvelles diodes laser sur la cavité est représenté
dans la figure 3.1.
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FIGURE 3.1 — Schéma du référencement de deux diodes laser rouges, a 654 nm et

633 ou 647 nm, sur la cavité optique ultra-stable. Sur ce schéma est également repré-
sentée linjection dans cette cavité d’un laser Helium-Néon (He-Ne) a 633 nm utilisé
pour mesurer les dérives en fréquence de cette derniere. PBS = cube polariseur; PD
= photodiode ; PID = correcteur proportionnel-intégrateur-dérivateur; 10 = isolateur
optique.
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Les diodes sont stabilisées en utilisant la méthode de Pound-Drever-Hall (PDH)
([105]). En sortie de chaque diode, dont la lumiére émise est de polarisation rectiligne,
un cube polariseur est utilisé pour prélever une petite partie de la puissance lumineuse.
Cette derniére est injectée dans la cavité optique afin d’obtenir la stabilisation de la
fréquence de la diode. Le courant de la diode est faiblement modulé a une fréquence
RF choisie entre 5 et 20 MHz. Cette modulation est a 1’origine de deux bandes latérales
localisées de part et d’autre du pic d’émission du laser. La lumiére réfléchie par la cavité
Fabry-Pérot est détectée par une photodiode rapide. Une démodulation de ce signal
permet, lorsque la phase de la référence utilisée a cet effet est bien choisie, d’obtenir
un signal dispersif. ([100, D

En utilisant ce signal d’erreur, un régulateur PID agit alors par rétroaction “rapide”
sur le courant de la diode et “lente” sur le piézo de la cavité étendue.

L’avantage de cette technique est d’autoriser le référencement de plusieurs lasers
sur une méme cavité, en utilisant une fréquence de modulation différente pour chaque
laser. Les courants des diodes a 654 nm et 647 nm sont respectivement modulés a 15
MHz et 6 MHz.

L’autre partie de la lumiére émise par la diode, c’est & dire la quasi-totalité de
sa puissance, traverse en double passage un modulateur acousto-optique. La lumiére
diffractée par les AOM est ensuite acheminée vers 'enceinte du MOT a 'aide d’'une
fibre optique, & maintien de polarisation, longue de 10 m. Le couplage du faisceau a
654 nm dans cette fibre est optimisé en corrigeant l’asymétrie de ce dernier a l’aide
d’un télescope. Ce dernier est composé de deux lentilles cylindriques de focales -30 mm
et 150 mm (voir figure 3.1). II fait grossir le faisceau a 654 nm d’'un facteur 5 le long de
I’axe vertical. La transmission de la fibre optique aprés cette optimisation est d’environ
70%. Les AOM nous permettent, une fois les diodes laser asservies sur la cavité, de
décaler leurs fréquences jusqu’a la résonance atomique. Si la cavité est suffisamment
stable, les fréquences des AOM n’ont pas besoin d’étre souvent modifiées.

3.2.2 DMontage de la cavité Fabry-Pérot

La cavité Fabry-Pérot utilisée est une cavité confocale dégénérée de longueur L = 30
cm injectée en c¢/4L. L'intervalle spectral entre deux pics de la cavité est donc de 250
MHz. 11 est alors nécessaire, pour d’accéder a n’importe quelle fréquence du spectre,
de pouvoir décaler la fréquence du laser d’au moins 125 MHz. Les AOM utilisés ici ont
une bande passante large de 200 MHz, ce qui est largement suffisant. Leur point de
fonctionnement optimal est a 350 MHz.

La cavité optique est constituée de deux miroirs fixés de part et d’autre d’un cylindre
(ou barreau) en verre ULE. Les deux miroirs sont convergents et leur rayon de courbure
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est de 300 mm. La fixation des miroirs sur le barreau ULE est illustrée dans la figure 3.2.
Un premier anneau en acier inoxydable est collé sur le barreau avec une colle époxyde de
marque Varian (colle “Torr Seal”). Un autre anneau, vissé par dessus, plaque légérement
le miroir contre le barreau en ULE par I'intermédiaire d'un joint métallique “Helicoflex”.
Le cylindre en verre ULE, de longueur 30 cm et de diamétre 10 cm, est creux, ce qui
autorise le passage du faisceau lumineux. Le diamétre interne de ce cylindre est de 2 cm.
Il est également percé latéralement (trou de 2 cm de diamétre), ce qui rend possible
le pompage de l'intérieur du barreau. La cavité Fabry-Pérot est placée & l'intérieur
d’une enceinte a ultra-vide. Une pompe ionique permet d’atteindre une pression de
10~® mBar. Le barreau ULE repose horizontalement sur 4 vis en téflon de 2 mm de
diametre.

Nous avons mesuré pour notre cavité une finesse de 80.

Colle époxyde

Joint métallique— /]

Anneau en acier inoxydable\‘\ i

[ Capteurs de température

Boite isolante\‘\

Couche de papier aluminium

Enceinte a ultra-vide —

Barreau en verre ULE —|

Vis en téflon—

Bobines chauffantes

Couche de polystyrene

» Pl Pompe

lonique

FIGURE 3.2 — Schéma de la cavité Fabry-Pérot passive ultra-stable. Insert : détails de
la fixation des miroirs.

Afin de stabiliser la température du barreau, des bobines chauffantes sont réparties
sur la surface externe de la chambre a vide contenant la cavité optique. Ces bobines sont
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fabriquées en enroulant du fil de cuivre autour de plusieurs rubans en carton, larges
de 6 cm, qui recouvrent a leur tour une grande partie de la surface de I’enceinte. De
cette facon le fil de cuivre chauffant est réparti de maniére relativement homogéne sur
la surface de I'enceinte (voir figures 3.2 et 3.3) . Cette méthode autorise un chauffage
relativement uniforme de cette surface afin d’éviter I'apparition de gradients de tem-
pérature trop importants sur le barreau ULE. Le pas de I'enroulement du fil de cuivre
autour des rubans en carton est d’environ 5 mm et la résistance totale de I’enroulement
chauffant est de 5,8 €.

FIGURE 3.3 — Photo des enroulements chauffants utilisés pour l’asservissement en
température de la cavité optique. Le fil de cuivre est enroulé autour de six rubans en
carton bleu placés sur la surface de l'enceinte a ultra-vide contenant la cavité optique.
A droite sur la photo : la pompe ionique.

Afin d’étre bien isolé thermiquement, ’ensemble est recouvert d’une épaisse et uni-
forme couche de papier aluminium, et protégé par une boite isolante. Cette derniére
est en plexiglas et une couche de polystyréne, d’1 cm d’épaisseur, tapisse ses parois.
L’ajout de cette boite réduit les fluctuations de la température du barreau d’un facteur
3 lorsque 'asservissement en température n’est pas branché. Ayant pensé, & un certain
moment, que le barreau en verre ULE était couplé a la température de la table optique
par I'intermédiaire des supports en téflon, nous avons placé, entre les pieds de I'enceinte
et la table optique, des cales en caoutchouc dur de 8 mm d’épaisseur. Cette derniére
modification n’a apporté aucune amélioration notable des fluctuations en température.

Ces fluctuations ont été mesurées en plagant des thermistances en plusieurs endroits

sur la surface externe de la chambre & vide (une sur chaque bride et deux sur la surface
de l'enceinte) et une thermistance sur la surface externe du barreau ULE, a l'intérieur
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de la chambre a vide (voir figure 3.2). Ces capteurs sont trés sensibles aux variations de
températures (sensibilité inférieure a 500 pK). Cependant, en raison de leur incertitude
de 1 K, deux thermistances ne peuvent pas étre utilisées pour mesurer un gradient de
température.

Afin de comparer les fluctuations en température de la cavité Fabry-Pérot & celles
de la température ambiante, une derniére thermistance mesurant cette derniére a été
placée sur la table optique non loin de la cavité ultra-stable.

3.2.3 Asservissement en température de la cavité

Systéme d’asservissement Le schéma de la boucle de régulation de la température
du barreau est représenté dans la figure 3.4.

Notre systéme d’asservissement utilise comme signal de retour la température me-
surée par la thermistance collée sur le barreau ULE. Cela constitue une originalité de
notre méthode de stabilisation de la température de la cavité optique. A notre connais-
sance, la plupart des systémes utilisés en métrologie stabilisent une cavité optique en
asservissant la température de l'enceinte qui la contient ([L04, 100, 98, 99]).

Nous utilisons un correcteur proportionnel-intégrateur (PI) afin de stabiliser la tem-
pérature du barreau ULE & 26°C environ.

Le correcteur est composé d’abord d’un étage différentiel de mesure de température,
qui fournit en sortie une tension proportionnelle a I’écart entre la température mesurée
et la température de consigne. Puis viennent deux amplificateurs opérationnels (AO)
montés, I'un en proportionnel, I'autre en intégrateur, dont les tensions de sortie sont
additionnées. Un étage de puissance fournit aux bobines chauffantes un courant I
proportionnel & la somme de ces deux tensions. La puissance maximale de chauffage
est de 40 W. L’ensemble est alimenté a haute tension et un transformateur sert a
alimenter les AO du montage en +15V. Un commutateur permet, si on le souhaite,
de court-circuiter la capacité de 'intégrateur afin de la décharger et de réinitialiser la
correction.

La thermistance fournissant le signal de rétroaction au régulateur est collée sur le
barreau ULE avec avec de ’époxy. Elle a une résistance de 10 K2 & 25°C' et est reliée
a un pont de Wheastone placé a ’entrée du régulateur.

Mesure de la fréquence d’un pic de transmission de la cavité Les dérives
en fréquence de la cavité Fabry-Pérot sont mesurées en balayant, grace & un AOM, la
fréquence d’un laser Hélium-Néon (He-Ne) stabilisé en température, sur un intervalle
spectral libre de la cavité. Ce laser émet un faisceau de 1,2 mW & 633 nm. Son injection
dans la cavité est schématisée dans la figure 3.1. On mesure en permanence la fréquence
de ’AOM et on repére, a chaque balayage, la position du pic de transmission de la
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FIGURE 3.4 — Schéma de notre systéme d’asservissement en température de la cavité
Fabry-Pérot. En entrée de la boite d’asservissement, un €tage différentiel mesure [’écart
entre la température du barreau et la consigne. Un régulateur de type Proportionnel-
Intégrateur (PI) traite cette erreur et envoie la correction a lactionneur (ici un étage de
puissance chargé de fournir un courant suffisant aux bobines chauffantes). Ce systéme
est non linéaire car la puissance chauffante dépend quadratiquement de ce courant. Al
= Amplificateur d’instrumentation. AO = Amplificateur opérationnel.
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lumiére du laser dans la cavité grace a une photodiode. La précision sur cette mesure
est limitée par les fluctuations de la fréquence du laser Hélium-Néon, qui ont une
amplitude d’environ 1 MHz et une période caractéristique de I'ordre de la minute. La
stabilité en fréquence de ce laser sur le long terme est par contre excellente, avec des
dérives inférieures au MHz sur une durée indéterminée.

Il existe un autre moyen de connaitre, de fagon certaine et indépendante de la
méthode expliquée ci-dessus, avec une précision de 'ordre du MHz, les dérives en
fréquence de la cavité Fabry-Pérot. On peut en effet mesurer la fréquence d'un pic de
transmission d’un faisceau repompeur a 633, 647 ou 654 nm, en déterminant 1’écart
fréquenciel de ce pic avec la résonance atomique. Il suffit pour cela de comparer la
position de ce pic avec celle du pic de fluorescence du MOT lorsque le repompeur est
en résonance avec la transition °Sy —7 P3 (ou °D3 —7 P3).

3.3 Etude de ’'ULE

Le comportement du barreau en verre ULE est détaillé dans cette partie. Pour réduire
les fluctuations de sa longueur, nous cherchons, d’une part, a minimiser son coefficient
de dilatation thermique, d’autre part a optimiser sa stabilité en température. Nous
étudions d’abord les propriétés thermomécaniques du barreau, a savoir son coefficient
de dilation thermique. Ensuite, nous caractérisons le couplage thermique du barreau
avec les bobines chauffantes, l’enceinte a ultra vide et l’air ambiant.

3.3.1 Dilatation thermique

Coefficient de dilatation thermique (CTE) théorique : Le coefficient de dila-

tation thermique a = L_dLT) e 1a cavité optique dépend de sa température 7. Une

L(T) dT
méthode précise de caractérisation de cette dépendance est proposée dans [108]. Pour
les matériaux a trés faible expansion comme le verre ULE, il existe une température T
pour laquelle la longueur de la cavité est minimale. La longueur d’un barreau en verre

ULE dépend quadratiquement de la température et vérifie typiquement ([100]) :

L(T) — Ly

~ 107°(T — T,)? (3.1)
Ly

ou Ly est la longueur minimale de la cavité.

«(T') s’écrit alors, au voisinage de Ty :

a(T) = 2107%(T - Ty). (3.2)
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a(T) diminue en valeur absolue lorsque la température s’approche de Ty, tempé-
rature a laquelle ce coefficient est nul. Pour un barreau en ULE, cette température
est souvent inférieure a la température ambiante de la salle d’expériences ([100, 109]),
avec Ty ~ 10°C. Seul un systéme incorporant des refroidisseurs a effet Peltier permet
d’atteindre le zéro de dilatation thermique.

D’apreés la formule (3.1), nous calculons un coefficient «(T') de 'ordre de 3.107% K~!
a la température de notre salle d’expériences (= 23°C'). Cette estimation est cohérente
avec la valeur donnée par le groupe HOTES du LPL, dans un article décrivant une
expérience utilisant le barreau ULE avant qu’il nous soit offert ([104]). Cette valeur de
a(T') correspond a une sensibilité thermique de l'ordre de 10 MHz/K & une longueur
d’onde de 633 nm.

Mesure du CTE : Nous avons mesuré le coefficient de dilatation thermique de notre
cavité optique. Pour ce faire, nous avons fait varier la température du barreau grace
aux bobines chauffantes et nous avons relevé contintiment la fréquence d'un pic de
transmission de la cavité en utilisant un laser He-Ne (voir la méthode décrite dans la
partie 3.2.3).

Le CTE mesuré s’est révélé bien supérieur a la valeur attendue de 3.1078 K=!. Une
forte hystérésis dans la dépendance en température du CTE explique les performances
décevantes, en terme de sensibilité thermique, de notre cavité : lorsque la température
du barreau évolue dans un sens donné, la pente de la courbe fréquence/température
est initialement plus élevée que la valeur de 10 MHz/K calculée plus haut. Cette pente
s’amortit ensuite pour se rapprocher de cette valeur. Si la variation de la température
du barreau change de sens, cette pente augmente brusquement et peut atteindre une
valeur de 200 MHz/K environ. Le CTE maximal mesuré est donc de 4,4.107"K 1. 1l
est supérieur d'un ordre de grandeur a sa valeur attendue.

Le comportement hystérétique est illustré dans la figure 3.5 : Le barreau a été
chauffé en 10 h de 27,55°C' & 27,82°C' (nous rappelons que nos thermistances ont une
incertitude de 1°C' mais ont une sensibilité inférieure au mK’). Puis, sous I'influence
des dérives de la température ambiante, sa température est redescendue & 27,79°C.
On voit dans la figure 3.5 que lorsque le sens de variation de la température a changé,
a 27,82°C, la sensibilité thermique de la cavité optique est passée brusquement d’une
valeur inférieure a 50 MHz/K a 200 MHz/K.

Ce phénomeéne a été observé a plusieurs températures de fonctionnement de la cavité,

de 23°C a 28°C.

Explications possibles au phénoméne hystérétique : Nous disposons de plu-
sieurs pistes pour expliquer la valeur élevée du CTE maximal mesuré. Il peut s’agir
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FIGURE 3.5 — Observation d’une hystérésis sur la dilatation thermique du barreau :
on mesure la fréquence centrale d’un pic de transmission de la cavité en fonction de la
température. Dans cette figure, le barreau est d’abord chauffé jusqu’a 27,82°C, puis il
refroidit légerement sous linfluence de la température ambiante. On observe une aug-
mentation soudaine du coefficient de dilatation thermique lors du passage du chauffage
au refroidissement. La pente de la courbe présentée sur cette figure passe alors de moins

de 50 MHz/K a 200 MHz/K. La fléche indique le sens de déroulement du temps.

d’un effet lié aux propriétés thermiques du systéme de fixation des miroirs sur le bar-
reau ULE : les deux anneaux en acier inoxydable soutenant les miroirs ont chacun une
expansion thermique linéaire de ~ 100 nm/K, ce qui est a peu prés égal a 'expansion
thermique maximale observée pour notre cavité de 30 cm. Les miroirs eux-mémes et
leur revétement ont une expansion thermique beaucoup plus faible. Il y a donc pro-
bablement des frottements-glissements, qui pourraient étre a l'origine du phénomeéne
hystérétique observé, au niveau des points de contact entre les miroirs et les anneaux
en acier. Ce phénoméne pourrait également résulter de ’expansion thermique de I'en-
ceinte a ultra-vide en acier : cette expansion (=~ 5 pum/K), bien plus importante que
celle du barreau en ULE, pourrait causer des frottements-glissements au niveau des
points de contact entre les vis en téflon, solidaires de ’enceinte, et le barreau en ULE
qu’elles soutiennent. Le pouvoir antiadhésif du téflon rend cependant peu probable ce
scénario.

Stabilité thermique requise par notre cahier des charges : La stabilité¢ de
notre cavité optique est limitée par cette hystérésis. Nous souhaitons que la fréquence
d’un pic de transmission de la cavité varie de moins qu'un MHz a ~ 600 nm sur une
journée d’expérience. La sensibilité maximale de 200 MHz/K nous impose de stabiliser
la température de la cavité & mieux que 5 mK sur cette durée.
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3.3.2 Couplage Thermique

Nous caractérisons maintenant le couplage thermique existant entre les bobines chauf-
fantes et la cavité optique. Cette étude est indispensable au réglage des paramétres de
notre asservissement, qui sera commenté par la suite.

Mesure des constantes de temps

Réponse de la cavité optique & un échelon de puissance chauffante : On
applique aux bornes du fil chauffant une tension de 3,15 V (courant de 0,54 A, puissance
de 1,7 W). Puis, quand la température du barreau s’est stabilisée, la thermistance posée
sur ce dernier indiquant 25,4°C', on monte alors brusquement, a t = 0, la tension a 4,15
V (courant de 0,72 A, puissance de 3 W). La température du barreau augmente alors
lentement de 1°C'. L’évolution des températures mesurées par les thermistances collées
sur le barreau ULE et sur la surface externe de ’enceinte est présentée dans la figure
3.6. Notons que ces deux thermistances nous indiquent a ¢ = 0 deux températures
clairement différentes. Cela est dii a des erreurs systématiques sur les températures
mesurées par ces capteurs. Ces erreurs peuvent atteindre 1°C' et sont différentes d’un
capteur a 'autre.

Nous avons fitté la réponse en température 7, du barreau ULE par la fonction
exponentielle suivante :

Ty(t) = 25,4 + (1 — e=/™) (3.3)
pour t > 0 et T,(t) =25,4°C pour t < 0.

Ce fit nous donne une constante de temps 7, = 10 £ 2 h.

La réponse en température T, a la surface externe de ’enceinte ne peut, elle, étre
correctement fittée que par une somme de deux exponentielles :

T, =25+ (1 —ae /™ — ape=t/7e) (3.4)
pour ¢t > 0 et Ty(t) = 25 pour t < 0, avec aj + az = 1.

On obtient les constantes de temps 7., = 5=+ 1 h et 7o = 20 = 5 min. Si 'on ne
tient compte, pour la réponse de 'enceinte, que de la premiére heure de mesures, le fit
par une seule exponentielle fonctionne et donne une constante de temps 7. = 7.5 = 19
min. Pendant ces mesures, la température ambiante n’a fluctué que de 0,2°C'. Elle a
donc relativement peu affecté I’allure des réponses du barreau ULE et de I'enceinte a
I’augmentation de la puissance chauffante.

La réponse de notre systéme a une diminution brusque de la puissance chauffante a
également été observée. Elle confirme les constantes de temps mesurées ci-dessus.
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FIGURE 3.6 — A)Evolution de la température a la surface du barreau. ULE (en rouge) et
a la surface de l’enceinte (en vert), en réponse a une variation brusque de la puissance
chauffante : cette derniére passe instantanément de 1,7 W a 3 W. La courbe en rouge
est fittée, sur les 25 premiéres heures, par une exponentielle (formule (3.3)) et celle en
vert par une somme d’exponentielles (formule (3.4)) sur les 8 premiéres heures. Insert
B) : observation aux temps courts de l’évolution de la température a la surface du
barreau. On remarque qu’aux instants proches de t = 0, le fit s’ajuste mal a la courbe
expérimentale, en raison d’une inertie auxr temps tres courts qu’il est nécessaire de
mesurer précisément (voir texte plus loin). C) Variations de la température ambiante.
Ces variations n’ont pas dépassé 300 mK pendant les mesures présentées en A) mais
elles peuvent parfois atteindre 1,5 K en quelques heures.
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Réponse aux temps trés courts :  Les dérivées des fonctions (3.3) et (3.4), que nous
avons utilisées pour modéliser le comportement du barreau en ULE et de l'enceinte,
ne sont pas continues au temps ¢ = 0. Aux temps trés faibles devant les constantes de
temps 7, et 7., les réponses en température du barreau et de I'enceinte ont en réalité
une certaine inertie qui garantit la continuité de leur dérivée, qui est nulle a ¢ = 0.
Comme on le verra dans la partie 3.4, cette inertie constitue une limite fondamentale a

la rapidité de notre systeme d’asservissement. On définit les constantes de temps Tb(m)
(zn) s . 9 . 2 2 ) .
et 7o’ caractérisant respectivement l'inertie de la réponse en température de I’enceinte

et du barreau a une variation de la puissance chauffante. Elles vérifient Tb(m) <L et

Comme nous le verrons dans la partie 3.4, la mesure de Tb(m
réglage des paramétres de notre asservissement.

) est indispensable au

Nous pouvons réécrire la réponse du barreau a 1’échelon de puissance chauffante

comme :
. Tb(m) 4 /()
1— et/ — b _et/m (3.5)
Th

pour t > 0 et Ty(t) =25,4°C pour t < 0. La dérivée de cette fonction est bien nulle &
t = 0. Lorsque t > Tb(m), cette fonction tend vers la fonction (3.3).
L’allure de AT,(t) = Ty(t) — T5(0) est présentée dans la figure 3.7.

Nous pouvons également réécrire la réponse de l'enceinte, aux temps ¢t < 7.1, en
tenant compte de l'inertie :
7iin) (in)
1— e*t/Te2 ‘e eft/Te
Te2

Notons que cette inertie est visible sur la réponse du barreau ULE, dans 'insert B)
de la figure 3.6. Le pas de quantification choisi pour effectuer ces mesures n’est pas
assez petit pour pouvoir mesurer Tb(m) et 7™ avec une précision suffisante.

Ty(t) = 25,4 +

T.(t) = 25+ as (3.6)

Nous avons fait des mesures plus précises (voir figure 3.8) aux temps courts et avons
obtenu 7. = 60 + 30 s et 7™ = 20+ 20 s.

Modéle de couplage thermique

Pour comprendre les différentes constantes de temps de couplage thermique, mesu-
rées ci-dessus, nous allons établir un modéle simple.

Nous faisons I’hypothése que le couplage thermique de la cavité optique avec les
bobines chauffantes se fait par rayonnement de I’enceinte a ultra-vide sur la cavité.
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FIGURE 3.7 — Allure de ATy(t) = Ty(t) — Tp(0), Ty(t) étant donnée par la fonction
(3.5). Sur cette figure, on a choisi 7, = 10 h et Tbm) =3 h.
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FIGURE 3.8 — Observation des inerties sur les variations de la température a la surface
de barreau ULFE et de ’enceinte a ultra-vide. Ces inerties sont caractérisées respective-
(in) (in) - )
ment par les constantes de temps 7, et Te . En rouge : observation de la température
a la surface du barreau ULE apres l'extinction, a t = 0, du chauffage de ’enceinte, le
barreau ayant été chauffé a =~ 26°C at < 0. En vert : température a la surface de l’en-
ceinte. En fittant ces deux courbes par des fonctions de la forme de (3.5), on obtient

7™ =60+ 30 s et 7™ =20 420 s.
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Température du barreau ULE : Nous considérons le barreau en ULE comme un
corps noir et l'enceinte & ultra-vide comme un réservoir rayonnant sur ce dernier et
dont la température (a T, ~ 300 K) est contrdlée par les bobines chauffantes.

La loi de Stefan-Boltzmann donne 1’évolution temporelle de 7, :

dTy(t)
dt

MG, = oS(TA(t) — T, (1)) (3.7)

ou M est la masse du barreau, C} sa capacité thermique massique, S sa surface
externe et o est la constante de Stefan-Boltzmann (o = 5,67.107% W.m 2. K ~1).

On lit, sur la fiche technique du barreau : Cj, = 767 J/(kg.K).

p=2,21g.cm™3 est la masse volumique du verre ULE.
On a donc M = prL(r? —r2,) et S = 27rL ot L, 7 et 1y, sont respectivement la
longueur, les rayons externe et interne du barreau donnés précédemment.

L’écart entre la température du barreau et celle de ’enceinte étant initialement petit
par rapport aux valeurs respectives de ces températures, on peut linéariser I’équation
(3.7) et obtenir :

1(t) + 7 0 _ 1,0 (3.8)

ot 7, = MC,/(4S0T,?) est la constante de temps du couplage thermique par rayon-
nement entre I’enceinte et le barreau.

Le calcul donne 7. = 1,88 h.

On trouve donc une constante de temps du méme ordre de grandeur, mais sensible-
ment plus courte, que la durée 7, = 10 h mesurée expérimentalement. Cette différence
peut s’expliquer par le fait que le barreau n’est pas un parfait absorbant thermique, ce
qui tend a rallonger la durée de stabilisation de sa température.

Si 'on tient compte de la conduction de la chaleur & travers les vis soutenant le
barreau, 1'équation (3.8) devient :

dTy(t
Ty(t) + 7 cli)t( ) _ T,(t) (3.9)
ou T, = —=end et 7,0 = Ry, s MCy. R, est la résistance thermique équivalente aux

Tr+Teond

quatre vis soutenant le barreau. On calcule 7.,,4 ~ 30 h. 7.,,q4 est sensiblement plus
élevé que la constante 7, mesurée expérimentalement. Cela semble indiquer que le
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couplage thermique de ’enceinte au barreau se fait majoritairement par rayonnement,
ce qui confirme notre hypothése de départ. Nos estimations théoriques, obtenues avec
des modeles simples, sont en accord qualitatif, mais pas quantitatif, avec la constante
de temps 7, dont la mesure a été décrite précédemment. On prendra pour la suite
7, = 10 h, conformément a notre mesure de cette constante de temps.

Température de ’enceinte a ultra-vide : Nous établissons maintenant 1’équation
caractérisant 1’évolution temporelle de la température de I'enceinte.

Nous tenons compte de la puissance, venant des bobines chauffantes, transférée par
effet Joule a 'enceinte, ainsi que du couplage thermique de I’enceinte avec le milieu
ambiant, de température T,,,,. Ce couplage se fait par flux convectif de chaleur de I'air
entourant l’enceinte vers cette derniére, et également par conduction thermique entre
la table optique et I’enceinte. On néglige le transfert de chaleur de ’enceinte vers la
cavité optique, en partant du principe que celui-ci est négligeable devant le terme di
au flux convectif. On obtient alors :

dT,(t 1
M.C. (®) = aRIP(t) + ( heonvA + — | (Tamp — To(1)) (3.10)
dt R,
ou M, = 7,3 kg est la masse de 'enceinte et C, sa capacité thermique massique

(Ce =~ 500 J/(kg.K) pour 'acier inoxydable). R =5,8 €2 est la résistance des bobines
chauffantes, I est le courant circulant dans les bobines et « une constante caractérisant
le couplage thermique entre les bobines et l'enceinte (o« < 1). Enfin, A est la surface
externe de ’enceinte, h..,, est un coefficient de transfert thermique par convection et
R, est la résistance thermique des pieds soutenant I’enceinte.

Cette équation peut se réécrire sous la forme :

dT.(t)  T.aRI*(t)
dt —  M.C,

T.(t) + 7e + Tomb (3.11)

MeCe

ou T, = —YeLe
€ hcomAJrR%p

Le terme hop,, est trés difficile & évaluer théoriquement. Il serait nécessaire pour le

connaitre de faire des mesures spécifiques a la convection thermique.

Nous prendrons dans la suite la constante de temps 7, = 20 min, dont la mesure a
été décrite au paragraphe précédent.

Résolution des équations : En conjuguant (3.11) et (3.9), on obtient I’équation
gouvernant I’évolution temporelle de T5(t) :
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d*Ty(t)
dt

dTy(t)
dt

T.aRI*(t)
M.C.

ThTe + (1 + 7e) + Ty(t) = + Tomp (3.12)

La solution de cette équation pour une puissance chauffante passant brusquement,
at=0,de RI;> & RI)* + AP, s'écrit :

T.aAP T,
T,(t) = T, c 1— (e ¥ — Let/me 1
b( ) b(O) + MECE |: (6 Tbe >:| (3 3)

pour t > 0 et Ty(t) = T,(0) pour ¢t < 0.

Dans cette équation, qui a la méme forme que (3.5), I'inertie de la réponse en tem-
pérature du barreau a la variation de puissance chauffante est donnée par la constante
de temps 7.. Cette constante de temps, de ~ 20 min, est trés supérieure a sa valeur
expérimentale, 7" ~ 60 s.

Nous pensons que cet écart important est di au fait que I’équation (3.13) ne donne
I’évolution temporelle de la température du barreau qu’aprés thermalisation. Or, la
thermistance collée sur le barreau en verre ULE mesure la température a la surface
de ce dernier. Cette derniére température est bien plus réactive au rayonnement de
I’enceinte que ne 'est la température moyenne du barreau et des miroirs, température
dont dépend la longueur de la cavité. Pour nous en convaincre, nous avons observé
I’évolution de la réponse en fréquence de la cavité Fabry-Pérot & une augmentation
brusque de la puissance chauffante, ainsi que la réponse de la température mesurée par
la thermistance collée sur le barreau ULE (voir figure 3.9). Alors que cette derniére
présente une trés courte inertie, invisible sur la figure 3.9, (plus haut, nous avons mesuré
pour cette inertie une constante de temps de = 60 s), la fréquence de la cavité, qui
dépend directement de sa longueur et donc de sa température moyenne, a, elle, une
inertie de &~ 30 min. Cette inertie est cohérente avec la constante de temps de ~ 20
min prévue par notre modeéle de couplage thermique.

Pour conclure cette partie, nous pouvons affirmer avoir une bonne connaissance des
constantes de temps caractérisant les couplages thermiques entre la salle d’expériences,
les bobines chauffantes, l’enceinte a ultra-vide et la cavité optique. Cette connaissance
nous sera trés utile pour paramétriser notre systeme d’asservissement en température,
comme le montre la partie suivante.

3.4 Convergence et stabilité de ’asservissement

Objectif : Le but de notre asservissement est de stabiliser la température de la
cavité optique en compensant efficacement ses fluctuations, dues aux variations de la
température ambiante.
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FIGURE 3.9 — Ewolution de la fréquence d’un pic de transmission de la cavité Fabry-
Pérot (en noir) et de la température a la surface du barreau ULE (en rouge) en réponse
a une augmentation brusque de la puissance chauffante. La courbe en noir présente une
inertie dont la constante de temps est de = 30 min. Linertie est invisible sur la courbe
en rouge. La thermistance collée sur le barreau mesure la température a la surface de
ce dernier avant thermalisation. Or, la fréquence de la cavité optique dépend de sa
température “moyenne”. Cette température réagit plus lentement que la température a
la surface du barreau ULE au rayonnement de ’enceinte a ultra-vide.

Cette température peut varier de 1 ou 2 degrés en quelques heures. Ces variations
sont considérablement filtrées par la boite isolante, les feuilles d’aliuminium et I’enceinte
a ultra-vide, avant de se répercuter sur la cavité optique. Malgré ce filtrage, il persiste
néanmoins, si I’on n’utilise pas d’asservissement en température, des fluctuations de
typiquement 50 mK de la température du barreau.

Nous voulons, grace & un correcteur PI, réduire & moins de 5 mK ces fluctuations
en température.

3.4.1 Fonctions de transfert du systéme d’asservissement

le correcteur PI : Nous rappelons que le correcteur PI est composé d'un étage de
mesure de la température a la surface du barreau, des montages AO proportionnel et
intégrateur montés en paralléle et de 1'étage de puissance (voir partie 3.2.3 et figure
3.4). L’entrée du correcteur est la différence €(t) = T, — T(t) entre la température
de consigne T, et la température mesurée a la surface du barreau ULE. La sortie du
correcteur est le courant I(t) circulant dans les bobines chauffantes. La température de
consigne a été réglée a T, = 25,5 £+ 1°C, valeur minimale autorisée par notre systéme
d’asservissement. Nous la maintenons toujours a cette valeur.

L’équation différentielle liant I'entrée €(t) et la sortie I(¢) du correcteur s’écrit :
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K, (e(t) + % /0 te(t’)dt’) o (3.14)

K, est le gain global du correcteur, exprimé en A.K !, que nous pouvons faire varier.
T; est la constante de temps de l'intégrateur (I), autrement dit la durée au bout de
laquelle 'action de ce dernier devient comparable & celle du proportionnel (P). Cette
valeur peut étre réglée en modifiant le gain de l'intégrateur relativement a celui du
proportionnel.

On peut réécrire la relation (3.14) dans 'espace de Fourier pour trouver la fonction
de transfert C(p) du correcteur :

e =10 _ g (1 + T1 ) (3.15)

€(p)
I(p) et €(p) sont respectivement les transformées de Laplace de I(t) et e(¢).

le systéme physique : Nous établissons maintenant la fonction de transfert ca-
ractérisant le couplage entre le courant I circulant dans les bobines chauffantes et la
température Tj, a la surface du barreau ULE. Nous avons mesuré dans la partie 3.3.2
la réponse de cette température & une variation brusque AP = RAI?, au temps t = 0,
de la puissance chauffante et obtenu la variation en température AT}, qui s’ajuste bien

avec la fonction :
) (i)
1— et/ — et/ (3.16)
Th

pour t > 0 et AT,(t) = 0 pour t < 0. G est le gain caractérisant le couplage bobines
chauffantes/barreau ULE, exprimé en K.A™2.

ATy(t) = Ty(t) — T,(0) = GAI?

Cette fonction est la solution de 1’équation :

(i) > ATy(t)
b dt

avec AT(0) =0 et M;l—”t(t)h:o =0

Nous faisons I'hypothése que notre systéme physique est linéaire, c’est a dire que
la puissance chauffante et la température a la surface du barreau ULE sont liées par
une équation différentielle linéaire. L’équation précédente, établie pour un échelon de
puissance chauffante, peut se généraliser a tout type de variation AP(t) = RAI*(t) de
cette puissance. La réponse en température ATy(t) vérifie donc I’équation :

dAT(1)

+(Tb+7'b(m)) di

+ ATy(t) = GAT? (3.17)

ATy(t)

(i) @ AT,

+ (7 + T,fi"))d—;’(t) + ATy(t) = GAIX(t) (3.18)
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avec ATy(t) = Ty(t) — Ty(0) et AI*(t) = I*(t) — I*(0).
En faisant la transformée de Laplace de cette équation on obtient la fonction de
transfert S(p) qui s’écrit :

_ ATy(p) _ G
CAR(D) (14 mp) 1+ ) (3:19)

S(p)

ou ATy (p) et AI*(p) sont respectivement les transformées de Laplace ATy (t) et AT%(t).

On linéarise cette fonction de transfert par rapport au courant I en considérant
que ce courant varie peu autour d’une valeur Iy (AI(t) < Iy). Iy est donc le courant
circulant dans les bobines nécessaire pour chauffer le barreau ULE & la température
de consigne T,. En écrivant AI?*(p) ~ 2I,AI(p), on obtient la fonction de transfert
linéarisée :

ATy(p) _ 2Gh (3.20)

Fnlp) = Al(p) 1 +np)1+7™p)

Schéma Bloc : Les équations (3.15) et (3.20) nous permettent de modéliser notre
systéme d’asservissement en température par le schéma bloc de la figure 3.10. Ce
schéma nous permet de mettre en relation, dans I'espace de Fourier, AT}, (p) avec AT.(p)
et AT,.,p(p) qui sont respectivement les variations de la température de consigne et
de la température ambiante. Ce modéle linéarisé n’est valable que pour des faibles
variations des grandeurs physiques caractérisant notre systéme.

Perturbation

Correcteur PI !

......

- -

Enceinte+Barreau °

............................

Systeme physique

AT

b

Rétroaction

FIGURE 3.10 — Schéma bloc du systéeme d’asservissement en température, illustré dans
la figure 3./, aprés linéarisation dans [’approzimation des petits signaut.
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Notons que tenir compte, comme nous le faisons dans ce schéma, des fluctuations de
la température ambiante, revient simplement a rajouter le terme ATy,,;(¢) au membre
de droite de ’équation (3.17).

On définit la fonction de transfert en boucle ouverte H(p) du systéme d’asservisse-
ment modélisé par le schéma de la figure 3.10 :

H(p) = C(p)Sun(p) (3.21)

C(p) et Spn(p) étant respectivement les fonctions de transfert du correcteur et du
systéme physique, dont les expressions sont données dans les équations (3.15) et (3.20).

On peut alors écrire la relation liant ATy (p) a AT.(p) et ATy, (p).

ATy(p) = F(p)ATe(p) + R(p) ATomp(p) (3.22)

F(p) est la fonction de transfert en boucle fermée de notre systéme d’asservissement,

avec F(p) = 1f§£)). R(p) est la fonction de transfert correspondant a 'atténuation des
B(p)

. , . _ B .« _ ;
fluctuations de la température ambiante, avec R(p) = ) OO B(p) T

Valeur des paramétres caractérisant le systéme physique : Dans la partie
3.3.2, nous avons mesuré 7, = 10 =2 h et Tb(m) =60 £ 30 s.

Les mesures effectuées dans cette partie nous permettent également de déterminer le
gain G : nous avons observé que si le courant circulant dans les bobines passe de 0,54 A
a0,72 A (AI? = 0,23 A?), la température du barreau augmente alors de AT, = 140, 2

K. Onaalors G = 2% =4,4+0,9 K.A™2

Nous avons également mesuré I, et obtenu typiquement 0,6 A.
Le courant Iy dépend de I’écart entre la température de consigne 7T, de I'asservisse-
ment et la température ambiante 7,,,,, qui peut varier au cours du temps.

On a la relation T, — Ty = GIo? qui nous donne T, — Ty ~ 1,6 K.

3.4.2 Convergence et efficacité de 1’asservissement
Conditions de stabilité de 1’asservissement en température

Nous souhaitons savoir a quelles conditions sur les parameétres K. et T; de notre
correcteur le systéme d’asservissement est stable.

Pour ce faire, on définit la fréquence de coupure f,. telle que |H (i27 f,)| = 1. Selon la
théorie linéaire de la régulation, notre systéme d’asservissement est stable, convergeant,
a condition que la phase de H (i27 f,) soit strictement supérieure & —7. On peut définir
la marge de phase

A¢p = arg H(i2w f,) + . (3.23)
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Plus A¢ est élevée, plus les oscillations propres du systéme bouclé, qui ont une
fréquence proche de f., sont amorties. En pratique, il est préférable que A¢ soit non
négligeable devant 7.

On peut montrer que la phase de H (127 f) est toujours supérieure a — si la condition
suivante est vérifiée :

T, > 7™ (3.24)

Nous choisissons donc un temps d’intégration 7; qui vérifie cette condition (par

exemple, T; = 90 s). La mesure de Tb("")

asservissement.

était donc bien utile au paramétrage de notre

Remarque : Pour que le systéme d’asservissement converge quelle que soit la valeur
de T, lors de son branchement, il est important que la puissance de chauffage soit
limitée & une valeur suffisamment faible. Des instabilités, venant du fait que cette
puissance dépend quadratiquement du courant traversant les bobines chauffantes, sont
ainsi évitées. Dans notre cas, la puissance chauffante est limitée a ~ 40 W, grace a la

saturation & +15 V de la tension de polarisation des AO constituant notre correcteur
PI.

Précision dynamique de ’asservissement

Afin de compenser au mieux les fluctuations de la température ambiante, dont la
période caractéristique 7,,,, est de quelques heures, il est nécessaire d’avoir :

E < Tamb (325)

Cette condition nous garantit que l'intégrateur joue un role significatif dans la cor-
rection des fluctuations en température.

Pour les résultats expérimentaux présentés dans la suite, nous avons choisi T; =
90 £ 10 s qui vérifie bien les conditions (3.24) et (3.25).

Nous avons fait varier le gain du correcteur entre K, = 1142 A. K~ ! et K, = 100420
AK L

Les incertitudes sur K. et T; viennent de l'incertitude sur les gains des divers AO
constituant le correcteur PI.

La figure 3.11 présente le diagramme de Bode de la fonction de transfert en boucle
ouverte de notre systéme d’asservissement, H(i2n f), pour (K. = 11 A. K™} T; = 90
s), (K. =22 AK™', T, =90 s), (K, =100 AKX, T, = 90 s) et (K. = 100 A. K,
T; = 1000 s). Ce diagramme fait figurer le module, en A), et 'argument, en B), de
H(i2m f) pour ces paramétres. Nous pouvons lire sur ce diagramme les fréquences de
coupure et les marges de phase associées a ces paramétres.
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Sur la figure 3.11 sont également présentées, en C), pour ces mémes parameétres,
les courbes du module |R(:27 fomp)| du facteur d’atténuation des fluctuations de la
température ambiante, en fonction de leur fréquence caractéristique f,,,,. Nous faisons
également figurer, a titre comparatif, le module de ce facteur d’atténuation lorsque
le correcteur n’a pas d’intégrateur (T; = oo) avec K, = 11 A.K™! (tirets) et lorsque
'asservissement en température n’est pas branché (pointillés), ce qui équivaut a K. = 0.

Les courbes présentées en B) nous montrent que la marge de phase du systéme
d’asservissement est de l'ordre de 56 bour T; = 90 s et K. allant de 10 & 100 A. K.
Cette marge de phase est plus élevée (=~ ) pour T; = 1000 s et K, = 100 A K™ Les
courbes en C) montrent que, pour tous ces paramétres, les variations de la température
de la salle sont atténuées d’un facteur supérieur a 1000 si leur période caractéristique
est de quelques heures. Remarquons que, dans le modéle de la figure 3.10, nous n’avons
pas tenu compte du filtrage, par la boite isolante et la couche de papier aluminium
recouvrant ’enceinte a ultra-vide, des variations de températures ambiante. Ce filtrage
peut contribuer a atténuer ces variations d’un facteur supplémentaire supérieur a 4.
Ces derniéres ayant une amplitude maximale de 1 ou 2 K, nous nous attendons donc
a ce que les fluctuations mesurées par la thermistance collée sur la surface du barreau

ULE ne dépassent pas 1 mK.

Résultats expérimentaux

Convergence de I’asservissement : Sur la figure 3.12, on observe la convergence de
notre systéme d’asservissement en température, pour K, = 11£2 A Kt et T; = 90£10
s. Nous avons représenté 1’évolution temporelle du signal d’erreur €(t) = T, — T;(t) (en
rouge) et celle de I(t) (en bleu).

Le signal d’erreur €(t) oscille avant de se stabiliser a 0. Le temps d’amortissement
de ces oscillations est de 2 h environ et leur fréquence est de 3 h™! ce qui est proche
de la fréquence de coupure f, =2,5 h™! en boucle ouverte (telle que |H(:27f.)| = 1)
calculée pour K, = 11 A K™Y T; =90 s, G =4,4 K.A72 et I, =0,6 A. Dans la figure
3.12, nous avons superposé aux courbes expérimentales des courbes théoriques issues
d’une simulation (trait plein noir). Cette derniére effectue une résolution numérique du
systéme d’équations différentielles (3.14) et (3.18) pour prévoir ’évolution temporelle
de €(t) et I(t). Afin d’obtenir un bon accord théorie-expérience, nous avons fait varier,
dans notre simulation, les paramétres de notre systéme d’asservissement. La courbe
théorique de la figure 3.12 a été obtenue avec les paramétres suivants :

G =46 K A2 [,—057 A, K, =102 AK*, T, =90s, 7, =10 het 7."” = 45 s.
Ces parameétres sont a 'intérieur des barres d’erreur de leur mesure expérimentale,
ce qui confirme la validité de notre modéle.
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FIGURE 3.11 — A) et B) : Diagramme de Bode de la fonction de transfert en boucle
owverte H(i2nf), pour (K. = 11 A.K™', T; = 90 s) (courbes bleues), (K. = 22
ALK, T, =90 s) (courbes mauves), (K. =100 A.K~*, T, =90 s) (courbes jaunes) et
(K. =100 A.K~', T; = 1000 s) (courbes vertes). Sont tracés en A) le module et en B)
Uargument de H(i2w f). Les traits en pointillés verticauz indiquent, pour chaque courbe,
la pulsation de coupure 2 f., telle que |H(i2r f.)| = 1. Les doubles fleches verticales
indiquent, pour chaque courbe, la marge de phase A¢, définie dans la formule (3.23).
C) : Module |R(i27 fomp)| du facteur d’atténuation des fluctuations de la température
ambiante, en fonction de leur fréquence caractéristique fqmp, pour les parameétres du
correcteur PI, utilisés en A) et B). A titre comparatif, nous incluons dans cette figure
les courbes de |R(i2w f)| lorsque le correcteur n'a pas d’intégrateur (tirets) et lorsque
lasservissement en température n’est pas branché (pointillés). Le trait vertical en poin-
tillés indique la pulsation correspondant a une période typique des variations de la
température ambiante (5 h).
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FIGURE 3.12 — Convergence de l’asservissement en température pour K. = 11 + 2
A.K™' et T; = 90 £ 10 s. En rouge : évolution du signal d’erreur —e(t) = Ty(t) — T...
En bleu : courant I(t) circulant dans les bobines chauffantes, controlé par le correcteur
PI. Les courbes en trait plein noir sont les résultats de simulations numériques (voir
texte). Pour ces derniéres, les paramétres G, K., Iy, T et Tb(m) de notre systeme ont été
choisis a lintérieur des barres d’erreurs de leurs mesures expérimentales. Cela nous a

permis d’obtenir un bon accord entre les simulations et l’expérience.
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stabilité de la cavité optique : Une fois I’équilibre atteint, les fluctuations ou
dérives de température du barreau sont inférieures a la précision maximale (500 pK) de
notre mesure du signal d’erreur, sur une durée indéterminée. Cette précision est limitée
par le bruit lié aux composants électroniques qui constituent la boite d’asservissement.
Lorsque la cavité est stabilisée, la température de I'enceinte a ultra-vide peut varier,
elle, de 50 mK.

Lors du branchement de 'asservissement en température, nous avons observé, en
utilisant, comme 'explique la partie 3.2.3, un laser He-Ne a 633 nm, 1’évolution de la
fréquence d’un pic de transmission de la cavité optique. Lorsque, pour la premiére fois,
nous avons asservi la cavité en température nous avons constaté, apres la convergence
de 'asservissement, une dérive d’environ 3 MHz de la fréquence de résonance de la
cavité sur une durée de 20 h (voir fig. 3.13). Cette dérive n’était probablement pas due
a une variation de la température du barreau, mais plutot a un effet mécanique : il
pourrait s’agir d’une contraction résiduelle de la cavité, suite a la brusque dilatation
entrainée par le chauffage de la cavité a la température de consigne.

La dérive en fréquence de la cavité n’a pas dépassé 6 MHz pendant les deux semaines
qui ont suivi le branchement de I’asservissement. Elle s’est estompée au bout de cette
période. La fréquence de la cavité optique a ensuite varié de moins d'un MHz pendant
une année d’expériences. Cela équivaut a une stabilité de % =107Y.

Nous avons fait varier le gain K, du correcteur de 11 4 100 A.K™! et avons toujours
obtenu un bon accord avec nos simulations concernant la dynamique de ’asservisse-
ment en température. Les fluctuations en température au point d’asservissement sont
toujours restées d’amplitude inférieure a 500 pK et la cavité optique est restée stable
a moins d’'un MHz prés.

Commentaires sur nos résultats

Performances de la cavité optique : Nos mesures nous ont montré qu’en un point
a la surface du barreau ULE, la température a varié de moins d’'un mK sur une durée
indéterminée (supérieure a un an). Cette stabilité thermique est comparable a celle
des cavités les plus stables utilisées en métrologie (100, , 99]). Notre stabilité en
température est cependant donnée par la thermistance également utilisée pour la boucle
de retour de l'asservissement, ce qui biaise la mesure de cette stabilité. Nous pouvons
donc regretter de ne pas avoir placé, sur le barreau ULE, une autre thermistance
éloignée de la premiére. Cela pourra étre fait lors d’une éventuelle prochaine ouverture
de 'enceinte a ultra-vide contenant la cavité optique ultra-stable.

La stabilité & moins d'un MHz prés sur un an constitue un excellent résultat et
nous laisse penser, compte tenu du CTE mesuré pour notre cavité optique, que la tem-
pérature de cette derniére a varié de moins de 5 mK pendant une année. Plusieurs
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FIGURE 3.13 — En rouge : fréquence d’un pic de résonance de la cavité pendant et apres
la convergence de [’asservissement en température. Cette convergence a lieu pendant
les 5 premiéres heures présentées sur cette figure. Une fois la température de la cavité
stabilisée, on observe une dérive de 3 MHz de la fréquence de cette derniére pendant
environ 20 h. Nous expliquons cette dérive par des phénomeénes mécaniques (voir texte).
Les dérives s’estompent ensuite et deviennent trop faibles pour étre mesurées. Nous
pouvons affirmer que la fréquence de la cavité a alors varié de moins d’un MHz en un an.
En vert : Température de ’enceinte pendant et aprés la convergence de ’asservissement.
Une fois la cavité stabilisée, cette température peut fluctuer avec une amplitude de
typiquement 50 mK. La température du barreau ULE reste, elle, beaucoup plus stable.
L’amplitude maximale de ses fluctuations est incluse entre 500 pK et 5 mK.
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coupures de courant ont eu lieu durant cette période. Elles ont rendu & chaque fois né-
cessaire une re-stabilisation en température de la cavité. Nous avons constaté qu’apres
re-convergence de ’asservissement en température, le pic de transmission de la cavité
avait, chose curieuse, retrouvé exactement la fréquence qu’il avait avant la coupure de
courant (& 1 MHz pres). Ainsi, les diodes lasers asservies sur cette cavité sont restées
a la résonance atomique pendant plus d’un an, sans que l'on ait eu une seule fois a
modifier les fréquences des AOM correspondants.

Reéactivité de la correction en température : La précision de nos mesures des
fluctuations en fréquence de la cavité n’est pas bonne et ne nous permet pas de compa-
rer les performances sur le court terme de cette derniére avec celles des cavité utilisées
en métrologie. Nous pensons néanmoins que la trés grande réactivité de notre systéme
d’asservissement, qui nous permet de compenser en partie la relative pauvreté de notre
isolation thermique, est inadaptée au domaine de la haute précision. Il est fort probable
que cet asservissement engendre des oscillations résiduelles de la température du bar-
reau, qui bien que non détectables a notre échelle de précision, seraient inacceptables
en métrologie. Les cavités les plus stables sont asservies avec des correcteurs de faible
gain et dont la durée d’intégration est de plusieurs heures ([110, 100]). Nous pourrions
envisager d’augmenter a 1000 s la constante de temps 7T; de notre intégrateur. Cela
garantirait a notre asservissement une marge de phase plus élevée, comme le montre la
figure B) de 3.11, conduisant a de plus faibles oscillations résiduelles, sans détériorer
la correction des fluctuations en température (voir figure 3.11). Bien qu’inadapté a
la métrologie, notre systeme d’asservissement en température pourrait étre utilisé en
spectroscopie de moyenne précision, dans le but de sonder des transitions larges de
quelques kHz.

Spécificité de notre dispositif L’originalité de notre systéme d’asservissement ré-
side, comme nous 'avons fait remarquer dans la partie 3.2.3, dans l'utilisation, comme
signal de retour, de la température mesurée par la thermistance collée sur le barreau
ULE. Ce choix s’est avéré crucial dans la stabilisation de la température de la cavité.
Nous avons en effet constaté qu’asservir la température en un point de la surface ex-
térieure était presque inutile : le faire faisait subsister des fluctuations de ~ 30 mK de
la température du barreau ULE, du méme ordre de grandeur que ses fluctuations en
I’absence d’asservisement en température, entrainant des variations de ~ 6 MHz de la
fréquence de résonance de la cavité en quelques heures. Cette méthode n’autorise donc
pas un écrantage suffisant des fluctuations de la température ambiante.

Améliorations possibles : Plusieurs améliorations pourraient étre envisagées pour
stabiliser davantage notre cavité optique : les enroulements de fil de cuivre chauffant
pourraient étre répartis sur l'enceinte a ultra-vide de fagon plus uniforme. Comme le
montre la photo de la figure 3.3, certaines zones de ’enceinte & ultra-vide ainsi que la
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pompe ionique (a droite de la photo), qui rayonne sur le barreau en ULE, ne sont pas
chauffées. Notons que les inhomogénéités de la forme de notre enceinte rendent difficile
un chauffage uniforme de cette derniére.

Nous pourrions également isoler thermiquement, ou asservir en température, la boite
contenant le correcteur PI. Cela nous permettrait de réduire les dérives thermiques de
la résistance fixant la température de consigne du barreau ULE.

Une isolation mécanique de notre systéme ne fait pas partie des améliorations envi-
sageables. Cela requerrait en effet une restructuration totale de ’architecture de notre
enceinte a ultra vide. Cette restructuration aurait par exemple pour but de permettre a
notre cavité optique de reposer en position verticale, ce qui devrait minimiser I'influence
des vibrations mécaniques sur sa longueur (104, , 98, 99]).

Derniéres mises a jour : FEn plus des diodes lasers a 633 et 654 nm, nous avons
asservi sur cette cavité un laser Titane-Saphir & 851 nm. Ce laser, une fois stabilisé,
est doublé pour produire le faisceau bleu que nous utiliserons pour refroidir 'isotope
fermionique du chrome, ®3Cr, en vue d’expériences futures. Il a donc été nécessaire
de remplacer les miroirs utilisés pour les résultats présentés dans ce chapitre par de
nouveaux miroirs fonctionnant aussi dans l'infrarouge.

Pendant plusieurs semaines apreés le changement des miroirs, nous avons observé de
fortes dérives de la fréquence de la cavité optique, pouvant atteindre plusieurs MHz
en une seule nuit. Ces dérives se sont ensuite atténuées et a ’heure actuelle, la cavité
semble s’étre de nouveau stabilisée & moins d’'un MHz prés. Nous n’avons cependant
pas fait de mesures précises a ce sujet.

3.5 Conclusion

Nous avons mis au point une cavité Fabry-Pérot passive ultra-stable. Le but de cette
derniére est de stabiliser des repompeurs utilisés dans le refroidissement du chrome
bosonique et, également, ’ensemble des lasers qui seront consacrés au refroidissement
du chrome fermionique. Cette cavité est constituée de deux miroirs séparés par un
cylindre en verre ULE long de 30 cm. L’ensemble est placé dans une enceinte a ultra-
vide stabilisée en température. L’originalité de notre systéme réside dans le choix d’un
asservissement tres réactif pour controler avec précision la température en un point a la
surface du cylindre ULE. Les dérives en fréquence de la cavité ont été mesurées grace
a un laser He-Ne stabilisé en fréquence a 633 nm, ou en sondant, grice a des diodes
lasers référencées sur cette cavité, une résonance atomique de méme longueur d’onde.
Ces dérives n’ont pas dépassé un MHz en un an d’expériences. Cela correspond pour
la cavité optique o une stabilité relative de moins de 2.107°. Cette stabilité constitue
un résultat remarquable pour une durée aussi longue et une performance intéressante
dans le domaine de la moyenne précision. Nous avons développé un modéle thermique
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nous permettant de bien comprendre la dynamique de chauffage de notre cavité. Des
simulations utilisant des parametres mesurés expérimentalement nous ont permis de
vérifier la validité de ce modéle. La mise au point de cette cavité optique fait l’objet
d’une annexe dans [9/].



Deuxiéme partie

Excitations collectives dans un
condensat de Bose-Einstein dipolaire
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Chapitre 4

Excitation des modes collectifs d’un
BEC dipolaire

Introduction

Les excitations collectives constituent un outil extrémement pratique pour étudier
les interactions entre atomes dans un condensat de Bose-Einstein. Dans ce chapitre,
nous étudions expérimentalement l'influence de linteraction dipdle-dipole (DDI) sur
la fréquence d’un mode collectif d’un condensat de chrome. Nous montrons que cette
fréquence dépend légerement de la direction du champ magnétique de polarisation des
dipdles. Ce résultat expérimental, qui avait été prévu dans plusieurs articles théoriques
([24, 25, 79]), est une démonstration nouvelle de l’anisotropie de la DDI et de son
influence sur Uhydrodynamique d’un BEC. Il se rajoute a l’observation, faite par le
groupe de T. Pfau a Stuttgart, de leffet de la DDI sur ’expansion d’un condensat
([25]) et que nous avons également constaté dans nos expériences.

Structure de ce chapitre

En préambule de ce chapitre, nous présentons des propriétés de la DDI, liées a la
géométrie du condensat, ainsi que le contexte expérimental dans lequel se situe notre
étude.

Nous établissons ensuite les équations d’hydrodynamique régissant les mouvements
collectifs dans un condensat dipolaire n’ayant pas d’axe de symétrie, en partant de
léquation de Gross-Pitaevskii. Dans notre cas les interactions sont dominées par les
interactions de contact. Nous prenons donc préalablement soin d’établir les équations
d’hydrodynamique en [’absence d’interaction dipdle-dipdle, pour la rajouter ensuite.

Apres avoir démontré 'existence de modes collectifs, dits de surface, pour des exci-
tations de faible amplitude, nous décrivons en détail [’observation expérimentale de la
modification induite par l'interaction dipdle-dipole sur la fréquence de l'un de ces modes.

33



84 4. EXCITATION DES MODES COLLECTIFS D’UN BEC DIPOLAIRE

Dans notre expérience, nous observons [’effet d’une rotation de 90° de la direction du
champ magnétique de polarisation sur la fréquence d’un mode collectif de surface du
BEC de chrome. La notre est donc une mesure différentielle de ’effet de la DDI sur
cette fréquence.

Bien que le nombre d’atomes dans notre condensat de chrome soit relativement
faible, le décalage fréquenciel observé est en bon accord avec nos prédictions théoriques
dans Uapproximation de Thomas-Fermi (TF). Nous montrons expérimentalement que
ce décalage est trés sensible a la géométrie du piége et nous en expliquons les raisons.
Enfin, en travaillant avec des condensats encore moins peuplés, nous voyons le décalage
mesuré diminuer avec le nombre d’atomes. L’écart des résultats expérimentauz avec les
prédictions faites dans le régime de TF est alors plus rapide pour la fréquence d’un mode
collectif que pour le rapport d’aspect du condensat, en bon accord avec nos simulations.

4.1 Contexte expérimental

Dans cette partie, nous récapitulons brievement certains résultats expérimentaux 1m-
portants sur la physique des condensats dipolaires, que nous pouvons mettre en lien avec
la problématique des excitations collectives. Ces résultats sont le fruit d’études effectuées
par le groupe de T. Pfau a Stuttgart, et ont fait date dans notre domaine.

4.1.1 Striction du BEC

Les propriétés de l'interaction dipole-dipole décrites dans l'introduction de cette
thése (partie 0.3.2), et en particulier son anisotropie, ont une incidence notable sur la
géométrie du condensat. En effet, les atomes ont tendance a se positionner le long de
I’axe de polarisation des dipoles. Ce phénoméne, contre-intuitif au premier abord, peut
s’expliquer en remarquant que, comme on l’a vu précédemment, les dipoles de deux
atomes positionnés selon cet axe s’attirent. Ainsi, en s’allongeant le long de la direc-
tion du champ magnétique de polarisation et en se contractant perpendiculairement
a ce dernier, le BEC minimise son énergie totale d’interaction. Pour le chrome, avec
€da = 0,16 (€44 est défini en formule (0.4)), les interactions de contact sont dominantes.
La striction du condensat par 'interaction dipole-dipéle n’induit qu'une modification
relativement faible (de 'ordre de 10 %) de son rapport d’aspect. Le méme phénomeéne,
qui est expliqué plus en détail dans la partie 4.2.3, se reproduit aprés temps de vol
(TOF). Tllustré dans le schéma de la figure 4.1, il a été observé pour la premiére fois
aprés expansion du condensat dans [23] et nous I’avons retrouvé dans nos expériences
(voir figures 4.2).
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FIGURE 4.1 — Schéma de la striction du condensat due a ['interaction dipdle-dipdle
(pointillés verts). On wvoit, pour un champ magnétique de polarisation B paralléle a O,
(figure de gauche) et a 0, (figure de droite), le condensat s’étirer le long de la direction
de ce champ (en pointillés). De plus, le BEC se contracte perpendiculairement a cette
direction et son volume est maintenu & peu prés constant. En trait plein rouge figurent
les mémes condensats sans interaction dipdle-dipdle.
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FIGURE 4.2 — Données expérimentales de la striction du condensat de chrome due a
["interaction dipdle-dipole. Rayons de Thomas-Fermi R, et R, du condensat aprés un
T.O.F de 7 ms (a gauche) et de 5 ms (a droite) en fonction de la direction du champ
magnétique de polarisation. On voit bien dans les deux cas aprés expansion le condensat
s’étirer le long de cette direction.
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4.1.2 Stabilité/Instabilité d’un BEC dipolaire

L’effondrement d’un condensat, dont les interactions en onde s ont pu étre ren-
dues attractives a l'aide d’une résonance de Feshbach ([111]), a été observé pour la
premiére fois dans [112]. Ce phénomeéne se produit lorsque ’énergie d’interaction at-
tractive moyenne par atome est suffisamment négative pour contre-balancer 1’énergie
cinétique quantique qui est positive. Cela peut se démontrer grace a une méthode va-
riationnelle (que nous utilisons également dans la partie 4.3.6), en constatant que dans
ce régime le minimum d’énergie du condensat est atteint (il est égal & —oo) lorsque son
volume est nul, conduisant & une implosion de ce dernier (|27]).

En présence d’interaction dipole-dipole, on peut aussi observer une telle instabilité.
I est nécessaire pour cela d’atteindre €4 > 1 ([113, 114]) en diminuant la longueur
diffusion a grace a une résonance de Feshbach ([115, 116, 117, 118]). En fonction de la
géométrie du condensat 1’énergie d’interaction dipole-dipole moyenne par atome peut
étre positive ou négative. L’effondrement du condensat a lieu lorsque cette énergie
est suffisamment négative pour contre-balancer 1’énergie d’interaction en onde s et la
pression quantique ([29]). Cette implosion, dont la dynamique a été étudiée dans [31],
a lieu si le potentiel de piégeage est tel que le condensat est allongé le long de 'axe
du champ magnétique de polarisation (|29]). On a en effet vu dans la partie 0.3.2, que
lorsque les atomes sont majoritairement répartis le long de ’axe de polarisation des
dipdles, ces derniers ont tendance & s’attirer, résultant en une énergie d’interaction
dipodle-dipole négative. La dépendance de la stabilité du condensat a la géométrie du
piége a, remarquablement, été observée dans [119].

Le phénomeéne inverse peut se produire ([119]) : en présence d’une interaction de
contact attractive (a < 0), le condensat peut étre stabilisé grace a I'interaction dipole-
dipdle, rendue majoritairement répulsive si le BEC a une forme aplatie selon ’axe des
dipoles.

Dans |25, 24], il est précisé que lorsque le condensat est instable, ce qui ne peut
arriver que si €49 > 1, les fréquences de ses modes collectifs, alors fortement modifiées
par 'interaction dipdle-dipdle, sont complexes. Ces arguments renforcent notre intérét
pour les modes collectifs d’'un BEC dipolaire, bien que dans notre cas (e4q ~ 0, 16),
les effets de l'interaction dipole-dipéle sur ces modes sont relativement faibles, comme
nous le verrons par la suite.

Le caractére anisotrope de l’interaction entre dipdles magnétiques dans un conden-
sat modifie profondément ses propriétés physiques. Ce dernier s’en trouve déformé et
peut méme, lorsque sont utilisées des résonances de Feshbach, étre rendu instable ou,
a 'inverse, stabilisé par 'interaction dipdle-dipdle. L’instabilité survient lorsque la fré-
quence des modes collectifs du BEC devient complexe, sous linfluence de [’interaction
dipdle-dipdle. La géométrie du piége dans lequel le BEC se trouve confiné joue un roéle
prépondérant dans ces phénomenes. Bien que de telles instabilités aient été observées
en 2008 dans des expériences importantes, l'influence de l’interaction dipdle-dipdle sur
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les excitations collectives d’un condensat n’avait pourtant jamais encore été mesurée
avant l’expérience décrite dans ce chapitre. Nous rappelons la théorie nécessaire a la
compréhension de cette influence, avant de décrire l’expérience elle-méme.

4.2 Hydrodynamique d’un BEC dipolaire piégé

Dans cette partie est étudiée la dynamique d’un condensat dipolaire. Dans un pre-
mier temps, les équations d’hydrodynamique superfluide d’un BEC ou seules existent
des interactions de contact sont établies. Ces résultats sont ensuite utilisés pour éta-
blir les équations du mouvement régissant des modes collectifs particuliers vérifiant une
loi d’échelle. Enfin, ces derniéres sont généralisées au cas dun BEC dipolaire afin de
connaitre 'influence de l’interaction dipdle-dipdle sur ces modes collectifs. L’observa-
tion de cette influence est le but principal de ’expérience décrite dans ce chapitre. Les
solutions d’équilibre de ces équations sont également mentionnées dans cette partie.

4.2.1 Equations Hydrodynamiques

On considére un BEC de N atomes, piégé dans un potentiel quadratique V. (r), ot

Vert(r) = %(wfﬁ + w, %y + w,22?), (4.1)

on écrit ’équation de Gross-Pitaevskii en présence d’interactions de contact :

Wé?t) - _%AW“) + (Vear(r) + gn(r, £))y(r,t). (4.2)

n(r,t) = [1(r,t)]* est la densité atomique dans le condensat. On a [ n(r)dr = N. On
a également g = 4nh%*a/m, a étant la longueur de diffusion en onde s du potentiel
d’interaction de contact V(r) = ¢gd(r). L’équation (4.2) n’est valable que pour un gaz
dilué, qui vérifie la condition n(r,t)a® < 1 ([71]).

La fonction d’onde v(r,t) peut s’écrire :

vh

U(r,t) = \/n(r,t)e*E (4.3)

En écrivant le flux quantique j(r,t) = — 2 (¢*V¢) — ) Vep*), on trouve

T 2m
j(r,t) = nEVS (4.4)
JIr,t) = m .
On définit la vitesse superfluide vg(r,t) par

vs(r,t) = %VS(I‘, t) (4.5)
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1S(r,t)

En insérant (4.3) dans (4.2) et en divisant par e , on obtient ’équation :

Wi I S ASVR) o (A~ (TSR H Vet )

(4.6)
En multipliant la partie imaginaire de cette équation par y/n et en y insérant la
définition de la vitesse superfluide donnée dans la formule (4.5), on obtient :

9
8—7; 4 V(nvs) =0 (4.7)

C’est I’équation dite de continuité, qui garantit la conservation de la masse dans le
condensat.

En prenant le gradient de la partie réelle de I’équation (4.6), préalablement divisée
par y/n (pour n # 0), on obtient une autre équation importante :

aVS 1
m— +V [ =mvg® + Vop + gn — 4.8
(Gros? + Vi b = 5 -V =0 (45)

Cette égalité est appelée équation d’Euler en raison de sa similarité avec 1’équa-
tion fondamentale régissant la dynamique d’un fluide classique non visqueux, qu’il soit
compressible ou incompressible.

La différence entre 1’équation d’Euler classique et ’équation (4.8) provient du terme

— 5 fAf proportionnel au Laplacien du module de la fonction d’onde ¥(r, t). Cette
énergie correspond & la pression quantique dans le condensat piégé et découle du prin-
cipe d’incertitude d’Heisenberg. Elle est négligeable dans le régime de Thomas-Fermi.
Dans ce régime, I’équation (4.8) prend alors un sens physique classique, celui du prin-
cipe fondamental de la dynamique dans un gaz non visqueux, vg(r,t) étant alors la
vitesse des atomes dans ce gaz.

Remarquons de plus qu’a I’équilibre (vg = 0), on retrouve grace a cette équation la
densité parabolique n(r) caractérisant le régime de thomas Fermi :

C - ‘/;mt (I‘)
g

pour Vi (r) < C, C étant une constante que 'on sait égale au potentiel chimique du
condensat.

n'(r) = (4.9)

Nous avons défini deux équations, équivalentes a l’équation de Gross-Pitaevskii, fai-
sant le lien entre le comportement hydrodynamique d’un condensat de Bose-Finstein
avec celui d’un fluide classique non visqueuz. Elles nous permettront, dans la partie

sutvante, d’établir les équations du mouvement régissant la physique hors équilibre d’un
BEC.
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4.2.2 Excitations collectives : équations du mouvement

On fait I'hypothése qu’hors équilibre, la densité n(r, t) dans le BEC reste parabolique
([120],[121]) et s’écrit donc :

72 y? 2
n(r,t) =ng(t) |1 — — — 4.10
pour R:;(t) — Rjj(t) — RZZ; D <1, z, y et z étant les coordonnées du vecteur r.
La condition de normalisation | n(r,¢)d°r = N impose ng(t) = W{J\M.

Une deuxiéme hypothése consiste a supposer que le champ de vitesse vg(r, t) s’écrit :

vs(r,t) = | ay(t)y (4.11)

En reportant les expressions de n(r,t) et de vg(r,t) dans (4.7) et dans (4.8) en
négligeant la pression quantique, on constate que tous les termes de ces deux équations
sont paraboliques, ce qui rend possible leur résolution. Les deux hypothéses que nous
avons faites sont donc self-consistantes.

II en découle, en injectant (4.10) et (4.11) dans (4.7), trois conditions de validité
pour les deux hypothéses faites ci-dessus.

a;(t) = % In[R;(t)] (4.12)

De méme, trois autres conditions de validité sont obtenues en insérant (4.10), (4.11)
et (4.12) dans (4.8) :

Nm d*R; 0
= ——H,;(R,, Ry, R, 413
7 di? OR; tor{ ) (4.13)

ot Hy,y/N est la valeur moyenne de 1'énergie totale par particule, avec

Htot - Hkin+Hho+Hs (414)

Hy;, = %”(Rf + Ry2 + Rzz) est la contribution classique & I’énergie cinétique des
particules. Ce terme ne dépend pas explicitement des rayons de Thomas-Fermi R;
(j = z,y,2) du condensat mais plutot de leur dérivée temporelle. La contribution de
ce terme a ’équation (4.13) est donc nulle.

Hpo = ¥2(w,”R,” + w,*R,* + w,*R.?) est I'énergie potentielle dans le piége harmo-
nique.



90 4. EXCITATION DES MODES COLLECTIFS D’UN BEC DIPOLAIRE

272 , . N . .
Hg = % (N W’Z ‘= Rl = ) est I’énergie correspondant a la diffusion en onde s entre
x iy iz

particules.

Les conditions (4.13), équivalentes aux équations de Castin & Dum ([38]), sont les
équations du mouvement qui définissent I’évolution temporelle de la forme du conden-
sat.

Loi d’échelle Remarquons, avant de poursuivre, que les solutions particuliéres (4.10)
et (4.11) des équations d’hydrodynamique découlent en fait d'une loi d’échelle ([85]).

En effet, si 'on définit les facteurs d’échelle b;(t) tels que R;(t) = b;(t)R;(0) (j =
1,2,3), on constate que I’équation (4.10) est équivalente a

x Yy z
ey 2 1) = Hb (()Mﬁm@”) (4.15)

On peut également utiliser cette loi d’échelle pour retrouver I’équation (4.12) don-
nant la vitesse vg(r, ) d’une particule fictive se trouvant a la position r, de coordonnées
(x,y,2), a l'instant ¢. Une telle particule suit une trajectoire ro(s) et on a :

ro(t)=r (4.16)
On peut donc écrire :

vs(r,t) = vg(ro(t)) = %ro(t) (4.17)

Sil’on appelle 7;(t) (j = x, vy, z) les trois coordonnées de ro(t), on peut écrire, d’aprés
la loi d’échelle :
r;(t) = bj(t)r;(0) (4.18)

pour j = Y,z
On obtient donc, pour les trois composantes v;(ro(t)) de vg(ro(?)) :

o) = 00 = D) = T (@)
Enfin, on a, d’aprés (4.16) et (4.19) :
d .
v(r,t) = 7 In[b(t)]y (4.20)

pour j = z,y, 2
On retrouve bien I’équation (4.12) grace a une loi d’échelle.
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Modes collectifs du BEC On s’intéresse ici aux solutions perturbatives des équa-
tions (4.13). Elles présentent de faibles oscillations autour des valeurs & ’équilibre R?
(j = x,y, z) des rayons de Thomas-Fermi du BEC.

Ecrivons les équations, déduites de (4.13) :

PRy | o 1 158N
dt? I Rj Hz Rz m2

(4.21)

pour j =z,v, 2.
/5
Ces équations peuvent étre linéarisées autour des valeurs d’équilibre R? = Qp, ( %) =
o j

dans le régime de Thomas-Fermi ([71]), ot @ = (wywyw.)'/® et an, = /-, en posant :

R;(t) = R)(1 4 ¢€;(t)) (4.22)

avec €;(t) < 1.
En injectant (4.22) dans (4.21), on obtient, en linéarisant au premier ordre en ¢;(t)
(j = z,v, 2), les équations :

d*e, )

o + w,“(3e; + €y +€,) =0,

d%e, 9

ol (€z+ 3¢, +¢€,) =0, (4.23)
d?e,

+ w,*(€z + €, + 3¢,) = 0.

dt?

Ces équations différentielles, qui correspondent a des oscillateurs harmoniques cou-
plés, peuvent étre résolues analytiquement en posant

€x(t) ug\
) | =R | | u, | (4.24)
€, (t) U,

ot R(ue™?) est la partie réelle du vecteur ue™*, de coordonnées u,e™*, u,e™* et u,e™".

On obtient alors I’équation matricielle :

3w,? Wi w2 Uy Uy

2 2 2 2
Wy 3wyt wy uy | =w | uy (4.25)
w2 w,? 3w,? U, U,

Dans le cas d'un piege a symétrie sphérique (w, = w, = w, = wy), cette équation se
résout trés simplement et on obtient pour w les solutions v2wy et v/5wy.
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La premiére solution correspond a deux modes collectifs dits quadrupolaires pour
lesquels deux des rayons de Thomas-Fermi du condensat oscillent en opposition de
phase (u, = —uy, u. =0 ou Uy = u, = —).

Pour la deuxiéme solution les rayons de Thomas-fermi du BEC oscillent en phase

(uy = uy = u,) et ce mode est appelé monopdle ou “breathing mode” (voir fig. 4.3)([122,

D

2 modes quadrupolaires 1 mode monopolaire supérieur
inférieurs

FIGURE 4.3 — Principaux modes collectifs d’un condensat sphérique. Les deuxr modes
de plus basses fréquences (& gauche), dégénérés dans le cas sphérique, sont des quadru-
poles. On observe pour ces modes des oscillations en opposition de phase des rayons de
Thomas-Fermi du condensat. Le mode de plus haute fréquence (a droite) est un mo-
nopdle, également appelé “breathing mode” puisque tous les rayons de Thomas-Fermi
oscillent en phase, donnant lieu a des gonflements et compressions successifs du BEC.

Les couplages entre les oscillations des rayons de Thomas-Fermi du condensat selon
les trois axes du piége sont exclusivement dus aux interactions.

Dans notre expérience, le piége n’a pas d’axe de symétrie. Une solution w de (4.25)
vérifie donc (|74]) :

w® — 3wt (w,? + w, + w.?) + 8w (wr’w,® + wy’w,? + w,w,?) — 20w, w,*w,? = 0 (4.26)

On peut relier adiabatiquement les trois solutions de cette équations aux fréquences
des quadrupdles et du monopoéle du piége sphérique. Dans la figure 4.4, on fait varier les
rapports d’anisotropie v, = Z—Z et v, = £ en partant du cas sphérique Yoy = Yoz = 1)
pour observer les variations des fréquences des trois modes collectifs du condensat.
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FIGURE 4.4 — Fréquences des trois modes collectifs de surface dans le régime de
Thomas-Fermi, en fonction de la géométrie du piége. On fait varier les rapports d’ani-
sotropie Yy = Z—z et zx = 2= en maintenant constant wi + w2 + w3,

On constate que le mode de plus haute fréquence est adiabatiquement lié au mo-
nopdle tandis que les autres modes peuvent, de la méme maniére, étre assimilés a
des quadrupoles. Cependant, ceci n’a de sens que si notre piége est relativement peu
anisotrope (7, et 7. devant rester de l'ordre de 1).

Les trois modes collectifs, solutions des équations (4.25), sont appelés modes de
surface. Ils vérifient la loi d’échelle (4.15). Il existe d’autres types d’excitations du
condensat, comme les vortex (|7]), les modes “ciseaux” ([123]), les phonons (|12]), ou
les oscillations du centre de masse du condensat, dits modes “dipolaires”, qui ne vérifient
pas cette loi. Dans [124] est étudiée théoriquement I'influence de la DDI sur la fréquence
des modes ciseaux. Le chapitre 5 sera, en particulier, consacré a I’étude expérimentale
de I'influence de la DDI sur I’énergie des phonons dans le BEC de chrome.

Il est intéressant de noter que dans un modéle de gaz sans interactions (a = 0) les
fréquences des modes de surface du condensat deviennent égales & 2w; (j = z,v, 2)
(68, 71]). Les oscillations des rayons du condensat selon les trois axes du piége ne sont
pas couplées entre elles. Chaque mode correspond donc a 'oscillation d’un seul de ces
trois rayons.

On retrouve ce comportement dans un nuage thermique si la densité atomique de ce
dernier est suffisamment faible pour que le libre parcours moyen des particules soit bien
supérieur a la taille du nuage. Ce régime sans collisions (“collisionless”) est atteint dans
notre expérience pour un gaz thermique, ot la densité atomique est de typiquement
ny = 5.10"" cm™? pour 15000 atomes a 150 nK. En effet, le libre parcours moyen, L, 1,
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calculé d’apreés l,,,f, = nTS—IMQ ([125]) est alors de 3 mm environ, ce qui est évidemment
bien supérieur a la taille du nuage atomique (quelques pm). Dans [126], les modes de
surface de gaz non dégénérés, des faible (~ 10 cm™3) aux fortes (= 10 cm™3) densités
atomiques, ont été étudiés afin d’observer la transition entre le régime “collisionless” et
le régime hydrodynamique de collisions.

Si, pour un condensat de N atomes, 'on fait varier progressivement le paramétre
Na/ap, de 0 a infini, on peut, grace & une méthode de calcul s’inspirant de [127],
prévoir comment les fréquences des modes collectifs varient de 2w;, sans interactions
(Na/ap, = 0), a leurs valeurs asymptotique dans le régime de Thomas-Fermi (voir
figure 4.5). Dans ce régime, Na/ap, > 1 d’aprés la condition (1.1). La méthode de
calcul en question est une méthode variationnelle nous permettant de tenir compte de
la pression quantique dans I’équation (4.8). Cette méthode sera utilisée et briévement
détaillée dans la partie 4.3.6.

On remarque sur la figure 4.5, pour laquelle les fréquences du piége ont des valeurs
typiques de notre expérience (w,/2m = 570 Hz, w,/2m = 310 Hz, et w,/2m = 470 Hz),
que les interactions de contact ont tendance & faire diminuer les fréquences des trois
modes collectifs de surface.

700 —

600 |

Fréquences des modes collectifs (Hz)

500 — Q1
I I I

40 60
Na/ano

FIGURE 4.5 — Estimations théoriques des Fréquences des trois modes collectifs de sur-
face, appelés Q1, Q2 et M, en fonction du parameétre Na/an,. Les fréquences du piéges
valent ici w,/2m = 570 Hz, w,/21m = 310 Hz et w,/2n = 470 Hz. Dans le régime de
Thomas-Fermi (Na/ap, > 1), le mode M est assimilé & un monopdle et les modes Q1
et Q2 sont assimilés a des quadrupdles. Les oscillations des rayons du BEC selon les
trois axes du piége sont alors couplées entre elles. A l'inverse, dans un régime sans
interactions (Na/ap, = 0), les modes de surface correspondent a loscillation d’un seul
rayon du condensat, selon O, pour le mode M, O, pour le mode Q1 et O, pour le mode

Q2.
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Comme le montre la figure 4.5, il est possible de relier adiabatiquement les modes
collectifs d'un BEC dans le régime de Thomas-Fermi & des oscillations selon un seul axe
du piege. On remarque en effet que, lorsque Na/ay, varie, les énergies des trois modes
collectifs de surface, Q1, Q2 et M, ne se croisent pas. Il est donc naturel d’associer a
chacun de ces modes une direction d’oscillation privilégiée. Le mode M1, de plus haute
fréquence, est donc majoritairement couplé a 'axe O, selon lequel le confinement du
BEC, par le piége dipolaire, est le plus fort. De la méme maniére, les modes Q2 et
Q1 sont, respectivement, majoritairement couplés aux axes O, et O,. Ces constata-
tions s’averent utiles dans I’étude des effets systématiques sur les fréquences du piége
(voir partie 4.3.3). Les effets systématiques sur une fréquence du piége selon un axe
donné se répercutent en effet majoritairement sur le mode dont cet axe est la direction
d’oscillation privilégiée.

4.2.3 Prise en compte de l'interaction dipdle-dipole

Dans ce chapitre, le champ magnétique de polarisation est supposé parallele & I'un
des axes du piege harmonique.

Champ moyen non local L’interaction dipole-dipdle donnée dans la formule (0.3)
est a l'origine d’un potentiel non-local ®g44(r)

yq(r,t) = / d*r' Vg (r — 1')n(r’, t) (4.27)

Dans [24], il est montré que si la densité atomique n(r, t) est parabolique, ce qui est le
cas dans le régime de Thomas-Fermi, le potentiel ®44(r, ¢), dépendant de la densité dans
le condensat d’aprés (4.27), est également parabolique a l'intérieur du BEC. Une forme
analytique de ce potentiel est calculée dans [25] pour un BEC a symétrie cylindrique et
dans [128] pour le cas général d’'un condensat dans le régime de Thomas-Fermi. Nous
utilisons ces résultats dans nos calculs théoriques (voir partie 4.3.5).

Dans le cas d'un gaz dipolaire, I’équation de Gross-Pitaevskii (4.2) devient

0 TN 1) (Vi) gm(2) + D, 1), 1) (4.28)

Equations d’hydrodynamique Le méme raisonnement que dans la partie 4.2.1
aboutit aux équations de continuité et d’Euler, dans le régime de Thomas-Fermi :

on
E + V(nVs) =0 (4'29)
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et

9
% v ( mvs? + Viar + gn + ®galr, )) —0 (4.30)

La vitesse vg(r,t) est toujours définie d’aprés la formule (4.5).

Une conséquence fondamentale de I’aspect parabolique du champ moyen ®g44(r, t) est
qu’a I’équilibre (vg = 0), la solution n(r) de I’équation (4.30) est alors bien parabolique.
Cela se voit immédiatement en écrivant la relation sur la densité a 1’équilibre :

C' — Vear(r) — gy(r)
g

ou C' est une constante (égale au potentiel chimique). Les termes du membre de droite

étant paraboliques, il en est de méme pour n°(r). On peut donc dire que ’hypothése

selon laquelle la densité a I’équilibre du condensat est parabolique en présence d’inter-

actions dipole-dipdle est self-consistante.

n’(r) =

(4.31)

Notons que la relation (4.31) ne donne en aucun cas directement n°(r), mais est en
réalité une équation ayant pour inconnue le champ n(r). En effet le terme a I’équilibre
®Y,(r) est dépendant de ce champ, comme le montre la relation (4.27). Notons que
allure de ®Y,(r) dépend fortement de la direction du champ magnétique relativement
aux axes du piege (voir fig. 4.6). Il en est donc de méme pour la densité n°(r) et 1'on
voit alors se manifester la striction du BEC par I'interaction dipole-dipdle, introduite
dans la partie 4.1.1 et détaillée dans la suite.

Les équations (4.10) et (4.11), qui comme on ’a vu, sont équivalentes & une loi
d’échelle ou la densité reste parabolique hors équilibre, sont valables en présence d’in-
teraction dipole-dipole. Le potentiel ®44(r,t) est alors parabolique, comme tous les
autres termes des équations (4.29) et (4.30), et ces derniéres peuvent donc étre réso-
lues.

On obtient donc, en faisant le méme raisonnement que dans la partie 4.2.2, les
équations du mouvement (4.13) tenant compte cette fois-ci du potentiel d’interaction
dipole-dipole. Le terme Hy,y défini dans (4.14) devient done, pour un champ magnétique
de polarisation orienté selon I’axe Oy du piége :

Htot - Hkin+Hh0+Hs+Hgd (432)
ol
Hyy = —

15 (N2h2a) €aaf (Fury, Kzy) (4.33)

7\ m R,R,R.

f(Kay, Kzy) €tant une fonction symétrique a valeurs dans l'intervalle [-2,1] et définie
dans [128]. Kgy = Ry et Ky = ﬁ; sont les rapports d’aspect du condensat par rapport
a l'axe Oy. Le comportement de f(z,y) est représenté dans la figure 4.7, tirée de [128].

On remarque, d’aprés [1258], que 'on a f(1,1) = 0. Ainsi, pour un BEC sphérique
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FIGURE 4.6 — Potentiel généré par les dipdles magnétiques des atomes d’un condensat
dont la densité est parabolique dans un piége harmonique. Ce potentiel, est alors égale-
ment parabolique mais a une forme en selle de cheval et son orientation dépend de la
direction du champ magnétique B.

(Kay = Kzy = 1), Hj,, qui représente 1'énergie d’interaction dipdle-dipole totale du
condensat, est nul. De plus, le signe de HY; est opposé a celui de f(kgy, f2y). On peut
donc déduire de la figure 4.7 que la DDI est globalement répulsive (Hgq > 0) si laxe
selon lequel le gaz dipolaire est le plus confiné est paralléle a ’axe de magnétisation
des dipoles (f(Kay, Kzy) < 0 lorsque Ky, K2y > 1). A T'inverse, la DDI est globalement
attractive (Hgqy < 0) si 'axe de plus fort confinement est perpendiculaire a 'axe des
dipoles (f(Kgy, Kzy) > 0 lorsque gy ou Ky < 1).

En utilisant (4.32), on obtient, aprés développement des équations du mouvement
4.2.2:

1 15h%aN

AR, _
B Rj Hz Rl m2

dt?

+w;”R; (1 = €aaf (Kay, Kzy)) (4.34)

ouyj=uz,9,z2.

Striction du condensat La solution exacte a I’équilibre de ces équations (% =0)
est donnée dans [21], ou est déterminé le rapport d’aspect d’un condensat cylindrique.
La solution dans le cas général d’'un condensat asymétrique est proposée dans [128]
pour €g4q trés petit. L’interaction dipodle-dipdle y est considérée comme une perturba-
tion du Hamiltonien. Ainsi les rayons de Thomas-Fermi & ’équilibre résultent d’un

développement limité autour de leurs valeurs R? ne tenant compte que des interactions
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FIGURE 4.7 — Représentation de la fonction f(x,y). Cette figure est tirée de [125].

de contact.

AR; . . . .
7o~ induites par l'interaction
i

Dans ce développement, les petites variations relatives
dipole-dipole sont donc proportionnelles a €44.

On peut également définir les variations relatives AH'Z“’ et 25 deg rapports d’aspect
du condensat. La linéarisation mentionnée ci-dessus HleIltI"e (?iue I'interaction dipole-
dipdle a pour effet d’étirer le condensat le long de ’axe de polarisation des dipdles
magnétiques et de le contracter perpendiculairement a celui-ci (phénomeéne de striction
du BEC). Les variations relatives A:” et A”“’ des rapports d’aspect du BEC sont donc

négatives lorsque le champ magnemﬁue est pola,rlse selon 'axe Oy.

Cela peut se comprendre en observant la forme du potentiel non local ®Y,(r), repré-
senté dans la figure 4.6. L’orientation de ce potentiel, en forme de selle de cheval, par
rapport a la direction du champ magnétique ]_3>, est telle que les atomes ont tendance
a fuir le centre du condensat le long de cette direction. Cela a pour effet de 1’allonger
selon cet axe.

Pour nos parameétres expérimentaux (condensat de 12000 atomes, les fréquences
du piége étant typiquement w, /27 = 570Hz, w, /27 = 310Hz et w, /21 = 470H z), les
variations relatives des rapports d’aspect du condensat, calculées grace a une résolution
numérique des équations (4.34) a I’équilibre, sont de 'ordre de 5 % & 10 % (voir partie
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4.3.5).

Notons qu’aprés expansion du condensat, la striction agit toujours dans le méme
sens. Ainsi, le condensat s’expand davantage selon I'axe du champ magnétique qu’en
I’absence d’interactions dipdle-dipéle, et moins dans les directions perpendiculaires a ce
dernier. Ce phénomeéne différe radicalement du cas des interactions de contact, qui ont
tendance a inverser le rapport d’aspect d'un BEC durant son expansion. Selon 1’axe
du champ magnétique, le gradient du potentiel ®Y,(r) s’ajoute a celui du potentiel
gn®(r) d’interactions de contact. Ainsi, lors de I'expansion du condensat, les atomes
seront, selon cet axe, plus accélérés qu’en 'absence d’interaction dipole-dipole. Dans
le plan perpendiculaire au champ magnétique, ou le gradient de ®Y,(r) s’oppose a
celui de gn°(r), c’est I'inverse qui se produit. Cela explique I'effet de la striction apres
temps de vol. On appelle A\, (t.) = gzgﬁg et Ay(te) = gigg les rapports d’aspect
du condensat aprés une durée t. d’expansion. Pour calculer les prévisions théoriques
de Ayy(te) et Asy(te) dans le cadre de nos expériences, nous avons eu recours a une
résolution numérique des équations (4.34).

L’effet de la striction du condensat par 'interaction dipole-dipdle aprés expansion a
été observé pour la premiére fois dans [23, 22]. Nous retrouvons ce comportement dans
nos expériences (voir fig. 4.2).

Fréquences des modes collectifs Nous nous intéressons toujours aux solutions de
faible amplitude des équations (4.34). |24] propose une résolution de ces équations du
mouvement en présence d’interactions dipdle-dipdle pour un condensat cylindrique.
Les fréquences du mode monopolaire et d’'un mode quadrupolaire y sont explicitées.
Pour connaitre les fréquences des modes collectifs dans le cas général d’un condensat
dipolaire non symétrique, nous avons di recourir & une résolution numérique de ces
équations (un développement limité de ces équations par rapport a €4y est cependant
proposé dans [79] et permet de les résoudre analytiquement lorsque €59 < 1).

Nous appelons respectivement Qg, , et Qs les fréquences des deux modes de plus
basse énergie, assimilés a des quadrupoles, et du mode de plus haute énergie, assimilé a
un monopoéle, en présence d’interactions de contact et dipole-dipole. Qf , et Qf sont
les fréquences de ces modes en présence d’interaction de contact uniquement. On peut

QQ1,2

0
QQI,Z

définir les décalages relatifs, dus a la DDI, des fréquences de ces modes, comme
et AQQTM, avec AQQl = QQI — Q%l, AQQ2 = QQ2 — Q%Q et AQM = QM — Q?M
M

Dans le cas d'un condensat de chrome, pour lequel €45 ~ 0,16, ces décalages re-
latifs peuvent aller jusqu'a 3 % environ pour les quadrupdles ([79]) alors que pour le
monopdle, elles ne dépassent pas 1 % ([24]). Les quadrupoles sont donc les meilleurs
candidats & une observation expérimentale de 'influence de I'interaction dipole-dipole
sur la fréquence d’'un mode collectif d'un condensat de Bose-Einstein. Cette observation
fait I’objet de la partie suivante et est le principal résultat de ce chapitre.
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Cette partie présente plusieurs résultats essentiels a [’étude de la dynamique d’un
condensat dipolaire et de ses propriétés a l’équilibre. Dans le régime de Thomas-Fermi,
la densité d’un BEC dipolaire a l’équilibre est parabolique. FElle le reste hors-équilibre.
De plus, les modes d’excitations collectives de notre BEC de chrome, dont la forme est
modérément aplatie et donc proche de la symétrie sphérique, peuvent étre assimilés a
deux quadrupdles de basse énergie et a un monopdle de plus haute énergie. Pour observer
expérimentalement linteraction dipole-dipdle, les quadrupdles sont les plus intéressants.
L’expérience décrite dans la partie suivante a pour but principal de mesurer le décalage
induit par Uinteraction dipdle-dipdle sur la fréquence de 'un de ces modes.

4.3 Excitations collectives d’un BEC dipolaire

Nous avons identifié les modes collectifs de plus basses fréquences comme les plus
sensibles a linfluence de 'interaction dipdle-dipole sur la dynamique d’oscillations col-
lectives de notre condensat. Ces modes ressemblent fortement a des modes quadrupo-
laires, en raison de la relativement faible anisotropie de notre piége. Il nous est malheu-
reusement difficile de distinguer expérimentalement les contributions intrinséques des
interactions de contact et dipdle-dipole sur les fréquences de ces modes. Il nous faudrait
pour cela comparer ces fréquences avec ou sans interaction dipdle-dipdle, ce qui implique
de pouwvoir annuler eq4q (il existe 4 ce sujet une proposition théorique, [129]). Autrement
dit, nous ne pouvons pas mesurer directement les quantités AQQ1,2/Q(C)Q1,2 et AQy /98,
définies dans la partie /.2.3. En faisant varier la direction du champ magnétique de
polarisation, on peut cependant modifier les interactions entre dipdles magnétiques, et
donc la correction apportée par ces derniéres aux modes collectifs et a leurs fréquences.
Nous tirons ainsi partie du caractére anisotrope de ['interaction dipdle-dipdle pour ef-
fectuer une mesure différentielle de son influence sur la fréquence d’un mode collectif.
Cette méthode, ainsi que les procédés d’excitation des modes d’oscillation du condensat,
sont décrits en premier lieu dans cette partie. Sont détaillées les difficultés rencontrées
dans cette expérience en termes de rapport signal a bruit (RSB), ainsi que la mesure
des effets systématiques. Les deux derniéres sous-parties s’intéressent a la variation des
parameétres expérimentaux. Les effets mesurés dans les expériences de ce chapitre sont
tres sensibles a la géométrie du piege ainsi qu’au nombre d’atomes dans le condensat.
On peut ainsi sonder la validité de approrimation de Thomas-Fermi pour [’étude des
modes collectifs d’un condensat dipolaire.

4.3.1 Principe de ’expérience

Dans un piége anisotrope, la fréquence des modes collectifs du condensat, modifiée
par l'interaction dipole-dipole, dépend de l'orientation des dipoles par rapport aux
axes du piege. Cette orientation est fixée par la direction du champ magnétique de
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polarisation. Il est ainsi possible de mettre en évidence l'interaction dipdle-dipole en
mesurant la fréquence d’'un mode collectif pour deux orientations différentes du champ
magnétique.

Cette stratégie a été adoptée dans nos expériences. Dans ces derniéres, le champ ma-
gnétique de polarisation reste toujours dans le plan formé par ’axe d’imagerie et ’axe
vertical. Nous introduisons ici ’angle 6 que fait le champ magnétique de polarisation
avec I’axe d’imagerie.

Nota Bene : Dans cette partie, nous appelons par commodité “quadrupdles” les
deux modes collectifs de plus basses fréquences de notre condensat et “monopdle” le
mode collectif de plus haute fréquence, de par leur fortes similarités respectives avec
des modes quadrupolaires et monopolaires (voir partie 4.2.2).

De plus, nous considérons que l'axe d’imagerie est paralléle a I'axe O, du faisceau
horizontal du piége dipolaire. L’angle de 7° existant entre ces deux faisceaux (voir partie
1.3.4) a une influence négligeable sur les résultats exposés dans ce chapitre.

Excitations paramétriques dans un piége harmonique

Nous expliquons dans ce paragraphe comment exciter les modes collectifs utilisés
dans ce chapitre, a savoir les modes quadrupolaires et le monopdle décrits dans la partie
précédente. Nous introduisons également le mode dipolaire et décrivons son excitation.

Excitation d’un mode collectif de surface du condensat Comme nous I’avons
vu dans la partie 4.2.2, les modes de surface se caractérisent par la dilatation ou la
contraction du condensat selon les trois axes du piége, celles-ci n’étant pas forcément
en phase. On comprend donc que pour exciter efficacement ces modes, il suffit d’al-
ternativement comprimer et décomprimer le condensat a une fréquence proche de la
fréquence de résonance d'un de ces modes. Le moyen le plus simple pour y arriver est
de moduler la profondeur du piége dans lequel le BEC se trouve confiné, conduisant
également a une modulation de ses raideurs selon ses axes (voir fig. 4.8).

Il est nécessaire que 'amplitude d’excitation soit suffisamment grande pour nous
permettre de mesurer, avec une précision convenable, I'effet de la DDI sur les fréquences
d’un mode collectif. Comme nous I’avons vu dans la partie 4.2.3, cet effet est inférieur
3 %. Nous nous efforcons néanmoins de nous rapprocher le plus possible du régime
linéaire des faibles excitations. Les modes collectifs du condensat sont excités de fagon
a ce que les variations relatives de leurs rayons de Thomas fermi ne dépassent pas 30
%. De cette facon, la vitesse de variation des rayons de Thomas-Fermi du condensat,
donnée par dR;/dt (pour j = z,y, z), reste sensiblement inférieure a la vitesse du son,
ce qui nous permet de rester dans le régime hydrodynamique superfluide.
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FIGURE 4.8 — Fzcitation d’un mode collectif du condensat. La profondeur du piége
est modulée ce qui modifie sa raideur. Lorsque ’on augmente la profondeur du piége
en trait plein, on obtient le piege en pointillés, dont la raideur est également supé-
rieure. Le condensat est alors excité (ici excitation d’un quadrupdle, caractérisé par
des oscillations en opposition de phase des rayons de T.F du condensat).

Dans [129], est proposée une autre méthode d’excitation d’'un mode quadrupolaire.
Cette méthode consiste en une modulation sinusoidale des forces d’interaction dipole-
dipdle entre atomes, provoquée par la rotation du champ magnétique de polarisation.
Si ce dernier tourne a la fréquence d’'un mode quadrupolaire, la modulation des forces
interatomiques entraine alors une excitation de ce mode.

Excitation d’un mode dipolaire et mesure des fréquences du piége Les modes
dipolaires sont les modes d’oscillations du centre de masse du nuage atomique excité.
Dans un piége harmonique, la fréquence d’un de ces modes est égale a la fréquence
vibrationnelle du piége le long de ’axe d’oscillation et est donc indépendante des in-
teractions entre atomes. Ces modes sont donc utilisés pour mesurer précisément les
fréquences du piege.

Pour exciter 'un de ces modes dipolaires, nous avons utilisé la procédure illustrée
sur le schéma de la figure 4.9. La présence d’un gradient de champ magnétique dans la
direction de l'axe O; (j = z,y, 2) du piége optique, déplace le centre de ce piége dans
cette méme direction. Ce déplacement est proportionnel & g;/w;?, ou g; est le gradient
de champ magnétique selon 'axe O; et w; est la fréquence du piége selon ce méme
axe. On comprend facilement que plus ce piége est confinant, moins ce déplacement
sera grand. En modulant la profondeur du piége, ce qui a pour effet de moduler les
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fréquences w;, on provoque une oscillation de son centre le long de cet axe a la méme
fréquence que la modulation. Le centre de masse du condensat se met alors également
a osciller. Si la fréquence d’excitation est proche de la fréquence du piége selon la
direction du gradient, on rentre alors en résonance avec le mode dipolaire associé a cet
axe.

FIGURE 4.9 — FEzxcitation d’un mode dipolaire. La courbe en trait plein est un potentiel
gaussien auquel s’ajoute le potentiel di a un gradient de champ magnétique. L’action
du gradient a ici pour effet de déplacer le minimum de potentiel vers la droite. Le
condensat (en trait plein) est alors au repos au fond du piége. Lorsque on diminue la
profondeur du piége (courbe en pointillés, exagérée), l'influence du gradient est encore
plus importante et le fond du piege se déplace davantage vers la droite, attirant vers lui
le condensat (en pointillés) qui rentre en mouvement. Une modulation de la profondeur
du piege provoque ainsi des oscillations du centre de masse du BEC.

L’excitation paramétrique des modes dipolaires est une méthode trés précise de me-
sure des fréquences du piege. En excitant I'un de ces modes et en observant 1’oscillation
libre subséquente du centre de masse du BEC, on peut en effet mesurer la fréquence
du piege correspondante avec une précision de 0,2 %.

Dans notre expérience, nous n’avons pas réussi a exciter le mode dipolaire de plus
haute fréquence, oscillant selon ’axe 0,.. Cela peut étre di au fait que, la fréquence du
piége selon cet axe étant la plus élevée, le gradient selon cet axe n’est pas assez fort
pour entrainer un déplacement conséquent du centre du piége. Cela rend donc plus
difficile I’excitation du mode dipolaire selon O,.
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Excitation de la partie thermique du BEC Une autre méthode de mesure des
fréquences du piége, plus rapide mais moins précise que l'excitation des modes dipo-
laires, a également été utilisée. En modulant fortement la profondeur du piége (entre 20
et 40 %) et suffisamment longtemps (40 périodes d’oscillation) on peut, en excitant un
mode collectif, provoquer un réchauffement du gaz de chrome qui détruit le condensat.
Ce dernier étant, lors de I'excitation, rapidement transformé en un gaz thermique, dont
les oscillations collectives sont trés peu affectées par les interactions entre atomes en
raison de sa faible densité, ce phénoméne est résonant lorsque la fréquence d’excitation
est égale a 2w,, 2w, ou 2w,. De la méme maniere, une surexcitation des modes dipo-
laires peut provoquer un réchauffement du condensat. Nous pouvons donc également
observer des résonances a w, et w,, mais pas a w,, le mode dipolaire correspondant
a cette fréquence ne pouvant pas étre excité, comme nous l'avons vu au paragraphe
précédent. En raison de I'énergie fournie au gaz thermique, nous observons une forte
perte d’atomes due a ’évaporation lorsque ces résonances sont atteintes. Cela nous
permet de les pointer avec une précision de 5 % environ (voir fig. 4.10).
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FIGURE 4.10 — Mesure des fréquences du piége, a ¢ = 26°, grice a la méthode d’exci-
tation de la partie thermique du BEC. En modulant fortement la profondeur du piége,
on observe un réchauffement significatif du gaz quantique et une perte d’atomes, consé-
quente a leur évaporation, lorsque la fréquence de modulation est égale a wy, w, ou 2w,.
La profondeur du piége est modulée de 40 % pour les mesures de w, et 2w, et de 20
% pour la mesure de 2w, , pendant 40 cycles de modulation. Nous avons également fait
figurer en traits pleins des fits gaussiens des pics de résonance de réchauffement du
BEC.
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Déroulement de I’expérience

La premiére étape de ’expérience est 'obtention d’un condensat de chrome. Le
processus de création du BEC est décrit au chapitre 1 et plus largement dans |63,

|. Rappelons simplement qu’aprés le chargement des atomes d'un MOT dans un
piége optique infrarouge horizontal, une partie de la puissance laser infrarouge est
transférée dans un bras vertical en tournant l’angle ¢ d’une lame A/2. Un piége croisé
(“dimple”) est ainsi créé et c’est dans ce dernier qu’a lieu I’évaporation. L’angle ¢ nous
permet également de contréler la géométrie du piege, qui revét dans nos expériences
une importance particuliére (voir partie 4.3.5). Au terme de I’évaporation, le condensat
est légérement recomprimé et la lame demi-onde est tournée une nouvelle fois, de
quelques degrés, afin de donner au piége la géométrie voulue. Cette rotation se fait de
facon adiabatique, en 1 s environ, pour éviter, a ce stade de 'expérience, d’exciter le
condensat.

On excite ensuite I'un des deux modes de plus basse fréquence du condensat en
modulant la profondeur du piége avec une amplitude de 20 % pendant environ 15 ms.
La durée d’excitation correspond trés exactement a 10 périodes d’oscillation de la pro-
fondeur du piége. Le générateur basses fréquences (GBF), modulant la tension envoyée
dans ’AOM diffractant le faisceau laser infrarouge du piége optique, est synchronisé
avec notre séquence expérimentale. De cette fagon, la phase initiale de chaque oscil-
lation de la profondeur du piége reste la méme d’une mesure a l'autre. A la fin de
I'excitation (voir figure 4.11 & ¢ = 0 ms), 'amplitude des oscillations de R, est de 15
%. Celle des oscillations de R, est de 30 %. Nous estimons que les oscillations de R,
sont de l'ordre de 20 %.

Le condensat oscille ensuite librement pendant une durée variable. Enfin, le piege
infrarouge est relaché et 'on mesure les rayons de Thomas-Fermi du BEC aprés un
temps de vol de 5 ms. Ces rayons sont mesurés le long des deux axes O, et O, du plan
d’imagerie. On les obtient grace a la procédure de fit bidimensionnel, décrite dans la
partie 1.4.5, de la densité optique du condensat aprés expansion.

La direction du champ magnétique est fixée dés la fin de I’évaporation. D’une mesure
a l'autre, elle est alternativement paralléle au faisceau d’imagerie O, (f = 0) et a 'axe
vertical O, (0 = 7).

Pendant la phase d’oscillation libre du condensat, ses rayons oscillent a la fréquence
propre du mode excité, que nous voulons mesurer pour les deux orientations du champ
magnétique. On obtient donc, au terme d’une série de mesures, des oscillations sinusoi-
dales, qui se révelent amorties, des rayons de Thomas-Fermi du condensat dans le plan
de 'imagerie, R, et R,. Les oscillations de ces deux rayons sont, comme le montre la
figure 4.11, en opposition de phase, ce qui confirme la nature quadrupolaire du mode
excité.
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FIGURE 4.11 — Observation des oscillations libres des rayons de Thomas-Fermi R, et
R, apres excitation du mode quadrupolaire intermédiaire, a ¢ = 27°. Nous mesurons
ces rayons aprés un TOF de 5 ms. Nous les voyons osciller en opposition de phase,
caractéristique des modes quadrupolaires. Les oscillations sont sensiblement amorties
au bout de 10 ms environ. Ici, la direction du champ magnétique de polarisation des
dipdles est verticale (aze O,). La fréquence des oscillations, fittées par des sinusoides
amorties, est de 677+1 Hz. Lorsque ce champ a la direction 0, la fréquence d’oscillation
est 667 £ 1 Hz.

4.3.2 Limitations expérimentales

Ces expériences sont rendues particulierement difficiles par la faible amplitude du
décalage fréquenciel & mesurer (= 3 %) et par [’enchevétrement des modes d’oscillations
du BEC. Nous détaillons ici les différents facteurs réduisant la précision de nos mesures
ainsi que les solutions adoptées pour améliorer notre RSB.

Amortissement des oscillations collectives

L’amortissement des oscillations collectives du condensat, que nous avons observé
dans nos expériences, limite la précision de la mesure des fréquences de ces oscillations.
La durée de vie de ces derniéres est égale a 8,5 ms +10 % pour le mode quadrupolaire
intermédiaire (voir les figures 4.11 et 4.17) et & 7 ms +10 % pour le monopole (voir figure
4.14). Pour I'expliquer nous pouvons distinguer plusieurs sources d’amortissement.

Le “Landau damping” : Cet amortissement est di & l'interaction du condensat
avec les excitations de la partie thermique du nuage, dans un régime sans collisions
(dans lequel les atomes thermiques collisionnent trés peu entre eux). Le “Landau dam-
ping” a été étudié théoriquement pour des condensats homogenes dans [130] et pour
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des condensats piégés dans [131, , 133], a des températures finies. Les taux d’amor-
tissements théoriques déterminés dans ce modéle, qui dépendent de la température et
donc de la fraction thermique, sont en bon accord avec les résultats expérimentaux de

[134, 69].

L’amortissement des oscillations collectives d'un BEC, causé par l'interaction de ce
dernier avec la partie thermique, a également été étudié expérimentalement a la limite
du régime hydrodynamique de collisions ([125, 135]).

On peut définir un facteur de qualité @) des oscillations collectives du condensat. On
pose (Q = wf71 ou f est la fréquence de ces oscillations et 7 le temps d’amortissement
de ces derniéres. Dans notre expérience, la fraction thermique est inférieure a 10 %
et nous sommes bien dans le régime sans collisions. On trouve ) ~ 20 pour le mode
quadrupolaire intermédiaire et () =~ 25 pour le monopdle. Ce paramétre est proche du
facteur de qualité ) &~ 25, calculé pour une expérience trés antérieure du groupe de W.
Ketterle ([69]), effectuée sur des condensats également trés purs. Pour cette derniére ex-
périence, 'amortissement des oscillations collectives du BEC a été par la suite expliqué
par le “Landau Damping” ([131, ]). Bien que nous n’ayons pas fait de vérification
quantitative a ce sujet, cela nous laisse donc penser que ce type d’amortissement joue
également un role significatif dans notre expérience.

Amortissement lié & ’anharmonicité du piége : L’anharmonicité du piege, par-
ticulierement forte dans un piége optique, pourrait également étre une source d’amor-
tissement des oscillations du condensat. Dans [120], il est mentionné que, dans le ré-
gime sans collisions, cette anharmonicité peut causer un amortissement des oscillations
collectives d’un nuage thermique. Il serait donc possible que 'amortissement des os-
cillations de la partie thermique du BEC ait un impact sur les oscillations collectives
du BEC lui méme. A notre connaissance, il n’existe pas, a ’heure actuelle, de modéle
théorique permettant de quantifier ce phénomeéne.

Décalage induit par ’amortissement sur la fréquence d’un mode collectif :
L’amortissement d’un mode d’oscillation du BEC modifie 1égérement sa fréquence. En
présence d'un taux d’amortissement I' = %, la fréquence de résonance d’un oscillateur

) 2
harmonique classique de fréquence propre wy devient w, = wpy/1 — }1 (%) . L’amor-
tissement peut donc modifier les fréquences de résonances des modes d’oscillations du
BEC. Selon ce modele classique, il ne modifie que de 0,4 % la fréquence du mode
collectif étudié. Nous nous sommes de plus assurés expérimentalement que le taux

d’amortissement ne dépendait pas de la direction du champ magnétique.

Nous avons également vérifié expérimentalement que le taux d’amortissement était
indépendant de la géométrie du piége, controlée par I'angle ¢.
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Fluctuations de rayons de Thomas-Fermi du BEC

Lorsque nous mesurons les rayons de Thomas-Fermi d’un condensat non excité aprées
expansion, nous observons, d'une mesure & l'autre, des fluctuations de ces derniers.

Elles sont, d'une part, liées aux variations du nombre d’atomes dans le condensat, de
lordre de 10 %. En effet, ces derniéres peuvent entrainer des variations allant jusqu’a
2 % des rayons de Thomas-Fermi du BEC, ce qui est non négligeable compte-tenu de
la précision requise par notre expérience.

D’autre part, des fluctuations de la taille du BEC peuvent étre provoquées par
des fluctuations parasites de la profondeur du piege dipolaire. Nous pouvons penser
que ces derniéres sont d’autant plus faible que le nombre de faisceaux lasers infrarouge
composant ce piege est faible. Il est précisé dans la partie 1.3.4 que dans les expériences
présentées dans le chapitre 2 de cette thése, nous avons utilisé, pour le bras horizontal
de notre piége optique infrarouge, un faisceau laser rétro-réfléchi. En enlevant la rétro-
réflexion de ce faisceau pour les expériences décrites dans le présent chapitre, nous
avons réussi a réduire d’un facteur 2 les fluctuations des rayons de Thomas-Fermi du
condensat. Ces derniéres sont en effet passées de 6 % a 3 %. Le retrait de la rétro-
réflexion a fait diminuer le nombre d’atomes dans le BEC de 16000 & 12000 environ.

Pour augmenter davantage le rapport signal a bruit lors de la détermination de la
fréquence du mode collectif intermédiaire, on analyse non pas les oscillations des rayons
de Thomas-Fermi du BEC (voir fig. 4.11) mais celles du rapport d’aspect \,, = 1%-
aprés expansion (voir figure 4.17). L’amplitude relative de ces oscillations (environ
40 %) est plus grande que celle des rayons R, et R, (respectivement 15 % et 30 %
environ). De plus, on s’affranchit de cette maniére de la dépendance des rayons de
Thomas-Fermi, au nombre d’atomes N du condensat (Cette dépendance est en N 1/5,

[74]). Cela supprime une source de fluctuations des mesures.

Présence de modes d’oscillations quasi-dégénérés

Dans notre piége, la topologie des modes d’oscillations du condensat est telle que
certains de ces modes ne peuvent pas étre excités sélectivement.

C’est le cas du mode quadrupolaire de plus basse fréquence. Les calculs théoriques
prévoient que ce mode est celui dont la fréquence propre subit le plus I'influence de
I'interaction dipole-dipole ([79]). L’excitation de ce mode est donc a priori la plus
intéressante expérimentalement.

Malheureusement, comme le montre la figure 4.12, ce mode est presque dégénéré
avec le mode dipolaire intermédiaire dont la fréquence est celle du piége selon l'axe
vertical. Cette dégénérescence est problématique. Elle conduit & un brouillage des os-
cillations du mode quadrupolaire de plus basse fréquence. En effet, de maniére inatten-
due, 'excitation du mouvement du centre de masse du condensat entraine également
des oscillations de ses rayons a la méme fréquence. Ce phénomeéne a été mis en évidence
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Fréquences de résonance des différents modes
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FIGURE 4.12 — Positions, mesurées expérimentalement, des principaux modes d’exci-
tations collectives et des modes dipolaires d’un BEC de chrome produit typiquement
dans nos expériences. Les fréquences du piége sont ici, pour ¢ = 25°, w,/2m = 570H z,
wy/2m = 310Hz et w, /2w = 470H z. Le mode quadrupolaire de plus basse fréquence (480
Hz) est presque dégénéré avec le mode dipolaire intermédiaire ce qui rend expérimenta-
lement 1mpossible leur excitation sélective. Le nombre d’atomes dans notre condensat
est ict N = 12000.

par l'excitation du mode dipolaire de plus basse fréquence, égale & w, (voir figure 4.13),
qui, comme le montre la figure 4.12, n’est proche d’aucun autre mode et peut donc étre
excité sélectivement.

Nous attribuons ce phénoméne a ’anharmonicité du piege, qui se manifeste par un
couplage du mouvement du centre de masse du BEC avec le mouvement relatif entre
particules. Cela a été étudié théoriquement dans [136], dans le cas d’un condensat trés
allongé.

L’excitation simultanée du mode quadrupolaire de plus basse fréquence et du mode
dipolaire intermédiaire provoque alors un battement sur les oscillations des rayons du
condensat causées par l'interférence de ces deux modes de fréquences trés proches.
Il est donc impossible de mesurer expérimentalement la fréquence du plus bas mode
quadrupolaire.

Un autre phénomeéne peut nuire a ’observation des oscillations du mode collectif
de plus basse fréquence : son excitation peut entrainer un mouvement chaotique dans
le BEC si sa deuxiéme harmonique est de méme fréquence que celle du monopole
([74, ) |), ce qui n’est pas loin d’étre le cas dans nos expériences : & ¢ = 25°
par exemple (voir fig. 4.12), la deuxiéme harmonique du mode collectif de plus basse
fréquence est & 960 Hz alors que la fréquence du monopdle est & 1110 Hz.
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FIGURE 4.13 — Observation des oscillations libres de la position du centre du conden-
sat apres l'excitation du mode dipolaire de plus basse fréquence, égale a w,, a ¢ = 28".
On remarque que les rayons de Thomas-Fermi oscillent également a la méme fréquence
(voir texte). Haut : position du condensat aprés un temps de vol de 5 ms. Bas : Rayon
de Thomas-Fermi R, du condensat. Les points expérimentaux sont fittés par des sinu-
soides. Les deux fits donnent la méme fréquence, 319 + 0,5 Hz. Le champ magnétique
est ici orienté selon la direction verticale.

Nous avons essayé de modifier la géométrie du piége pour rendre possible I'excitation
sélective du mode collectif de plus basse fréquence mais ces efforts se sont avérés in-
fructueux. Le mode collectif intermédiaire pouvant, lui, étre excité sélectivement, nous
en avons donc fait 'objet principal de notre étude.

4.3.3 Sources et mesures des effets systématiques

Pour déduire des mesures expérimentales le décalage causé par l'interaction dipole-
dipole sur la fréquence d’un mode collectif, il est important de mesurer et de comprendre
tous les autres effets systématiques que provoque un basculement de I’angle 6. Il est en
théorie nécessaire pour cela de mesurer les effets systématiques sur les trois fréquences
vibrationnelles du piege.

Néanmoins, la fréquence du mode collectif intermédiaire dépend surtout de la fré-
quence vibrationnelle intermédiaire w, du piége. En effet, comme le montre la figure
4.5, nous pouvons en théorie, en réduisant adiabatiquement la longueur de diffusion a,
relier ce mode collectif & un mode dont la fréquence est 2w, pour a = 0.

Concernant les autres fréquences du piege, nous avons calculé que seuls des décalages
systématiques de 15 % sur w, ou de 40 % sur w, peuvent expliquer une variation de 3
% de la fréquence du mode collectif intermédiaire, ce que nous pouvons exclure, comme
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expliqué ci-dessous.

L’excitation du mode dipolaire selon I'axe O, a montré que le décalage systématique
relatif sur la fréquence w, vaut 1+ 0,5 %, ce qui est trés inférieur a 40 %.

Nous trouvant dans 'impossibilité, comme il a été expliqué plus haut, d’exciter le
mode dipolaire selon 'axe 0,, nous avons excité le monopole (voir fig. 4.14), adiabati-
quement lié & un mode, pour un gaz sans interactions, de fréquence 2w,. Nous avons
ensuite observé qu’en basculant le champ magnétique, la fréquence de ce mode variait
de 0,3 %. La fréquence du monopole étant fortement liée a la valeur de w,, nous pou-
vons en déduire que l'effet systématique induit par un tel basculement sur cette valeur
est trés inférieur a 15 %.
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FIGURE 4.14 — Observation des oscillations libres des rayons de Thomas-Fermi R,
et R, apres excitation du mode monopolaire, a ¢ = 25°. Nous mesurons ces rayons
apres un TOF de 5 ms. Lors de [’excitation du monopdle, les rayons du condensat
oscillent en phase, ce que nous observons. Les oscillations sont sensiblement amorties
au bout de 10 ms environ. Ici, le champ magnétique de polarisation des dipdles est
orienté selon la direction verticale (axe O,). La fréquence des oscillations, fittées par
des sinusoides amorties, est de 1121 £ 1 Hz. Lorsque ce champ a la direction 0,, la
fréquence d’oscillation est 1119 +1 Hz.

Seule la mesure précise de l'effet systématique sur la fréquence w, associé & une
rotation de 7 de I'angle 6 est donc indispensable. Le mode dipolaire vertical a donc
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été excité et nous avons mesuré la fréquence w,(#) du mouvement du centre de masse
du condensat. Pour ce faire, la profondeur du piége optique a été modulée pendant 20
périodes d’oscillation (environ 50 ms) a une fréquence proche de w, avec une amplitude
de 10 %. Nous avons ensuite laissé le condensat osciller librement dans le piége pendant
un temps variable avant d’éteindre le piége. Enfin nous avons repéré la position du BEC
le long de 'axe vertical aprés un temps de vol de 5 ms. Les oscillations de cette position

nous permettent de mesurer la fréquence w,(¢) pour 6 = 0 et § = 5 (voir fig. 4.15).
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FIGURE 4.15 — Mesure des effets systématiques sur la fréquence w, du piége selon
laze O, provoqués par le basculement du champ magnétique de polarisation, a ¢ =
26°. On observe, aprées un TOF de 5 ms, les oscillations de la position du centre du
BEC, provoquées par ’excitation du mode dipolaire intermédiaire. On excite ce mode
en modulant de 10 % profondeur du piege pendant 20 périodes de modulation. Pour les
points rouges, le champ magnétique est selon la direction O, alors qu’il a la direction
verticale (O,) pour les cercles noirs. Les données sont fittées par des sinusoides qui
donnent des fréquences de 426 + 2 Hz lorsque le champ est vertical et de 433 + 2 Hz
lorsque le champ est selon O,.

On peut ainsi en déduire le décalage systématique relatif p = 2(w,(0)—w.(7/2))/(w.(0)+
w,(m/2)) représenté dans la figure 4.16 en fonction de la géométrie du piége.

Cette figure montre que les effets systématiques sur la fréquence dipolaire verticale
dépendent fortement de la géométrie du piége. Nous avons identifié plusieurs sources
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FIGURE 4.16 — Variation de la fréquence du mode dipolaire vertical lorsque [’on bascule
le champ magnétique de polarisation, en fonction de la géométrie du piége. Les déca-
lages relatifs expérimentaux Op sont représentés en fonction de l’angle ¢ et du rapport
d’anisotropie du piége correspondant, v, = w,/w,. En trait plein figure le fit des points
expérimentaux par une courbe modélisant un décalage tensoriel constant et un décalage
dd au gradient de champ magnétique. Ce dernier décalage dépend, lui, de la géométrie
du piege.

de décalages systématiques. La premiére est la présence d'un gradient de champ ma-
gnétique dépendant des champs magnétiques appliqués. Ce gradient n’est pas le méme
selon 'orientation du champ magnétique de polarisation. Dans un piége parabolique,
un gradient de potentiel décale simplement la position du centre du piége. Dans un
piége gaussien, la fréquence d’oscillations dipolaires dans la direction du gradient est
aussi modifiée. Nous pouvons montrer par calcul que le décalage fréquenciel relatif de
ces oscillations s’écrit

dw  —gu?

= Sutul (4.35)
ol gy est 'accélération due au gradient de potentiel, m la masse des atomes, w le waist
a 1/e? du potentiel gaussien et w la fréquence du piége au fond de ce dernier le long
de la direction du gradient. Comme w dépend de la géométrie du piége controlée par
I’angle ¢, ce premier décalage systématique relatif dépend également de ¢.

La deuxiéme source de décalages fréquenciels systématiques, A, est liée au déplace-
ment lumineux tensoriel du chrome : bien que le laser infrarouge soit trés fortement
désaccordé par rapport au premier état excité de la structure fine électronique, le déca-
lage Stark dynamique des atomes de chrome dépend de 'orientation de la polarisation
du laser et de I'état Zeeman interne mg (|89]). Ce deuxiéme décalage systématique est
indépendant de ¢. Sur la figure 4.16, nous avons fitté nos données expérimentales par
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une fonction de la forme A — a/w?.

Nous en avons ainsi déduit le déplacement lumineux tensoriel relatif du chrome
pour nos paramétres expérimentaux, A = 3+ 1 %, valeur a comparer avec nos calculs
théoriques donnant A = 1,2 % ([89]). Ce résultat est a notre connaissance la premiére
mesure du déplacement lumineux tensoriel du chrome.

4.3.4 Mesure de l'influence de la DDI sur la fréquence d’un
mode collectif

Exploitation des données expérimentales

Les oscillations du rapport d’aspect A, du condensat aprés excitation du mode
collectif intermédiaire pour § = 0 et = 7/2 sont présentées dans la figure 4.17. Sur
ces courbes figurent également les fits de ces oscillations par des sinusoides amorties. On
s’apercoit que ces deux sinusoides, initialement en phase, sont sensiblement déphasées
aprés 20 ms. Elles n’ont donc pas exactement la méme fréquence. On déduit des fits
les fréquences wg(f) de ce mode assimilé a un quadrupole, pour les deux orientations
du champ magnétique de polarisation.

Nous montrons également les résidus de ces fits, c’est a dire ’écart entre le fit et
les valeurs expérimentales de A,,. Le bruit sur \,, a un écart type de 3 %. Il est de
méme amplitude que le bruit sur les rayons de Thomas-Fermi expérimentaux. Le bruit
sur A, étant également de 3 % pour un BEC non excité, nous savons ainsi que le
bruit sur 'amplitude d’excitation joue un role négligeable. ., étant indépendant du
nombre d’atomes dans le BEC et donc insensible a ses fluctuations, le bruit sur A, vient
probablement des fluctuations de la profondeur du piége mentionnées dans la partie
4.3.2. Ce bruit peut également étre causé par des excitations parasites intervenant
durant la recompression du condensat. La figure 4.17 montre que les résidus des fits
n’augmentent pas avec le temps d’oscillation ¢, ce qui refléte une trés bonne stabilité
a court terme (20 ms : le temps typique d’oscillation) et a long terme (20 s : la durée
s’écoulant d’une mesure a 'autre) de notre expérience.

Comme mentionné précédemment, les fits montrent que les taux d’amortissement
de ces sinusoides ne différent pas d’une orientation a I’autre du champ magnétique.

Compensation des effets systématiques

On peut définir le décalage relatif expérimental de la fréquence du mode collectif
eXCité par dezp = 2(we(0) — wg(m/2))/(wo(0) + we(mw/2)). Pour en déduire le décalage
relatif, que nous appelons g, dit uniquement a l'interaction dipole-dipole, il faut sous-
traire & d.,p le décalage systématique induit par les variations des fréquences du piége
lors du basculement du champ magnétique.
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FIGURE 4.17 — Influence de linteraction dipdle-dipdle sur la fréquence du mode collectif
intermédiaire. Les oscillations libres de ce mode aprés son excitation dans le piége
optique pour ¢ = 27° sont présentées ici en observant le rapport d’aspect \,, = R,/ R,
aprés un T.0.F de 5 ms. Le champ magnétique est soit vertical (0 = 7/2), soit paralléle
a laxze d’imagerie (6 = 0). En traits pleins figurent également les fits de ces oscillations
par des sinusoides amorties. Au dessous de cette courbe sont présentés les résidus des

fits.
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Dans un modéle sans interaction dipole-dipole, on peut déterminer ce décalage en
calculant la solution intermédiaire de 'équation (4.26) en remplacant w,, w, et w,
par leurs valeurs mesurées pour §# = 0 et § + 7/2. On fait ensuite la différence des
deux résultats obtenus et on obtient ainsi le décalage systématique (52? sur la fréquence
du mode collectif intermédiaire ou I'interaction dipole-dipole n’est pour l'instant pas
considérée. Comme on I’a vu au paragraphe précédent, il suffit de mesurer w, avec une
grande précision, pour les deux orientations du champ magnétique, pour déterminer le
décalage systématique dg).

L’interaction dipdle-dipole jouant dans notre cas un role perturbatif sur la fréquence
des modes collectifs, son effet étant au maximum de 'ordre de 3 %, on peut considérer
qu’en sa présence, le décalage systématique sur la fréquence du mode collectif inter-
médiaire sera aussi égal a 582. On peut ainsi calculer le décalage d¢ induit uniquement
par l'interaction dipole sur la fréquence du mode collectif intermédiaire en écrivant
simplement :

5@ = 6exp - 52:) (436)

Ce décalage est représenté dans la figure 4.18 pour différentes géométries du piége.

Influence de amplitude d’excitation : Lors de ces expériences, 'amplitude a
t = 0 des oscillations des rayons de Thomas-Fermi du condensat est de I'ordre de 30
%, comme on peut le constater sur les figures 4.11 et 4.14. Cette amplitude n’étant pas
trés inférieure a 1, ’approximation linéaire des faibles excitations (voir formules (4.22)
et (4.23)) n’est pas totalement justifiée. L'influence de "amplitude d’excitation sur la
fréquence des modes collectifs, au dela du régime linéaire, est étudiée dans [137, 74].
Cette influence se révele étre fortement dépendante de la géométrie du piége.

Nous avons étudié, a partir des données de la figure 4.17, 'influence de 'amplitude
des oscillations des rayons de TF du condensat sur la fréquence de ces oscillations.
Nous avons pour cela divisé ces données en plusieurs intervalles temporels. En raison
de I'amortissement des oscillations, 'amplitude de ces derniéres différe significative-
ment d'un intervalle temporel & 'autre. Nous avons fitté séparément ces données sur
chacun de ces intervalles et avons alors constaté que la fréquence des oscillations dé-
pendait trés peu de leur amplitude. les différents résultats de ces fits nous ont permis
d’établir les barres d’erreurs sur les fréquences des modes collectifs étudiés. Ces der-
niéres sont inférieures & 1 %. Nous sommes ainsi certains que, bien que les amplitudes
des excitations aient pu différer légérement selon la direction du champ magnétique, ce
qui peut se remarquer prés de t = 0 dans la figure 4.17, cela n’a pas pu induire d’effet
systématique significatif sur la fréquence des modes collectifs excités.
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Mesure différentielle de la striction du BEC par la DDI

On calcule la valeur du rapport d’aspect \,.(f) en utilisant les valeurs moyenne des
rayons de Thomas-Fermi aprés expansion, R, et ., mesurés au cours des oscillations
du condensat (voir fig. 4.11). La variation relative de ce rapport d’aspect, due a la
striction, est :

22(0) + Aez(3)

Ce décalage a été déterminé pour plusieurs géométries du piége (voir fig. 4.18). Dans
d»,., nous n’avons pas tenu compte des effets systématiques sur les fréquences du piége.
Ces effets étant au maximum de 1,5 %, nous estimons que leur répercussion sur d,,,
ne dépasse pas 1 %.

A
Ore = 25 (4.37)

INIERINIE

4.3.5 Influence de la géométrie du piége
Reésultats

Les mesures du décalage relatif 6o (¢) de la fréquence du mode collectif intermédiaire,
di a l'interaction dipodle-dipole par le biais du basculement du champ magnétique de
polarisation, ont été répétées pour plusieurs géométries du piege.

Il en est de méme pour la striction du condensat aprés temps de vol, dont le com-
portement est donné par le paramétre d,,. défini dans la formule (4.37).

Le rapport d’anisotropie 7., = w,/w, du piége est controlé par 'angle ¢. Notons que
lorsque nous faisons varier cet angle, la fréquence w,, qui vérifie en théorie la relation

w? = wi + w?, varie relativement peu, de 10 % environ, et reste toujours la fréquence

> =

la plus élevée. Dans ce paragraphe, nous ne tiendrons donc pas compte des variations
de w, avec 'angle ¢.

Comme le montre la figure 4.18, I’accord théorie expérience pour dg(¢) et dy,.(¢)
est bon. Le modeéle théorique utilisé ici est une généralisation des résultats de [24] au
cas d'un piége non cylindrique. Les équations du mouvement (4.34) sont dans notre
cas résolues numériquement. On remarque que 6y, (¢) est presque constant alors que le
décalage relatif du mode quadrupolaire excité, dg(¢), dépend fortement de la géométrie
du piége.

Interprétations

Autour de v,, = 1, la courbe de dg passe par 0 et est dispersive. Cela illustre la
forte sensibilité de dg a la géométrie du piége dans cette région. A l'inverse le signe
de 0),. est constant, ce qui explique sa sensibilité moindre & la géométrie du piége, le
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FIGURE 4.18 — Influence de l'interaction dipdle-dipdle sur les décalages expérimentaus
induits par une rotation de 90° du champ magnétique de polarisation, en fonction de
la géométrie du piége : 0¢ (carrés rouges) est le décalage relatif du mode collectif inter-
médiaire et dy,. (points noirs) est le décalage relatif du rapport d’aspect du BEC aprés
expansion. En traits pleins figurent également les résultats de calculs numériques dans
Uapprozimation de Thomas-Fermi sans paramétres ajustables.

condensat ayant toujours tendance a s’allonger dans la direction du champ magnétique
de polarisation. Ces comportements de dg(¢) et dy,.(¢) se retrouvent dans les courbes
théoriques et les points expérimentaux de la figure 4.18, avec un assez bon accord entre
les deux.

Le fait que lorsque v,, — 1, 69 — 0, s’explique simplement. En effet, lorsque
Y2y = 1, le piége est symétrique par rotation autour de O,. Il est donc évident que la
fréquence du mode collectif étudié sera la méme quelle que soit I'orientation du champ
magnétique dans le plan yOz, ce qui entraine dg = 0.

Nous essayons maintenant d’interpréter I'aspect dispersif autour de v,, = 1 des
courbes expérimentales et théoriques de d¢

Pour cela, nous remarquons que lorsque 7, < 1, on a Hy,/N < H;,/N, ou H,/N
et NZ,/H sont les énergies d’interaction dipole-dipole moyennes par atome lorsque le
champ magnétique est respectivement paralléle a O, et & O, (Hj, figure dans I'équation
(4.32)). Cela signifie que lorsque 7., < 1, 'interaction dipole-dipole est plus attractive
(ou moins répulsive) en moyenne lorsque le champ magnétique est polarisé selon O,
(0 = 0) que lorsqu’elle est polarisée selon 0, (# = 7/2). Cela se comprend intuitivement
en observant que lorsque 7,, < 1, le condensat étant plus allongé selon O, que selon
0., les atomes vont davantage s’attirer si le champ magnétique est dirigé selon O,.

En faisant un raisonnement similaire, on comprend également pourquoi HY,/N >
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Hj,/N lorsque 7., > 1.

D’aprés la figure 4.18, on a dg < 0 lorsque v,, < 1 et dg > 0 lorsque v,, > 1. Nous
pouvons donc dire que le signe de d¢ est le méme que celui de HY,/N — H;,/N. La
fréquence du mode quadrupolaire intermédiaire, wg, sera donc la plus faible lorsque
I'orientation des dipoles est telle que l'interaction dipole-dipole est la plus attractive.

Pour le mode collectif de plus basse fréquence, que nous n’avons pas pu étudier
expérimentalement (voir partie 4.3.2), la théorie prédit le phénomeéne inverse ([79]).
Pour ce mode, le signe de dq est celui de Hj,/N — HY,/N. La dépendance de dg a la
géométrie du piege est également dispersive autour v,, = 1 pour ce mode.

Nos résultats sont similaires aux courbes théoriques de [21]. Ces derniéres montrent
que, pour un condensat cylindrique, le décalage induit par l'interaction dipole-dipole
sur la fréquence d’'un mode collectif, en fonction du rapport d’aspect du BEC, est
dispersif et passe par 0 au voisinage de la géométrie sphérique.

Remarques sur la DDI Dans la discussion précédente, nous avons utilisé une ten-
dance de linteraction dipole-dipole a étre plus ou moins attractive (ou répulsive).
Notons que nous ne pouvons pas qualifier cette interaction d’absolument attractive ou
répulsive car, comme le montre la partie 0.3.2 celle-ci est attractive parallélement aux
dipoles et répulsive perpendiculairement a ces derniers. Conférer a I'interaction dipole-
dipdle une tendance a étre plutot attractive ou répulsive est cependant justifié. Cette
tendance est donnée par la valeur, et en particulier le signe, de I’énergie moyenne par
atome d’interaction dipole-dipodle, H éd /N (j = z,y ou z selon la polarisation du champ
magnétique). On remarque, en se reportant a la formule (4.32), que cette énergie est in-
versement proportionnelle au volume du BEC pour un nombre d’atomes donné. Ainsi,
si Hj,/N < 0, l'interaction dipole-dipole a tendance, si 'on supprime brusquement
les autres forces d’interaction, a faire diminuer le volume du BEC pour minimiser son
énergie, ce qui nous permet de la caractériser comme plutot attractive. Ce caractére
attractif est d’ailleurs responsable de I'implosion du condensat, mentionnée dans la
partie 4.1.2, lorsque €44 > 1. Cette implosion n’a en effet lieu que si H,/N < 0. A
I'inverse, si H3;/N > 0, la DDI a tendance a faire augmenter le volume du BEC, d’ou
un caractére plutot répulsif.

4.3.6 Influence du nombre d’atomes dans le BEC
Résultats expérimentaux

Bien que le nombre maximal d’atomes dans nos expériences (12000) soit relativement
faible, nos résultats pour dg coincident avec les prédictions théoriques dans 1’approxi-
mation de Thomas-Fermi des décalages fréquenciels dus a l'interaction dipole-dipole
des excitations collectives. Cependant, le champ moyen typique da a cette interaction
n’est, pour les condensats de chrome produits dans notre expérience, que de 'ordre de
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I’énergie cinétique quantique h?/mRrp* ~ 25H z, Ryp étant le rayon de Thomas-Fermi
typique de nos condensats. En rappelant que cette pression quantique est justement
négligée dans le régime de Thomas-Fermi, on souligne le fait que cet accord théorie-
expérience n’a rien d’évident.

Afin d’améliorer notre compréhension du probléme, nous avons renouvelé nos me-
sures de g et 0y, pour des condensats encore moins peuplés. Ces faibles nombres
d’atomes sont obtenus en ne repompant pas les états métastables > Dy et/ou ° D3 aprés
le chargement du piége optique (voir partie 1.3.4) et, pour les condensats les moins
peuplés, en supprimant I'annulation des forces magnétiques par la RF durant le char-
gement de ce piége (voir partie 1.3.5).

Comme le montre la figure 4.19, nous observons une décroissance rapide de d¢ lorsque
le nombre d’atomes N diminue, dg s’éloignant des valeurs prédites dans le régime de
Thomas-Fermi. A l'inverse, la figure 4.20 nous montre que le décalage d,,, di a la
striction du BEC par 'interaction dipole-dipdle est assez peu sensible a la population

du BEC de chrome.
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FIGURE 4.19 — Influence du nombre d’atomes du BEC sur le décalage relatif g du
mode collectif intermédiaire du a l’interaction dipdle-dipdle, pour deux géométries du
piege. Résultats expérimentaux pour ¢ = 27° (points bleus) et ¢ = 26° (carrés rouges
Comparaisons avec des simulations numériques utilisant un ansatz gaussien (trait plein
rouge), pour ¢ = 26°. Lorsque N = 12000 atomes, é¢g est trés proche de sa valeur
asymptotique dans le régime de Thomas-Fermi.
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Simulations a ’aide d’un ansatz gaussien

Nos résultats montrent que 'excitation d’'un mode collectif de surface est un indi-
cateur plus sensible des effets de I'interaction dipole-dipdle, que ne 'est la striction du
condensat le long de 'axe de polarisation du champ magnétique. Nous avons effectué
des simulations numériques, au dela du régime de Thomas-Fermi, utilisant un ansatz
gaussien , a la fagon de 127, |. Cet ansatz consiste a supposer qu’en tenant compte
de I'énergie cinétique quantique, la fonction d’onde du condensat peut étre approximée
par une gaussienne dont les demi-largeurs, a 1/4/e, selon les axes O,, O, et O, sont
respectivement les paramétre variationnels w,(t), wy () et, w,(t).

Les équations du mouvement s’écrivent alors :

&2 2 h 1 \/E ah?N Wy W,
g2 T m?w;? i w; [ w; Vo m? { caaf (wy’ wy)} 7 (43%)

pour j = x,y, z. f(z,y) est une fonction introduite dans la partie 4.2.3.
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FIGURE 4.20 — Variation de dy,, avec le nombre d’atomes dans le condensat pour

¢ = 27° (points bleus) et ¢ = 26° (carrés rouges). En trait plein rouge figure aussi le
résultat des simulations utilisant un ansatz gaussien pour ¢ = 26°. On remarque, en
comparant cette figure a la figure /.19, que les valeurs expérimentales et simulées de 0y,.
sont moins sensibles au nombre d’atomes que celles de d¢. diminue (voir fig. Lorsque ce
nombre diminue, 0y,, s’€loigne plus lentement que é¢g de sa valeur asymptotique dans
le régime de Thomas-Fermi, quasiment atteinte pour N = 12000 atomes. La fréquence
du mode collectif intermédiaire est également représentée (losanges noirs).

La résolution numérique des équations (4.38) confirme que d¢ est plus sensible que
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Jd»,. & une réduction du nombre d’atomes (voir figures 4.19 et 4.20). Ces simulations
montrent qu’il faut environ trois fois plus d’atomes pour atteindre les résultats prédits
selon 'approximation de Thomas-Fermi, lorsque ’on mesure les décalages fréquenciels
des excitations collectives, que lorsque I’on mesure la striction du BEC. Le léger désac-
cord entre la théorie et ’expérience est peut-étre indicateur des limites d’'un simple
ansatz gaussien.

Conclusion

Nous avons excité dans nos expériences plusieurs modes d’oscillations de notre BEC
de chrome. Nous avons excité le mode de surface intermédiaire, assimilé a un quadru-
pole, ce qui nous a permis de caractériser les effets de l'interaction dipdle-dipdle sur
ce dernter. Pour un nombre d’atomes assez €levé, nos résultats s’accordent bien avec
les prédictions théoriques faites dans le régime de Thomas-Fermi. En particulier, nos
mesures montrent bien que le décalage fréquenciel du mode collectif de surface intermé-
diaire est trés sensible a la géométrie du piege, conséquence du caractére anisotrope de
l'interaction dipdle-dipdle. En outre, nos résultats difféerent significativement des cal-
culs faits dans le régime de TF pour des condensats moins peuplés, méme dans des
régimes ot la striction du condensat, due a l'interaction dipdle-dipdle, est conforme a
ces calculs. Ce phénomeéene surprenant est un exemple parmi d’autres de l’intérét que
présentent les excitations collectives dans la caractérisation des gaz quantiques. Enfin,
nous avons mesuré pour la premiére fois le décalage optique tensoriel des atomes de
chrome. Ces résultats ont été publiés dans [1/0, 70].



Chapitre 5

Spectroscopie de Bragg d’'un BEC
dipolaire

Introduction

La diffusion de Bragg permet de sonder localement les interactions dans un conden-
sat. A des longueurs d’onde d’excitation courtes devant la taille de ce dernier, une
impulsion de Bragg provoque la création de quasi-particules qui se déplacent dans le
condensat, et dont la nature dépend fortement des interactions. Pour des interactions
de contact, l’énergie ep d’'une quasi-particule dépend de son moment p et localement de
la densité dans le BEC. En présence d’interactions dipdle-dipole (DDI), cette énergie
dépend également de la direction, relativement a p, du champ magnétique de polarisa-
tion des dipdles, ce qui reflete l’anisotropie de la DDI. En mesurant cette énergie pour
deux orientations orthogonales du champ magnétique, on peut observer linfluence de
Uinteraction dipdle-dipole sur l’énergie des quasi-particules de Bogoliubov ([11]). Cette
mesure constitue le résultat principal de ce chapitre. Aux grandes longueurs d’onde,
le rapport %" tend vers la vitesse du son, qui caractérise, a ces longueurs d’onde, la
propagation des ondes de densité dans le condensat. Cette vitesse peut donc également
étre mesurée par diffusion de Bragg. Dans nos expériences, nous mettons en €évidence
le caractére anisotrope, di a la DDI, de la vitesse du son. Cette derniere est, pour un
condensat 3D, égale a la vitesse critique superflurde, au-dessus de laquelle, d’apres le
critere de Landau sur la superfluidité, un défaut se déplacant dans un fluide engendre
une excitation collective ([10]). L’observation de l’anisotropie de cette vitesse constitue
donc un résultat expérimental important.

123
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Structure de ce chapitre

Les quasi-particules de Bogoliubov ([7/]), que nous créons par diffusion de Bragyg,
sont, aux longueurs d’onde courtes devant les dimensions du condensat, des excitations
locales dont I’énergie est indépendante de la géométrie de piégeage. En ce sens, la
physique de ces excitations, que nous détaillons dans le présent chapitre, est différente
de celle des modes de surface, décrits au chapitre précédent, et dont l’énergie dépend
des fréquences du piege.

Dans une premiere partie, nous rappelons des éléments importants de la théorie de
Bogoliubov pour un BEC homogeéne dilué. Nous expliquons qu’a basse énergie, les quasi-
particules de Bogoliubov s’apparentent a des phonons pour devenir des particules lorsque
cette énergie augmente. Au terme de cette discussion dans laquelle seule l’interaction
de contact est prise en compte, cette théorie est adaptée au cas d’un BEC dipolaire.
Nous voyons alors se modifier significativement [’énergie des quasi-particules et, en
particulier, la vitesse du son, bien que les interactions soient dominées par la diffusion
en onde s.

La partie suivante est consacrée a la description du dispositif expérimental utilisé
pour la diffusion de Bragg. En faisant varier la longueur d’onde d’excitation, nous
sommes capables de mesurer l’énergie des des excitations a plusieurs moments p, dans
le régime phononique et dans le régime des particules.

Nous abordons ensuite le probleme de [inhomogénéité en densité dans le condensat
grace a une approzimation de densité locale (LDA). Cette approximation est valable
lorsque la longueur d’onde de [’excitation est petite devant la taille du BEC. Nous
montrons que, malgré la longue portée de la DDI, cette approximation peut s’appliquer
au cas d'un BEC dipolaire, résultat également démontré dans un article paru tres ré-
cemment ([1/1]). Nous incluons ensuite les effets liés a la longueur de cohérence finie
du BEC (due a sa taille finie) a la durée finie de [’excitation.

Ces effets nous permettent de comprendre l’élargissement des spectres expérimen-
tauzx, présentés dans la quatriéme partie. L’accord des résultats expérimentaux avec
la LDA est bon lorsque la longueur d’onde d’excitation est sensiblement inférieure a
la taille du condensat. Cet accord semble se détériorer au fur et a mesure que cette
longueur d’onde augmente, comme attendu.

5.1 Spectre d’excitation d’'un condensat homogéne

Les interactions entre les atomes du condensat modifient profondément son spectre
d’excitation. Nous traitons dans cette partie le cas d'un BEC homogéne afin de pouvoir
facilement développer le champ quantique dans la base des ondes planes qui, en [’ab-
sence d’interactions, sont les modes propres du Hamiltonien. Nous introduisons d’abord
la théorie perturbative de Bogoliubov dans le cas d’un gaz quantique en présence d’inter-
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actions de contact. S’ensuit le traitement d’un condensat dipolaire homogéne. Enfin, ce
méme probleme est étudié dans une approximation de champ moyen montrant que les
excitations de faible amplitude se propagent sous la forme des ondes de densité. L’éner-
gie de ces excitations dépend, pour un BEC dipolaire, de la direction de propagation de
ces ondes relativement a l’axe de polarisation des dipdles.

5.1.1 Approximation de Bogoliubov

On aborde ici le traitement d’un gaz homogéne dilué en présence d’interactions de
contact. Nous ne proposons ici que les grandes lignes, nécessaires a la compréhension de
ce chapitre, de la théorie de Bogoliubov. Cette derniére est développée plus profondément

dans [7/].

Hamiltonien d’un gaz de bosons dilué en interactions faibles

Nous traitons ici le cas d'un gaz de N atomes contenus dans une boite de volume
V, a la température 7' = 0.

Le champ quantique décrivant un tel gaz d’atomes s’écrit, dans la base des ondes
planes e~®*/ .

7 _ L & eip.r/h
b(r) = WZPJ ) (5.1)

&L et ap sont respectivement les opérateurs de création et d’anihilation d’'une par-
ticule de moment p, satisfaisant les régles de commutation usuelles pour des bosons.
Les moments p sont discrets et satisfont la condition cyclique de Born-Von Karman

([1421)

Le Hamiltonien du gaz d’atomes interagissant uniquement en onde s, sans potentiel
de piégeage, s’écrit :

. 1
H=3" ibip+ 55 Y Vihiipith plipiip: (5.2)
P P1P2.P
oit Vp = [V (r)e P/ @ est la transformée de Fourier du potentiel d’interaction en
onde s, V(r).

Dans I'approximation de Bogoliubov, théorie perturbative, on considére, pour un
gaz d’atomes en interactions faibles, que ces derniéres ne modifient que marginalement
I’état fondamental du gaz quantique a T=0. Comme en ’absence d’interactions, tous
les atomes sont accumulés dans I'état de moment nul, on peut faire 'approximation
il = 4o = V/N. Le nombre d’atomes ne se trouvant pas dans cet état caractérise
la déplétion quantique du condensat, due aux interactions. Nous vérifierons plus loin
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que la déplétion quantique ne représente qu’une trés faible fraction du nombre total
d’atomes

Il est ainsi nécessaire, afin d’établir le spectre d’excitation, de considérer, a 1’ordre
le plus faible possible, les opérateurs de création et d’annihilation de moment non nul

([74])-

Les interactions en onde s, sont modélisées, dans I'approximation de Born, par un
pseudo-potentiel de contact V (r) = ¢gd(r), ot g = 4”722‘1, a étant la longueur de diffusion
de ce potentiel d’interaction. On peut alors écrire, pour tout moment p, V, = Vy = g.
Cette approximation est valable & condition que p < h/rq, ol r est la portée typique du
potentiel d’interaction moléculaire V (r) (|71]). De plus, pour pouvoir utiliser le pseudo-
potentiel gd(r) dans 'approximation de Bogoliubov, il est nécessaire que na® < 1

([74, 75]). On dit alors que le gaz quantique est dilué.

On obtient enfin, en introduisant la densité n = %, le Hamiltonien :

mgn
2

) (5.3)

Le premier terme, constant, caractérise les interactions entre atomes de moment
nul et doit donc étre, conformément & ’approximation de Bogoliubov, trés proche de
I’énergie d’interaction du gaz quantique a 7" = 0.

Transformation de Bogoliubov

Afin de diagonaliser le Hamiltonien, on effectue la transformation de Bogoliubov, un
changement de base liant les ondes planes a, aux quasi-particules b, que I'on introduit
ici.

ap = upbp + 07 01, al = ulbl +v_pb_y (5.4)
ol |up|? — |vp|> = 1 afin de préserver la nature bosonique des opérateurs (;;f) et b,.

On obtient

1/2 1/2
w (P2mgn N (P 2mggn 1YY (55)
P 2¢p 2) P 2¢p 2 '

ou

p*  p?
‘p \/Qm(Qm +29n) (5.6)

Dans cette nouvelle base, le Hamiltonien est diagonal :
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ﬁ = EO + Z Gpi);r)i)p (57)
p#0

ou Fj est I'énergie de I’état fondamental du Hamiltonien, égale a % si I'on néglige la

déplétion quantique. Le potentiel chimique du gaz quantique s’écrit :

 OF,

=2 (5.8)

I

Les opérateurs ISL créent des quasi-particules d’énergie €, états excités du BEC
dans 'approximation de Bogoliubov des faibles excitations. (5.6) est donc la relation
de dispersion caractérisant la propagation de ces excitations dans le BEC.

Régime phononique et régime des particules

On introduit la longueur de cicatrisation

h
= 5.9
$= Tman (5.9)
D’aprés [71], cette longueur est, le plus souvent dans un gaz piégé, de l'ordre de la

distance inter-particule. C’est le cas dans notre expérience, pour laquelle £ ~ 300 nm.

En comparant la longueur d’onde d’excitation avec la longueur de cicatrisation, on
peut établir une limite autour de laquelle I’énergie cinétique d’une particule est dominée
par ou domine ’énergie de champ moyen gn.

En effet, en introduisant le vecteur d’onde q = 2, on constate que pour ¢ = § -1
thZ
= = gn.

Pour ¢ < €71, c’est le champ moyen qui domine et on a :

wq = 6% R o (5.10)

oll ¢g = /%" est appelée vitesse du son dans le condensat.

Cette énergie est clairement différente de celle d'une particule libre de moment hq
et caractérise des quasi-particules, appelées phonons. Nous verrons dans la partie 5.1.3
que ces quasi-particules s’apparentent a des ondes de densité dont la vitesse de groupe
est c;.

On voit & I'inverse que pour ¢ > £71, on a % > gn et :
hq

€ha ~ 5" +gn (5.11)
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C’est I'énergie cinétique d’une particule libre de masse m et de moment Aq a laquelle
s’ajoute une énergie gn correspondant au champ moyen d’interaction de cette particule
avec la partie non excitée du BEC.

On a donc mis en évidence un régime phononique (¢ < £71) et un régime de parti-
cules (g > &71).

25 —

.
:
:
:
:
. h + gn
7 : " g\
:
:
:
:
:

10 — . '.' niq?

s

FIGURE 5.1 — Courbe de dispersion des excitations de Bogoliubov (trait plein). La
courbe est linéaire pour q§€ < 1 (régime phononique) pour devenir parabolique dans
le régime des particules (q€ > 1). A titre de comparaison, la courbe de dispersion,
purement parabolique, d’une particule libre, est représentée en tirets. Les énergies sont
données en unités de % = gn. La ligne verticale en tirets indique la limite g€ = 1 du
régime phononique.

Discussion : L’énergie a apporter au condensat pour exciter une quasi-particule de
moment hg est égale a e;q. On s’apercoit que pour exciter un atome dans le régime
des particules, il faut lui apporter, en plus de I’énergie cinétique %, une énergie gn
équivalente a I’énergie de champ moyen d’interaction d’un atome du condensat. L’atome
excité appartenant initialement au condensat et portant donc déja en lui une énergie
d’interaction gn, cet apport d’énergie supplémentaire peut paraitre mystérieux si ’on
oublie I’échange de moment entre un atome de moment q et un atome de moment
nul, dont 1’énergie de diffusion est aussi égale a gn. Un atome de moment hq dans le

régime des particules interagit donc deux fois plus avec le BEC qu'un atome immobile

([T 143, 7))

Outre leur influence sur les états excités du Hamiltonien, les interactions modifient
également 1’état fondamental du gaz quantique. En effet, I’état produit ou tous les
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atomes sont de moment nul n’est en leur présence plus un état propre de I’Hamil-
tonien. L’état fondamental se caractérise alors, dans la théorie de Bogoliubov, par le
peuplement par paires d’états de moments non nuls +hAq et —hq, dont le module Agq
est typiquement inférieur & mc,. Ce peuplement, qui définit la déplétion quantique,
entraine la création de corrélations de densité, a des distances supérieures a 27€. Ces
corrélations peuvent étre mises en évidence expérimentalement ([13]) par I'intermé-
diaire du facteur de structure S,;, que nous introduisons plus loin.

Déplétion du condensat : Le peuplement des états de moment non nul di, d’une
part, a la déplétion quantique de 1’état fondamental, et d’autre part, aux excitations,
peut s’exprimer grace a la formule suivante, obtenue a I'aide de la transformation (5.4)

(1) -

np = (ahp) = v p|? + [up|? <z§;z§p> +o_p? <13*_p6,p> (5.12)

oll np est le nombre d’atomes peuplant 1'état de moment p # 0.

Cette formule nous permet de quantifier la déplétion du condensat dans son état
fondamental (déplétion quantique) et lorsque sont produites des excitations. Dans ce
dernier cas, on remarque que la création d’une quasi-particule de moment hq augmente
de Nuq = |ung|? le nombre d’atomes de moment fiq et de Nyg — 1 = |vpq|* le nombre
d’atomes de moment —hq. C’est donc a ce titre une excitation collective. Dans le régime
des particules (¢§ > 1), on a Njq =~ 1, 'excitation ne concernant alors plus qu'un seul
atome.

La déplétion quantique, c’est a dire le nombre d’atomes Npg de moment non nul

pour un BEC dans son état fondamental & T=0 peut étre calculée en posant <5Ll;p> =

(b pbp) =0.

On a ([71]) :
Nog =3 lorpl? = 5= (na)? (5.13)
p#0 ﬁ
L’état fondamental du BEC n’est pas un état produit ([114, 115]). Cela est di a la

présence, dans cet état, de paires corrélées d’atomes occupant les états de moment non
nul +/q et —hq. On a alors en effet, en constatant que vuq = V_nq, Nng = Nong = |Unq|*-

|Unq|? devenant rapidement négligeable lorsque ¢€ > 1, la déplétion quantique ne
concerne typiquement que les états de moment hq < h€é™! =~ mc,. Dans notre expé-
rience, ot typiquement na® ~ 2.107°, on a N po ~ N/200. La déplétion quantique ne
concerne donc qu’une trés faible fraction atomique du gaz dégénéré.
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Facteur de structure statique : La déplétion quantique crée dans le condensat
des corrélations de densité (ou corrélations du second ordre) a longue distance. Ces
derniéres s’écrivent, dans le cas homogéne :

Cor(r) = (¥(r)(0)T¢(r)1(0)) — ((0)'(0))* (5.14)
ol 1/3(r) est l'opérateur de champ quantique introduit dans la formule (5.1). On re-
marque que pour un gaz homogene, le deuxieme terme du membre de droite est égal a
n?.
Dans un gaz sans interaction a 7" = 0, ou tous les atomes sont dans le méme état
de moment nul, on a Cor(r) = 0, ce qui traduit 'absence de corrélations de densité.

Il n’en est nullement le cas dans un gaz en présence d’interactions de contact, en
raison de la déplétion quantique. On introduit, pour rendre compte de ces corrélations
de densité, le facteur de structure statique Sq, que 'on écrit

1 )
Sq=1+ - / d*rCor(r)e'r (5.15)

Sq est donc représentatif de ces corrélations dans ’espace des moments. Dans un
gaz idéal & T'= 0, ot Cor(r) = 0, Sy est constant et est égal a 1.

On peut montrer (|74, , 67, 80]) que, dans un condensat homogéne en interactions
faibles & T' = 0, le facteur de structure statique prend la forme simple :

Sq = (Uhq + Uhq>2 (516)
et est représenté dans la figure 5.2.

On peut également montrer a partir de la formule précédente, en utilisant (5.5) et
(5.6), que :

0

€
Sq =4 (5.17)

th
ol egq = % est I’énergie d’une particule libre de moment hq. Cette relation est appelée
loi de Feynmann ([117]) et montre que facteur de structure statique est inversement

proportionnel & I'énergie d'une excitation.

Lorsque ¢g§¢ > 1, on a Sq ~ 1 (voir fig. 5.2). Aux moments élevés, Sy est donc
égal a sa valeur pour un gaz sans interaction. Cela traduit ’absence de corrélations de
densités aux distances petites devant 2w¢ (Nous ne considérons pas ici les corrélations
a courte portée, aux distances inférieures a a, étudiées dans [113], grace a la diffusion
de Bragg).

On s’apercoit, a l'inverse, que Sq tend vers 0 lorsque ¢ — 0. Les interactions entre
particules créent donc, par l'intermédiaire de la déplétion quantique, des corrélations
de densité aux distances supérieures a 27€.
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FIGURE 5.2 — Facteur de structure statique d’un BEC dilué en interactions faibles dans
l’¢tat fondamental a T=0. Cette quantité est représentative des corrélations de densité
dans l’espace des moments. Sq tend vers 0 lorsque ¢ — 0, les interactions créant a
longue distance des corrélations de densité dans le condensat. La ligne verticale en tirets
indique la limite g€ = 1 du régime phononique. La ligne horizontale en tirets indique
la valeur asymptotique, égale a 1, du facteur de structure statique dans le régime des
particules (g€ > 1).

diffusion de Bragg et excitations de Bogoliubov : Le transfert, vers le conden-
sat, d’'un moment hq et d’une énergie hw, correspondant & l’excitation d’une quasi-
particule de Bogoliubov de moment hq, est résonant a la fréquence wq. Un tel transfert
peut étre réalisé par diffusion de Bragg. Ce processus sera détaillée dans la partie 5.2.1.

Nous verrons également que le taux d’excitation est, dans un condensat homogéne,
proportionnel au facteur de structure statique Sq. Dans un condensat inhomogene, il
est possible de mesurer Sq a partir d'un spectre d’excitation, ce qui sera expliqué dans
la partie 5.3. Ces considérations sont établies d’aprés la théorie de la réponse linéaire
(|74, |) utilisée pour calculer la réponse d'un gaz quantique a une excitation. Elles
nous indiquent comment relier la réponse d'un gaz quantique a une excitation aux
corrélations de densité existant dans ce dernier ([74]).

Dans approzimation des excitations faibles de Bogoliubov, les états excités d’un
BEC homogeéne en présence d’interactions de contact sont des quasi-particules. A faible
énergie, ce sont des excitations collectives appelées phonons, dont la courbe de disper-
ston est linéaire, et, a forte énergie, des particules en mouvement dans un gaz dégénére,
les interactions de contact entre ce dernier et les particules excitées étant modélisées par
un champ moyen local. Nous allons montrer que malgré le caractere non local du champ
moyen di a l'interaction dipdle-dipdle, la nature des excitations reste la méme dans un
gaz dipolaire. L’énergie de ces excitations deviendra cependant anisotrope. C’est ce que
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nous voulons observer dans nos expériences.

5.1.2 Prise en compte de 'interaction dipoéle-dipodle

Nous traitons ici le cas de l'interaction dipdle-dipdle, avec le méme formalisme que
dans la partie précédente. Nous constatons que I’énergie de diffusion associée a un trans-
fert de moment p non nul dépend de l’angle que fait la direction du champ magnétique
de polarisation avec p, ce qui découle de 'anisotropie de la DDI. En généralisant au
cas d’un gaz dipolaire les formules établies dans la partie précédente, nous retrouvons
cette dépendance pour l’énergie d’une quasi-particule de Bogoliubov de moment p. Le
potentiel chimique du condensat est, lui, peu modifié par la DDI.

Hamiltonien du gaz quantique dilué en présence de la DDI

Nous réécrivons la formule (5.2) en incluant l'interaction dipole-dipole dans le Ha-
miltonien :

1
bip + 50 D Unlipriplipe plipiip: (5.18)
p P1p2.P
ou U, est la transformée de Fourier du potentiel d’interaction U(r) = V(r) + Vya(r).
V(r) et Vau(r) sont respectivement les potentiels d’interaction de contact et dipole-
dipole. L’expression de Vy4(r) est donnée dans l'introduction de cette thése, dans la
formule (0.3). On a Uy = g + Vga(®2), Vaa(®2) étant la transformée de Fourier de Vy(r).
U,/V est I'énergie d'une diffusion entre deux atomes, s’accompagnant d’un transfert
de moment p. Vdd(%) /V est la composante dipolaire de cette énergie.

Ona:

Vaa(q) = %(30032901 -1) (5.19)

ol O est I'angle que fait le vecteur q avec la direction du champ magnétique de pola-
risation. Cyq est donné dans la formule (0.3).

On obtient alors, de méme que dans la partie précédente, dans I’approximation de
Bogoliubov, en remplacant les opérateurs &J{) et ag par la constante v N :

N? P n At oA At . mUpn
f B Z Up(2alay + alhal , + apa_p + p2p ) (5.20)

oit Up = g + Vy4(0). La fonction Vyg(q) présente une irrégularité¢ en q = 0. Il est
possible de montrer que, raisonnablement, on peut considérer que Vy4(0) = 0 ([27]).
On peut alors écrire Uy = g.
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(5.20) devient donc :

A N? [ n e e . mU,n
H = 957 + d %cﬂpap +3 Z Up(2alay +alal , + apa_p + p2p ) (5.21)

On remarque que le premier terme, constant, a droite de 1’égalité est le méme que
dans I’équation (5.3). Ce terme, correspondant a I’énergie de champ moyen d’interaction
dans le condensat, n’est pas modifié par 'interaction dipdle-dipole car la contribution
de la DDI & cette énergie, nf/dd(()), est nulle. Cela peut se comprendre intuitivement en
constatant que la densité d'un condensat homogeéne est a symétrie sphérique. Or, on se
souvient que, dans un condensat sphérique, I’énergie totale d’interaction dipole-dipole
est nulle (voir partie 4.2.3).

Anisotropie de I’énergie des quasi-particules de Bogoliubov

Aprés une transformation analogue a (5.4) on peut diagonaliser le Hamiltonien dans
la base des quasi-particules de Bogoliubov (|27]) et on obtient :

H=FEo+ ) epblby (5.22)
p#0
ou
P | p?
=15 {% +2gn (1 + €44(3cos20, — 1)) (5.23)

avec €gq = %—C;d. €p est I'énergie d’'une quasi-particule de Bogoliubov de moment p, dont

les opérateurs de création, BL, et d’anihilation, Z;p vérifient :

ip = Upbp + Uipl;T_p, al, = u;l;L +u_pb_p (5.24)
ou
) - 1/2 ) . 1/2
_(p2m A+ (g4 Vaa(F))n 1 B p?/2m+ (g + Vaa(P))n 1
= 2¢ T3 S A 2¢ S 2
p p
(5.25)

Ejq est 'énergie de 'état fondamental du Hamiltonien.

Nous retrouvons, dans la dépendance en 6, de I’énergie €, le caractére anisotrope de
I'interaction dipdle-dipole. Cela nous permet, apres les expériences décrites au chapitre
4, de mettre une nouvelle fois en évidence cette interaction par un basculement de la
direction du champ magnétique, en observant 'influence de ce basculement sur 1’énergie
d’une quasi-particule. €, varie entre €, (p) et €/,(p) qui sont les valeurs de cette énergie
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lorsque le champ magnétique est respectivement perpendiculaire (6, = 7/2) et paralléle
(6, =0) a p.
2

Onae (p) = \/é’—m [% +2gn (1 — €qq)| et €//(p) = \/% [% +2gn (1 + 2€dd)].

Ces deux énergies sont représentées dans la courbe de la figure 5.3 dans le cas de
notre BEC de chrome, pour ¢4 = 0, 16.

25 —

— 0.20
20 —

— 0.15

Ag(p)

— 0.10

— 0.05

qé

FIGURE 5.3 — Courbe de dispersion d’une quasi-particule de Bogoliubov dans un BEC
dipolaire homogéne, avec e€gq = 0,16. En trait plein et en tirets sont représentées les
énergies de ces quasi-particules lorsque la direction de [’excitation est respectivement
paralléle et perpendiculaire a ['axe de polarisation des dipdles. En trait pointillé est
représenté l’écart relatif entre ces deux énergies (voir texte). Nous le mesurons dans
notre expérience dans le cas d’un BEC piégé. Les énergies sont données en unités de

2
Ime® = g1

Anisotropie de la vitesse du son

Dans le régime phononique, la fréquence wq peut s’écrire, de facon analogue & la
formule (5.10) :

wa =52~ c(0a)q (5.26)
ol
1 20, —1
cs(0q) = \/ gnil + Edd(ijos ba=1) (5.27)

est la vitesse du son dans un condensat homogeéne dipolaire. Celle-ci dépend, par l'in-
termédiaire de l'angle 64, de la direction du champ magnétique de polarisation re-
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lativement a la direction de 'excitation, donnée par le vecteur q. On calcule que la
variation relative sur cette vitesse, induite par un basculement du champ magnétique
faisant passer 64 de 0 & 7/2 est de Acs/cs =~ 23 % pour €49 = 0,16. L’observation
expérimentale de cette variation, qui caractérise I’anisotropie de la vitesse du son dans
un condensat dipolaire, est I'un des principaux résultats présentés dans ce chapitre.

L’écart relatif Aea(f)’) = (;j gx()r))i:il(:)); 7 dépend de €49. On attend, dans le régime

phononique (g€ < 1), un écart relatif Aef—g)’) de l'ordre de 20 % pour €4g = 0, 16, comme
on le voit sur la fig. 5.3. Dans notre expérience sur un BEC dipolaire piégé, nous avons
mesuré cet écart, du régime phononique au régime des particules, grace a la diffusion

de bragg.

Vitesse du son et vitesse critique superfluide : Il est possible de faire le lien
entre la vitesse du son et la vitesse critique superfluide. Notons que la vitesse du son
peut étre définie, a 0 fixé, par :

, €h
cs(bq) = lzm|q|_>0W;| (5.28)

La vitesse critique superfluide vg(fy), est, elle, définie, par :

vs(0q) = min)g Sha (5.29)

hlq
D’aprés le critére de Landau sur la superfluidité, un défaut se déplacant dans le
condensat a une vitesse inférieure a vg n’engendre pas la création d’excitations collec-
tives responsables d’un réchauffement du nuage (|10, 7). Dans un condensat dipolaire
homogene, cette vitesse dépend de 04 et est donc anisotrope. Il est important de re-
marquer que pour la relation de dispersion (5.23), on a ([119]) :

¢s(0q) = vs(0q) (5.30)

Ainsi, 'observation expérimentale de la dépendance angulaire, en 6, de la vitesse
du son, est une premiére indication du caractére anisotrope de la superfluidité dans un
BEC dipolaire.

Potentiel chimique et énergie de diffusion

Influence de la DDI sur le potentiel chimique du BEC Notons, qu’a I'inverse
de I'énergie des excitations de Bogoliubov, I’énergie Ej de I'état fondamental est tres
peu affectée par l'interaction dipole-dipole. Si l’on néglige la déplétion quantique, cette
énergie est égale a gN?/2V et donc non altérée par la DDI. La déplétion quantique,
qui n’apporte qu’'une faible contribution, de l'ordre de 1 %, a D’énergie Ej, est elle
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méme relativement peu modifiée par la DDI ([150]). Le potentiel chimique d'un BEC
homogene, égal & 222 ne subit donc que de maniére négligeable I'influence de cette

ON °
Interaction.

Influence de la DDI sur I’énergie de diffusion Dans la formule (5.18), la contri-
bution de la DDI a I'énergie de diffusion U, est nulle pour p = 0, car, comme nous
I’avons mentionné précédemment, f/dd(O) = 0. Ainsi, cette contribution n’est non nulle
que si la diffusion s’accompagne d’un transfert non nul de moment. Cette énergie de
diffusion peut étre facilement mise en évidence si ’on étudie I’énergie d’'une excitation
de Bogoliubov de moment hq dans le régime des particules (¢§ > 1), en faisant un
développement limité de (5.23) aux moments élevés. On obtient :

h2 q2 -
€ha ¥ 5~ Hgn Vaa(a)n (5.31)
Vdd(q)n est le décalage énergétique di a la DDI. Il provient, dans ’approximation
de Bogoliubov, de l'interaction d’échange de moment entre une particule de moment
p = hq et des particules de moment nul (terme en Ude)erdL,p&O&p dans (5.18)). Ce
décalage n’est pas une conséquence de l'interaction entre un atome de moment p et le
champ moyen dipolaire produit par les atomes de moment nul car, comme nous 1’avons
expliqué plus haut, ce champ est nul dans un BEC homogéne. La mesure du décalage
di & la DDI de I'énergie d’une excitation de Bogoliubov dans le régime des particules
est une observation directe de 1’énergie dipolaire de diffusion associée & un transfert
non nul de moment.

Nous avons donc établi, dans le cas homogeéne, la fonction de dispersion caractéri-
sant l’énergie des quasi-particules pour un gaz ot existent des interactions de contact et
dipole-dipole. Cette énergie est anisotrope dans un gaz dipolaire homogéne. Nous ver-
rons dans la partie 5.5 comment généraliser ces résultats au cas d’un condensat piégé.
En présence d’un potentiel piégeant, le formalisme adopté précédemment, utilisant la
théorie quantique des champs, est peu adapté : le moment p n’étant alors pas un bon
nombre quantique, la diagonalisation du Hamiltonien s’avére difficile. Afin de se prépa-
rer au traitement des condensats inhomogénes, il est donc utile d’introduire une théorie
de champ moyen perturbative analogue a la théorie de Bogoliubov, en premiére quan-
tification. Appliquée dans un premier temps au cas homogéne, elle nous permettra de
mieur comprendre la nature des quasi-particules dont nous voulons mesurer [’énergie.

5.1.3 Approximation de champ moyen

Dans cette partie, nous montrons comment retrouver le spectre d’excitation de Bo-
goliubov, dans le cas homogene, par une théorie de champ moyen, dans la limite des
faibles perturbations. Ce spectre est obtenu en déterminant I’évolution temporelle de
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l’équation de Gross-Pitaevskii. Ce formalisme, est bien adapté a [’étude de systémes de
taille finie traités dans la partie 5.5.

Equations de Bogoliubov-de Gennes

Nous faisons ici 'approximation de Hartree-Fock, en considérant que pour un BEC
a T=0, les états de Fock a N corps de notre gaz sont des états produit ([74]). Les
atomes du condensat ont donc tous la méme fonction d’onde ¥ (r,t) définissant leur
état quantique au point r et a l'instant ¢. La déplétion quantique, responsable des
corrélations de densité dans le BEC, est donc ici négligée. On obtient alors I’équation
de Gross-Pitaevskii pour un gaz homogéne contenu dans une boite de volume V en
présence d’interactions de contact et dipole-dipole :

2A
m%w(r,t) = (—Z—m +g|¢(r,t)|2+/vdd(r/ _r)!¢(rf,t)|2d3rf) o(r,t)  (5.32)

Les états stationnaires de ce Hamiltonien non linéaire sont des ondes planes de

. 2 . N .
moment p et d’énergie £, = 2~ + gn. Ces derniers correspondent & un déplacement
en bloc de tous les atomes du BEC & une vitesse 2. Nous nous intéressons & une

perturbation de I’état fondamental 1y(r) = \/g = /n d’énergie pu et écrivons la

fonction d’onde dépendant du temps sous la forme

W(r,t) = e (g 4+ u(r)e ™ + v (r)e™h) (5.33)

ou u(r) et v(r) sont des perturbations de faible amplitude de la fonction d’onde
(lu(r)], l(r)| < V/n).

En remplacant ¢(r,t) par (5.33) dans (5.32) on obtient, au premier ordre en u(r) et
v(r), les deux équations de Bogoliubov-de Gennes, indépendantes du temps :

hwu(r) = (—%A +gn+ n/ Vaa(r' — r)d’r’ — u) u(r) + gn(u(r) + v(r))

+n / Vit — 1) (u(r') + o()) &, (5.34)

— hwo(r) = (—%A + gn + n/ Vaa(r' —1)d’r — u) v(r) + gn(v(r) + u(r))

- n/ Vaa(r' — 1) (v(r) +u(r)) dr’. (5.35)
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On obtient également ’expression de 1'énergie 1 de ’état fondamental :
w=gn+ n/ Vaa(r' — r)d®r’ (5.36)
Comme, [ Va(r' —r)d®r’ = V34(0) = 0, on a donc :

=gn (5.37)

=

En insérant (5.36) dans (5.34) et (5.35), les équations de Bogoliubov-de Gennes
deviennent :

2

fuwu(r) = —;—mAu(r) + gn(u(r) +v(r)) + n/ Vaa(r' — 1) (u(r’) +v(r") &'+ (5.38)

— hwo(r) = —h—Av(r) +gn(v(r) +u(r)) + n/ Vaa(r' — 1) (v(r") + u(r')) d®r’ (5.39)

2m
Pour une excitation de moment hq, on choisit u(r) = uge’ " et v(r) = vie'".
L’énergie hw devient alors hlwé, que nous cherchons a déterminer.
Les équations (5.38) et (5.39) s’écrivent alors :
hwgtig = (eg +gn + nf/dd(q)> Ug + 1 (g + f/dd(q)> Uy (5.40)
— fwgrg = (63 +gn+ de(q)) gt 1 (g + f/dd(q)) ul (5.41)

ol Vdd(%) est la transformée de Fourier du potentiel d’interaction dipole-dipoéle (0.3),

donnée dans la formule (5.19). eoq = % est I'énergie cinétique d’une particule libre de
moment hq.

On peut donc résoudre (5.40) et (5.41), en imposant fiwg positif, pour trouver :
hwg = €nq (5.42)
ol €,q est I'énergie (5.23) d’'une quasi-particule de moment hq, figurant dans la
formule (5.23).
Onde de densité induite par ’excitation
En choisissant, pour ug et v, des solutions réelles et de faible amplitude (|ug|, [vg| <

v/n) aux équations (5.40) et (5.41), la densité n(r,t) = |¢(r, t)|* peut alors s’écrire, au
premier ordre en u et v}
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2
n(r,t) ~n |1+ —=(ugy + vy) cos(q.r — wyt) (5.43)

vn

Déplacement de I’onde de densité dans le BEC : Cette théorie de champ
moyen montre que les excitations de Bogoliubov de moment hq sont a l’origine d’une
onde de densité, exprimée dans la formule (5.43). La vitesse de phase, a laquelle les
fronts d’onde se déplacent dans le BEC, est égale a la vitesse du son ¢, dans le régime
phononique et a 2% dans le régime des particules. Dans une expérience de diffusion
de Bragg, 'excitation a une extension spatiale finie et n’est donc pas parfaitement
monochromatique. Cette excitation pren(icii la forme de trains d’onde qui se déplacent
Wq

dans le condensat a la vitesse de groupe —*, égale a ¢, dans le régime phononique et
q

a M dans le régime des particules.
m

Interprétation de ’énergie d’une excitation dans un BEC dipolaire : Nous
avons pu retrouver, dans la formule (5.42), I’énergie des excitations de Bogoliubov, sans
avoir a les quantifier. La théorie de champ moyen exposée dans cette partie rend donc
compte de la modification de cette énergie par 'interaction dipole-dipdle. Selon cette
méme théorie, cette interaction ne modifie pas le potentiel chimique p du condensat,
comme le montre la formule (5.37), en accord avec les résultats de la partie 5.1.1 (&
condition de négliger la déplétion quantique).

Nous allons nous servir de ce méme formalisme pour donner une explication intuitive
a influence de la DDI sur ’énergie d’une excitation de Bogoliubov. Dans ce but, nous
pouvons d’abord calculer I’énergie d’interaction dans un gaz dipolaire homogéne, de
densité n, excité avec un moment hq. Cette énergie s’écrit, dans une boite de volume
Ve

1 / / 3./ 73
Eint = 3 //n(r U (e —r)n(r, t)d’r'd’r (5.44)

ot U(r) est le potentiel incluant l'interaction de contact et 'interaction dipdle-dipole.

En remplagant n(r,t) par la formule (5.43), 'intégrale précédente donne, a 1'ordre
deux en ug et v}, :

2

N N
Eini = 95y + Nlg + Vdd(‘l)](ua + Ucll)2 (5.45)

ou N =nV.
Cette énergie d’interaction est la somme de I’énergie 912\7_; du gaz homogeéne a 'état

fondamental et d’un terme lié a I’excitation. Ce dernier dépend bien siir de I'amplitude
de lexcitation, par le biais de (ug + vg)?.
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En remplacant Vq(q) par son expression (5.19), ce deuxiéme terme s’écrit :
B = Ng[1 + eqa(3c05*0, — D)](ul +vl)? (5.46)
On s’apercoit que lorsque les dipoles sont alignés parallélement a la direction de

I'excitation (A, = 0), la contribution de la DDI a cette énergie est positive. Elle est
négative lorsque les dipoles sont alignés perpendiculairement a l'excitation (6, = 7/2).

Cela peut se comprendre intuitivement :

Pour cela, réécrivons d’abord la densité n(r,t), au premier ordre en u}q + vé (les
termes d’ordre supérieur donnent une contribution négligeable a I’énergie d’interaction

E,L.(Sfc)), comme :
2
n(r,t) =n (1 — %e(u}l + vé)) + 2v/n(ul + v})[e + cos(q.r — wqt)] (5.47)
oﬂe:lsiu}l+vé20ete:—1 siu}l—l—vé<0.

Cette densité est donc la somme d’une composante uniforme, de densité n (1 — \/lﬁe(u(l1 + vé)) ,

et d'un terme modulant, positif et de faible amplitude, qui peut s’écrire él\/ﬁ(ucl1 +

vd) cos? (52 i ul + vl >0, ou 4y/mjul + vl sin?(2T520), s ul + vl < 0. En tout
point de I'espace, le potentiel dipole-dipole produit par la partie uniforme est nul. Du
point de vue de la DDI, tout se passe donc comme si la densité était égale au terme
modulant. En adoptant ce point de vue, on peut donc considérer, a I'instant ¢, notre
gaz comme confiné dans un réseau 1D de plans, ’espacement entre chaque site de
ce réseau étant de 2?” (voir figure 5.4). Dans ce systéme, I’énergie totale d’interaction

dipole-dipole s’écrit, d’apreés la formule (5.46) :

B = Ngeqa(3cos*0q — 1) (ug + v4)? (5.48)

dip
On se souvient, d’aprés la partie 4.2.3, que 'interaction dipole-dipdle est globalement
répulsive si I’axe selon lequel le gaz dipolaire est le plus confiné est paralléle a I'axe de
magnétisation des dipoles. A I'inverse, la DDI est globalement attractive si I’axe de plus
fort confinement est perpendiculaire a I’axe des dipdles. Pour le systéme décrit dans le
présent paragraphe, ’axe de plus fort confinement est 'axe d’excitation, paralléle a q
(axe vertical sur la figure 5.4).

Ainsi, si 04 = 0, I'interaction dipole est répulsive a 'intérieur des plans. Les plans ont
par contre tendance a s’attirer 'un l'autre, car ils sont alignés selon 1’axe des dipoles.
Le signe positif de I'énergie dipolaire (5.48) pour #, = 0 montre que c’est la tendance
répulsive qui prédomine.

En revanche, pour 64 = 7/2, la DDI est attractive a l'intérieur des plans, les dipoles
étant alignés parallélement & ces derniers. Les plans ont par contre tendance a se
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FIGURE 5.4 — Représentation schématique de [’onde de densité causée par une excitation
de Bogoliubov de moment hq. On considére ici que la densité est composée d’une partie
homogéne, non représentée sur la figure, et d’un terme modulant positif (courbe verte)
d’amplitude An = 4\/ﬁ|u}1—|—v(11| (voir texte). Les pics de densité sont représentés par des
plans perpendiculaires & q et séparés de %’r. Si 0y =0 (fleche rouge pour lorientation
du champ magnétique), la DDI est globalement répulsive : elle est répulsive a l'intérieur
des plans, les plans ayant par contre tendance a s’attirer l'un lautre. Si0q = 7/2 (fleche
noire pour l’orientation du champ magnétique), la DDI est globalement attractive : elle
est attractive a l'intérieur des plans, les plans ayant par contre tendance a se repousser

Uun autre.

repousser ['un autre. Le signe négatif de 'énergie dipolaire (5.48) montre que dans ce
cas de figure, la DDI est globalement attractive.

On comprend donc pourquoi, bien que le champ moyen d’interaction dipole-dipole
soit nul dans un gaz homogéne, la DDI modifie I’énergie d'une excitation de Bogoliubov.
L’excitation brise en effet ’homogénéité du gaz en étant a l'origine d’une onde de
densité. L’énergie d’interaction due a la DDI dépend alors, comme nous venons de le
voir, de 'angle que fait I'axe des dipoles avec les fronts d’onde.

Comparaison avec d’autres cas expérimentaux ou théoriques : La dépen-
dance angulaire, en €44(3c0s%0q — 1), de énergie d’interaction de 'excitation dans un
gaz dipolaire homogene, se retrouve dans I'énergie €;q d'une quasi-particule de Bo-
goliubov, exprimée dans la formule (5.23). Des arguments similaires & ceux que nous
avons exposés pourraient étre utilisés pour expliquer I'influence de la DDI sur I’énergie
des excitations de Bogoliubov dans des systéme de basse dimensionnalité. En dimen-
sion réduite, cette influence est clairement différente du cas 3D que nous avons traité.
Dans les cas 2D ou quasi-2D par exemple, la vitesse du son est indépendante de ’angle
que fait le vecteur q avec la projection du champ magnétique de polarisation dans
le plan dans lequel le BEC est confiné ([151]). Pour des systémes 1D ou quasi-1D, la
DDI fait diminuer la vitesse du son si le champ magnétique est orienté selon ’axe du
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condensat, le long duquel les excitations se propagent ([152]). Dans un systéme 3D, la
vitesse du son est, a 'inverse, augmentée par la DDI lorsque les dipdles sont polarisés
parallélement & la direction de propagation de 'onde sonore (voir formule (5.27) pour

0y = 0).

Pour revenir a ce cas 3D, notons que lorsque €44 > 1, I'énergie d’interaction EZ-(ZfC)
est négative si 4 = m/2. Dans ce cas, I’énergie €5 est alors imaginaire aux trés faibles
moments hq. C’est la signature d’une instabilité dynamique du condensat. Cette insta-
bilité liée a I’énergie d’excitation différe de I'instabilité liée & la géométrie du condensat,
et que nous avons mentionnée dans la partie 4.1.2. Pour le comprendre, notons que dans
un condensat dipolaire fortement aplati selon I’axe de magnétisation des dipoles, la DDI
est globalement répulsive si le gaz quantique est dans son état fondamental, ce qui tend
a stabiliser le condensat (|29, |). Cependant, si €54 > 1, ce BEC peut étre rendu
instable par le caractére fortement attractif de ’énergie d’interaction dipole-dipole liée
aux excitations pour 6, = 7/2. Cette instabilité, qui ne peut avoir lieu que dans des
condensats suffisamment denses, est liée a la physique des rotons ([32]) et n’a pas encore
été observée expérimentalement.

Un phénomeéne similaire au cas ot ; = 0 a récemment été mis en évidence ex-
périmentalement par I’équipe de T. Pfau (|153]). Dans cette expérience, un BEC de
chrome en forme de cigare a été confiné dans un réseau optique 1D orienté selon ’axe
du cigare, selon lequel les dipoles étaient polarisés. En ’absence du réseau optique, la
DDI est globalement attractive dans un condensat allongé le long de ’axe des dipodles,
et peut donc causer une implosion du BEC si €45 > 1. Il a été observé que 'application
du réseau optique 1D rendait la DDI globalement répulsive et pouvait donc stabiliser
le condensat. Cette expérience a également mis en évidence 'attraction, due a la DDI,
existant entre les sites du réseau ([151]) et que nous avons évoquée dans la discussion
précédente. Cette expérience, faite a Stuttgart, présente toutefois des différences ma-
jeures avec 'expérience de diffusion Bragg décrite dans le présent chapitre. En effet,
dans cette derniére, la modulation de densité n’est pas due au chargement du BEC dans
un réseau optique mais bien a l'interférence d’une onde de moment 0, caractérisant le
condensat, et de deux ondes, de moment hq et —hq, qui caractérisent les excitations
de Bogoliubov.

Discussion : L’énergie totale associée a ces excitations peut étre déterminée en ajou-
N ” . . . exc - . syt exrc 3
tant a l'énergie d’interaction Ei(m ) Pénergie cinétique ES" qui vaut :

2.2

12 h
e — /@b*(r,t)(—%AQW(Tat) = V([ugl” + o) 5 (5-49)

L’énergie totale d’excitation, Et((ff 0 = plerd) 4 plere) dépend de 'amplitude de cette

int
derniére, liée aux valeurs de u}l et ’Ucll, et devient donc nulle lorsque cette amplitude

xc)

tend vers 0. Toutefois, on peut facilement faire le lien entre Et((ft et Iénergie (5.23)
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d’une quasi-particule de Bogoliubov : il suffit pour cela de constater que les solutions
réelles u et vy, d’énergie positive exq, des équations (5.40) et (5.41), s’écrivent ([67]) :

1
u (@7 Up,
a)l = — a 95.50
(1) - () o
Ol Upq €t Vpq sont les coefficients de Bogoliubov définis dans la formule (5.25) et « est
un réel sans dimension.

On obtient alors :

2.2

exc h
Et(ot )= a2 (|uﬁq|2 + |Uhq|2)% +ng[l + Edd(300529p - 1)](Uﬁq + Uﬁq)2 (5.51)

En remplacant upp et vpp par leurs expressions respectives on obtient finalement

By = o6 (5.52)

ol €5 est I'énergie d'une quasi-particule de Bogoliubov de moment hq, dans un gaz
dipolaire homogene, définie dans la formule (5.23). Notons que le calcul du moment
transféré au condensat par l'excitation, (1 (r,t)|p|(r,t)), donne a?hq ([67]). Ainsi,
I’énergie Et((ff 2 gagnée par le condensat aprés le transfert d’'un moment hq (|a| =
1), correspondant, si les excitations sont quantifiées, au moment d’une seule quasi-
particule, est bien €. L'équation (5.52) prend donc tout son sens et est cohérente avec
les résultats de la partie 5.1.2.

Puisque B\ = E 4 E) Pégalité (5.52) nous permet de faire le lien entre

Dénergie epq ot Uénergie d’interaction due a excitation, E{7) dont la modification par
la DDI a pu étre expliquée de fagon intuitive. Un traitement de I’énergie d’interaction
semblable au notre est d’ailleurs utilisé dans [155] pour déterminer I’énergie d’une

excitation de Bogoliubov dans un gaz homogeéne dipolaire en géométrie quasi-2D.

L’égalité (5.52) révele également la complexité du role que joue la DDI dans la
physique des excitations de Bogoliubov : dans (5.52), nous avons utilisé le fait que
h2 q2
€hq = (2Nng — 1) 5

o T Sqng[1 + €aa(3cos*04 — 1)) (5.53)
Le pré-facteur 2Npq — 1 = |upg|? + |ving|* du terme cinétique (premier terme du membre
de droite) est le nombre de particules, ayant un moment iq ou —hq, composant la
quasi-particule de Bogoliubov de moment hq (voir partie 5.1.1). Le pré-facteur Sy =
(tngq+vnq)? du deuxiéme terme du membre de droite, lié aux interactions, est le facteur
de structure statique du condensat dipolaire homogeéne. Sy est, d’aprés la formule (5.15)

un indicateur des corrélations de densité dans le condensat.

La dépendance angulaire en 3cos?6, — 1, due a la DDI et apparaissant dans la
formule (5.53), a pu étre expliquée intuitivement au paragraphe précédent. Cependant,
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comme upq et v5q dépendent également de 3cos?fy — 1 (voir formule (5.25)), cette
dépendance angulaire se retrouve dans les termes Npq et Sy de I'équation (5.53). Cela
révéle le caractére non intuitif de I'influence de la DDI sur 1’énergie d’excitation. Ce
dernier est particulierement marqué dans le régime phononique (¢ < £71), out Njq et
Sq sont tres différents de 1.

Nous avons pu retrouver a l’aide d’une théorie de champ moyen, ou les corrélations
du deuxieme ordre sont négligées, les principaux résultats issus de l’approximation de
Bogoliubov pour un BEC dipolaire homogéne. Cette théorie nous a également permis de
mieux comprendre la nature des excitations de Bogoliubov et de développer une intuition
concernant la modification de leur énergie par la DDI.

5.2 Description de ’expérience

NB : Dans cette partie, nous nous référons, pour exprimer le module B du champ
magnétique B, a la fréquence de Larmor gzupB/h, ot B est le module du champ
magnétique, g est le facteur de Landé dans I’état 7 Ss, up est le magnéton de Bohr et
h est la constante de Planck.

Contexte historique

La vitesse du son : L’un des buts de I'expérience proposée dans ce chapitre est de
mesurer la vitesse du son dans un condensat dipolaire. Cette vitesse, que nous avons
introduite dans la partie 5.1.1 dans le cas homogene, caractérise la propagation dans
le condensat de perturbations dont la longueur d’onde est supérieure a la longueur de
cicatrisation & ([67, 75]).

Dans la partie 5.1.2, nous avons remarqué que dans un condensat homogéne 3D
en interactions faibles, la vitesse du son était égale a la vitesse critique superfluide de
Landau. Ceci reste vrai pour un condensat de taille finie dans le régime de Thomas-
Fermi, si ce dernier est piégé dans un potentiel relativement peu anisotrope. Il en
est ainsi dans notre expérience, ou les rapports d’anisotropie 7., = Z—Z et Vo, = Z—i,
Wy y.2/2m étant les fréquences du piége, sont de l'ordre de 1. Dans un tel systéme, le
rayon typique Rrp du condensat, qui est légérement ovale, varie peu selon les trois
axes du piége. Les excitations de longueur d’onde trés inférieure & Rrp ont alors lieu
en géométrie 3D, pour laquelle la vitesse critique de Landau et la vitesse du son sont

égales.

La vitesse du son a été mesurée pour la premiére fois, dans un BEC de sodium treés
allongé, par le groupe de W. Ketterle au MIT ([156]). Etait appliqué brusquement au
centre du BEC, par le biais d'un laser fortement hors résonance, un défaut de petite
taille modifiant localement la densité du condensat. Cette perturbation en densité se
propageait ensuite le long du BEC, considéré dans ce cas comme un systéme quasi
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1D ([157]), & la vitesse du son. Un systéme d’imagerie in situ en permettait alors
directement la mesure.

Comme nous ne disposons pas d’un tel systéme d’imagerie, il ne nous a pas été
possible d’effectuer une expérience analogue pour observer 'influence de la DDI sur la
vitesse du son. Dans un trés récent article théorique est étudiée, a I'aide de simulations
numériques, la propagation, dans un gaz dipolaire, des ondes sonores causées par une
perturbation analogue a celle de I'expérience du MIT décrite ci-dessus. Cette propaga-
tion, rendue anisotrope par la DDI, est étudiée pour différentes dimensionnalités (3D,
2D ou quasi-2D et 1D ou quasi-1D) ([152]).

L’utilisation de la diffusion de Bragg pour exciter un condensat dilué :
Notre expérience utilise la diffusion de Bragg pour mesurer la vitesse du son. Dans le
régime phononique, 1'énergie des quasi-particules de Bogoliubov, introduites dans la
partie 5.1, est proportionnelle & la vitesse du son. Nous expliquons en 5.2.1 comment
exciter ces quasi-particules par diffusion de Bragg. Cette technique a été utilisée pour
la premiére fois en 1999 par le groupe de W. Ketterle au MIT pour sonder la courbe
de dispersion d’'un condensat de sodium dans le régime des particules ([11]) et dans
le régime phononique ([12]). En 2002, dans le groupe de N. Davidson du “Weizmann
Institute of Science”, la diffusion de Bragg a permis de sonder une large bande couvrant
ces deux régimes (|13]) pour un BEC de rubidium. Dans cette méme expérience a été
observée la décroissance, aux grandes longueurs d’onde, du facteur de structure statique
Sq du condensat.

5.2.1 Transition de Bragg & deux photons

Nous introduisons ici la diffusion de Bragg, ot un BEC est excité par un réseau
optique en mouvement. Nous expliquons comment ce procédé peut exciter le condensat.
Nous interprétons également cette excitation comme la conséquence d’une transition de
Bragg a deux photons.

Réseau optique en mouvement dans le BEC Dans cette expérience de diffusion
de Bragg, on crée au niveau du condensat de chrome un réseau optique en mouvement,
de profondeur U, faible devant le potentiel chimique du BEC. Ce réseau est créé par
I'interférence de deux faisceaux laser de vecteur d’onde k; et ks, ayant quasiment
la méme longueur d’onde 2% et faisant entre eux un angle 6. Le désaccord entre les
fréquences des deux faisceaux est noté w. Ce réseau optique est di au déplacement
lumineux induit par I'intensité lumineuse résultant de I'interférence des deux faisceaux.
Dans notre expérience, on a |w| < |A|l et A > T, ou A est le désaccord entre les
fréquence w; et wy des faisceaux laser et la fréquence de la transition "S; —7 Py, et
" est le taux d’émission spontanée dans "P,. En réalité, d’autres transitions rentrent

en compte dans le calcul du déplacement lumineux ([39, 83]) mais le désaccord des
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faisceaux lasers relativement a ces transitions est comparable ou supérieur & A. Si les
inégalités précédentes sont vérifiées pour la transition 7Sy —7 P, elles le sont pour
toutes les autres transitions.

Le potentiel Vpqg4(r,t) dépendant du temps, crée sur les atomes par le réseau op-
tique, s’écrit :

T — wt
O (5.5)
ou
q=k — ki (5.55)
avec 0
q="2k sin(i) (5.56)

On peut distinguer dans cette formule une partie constante et une partie sinusoidale
en posant Viqgy(r,t) = % + Vinoa(r, t), avec :

U
Vinoa(r, ) = ?0 cos(q.r — wt) (5.57)

Ce potentiel sinusoidal, qui se déplace dans le BEC & la vitesse de phase |w|/q, est
responsable de la création de quasi-particules de moment hq ou —hq, selon le signe
de w. Cette création a lieu si w = wy, ol wq est la fréquence caractérisant I'énergie,
donnée dans la formule (5.23), d’une quasi-particule de moment hq. En effet, si cette
condition est vérifiée, V,,,q4(r,t) a la méme forme que l'onde de densité (5.43) associée
a cette quasi-particule. En particulier, pour exciter un phonon de moment hq, on doit
avoir w = c4q. Dans ce cas, le réseau optique se déplace dans le BEC a la vitesse du
son ¢, dans le sens de propagation du phonon dont il engendre la création.

Diffusion a deux photons Ce processus de création d’une quasi-particule de mo-
ment Aq peut étre vu comme un processus de diffusion & deux photons : les atomes
absorbent un photon dans un faisceau laser de vecteur d’onde ks pour le ré-émettre
dans un faisceau de vecteur d’onde kj. Les transferts nets d’impulsion et d’énergie des
faisceaux laser vers les atomes sont respectivement fi(ks — ki) = hiq et Aw (voir fig.
5.5). Pour le processus inverse, ces transferts seront respectivement —hq et —hw. On
a donc deux résonances, & hw = €xq et hw = —€5q , qui correspondent respectivement
a la création d’une quasi-particule de moment hq et —hq.

En l'absence d’interactions entre les atomes (¢ = Cyq = 0), la diffusion a deux
photons est un processus de Rabi, dont les oscillations ont la pulsation

_ W

Qp = ) .
b= (5.58)



5.2. DESCRIPTION DE LEXPERIENCE 147

() p est appelée pulsation de Rabi & deux photons. Cette quantité est proportionnelle
a /1115, ou I et I, sont les intensités lumineuses des deux faisceaux laser.

En présence d’interactions et dans le cas homogeéne, le taux de création, par atome
du BEC, d’une quasi-particule de moment hq, est, dans la limite des faibles excitations,
celui d'une régle d’or de Fermi (|12, 67, 80, 116]). Il est donné par

[5(w) =2 (%)2 S,0(w — w,) (5.59)

ou S, est le facteur de structure statique du BEC a T—0, introduit dans la partie 5.1.1.

Cette formule servira de base & la discussion de la partie 5.3.2 visant a établir le
taux d’excitation dans le cas inhomogéne.

5.2.2 Dispositif expérimental

Nous décrivons ici le matériel mis en ceuvre pour réaliser la spectroscopie de Bragg
du BEC de Chrome.

Les faisceaux de Bragg

Le laser utilisé pour ’expérience : Le laser émettant les deux faisceaux de Bragg
est le laser verdi a 532 nm dont la fonction principale est de pomper la chaine laser
produisant nos faisceaux bleus de refroidissement du chrome. Ce laser ayant précédem-
ment été utilisé pour former un réseau optique sur le condensat de chrome (voir partie
6.1.2), la présence de deux faisceaux déja positionnés et alignés sur le condensat a été
la premiére raison du choix de ce laser, la deuxiéme étant le fort désaccord existant
entre sa fréquence et celle de la transition 7S —7 P,. Ce désaccord garantit en effet un
taux d’émission spontanée négligeable pendant la durée de 'excitation. Malgré ce fort
désaccord, seuls quelques mW sont nécessaires a cette expérience, qui se situe dans le
régime des faibles excitations.

Disposition des faisceaux de Bragg : Le régime phononique, défini dans la partie
5.1, n’est atteint que pour des valeurs ¢ de I’angle entre les deux faisceaux inférieures
a typiquement 20°. Afin de pouvoir régler 6 a des valeurs suffisamment petites pour
sonder ce régime, nous avons donc choisi de faire passer les deux faisceaux par le
méme hublot de 'enceinte du BEC. 1l s’agit du hublot d’imagerie, ce dernier ayant
été choisi pour trois raisons. D’abord, un faisceau laser a 532 nm avait déja été aligné
sur les atomes en passant par ce hublot avant cette expérience pour faire des réseaux
optiques. De plus, utiliser ce hublot pour le passage des deux faisceaux nous garantit
que le moment transféré aux atomes, et donc 'excitation en résultant, sera paralléle
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FIGURE 5.5 — Transition de Bragg a deuzx photons faisant intervenir [’état fondamental
7Sy et létat excité "Py. L’absorption d’un photon du laser de vecteur d’onde ks se
traduit par le peuplement d’un état virtuel, dont l’écart énergétique par rapport aux
états TPy vaut h/AA. La ré-émission d’un photon dans le faisceau du laser de vecteur
d’onde ky transfere l'atome excité vers l'état fondamental, le bilan de la transition a
deuzx photons étant un gain de hq = h(ks — k1) en moment et de hw en énergie.
A résonance 6 = 0, ot § est le désaccord entre la différence des fréquences des deux
faisceauz laser, w, et la fréquence de résonance wq d’excitation d’une quasi-particule de
moment hq. Cette figure n’est pas a [’échelle puisqu’en réalité, w < A. En réalité, le
processus implique également les états excité "Py et TPy, que, dans un souci de clarté,
nous n’avons pas représenté ici. La présence de ces autres états excité ne modifie pas
fondamentalement la physique de la transition de Bragg a deux photons. Les différentes
transitions 'Sy —7 Py, 7S3 —7 P3 et 'Sy =7 P, pouvant étre traitées comme étant
indépendantes, le taur de transition de Bragg est la somme des tauxr de transition
associés a chaque transition.
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au plan d’imagerie. Enfin, nous avons trouvé un moyen simple de coupler un nouveau
faisceau laser vert via ce hublot en passant a travers une lentille d’imagerie et le miroir
d’imagerie. Ce miroir est réfléchissant pour le laser bleu de I'imagerie par absorption,
mais est quasiment transparent pour le vert, avec 90 % d’efficacité de transmission.

Un systéme, inspiré de [158, |, a été mis en place afin de pouvoir modifier fa-
cilement l'angle 6. Le premier faisceau, dit de référence, est fixe et est focalisé sur le
condensat par une lentille de focale 25 cm. Ce faisceau emprunte le chemin du réseau
optique horizontal utilisé dans I’expérience décrite en partie 6.1.2; la rétro-réflexion de
ce dernier ayant ici été bloquée. Le deuxiéme faisceau est mobile. La lentille faisant
converger ce faisceau sur les atomes n’est autre que le premier doublet du systéme
d’imagerie, de focale 20 cm. Son diamétre est de 5 cm. Le miroir dirigeant le faisceau
mobile vers le doublet d’imagerie parallelement a ’axe optique de cette lentille, est
placé sur un socle de translation dont l’excursion fait également 5 cm (fig. 5.6). En
translatant le faisceau mobile perpendiculairement a I’axe optique du doublet d’image-
rie, nous pouvons faire varier I’angle entre les deux faisceaux de Bragg de 5" & 14, 5°. Les
waists théoriques au niveau des atomes du faisceau Bragg de référence et du faisceau
mobile sont respectivement de 40 pum et de 32 um.

Pour les mesures a grand angle 6, destinées a sonder le régime des particules (g€ >
1), le faisceau de Bragg mobile passe cette fois-ci par le hublot vertical (voir trait en
pointillés verts sur le schéma B) de la figure 5.6). Il emprunte le chemin du réseau op-
tique vertical que nous avons utilisé dans les expériences qui seront briévement décrites
dans la partie 6.1.2. Ce faisceau est focalisé sur le BEC grace a une lentille de focale
f = 25 cm. Son waist théorique au niveau des atomes est de 40 um. L’angle entre le
faisceau mobile et le faisceau de référence est alors de 6 = 81,5".

Controéle du décalage en fréquence des faisceaux Bragg : Les deux faisceaux
de Bragg sont amenés a proximité du hublot d’imagerie a 'aide de fibres optiques.
Chacun de ces faisceaux est, avant son couplage dans une fibre optique, diffracté par
un modulateur acousto-optique (AOM). Les deux AOM nous permettent de controler
I’extinction des deux faisceaux, ainsi que leurs fréquences.

Ces AOM sont pilotés par des drivers fabriqués par notre laboratoire d’électronique
et pouvant fournir 1 W de RF. La spécificité de ces drivers est de générer numérique-
ment par DDS (Direct Digital Synthesis) deux signaux RF synchronisés sur la méme
horloge et bénéficiant donc d’une excellente cohérence de phase. De plus, il est pos-
sible de faire varier la fréquence du deuxiéme driver relativement a celle du driver de
référence fournissant un signal a 79,9948 MHz.

La cohérence de phase des deux signaux générés par DDS est évaluée en démodulant
I'un des signaux par l'autre signal. On constate que la largeur spectrale du signal
démodulé est trés inférieure au Hz. Les spectres d’excitation par diffusion de Bragg
ont, comme on le verra dans la partie 5.3.2, des largeurs valant typiquement plusieurs
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FIGURE 5.6 — Disposition des deux faisceaux de Bragg. Ces derniers sont représentés
en vert. Les faisceaux infrarouges du piége dipolaire sont représentés en rouge. A) Vues
du dessus de l’enceinte du BEC. Le faisceau de référence est focalisé sur le BEC par
une lentille de focale f = 25 cm. Le faisceau mobile est focalisé sur le BEC par un
doublet de focale f = 20 c¢m appartenant au systéme d’imagerie. Ce faisceau traverse
préalablement le miroir du systéme d’imagerie avec une efficacité de transmission de 90
%. Les deux faisceaux font entre eux un angle 6. Le faisceau mobile est légérement hors-
plan. 1l fait un petit angle (= 2°) avec le plan horizontal de la figure A) et le traverse
(voir figure B)). On peut faire varier l'angle 6 de =~ 5° a =~ 15° en translatant le miroir
du faisceau mobile le long de ’axe 0,. Nous avons représenté sur cette figure (au centre
de lenceinte du BEC) la direction du vecteur d’onde q de ['excitation. Cette derniere
est provoquée par l’absorption par le BEC de photons du faisceau de référence, qui sont
réémis dans le faisceau mobile. B) Vue de coté de l'enceinte du BEC. Le faisceau de
référence fait un angle de =~ 7° avec le plan vertical de cette figure. En pointillés verts,
nous avons représenté le chemin emprunté par le faisceau Bragg mobile pour faire un

grand angle (= 82°) avec le faisceau de référence. Ce chemin est utilisé pour sonder le
régime des particules (q > &71).
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centaines de Hz. La cohérence de phase des deux signaux générés par DDS est donc
largement suffisante pour notre expérience.

La lecture du décalage entre les fréquences des deux faisceaux Bragg se fait sur
un analyseur a transformée de Fourier rapide (FFT) ou sur un oscilloscope. Dans
nos expériences, nous choisissons systématiquement une fréquence du faisceau mobile
plus petite que celle du faisceau de référence. Comme il est nécessaire, pour ’exciter,
d’apporter au BEC une énergie positive, la transition de Bragg a deux photons se fera
donc toujours par absorption d'un photon du faisceau de référence et réémission d’un
photon dans le faisceau mobile.

Nous observons le condensat excité aprés temps de vol (TOF) grace au systéme
d’imagerie par absorption (voir partie 1.2).

Nous souhaitons maintenant connaitre la pulsation de Rabi a deux photons, % a
nimporte quelle puissance laser. Il est donc utile d’établir une méthode de calibration

de la profondeur Uy du réseau optique.

Calibration expérimentale de la profondeur du réseau optique créé par les
faisceaux de Bragg

Les bases théoriques données dans la partie 5.2.1 nous permettent de calculer le taux
d’excitation a l'aide de la profondeur Uy du réseau optique en déplacement utilisé a
cet effet, ainsi que des différents parametres caractérisant le condensat. On remarque
que dans le régime des particules, ol le facteur de structure Sq du condensat est égal
a 1, le taux d’excitation (5.59) peut se calculer directement & partir de Uy. La durée
Thuise doit cependant étre suffisamment courte pour que I'élargissement dii a la durée
finie de I'impulsion de Bragg, et ne dépendant que de T4, soit prédominant devant
toutes les autres formes d’élargissement du spectre d’excitation, liées aux paramétres
physiques du BEC. Une calibration de la profondeur du réseau optique est ainsi faci-
lement réalisable, ce qui nous est utile dans I’expérience décrite dans la partie 6.1.2 et
plus largement détaillée dans la thése de Benjamin Pasquiou ([81]).

Il est impossible d’en dire autant sur la calibration de cette profondeur dans le
régime phononique, ol le taux et I’énergie de 'excitation sont fortement modifiés par
les interactions entre atomes. Ceci n’est cependant vrai que dans le régime des faibles
excitations, pour des valeurs suffisamment faibles de Uy. En annexe A, nous donnons
une méthode de calibration, aux faibles angles 6, de la profondeur Uy du réseau optique
créé par les faisceaux de Bragg. Nous expliquons que, si la profondeur du réseau optique
est bien supérieure a I’énergie de ces interactions (Uy > ), il est possible de fournir
aux atomes une énergie suffisante pour pouvoir négliger les interactions.

Cette méthode nous permet d’avoir une précision de 20 % sur Qp = % et donc
de 40 % sur Qg2 Cela s’avére utile dans la comparaison des spectres d’excitation
théoriques établis dans la partie 5.3.2 avec les résultats expérimentaux de la partie

5.4. Nous utilisons cette calibration pour mesurer, a partir de nos spectres d’excitation
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expérimentaux, le facteur de structure statique Sy (voir partie 5.4.5).

5.2.3 Déroulement de ’expérience

Nous décrivons en premier lieu dans cette partie la séquence expérimentale. Les dé-
tails expérimentauz relatifs a la mesure du décalage en fréquence induit par l'interaction
dipole-dipdle sur la vitesse du son, et, plus généralement, sur la résonance de Bragg,
sont ensuite développés.

Séquence expérimentale

La séquence expérimentale est relativement simple. Elle consiste en la formation
d’un condensat de chrome, suivie d’'une impulsion lumineuse de deux faisceaux de
Bragg, qui dure typiquement 1,5 ms. L’amplitude d’excitation est ensuite mesurée 5
ms apres le relachement brusque du piége dipolaire contenant le BEC. On bascule entre
chacune de ces mesures le champ magnétique de polarisation de fagon a ce qu’il soit
alternativement paralléle et perpendiculaire & la direction de 'excitation. Ce dernier
a un module de 150 kHz environ. Cette valeur garantit, tout en assurant une bonne
polarisation du BEC, des effets systématiques, induits par ce basculement du champ
sur les fréquences du piége, sensiblement inférieurs a 10 % (voir fig. 5.8). Pour une
excitation de moment hq, nous faisons varier tout au long de nos mesures la différence
w des fréquences des deux faisceaux laser, afin d’obtenir les spectres d’excitations du
condensat de chrome.

Paramétres de ’expérience

Problématique : Pour pouvoir exciter des quasi-particules de Bogoliubov de mo-
ment hq, il est nécessaire que q soit un bon nombre quantique. Il faut donc que la
taille du condensat selon ’axe d’excitation soit sensiblement supérieure a la longueur
d’onde Z* de cette derniére. Un critére encore plus restrictif est imposé par la DDI :
les effets de la DDI sur I'énergie des excitations de Bogoliubov dépendent fortement
de la dimensionnalité du systéme ([155, 152, 151]). Comme nous voulons observer ces
effets en géométrie 3D, ou ils sont les plus marqués, il est nécessaire que la longueur
d’onde de I'excitation soit sensiblement inférieure aux dimensions du condensat selon
les trois axes du piége. Cet argument sera discuté en profondeur dans la partie 5.3.1.
Le régime phononique étant défini par ¢ < €71, on peut dire que la longueur d’onde
minimale pour un phonon est de 27¢. Pour pouvoir observer I'influence de la DDI sur
I’énergie d'un phonon en géométrie 3D, il est donc nécessaire d’avoir :

Ryy. > 27, (5.60)
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ou R,, R, et R, sont respectivement les rayons du BEC selon les axes O,, O, et O..
Cette condition peut étre mise en lien avec la condition (1.1) de validité de 'approxi-
mation de Thomas-Fermi. Dans ce régime, on a (|74]) :

1/3 2/5
(R.R,R)YS (151\/@) (5.61)

§

ou N est le nombre d’atomes condensés et a la longueur de diffusion en onde s. ay, =
VR (m), ot @ = (w,wyw,)? est la moyenne géométrique des fréquences du piége
optique, w,, w, et w,, respectivement selon les axes O,, O, et O,. On a négligé dans
cette équation la striction du condensat par la DDI, qui, comme on I’a vu au chapitre
4, ne modifie les rayons de Thomas-Fermi du BEC que de quelques pourcents.

Qho

Bien que, dans notre expérience, on ait éVT“ ~ 80, ce qui nous assure de la validité
o
de 'approximation de Thomas-fermi, nous ne sommes pas assez profondément dans le

régime de Thomas-Fermi pour pourvoir vérifier la condition (5.60). En effet, on trouve,

) ra 174 : A (ReRyR:)'3 _
d’aprés I’équation (5.61), T N 3 pour un condensat de N = 15000 atomes avec

Wy /2m = 260Hz2, wy, /27 = 145H 2 et w, /21 = 180H 2.
De plus, la formule (5.61) montre qu’on a, & N fixé (|71]) :

(R Ry R)'V°
3

On peut montrer que si 'on considére les faisceaux infrarouges du piége dipolaire,
de puissance totale Prr, comme gaussiens, on a, dans ’approximation harmonique,
_ o T . R; .
W v/ Prg. Ainsi, d’aprés I’équation (5.62), augmenter tous les rapports 3+ D€ serait-
ce que d’un facteur 2, nous obligerait 4 augmenter & d’un facteur 2° et donc d’un facteur
210 Ja puissance des faisceaux lasers du piége dipolaire, ce qui nous est évidemment

impossible. Satisfaire pleinement le critére (5.60) est donc impossible. Comme nous le
1 (RwRuRz)l/g ) P . )
verrons par la suite, le rapport ~—="7*— = 3 s’est avéré¢ suffisamment élevé pour nous
permettre d’observer un effet de la DDI sur ’énergie d’un phonon en géométrie 3D, en

bon accord avec la théorie.

oc @5, (5.62)

Choix des fréquences du piége : Dans notre expérience, nous travaillons avec un
BEC légérement ovale, proche de la géométrie sphérique. Cette géométrie est favorable

a l'étude du cas 3D, bien que les 2}%735 ne soient pas tres supérieurs a 1. La géométrie
du pieége est fixée par angle ¢ de la lame A\/2 qui contréle la répartition, entre le
bras horizontal et le bras vertical du piége dipolaire, de la puissance laser infrarouge.
Au terme du refroidissement évaporatif, les fréquences du piége sont w, /2m = 150H z,
wy/2m = 84H z et w,/2m = 104H z. On recomprime ensuite le condensat pour aboutir
a un piege dont les fréquences, mesurées expérimentalement, sont w, /27 = 260H z,
wy/2m = 145Hz et w,/2m = 180H 2. Ici la fréquence du piége selon I'axe vertical, w,,

est suffisamment élevée pour que la gravité soit compensée par le piége optique. Le
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gradient magnétique de compensation de la gravité est alors doucement ramené & une
valeur nulle avant les impulsions Bragg.

Nous tracons, dans la figure 5.7, & une puissance laser infrarouge constante, les
courbes des fréquences du piege dipolaire, w, , . , en fonction de I’angle ¢. Ces fréquences
sont normalisées & la fréquence w, maximale, w, ™) obtenue pour ¢ = 6° (position
de la lame \/2 lorsque toute la puissance infrarouge va dans le bras horizontal du piége
dipolaire). Les courbes de la figure 5.7 sont le résultat de calculs utilisant les waists
théoriques des bras horizontaux et verticaux du piége dipolaire, valant respectivement
42 et 52 pum. Dans ces calculs, on considére simplement le fond du piege dipolaire
comme harmonique. La bande grisée représente la zone ot ’anisotropie du piége est
la moins prononcée. Le trait vertical en pointillé indique 'angle ¢ = 32°, pour lequel
les rapports d’anisotropie théoriques du piege v, = Z—Z, Yoz = Z—z sont proches de ceux
du piége dans lequel nous avons choisi de travailler et qui valent respectivement 0,56
et 0,69. Expérimentalement, nous avons ¢ = 34". Le fait que le trait en pointillé soit
inclus dans la zone grisée montre que nous sommes aussi proches que possible de la
géométrie sphérique.

Nous représentons également, dans la figure 5.7, la courbe de @'/ en fonction de
¢, normalisée a sa valeur maximale, obtenue pour ¢ ~ 26°. On s’apercoit que le pa-
ramétre w'/®, qui gouverne, d’aprés I'équation (5.62), les variations de W, est
relativement constant sur un large ensemble de valeurs de ¢. On est ainsi certain que

les ;—'75 diminuent peu sur cet ensemble de valeurs de ¢.

Direction de I’excitation : Afin de nous permettre de l'observer, 'excitation du
condensat doit avoir lieu dans le plan d’imagerie, zOz. Les rayons de Thomas-Fermi
du condensat selon les axes O, et O, sont respectivement d’environ 3 et 4 um. Pour les
mesures a bas angle € entre les deux faisceaux de Bragg (6 < 20°), nous avons choisi
de disposer ces derniers de fagon a ce que le plan formé par ces deux faisceaux soit
quasiment paralléle au plan horizontal (voir figure 5.6). Le moment q transféré aux
atomes par les faisceaux Bragg est alors paralléle au plan d’imagerie Oz et fait, dans
la plupart de nos mesures, un angle inférieur a 30° avec 'axe O,.

Pour les mesures a ¢ = 81, 5°, I'excitation fait un angle de 41° avec I'axe vertical O,.
Elle est quasiment parallele au plan vertical yOz, ’angle entre ce dernier et ’excitation
étant de ~ 3.

Durée de P’excitation : Le choix de la durée tp d’excitation est délicat. En effet,
il est souhaitable d’avoir tp < T”Tg o Tpiege =~ 5 ms est la période d’oscillation
dans le piége le long de l'axe d’excitation. De cette fagon, le moment, acquis par le
BEC lors de I'impulsion de Bragg, n’est pas modifié par son interaction avec le piége
pendant 'excitation. 11 découlerait cependant du respect de la condition précédente
un élargissement Fourier du spectre d’excitation bien supérieur & 500 Hz. Or, nous
estimons que le décalage différentiel induit par la DDI sur la fréquence de résonance
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FIGURE 5.7 — Variations des fréquences du piege, w, (en bleu), w, (en mauve) etw, (en
beige), en fonction de ¢. Ces fréquences sont normalisées a la valeur mazimale wg(cmax)
de w,, obtenue pour ¢ = 6°. Ces courbes sont obtenues d’aprés les waists théoriques des
deux faisceauz infrarouges au niveau des atomes. On a négligé la divergence des fais-
ceaux infrarouges, qui n’apporte qu’une correction négligeable aux fréquences du piege.
Cela est di au fait que les longueurs de Rayleigh de ces faisceaux sont trés grandes
devant leurs waists respectifs. En vert : courbe des variations de @'/° normalisée a la
valeur mazximale de ce paramétre, obtenue pour ¢ ~ 26°. Zone grisée : valeurs de ¢ pour
lesquelles on s’approche le plus de la géométrie sphérique. Trait vertical en pointillés :
valeur de ¢ pour laquelle la géométrie du piege est approximativement celle que nous
avons choisie pour notre expérience.
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d’une excitation, lors d’un basculement d’un angle de 7/2 de la direction du champ
magnétique, est de 'ordre de 300 Hz pour les mesures que nous voulons effectuer.

Afin de disposer de la précision nécessaire pour mesurer ces effets de la DDI, nous
avons choisi, pour nos mesures & bas angle #, une durée d’excitation de tg = 1,5 ms.
Cette durée, bien que sensiblement inférieure a 7T};¢4, est malheureusement encore non
négligeable devant les périodes d’oscillation dans le piége. Elle semble tout de méme
étre un bon compromis. En effet, I'élargissement Fourier de 333 Hz (demi-largeur a 1)
di & cette durée semble suffisamment faible pour nous permettre de mesurer les effets
de la DDI. A bas angle 6, en incluant tous les types d’élargissement (voir partie 5.3.2),
la demi-largeur a % des spectres d’excitation est de 'ordre de 500 Hz.

Pour les mesures faites a grand angle 6, I’élargissement Doppler du spectre d’ex-
citation (voir partie 5.3.2) est d’environ 1500 Hz (demi-largeur & 1). Nous pouvons
donc nous permettre une durée d’excitation plus courte qu’a bas angle, sans que cette
derniére ne soit responsable d'un élargissement considérable du spectre. Nous avons

donc choisi tg = 0,5 ms.

On constate expérimentalement que ce n’est qu’a partir d’'une durée de 2 ms qu’une
déformation notable de 'excitation apparait aprés un temps de vol, conséquence d’un
couplage entre plusieurs axes d’oscillations dans le piége optique pendant 1'impulsion
de Bragg.

Amplitude de l’excitation : La puissance des faisceaux de Bragg, comprise entre
500 uW et 1 mW, est choisie de fagon a ce que la fraction excitée du condensat ne
dépasse pas 30 % pour la durée d’excitation choisie, afin de justifier ’approximation
de Bogoliubov. Dans la plupart de nos mesures, la fraction excitée est inférieure a 20

%.

Effets systématiques : Nous avons vérifié que, dans nos expériences, le basculement
d’un angle de 90" de la direction du champ magnétique de polarisation ne provoque
pas de modifications significatives des fréquences du piége, et donc pas d’effets systé-
matiques indésirables sur I’énergie des excitations.

Nous présentons dans la figure 5.8, la mesure des fréquences du piege lorsque le
champ magnétique est paralléle au vecteur u,, = uy —u, ou au vecteur u; = uy +u,,
uy et u, étant des vecteurs unitaires respectivement paralleles a I'axe O, et a 'axe
O.. Le vecteur uy, est parallele a la direction du transfert d’impulsion par diffusion
de Bragg lorsque 'angle 6 entre les deux faisceaux de Bragg est de 81,5 et le vecteur
u, lui est perpendiculaire. Cet angle correspond a une excitation de moment hq avec
g =4, 2.

Nous mesurons que la moyenne géométrique des fréquences du piéges, w = (wxwywz)l/ 3
est modifice de 1 &1 % lorsque le champ magnétique passe d’une direction paralléle
a uy, a une direction paralléle a u, . La densité atomique moyenne dans le BEC étant
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proportionnelle, dans le régime de Thomas Fermi, a @%°, elle est donc modifiée de
1,2+ 1,2 % par ce basculement du champ magnétique. Une telle modification de la
densité induit un effet systématique, non lié a I'interaction dipole-dipole, de 1,2+ 1,2
% sur le terme 2gn (1 + €44(3cos*0q — 1)) de I'énergie (5.23) d’une excitation de Bogo-
liubov. Cet effet est négligeable devant 'effet, lié a la DDI, du basculement du champ
magnétique qui, lorsque 0, passe de 0 & 7/2, modifie ce terme de plus de 40 %. Dans
notre expérience, nous pouvons donc considérer comme négligeables les effets systéma-
tiques, sur les fréquences du piége, induits par le basculement de la direction du champ
magnétique. Nous avons fait des vérifications similaires pour d’autres angles 6.

Nous avons également vérifié que le basculement d’un angle de 90° de la direction du
champ magnétique de polarisation n’entraine pas de variation significative du nombre
d’atomes N dans le condensat. Cette variation est en effet inférieure a 5 %. Or dans
le régime de Thomas-Fermi, la densité moyenne dans le condensat, proportionnelle &
N?/5 varie alors de moins de 2 %. De méme que précédemment, nous pouvons dire que
cet effet systématique sur la densité atomique du BEC a, sur I’énergie d’une excitation,
une influence négligeable devant les effets de la DDI sur cette énergie.

5.2.4 Expansion de I’excitation

Apres le relichement du piége optique, la quasi-totalité de [’énergie du condensat
excité, incluant [’énergie des quasi-particules produites par lexcitation, est libérée et
transformée en énergie cinétique. Cela nous permet de distinguer, lors de [tmage-
rie apres temps de wvol, une partie excitée du reste du condensat, afin d’en déduire
Uamplitude de [’excitation. Cependant, dans le régime phononique, ot [’énergie de la
quasi-particule est du méme ordre de grandeur que le potentiel chimique du BEC, la
partie excitée de notre BEC de chrome ne se sépare pas totalement du condensat aprés
temps de vol. Elle est de plus déformée par son interaction avec ce dernier ([100]).
Cela rend délicate l’analyse des images expérimentales. Notre expérience demandant
un bon RSB, nous avons utilisé selon les cas deuxr méthodes d’analyse de ces images.
Elles sont expliquées dans cette partie.

La plupart des expériences de diffusion de Bragg effectuées par les groupes de W.
Ketterle au MIT ([161, 12, |) et de N. Davidson au Weizmann institute of science
(162, , , 13]) ont pour objet des condensats cylindriques et fortement allongés
selon l'axe d’excitation. Cette configuration présente la particularité d’engendrer une
bonne séparation entre le nuage phononique et le reste du condensat aprés TOF. En
effet, la vitesse d’expansion du Condensat dans la direction paralléle a celle de 'excita-
tion est de l'ordre de A ¢, ([38]), ot A > 1 est le paramétre caractérisant ’anisotropie
du piége cylindrique, défini par A = e, Il existe donc pour ces expériences une gamme
d’impulsions phononiques Aq vérifiant
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FIGURE 5.8 — Mesure des fréquences du piége grace a la méthode d’excitation de la par-
tie thermique du BEC, décrite au chapitre J dans la partie /.5.1. En modulant fortement
la profondeur du piege, on observe ici un réchauffement significatif du gaz quantique
lorsque la fréquence de modulation est égale a w,,, w, ou 2w,. On constate que le bascu-
lement du champ magnétique, qui passe d’une direction paralléle a u,, (cercles noirs) a
une direction parallele a u, (points rouges), ne provoque pas de variation significative
de la moyenne géométrique des fréquences du piége (voir texte). Nous avons également
fait figurer en traits pleins des fits gaussiens des pics de résonance de réchauffement du

BEC.
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h
Ao, < M <o, (5.63)
m

et garantissant ainsi une franche séparation entre le nuage phononique et le BEC aprés
expansion.

Notre condensat de chrome est quand a lui relativement peu anisotrope ses rayons
de Thomas-Fermi typiques selon l'axe 0,, O, et O, étant, respectivement, R, = 2,8
pm, R, =5 pm et R, =4 um. La partie excitée et le condensat se chevauchent donc
fortement aprés TOF dans le régime phononique (voir figure 5.9 photos b) et c)). Il
est donc particulierement difficile de les discerner. Par ailleurs, le nombre d’atomes
peuplant notre BEC étant 10 a 100 fois plus faible que dans les expériences sus-citées,
le contraste de notre imagerie s’en trouve diminué (voir partie 1.2).

Dans |38, , 80, 13], le moment transféré au BEC est calculé directement d’aprés les
profils de densité optique obtenus aprés imagerie. Cette méthode, que nous détaillons
plus loin, donne dans notre cas des résultats parfois peu satisfaisants en termes de
RSB, malgré un retrait efficace du signal de fond, pour les raisons qui viennent d’étre
évoquées. Nous avons donc développé une autre méthode d’analyse des images d’un
BEC excité aprés temps de vol. Nous I'expliquons ci-dessous.

Meéthode de fit par deux profils de Thomas-Fermi Afin d’améliorer ’analyse
des images du BEC excité aprés expansion, les densités optiques sont intégrées per-
pendiculairement a la direction de I’excitation, de fagcon a obtenir un profil de densité
linéique selon cet axe. Ce dernier est ensuite fitté par la somme de deux profils de
Thomas-Fermi linéiques nous permettant de distinguer le nuage phononique de la par-
tie non excitée du BEC (voir figure 5.10). Il a été observé dans [160] qu’aprés expan-
sion, le nuage phononique est sensiblement déformé par la répulsion qu’exerce sur lui
le reste du BEC, ce dernier restant inaltéré. Nous avons tout de méme adopté un profil
de Thomas Fermi pour la partie excitée, la dynamique d’expansion étant mal connue
pour notre piége qui n’est ni & symétrie cylindrique ni fortement allongé selon un axe.
De plus, afin de minimiser le nombre de paramétres de cette analyse, nous avons fixé
I’espacement entre les deux profils. Ce dernier, difficile a prévoir théoriquement bien
que proche de hg dans Iespace des impulsions ([160]), a été choisi empiriquement en
début d’expérience de fagon a s’ajuster au mieux a 'image obtenue. De plus, les rayons
des deux profils de Thomas-Fermi sont traités comme un seul et méme parameétre pour
I’étude du régime phononique afin d’éviter des fits aberrants.

L’amplitude d’excitation est alors définie comme :

NEZU

P,=—— .64
Nep + No (564)
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FIGURE 5.9 — Images aprés un TOF de 5 ms d’un condensat non excité (photo a)), et
de condensats excités a q€ = 0,33 (photo b)), ¢¢ = 0,8 (photo ¢)) et ¢¢ = 4,2 (photo
d)). Les azes d’excitation sont représentés en rouge. L’emplacement de la partie excitée
est entourée sur chaque photo d’un cercle noir. La taille de chaque pizel est de 2 um
environ. La durée de ['excitation est de 1,5 ms pour les photos b) et ¢) et de 0,5 ms
pour la photo d). La puissance des faisceauxr Bragg est telle que l'amplitude mazimale
d’excitation soit de 15 % environ. La mesure de cette amplitude est difficile, pour les
photos b) et ¢), puisque le nuage phononique apparait que trés légérement sur ’image
apres l’expansion du BEC. Le faible nombre d’atomes du BEC' de chrome accentue
encore cette difficulté. Notre analyse des amplitudes d’excitation, a partir de séries
d’images semblables auz photos c) et d), présente un rapport signal & bruit satisfaisant.
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FIGURE 5.10 — Profil de densité optique du BEC, excité puis reliché pendant un
TOF de 5 ms pour 0 = 14,5°. Cette densité est intégrée perpendiculairement a [’axe
d’excitation. L’unité de longueur de ’abscisse est de 1 pizel (= 2 pm). Sur la figure
apparait également le fit du nuage par une fonction somme de deux profils de Thomas-
Fermi linéiques. On définit ainsi Uamplitude d’excitation comme la proportion de la
population fittée par la distribution représentant le nuage phononique.

ou Ny et N, sont respectivement le nombre d’atomes contenus dans la partie non
excitée du condensat et dans le nuage phononique aprés TOF.

Méthode d’analyse directe La méthode d’analyse par des fits de Thomas-Fermi,
treés efficace en terme de RSB, est mise en défaut aux plus bas moments ou ’excitation
se sépare trés peu du condensat, et a tendance a sensiblement sous-estimer la partie
excitée. On utilisera, lorsque se présente cette éventualité une méthode d’analyse directe
des images donnant 'amplitude P., d’excitation d’aprés la relation :

Zi TiPi

P., = “Nhg (5.65)
n; est le nombre d’atomes de moment p; aprés expansion du BEC et N est le nombre
total d’atomes dans le BEC. En fittant I'image en temps de vol par deux distributions
de Thomas-Fermi modélisant la partie excitée et non excitée du BEC (voir ci-dessus),
la position du moment nul est repérée par le centre de la distribution correspondant a
la partie non excitée. Cela nous permet de nous affranchir du bruit considérable induit
par les fluctuations de position du BEC.

Les images sont préalablement réduites autour du BEC aprés TOF de fagon a ce
que le signal de fond n’occupe qu’'une faible partie de ces images. Ce dernier est ensuite
trés efficacement supprimée (voir fig. 5.11) a l'aide d’'une méthode de seuillage : un
pixel n’est supprimé que si lui et ses plus proches voisins ont un niveau de gris inférieur
a une certaine valeur typique des niveaux de gris dans le signal de fond. Le RSB de
cette méthode d’analyse n’est alors que légérement inférieur a celui de la méthode
précédente.
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FIGURE 5.11 — Retrait du signal de fond sur l'itmage d’un BEC de chrome excité aprés
expansion. Photo a) : image d’un condensat excité aprés un TOF de 5 ms, réduite et
centrée autour du BEC. Photo b) : méme image aprés retrait du signal de fond grace
a un algorithme simple (voir texte). Ce processus peut étre reproduit automatiquement
sur une série de photos. Sur ces images, la taille d’un pizel est de 2 pm environ.

Pour chaque relevé expérimental d’un spectre d’excitation, nous mettons en ceuvre
les deux méthodes d’analyse. Lorsque les spectres obtenus avec ces deux méthodes ont
des amplitudes comparables, nous sélectionnons le spectre issu de la méthode mettant
en ceuvre des fits de Thomas-Fermi, légérement meilleure en terme de RSB. En re-
vanche, lorsque ’écart entre les amplitudes des deux spectres est supérieur aux barres
d’erreur expérimentales, nous privilégions la méthode d’analyse directe des images.
Cette derniére ne demande en effet aucun pré-requis sur la dynamique d’expansion,
particuliérement compliquée ([160]), du condensat excité. Elle est donc moins sujette
aux erreurs systématiques. Notons tout de méme que les deux méthodes d’analyse, rela-
tivement indépendantes entre elles, donnent lieu, dans nos expériences, a des spectres
d’excitation dont la fréquence centrale et la largeur different peu d’une méthode a
I’autre. Les spectres obtenus par les deux méthodes sont en trés bon accord quand a la
mesure du décalage induit par la DDI sur I’énergie des excitations. Cela nous convainc
de leur pertinence.

Récemment, une méthode de comptage des photons diffusés, permettant de mesurer
I’amplitude d’excitation pour des expériences de diffusion de Bragg, a été mise au
point au NIST ([164]). Cette méthode est particuliérement bien adaptée a 'analyse
des excitations de grande longueur d’onde, pour lesquelles les parties excitées et non
excitées se séparent peu aprés temps de vol.

Nos deuxr méthodes d’analyse des images expérimentales se sont avérées efficaces
malgré le faible contraste de ces images et le recouvrement des parties excitées et non
excitées du BEC apres expansion, aux grandes longueurs d’onde d’excitation. Ces fac-
teurs ne sont pas les seuls a limiter le RSB de notre expérience, nous conduisant a
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mener une €tude approfondie sur son amélioration.

5.2.5 Amélioration du rapport signal & bruit

Dans les expériences présentées dans ce chapitre, les largeurs des spectres de diffusion
de Bragg sont sensiblement supérieures au décalage induit par la DDI sur les fréquences
de résonance des excitations. Ainsi, afin de pouvoir distinguer avec certitude les centres
des deux spectres obtenus en basculant la direction du champ magnétique, il est néces-
saire de travailler avec un bon rapport signal a bruit. Nous décrivons dans cette partie
les différentes sources de bruit et expliquons les moyens mis en ceuvre pour le réduire.

On peut distinguer trois types de bruit sur ’excitation du BEC : le bruit en ampli-
tude de l'excitation, le bruit de fréquence et le bruit d’analyse de 'image obtenue.

Bruit en amplitude Le bruit en amplitude est de 20 %, dans la mesure ou la
puissance laser des faisceaux de Bragg fluctue de 10 %. Leur alignement varie peu sur
la durée de 'expérience.

Bruit de fréquence Le bruit de fréquence apparait lorsque la fréquence d’excita-
tion vue par les atomes du condensat présente des fluctuations. Dans notre processus
d’amélioration du RSB, nous avons d’abord cherché & déterminer 'origine des bruits
auxquels nous étions confrontés. Le bruit de fréquence peut se reconnaitre en élargis-
sant fortement le spectre de I'excitation. Pour reconnaitre un bruit de fréquence, nous
avons effectué le test suivant : en diminuant fortement la durée de I'impulsion de Bragg,
nous avons fortement élargi le spectre d’excitation. Si le bruit diminue notablement,
c’est que le bruit en fréquence joue un role important. Il s’agit alors d’en connaitre
les causes. Nous avons vérifié que la cohérence de phase des faisceaux de Bragg était
excellente. Le bruit sur la différence de fréquence w de ces derniers est donc négligeable.

L’effet Doppler peut, en revanche, fortement réduire notre RSB. En effet, si le
condensat est soumis a une excitation parasite donnant aux atomes une vitesse aléa-
toire v, le décalage Doppler sur la fréquence de I'excitation Bragg de moment hq vaut
AWpeppier = —q.v. Cela fixe 'amplitude du bruit Doppler fréquenciel, et ce bruit est
d’autant plus important que ’angle entre les deux faisceaux de Bragg est grand. Une
telle excitation parasite peut étre provoquée durant la rampe d’évaporation menant a
la formation du BEC, ou durant la recompression de ce dernier (voir parties 1.4.4 et
5.2.3), nécessaire a la compensation de la gravité. Lorsqu’a été étudié le régime des
particules (g€ > 1), pour un angle # d’environ 81°entre les deux faisceaux laser, nous
avons constaté que cette recompression conduisait a un élargissement du spectre d’exci-
tation, de I'ordre de 3000 Hz, causé par le bruit Doppler. Le décalage sur la fréquence de
résonance de I'excitation, induit par l'interaction dipole lors du basculement du champ
magnétique, n’étant que d’environ 300 Hz & 8 = 81°, nous avons di supprimer cette
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recompression pour I’étude du régime des particules. Il a donc fallu mettre un terme a
I’évaporation avant I’achévement de cette derniére afin de ne pas avoir a recomprimer
le BEC. La fraction thermique de ce dernier est alors plus importante que pour les
autres expériences a plus bas angles, comme le mentionne la partie 5.4.4.

Pour chaque point d’un spectre expérimental, nous utilisons également une méthode
inspirée de [162] pour corriger le décalage Doppler Awpepprer- On mesure, pour chaque
image d'un BEC excité, 'écart Avror = vror — Vgp%‘}?) entre la vitesse vror du
centre de masse du condensat aprés temps de vol et sa moyenne sur toutes les images
V(T%O}’). On soustrait ensuite a chaque fréquence w du spectre d’excitation le décalage
B8q.Avror. Le paramétre § > 0 est choisi pour chaque spectre de facon a minimiser
la dispersion des points expérimentaux. Si v est la vitesse acquise par le centre de
masse du condensat lors d’une excitation parasite dans le piége, on doit normalement
avoir v = SAvror. Les [ optimaux que nous obtenons sont toujours sensiblement
inférieurs a 1 : ils sont inclus entre 0,1 et 0,5. Nous constatons que cette méthode n’est
relativement efficace que pour les spectres a ¢g¢ > 0,8. Elle nous permet, pour ces

spectres, de réduire de 20 a 40 % les barres d’erreurs sur les fréquences de résonance.

Bruit d’analyse Le nombre relativement faible d’atomes constituant le BEC de
chrome (entre 10000 et 20000) rend particuliérement difficile I’analyse des images ob-
tenues aprés la diffusion de Bragg. A cela s’ajoutent des fluctuations de la forme et de
la taille du BEC qui peuvent perturber notre analyse. Nous avons vu dans le chapitre
4 (partie 4.3.2) que supprimer la rétro-réflexion du bras horizontal du piége dipolaire
réduisait d’un facteur 2 les fluctuations des rayons de Thomas-Fermi du BEC. Nous
avons donc reproduit cette opération pour 'expérience de diffusion de Bragg, ce qui
a conduit & une augmentation du RSB sur 'amplitude d’excitation d’un facteur 2 en-
viron. Sur le schéma A) de la figure 5.6, on voit d’ailleurs que le faisceau infrarouge
horizontal n’est pas rétro-réfléchi.

5.2.6 Transition de Bragg a 4 photons

Nous expliquons dans cette partie le principe des transitions Bragg a 4 photons, les
raitsons de leur utilisation ainsi que leur mise en ceuvre expérimentale.

Principe Les transitions Bragg a 4 photons, ou transitions Bragg d’ordre 2, sont la
succession de 2 transitions Bragg a 2 photons. La premiére transition peuple un état
virtuel qui est ensuite rapidement ré-excité, par une autre transition de Bragg, vers
I’état final. Ce mécanisme est représenté dans la figure 5.12. La transition de Bragg a
4 photons fait gagner aux atomes un moment 2hq, ot Aq est le transfert en moment
de la transition a 2 photons. Comme on le voit sur la figure, la fréquence de résonance
wéz) d’une transition de Bragg d’ordre 2, de moment 2Aq, est égale a
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wfy =23 (5.66)

I’énergie de la quasi-particule de Bogoliubov de moment 2hq étant égale a hwaq.

Si g€ < 1, la relation de dispersion est linéaire et 'on a wsq = 2wq. Ainsi, d’apreés
(5.66), wéz) = wq. Les transitions Bragg d’ordre 1 et 2 sont donc dégénérées et il
n’est donc pas possible d’exciter sélectivement la transition d’ordre 2 afin d’étudier la
réponse du BEC & une excitation de moment 2Aq. En revanche, lorsque la relation
de dispersion est quasiment parabolique, pour ¢§¢ > 1, on a wéz) ~ 2wq. L’excitation
sélective d'une transition de Bragg d’ordre 2 est alors possible. De telles transitions,
ainsi que des transitions d’ordres supérieurs, ont été utilisées dans [165, | pour
extraire des atomes du condensat dans le régime des particules (g€ > 1).

De facon générale, il est possible d’étudier la réponse du BEC & une transition de
Bragg d’ordre 2 dans un régime intermédiaire aux régimes phononique et des particules,
pour ¢§ ~ 1. Il est toutefois nécessaire que les résonances des transitions d’ordre 1 et 2
soient suffisamment éloignées afin de pouvoir clairement distinguer les centres de leurs
deux spectres.

Intérét de la transition & 4 photons dans notre expérience La géométrie de
notre expérience nous permet de faire varier I’angle 6 entre les deux faisceaux de Bragg
uniquement dans l'intervalle [5° 14, 5%, ou de régler cet angle a 81,5". Cela correspond,
pour des transitions Bragg a 2 photons, a ¢ inclus dans l'intervalle [0,3 0,8] ou a
q¢ = 4,2. Pour observer la réponse du condensat de chrome a une excitation dont le
moment hq est tel que g€ = 1,6, nous utilisons une transition de Bragg a 4 photons en
réglant 6 a 14,5°. Pour une transition a 2 photons, cet angle correspond a ¢& = 0, 80.
De cette facon, en utilisant une transition & 4 photons, nous pouvons accéder & une
zone de la courbe de dispersion qui nous serait géométriquement inaccessible par une
transition a 2 photons.

Mise en ceuvre Dans la figure 5.13, nous montrons une excitation a 2 photons
(photo de gauche), & 4 photons (photo centrale) et a 2 et 4 photons simultanément
pour # = 14,5".

Comme il existe un recouvrement entre les spectres de résonance des transitions
Bragg d’ordre 1 et 2, il nous arrive parfois d’exciter ces derniéres simultanément. Cela
peut se voir sur la photo ¢) de la figure 5.13. Pour analyser une telle image, nous fittons
un profil en densité, intégré perpendiculairement & 'axe d’excitation, par une distri-
bution composée de la somme de trois profils de Thomas-Fermi. Chacun de ces profils
représente respectivement la partie non excitée, de population Ny, la partie excitée par
une transition a 2 photons, de population N; et la partie excitée par une transition a
4 photons, de population Ny. On peut donc définir les amplitudes d’excitation P,,; et
P..o, respectivement a 2 et 4 photons, par :
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FIGURE 5.12 — Schéma d’une transition de Bragg a 4 photons faisant intervenir I’état
fondamental "Ss et Uétat excité "Py. Cette transition est la succession de deux tran-
sitions Bragg a 2 photons, d’énergie hw, transférant chacune au BEC un moment
hq = h(ks — k). Le moment total transféré au condensat est de 2hq. La premiére
transition aboutit a un état virtuel dont ’énergie difféere de hé de celle de la quasi-
particule de Bogoliubov de moment hq. La deuxieme transition transfere les atomes de
cet état virtuel vers un excité de Bogoliubov de moment 2hq. Lors de ces deux tran-
sittons a deux photons, [’état interne des atomes passe par des états virtuels décalés
d’une énergie R/, par rapport a Uétat " Py, pour la premiére transition, et d’une éner-
gie hAs par rapport a ce méme état, pour la deuxiéme transition. Cette figure n’est pas
a léchelle puisqu’en réalité, w < A o
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FIGURE 5.13 — Images d’excitations par diffusion Bragg a 2, 4 et 2 et 4 photons, d’un
BEC de chrome aprés un TOF de 5 ms. Photo a) : Forte excitation de Bragg a 2
photons, d’une amplitude de 60 % environ. On wvoit clairement le condensat (ordre 0
de diffusion) et la partie excitée (ordre 1). Photo b) : Excitation d’une transition de
Bragg a 4 Photons : l’ordre 2 de diffusion de Bragg apparait clairement et est environ
deuz fois plus €loigné que l'ordre 1 qui est faiblement peuplé. Photo c¢) : Excitation
simultanée, de méme amplitude (environ 10 %), de transitions Bragg a 2 et 4 photons.
Les ordres de diffusion 1 et 2 apparaissent assez distinctement. L’aze d’excitation est
représenté en rouge sur les photos et au dessous de chacune d’elles figurent, en rouge,
les profils en densité optique intégrés perpendiculairement a cet axe. De plus, ces profils
sont fittés (courbes noires superposées auz profils en densité) par une somme de trois
distributions de Thomas-Fermi.
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Ny
Ppp=——"7—— 5.67
! No+ Ni + Ny ( )
et N
Popop=— 2 5.68
2T No+ N+ N (5.68)

Comme nous le verrons dans la partie 5.4.3, le rapport signal a bruit sur P.,o est
trés bon dans nos mesures.

5.3 Approximation de densité locale dans un conden-
sat inhomogéne

Nous traitons ici les excitations de faible amplitude d’un condensat piégé. Le spectre
d’excitation des quasi-particules de Bogoliubov établi dans la partie 5.1 est généralisé
au cas d’un BEC inhomogéne grice a une approzimation de densité locale (LDA). Nous
montrons que cette approrimation est valable en présence d’interaction dipole-dipdle et
donnons ses conditions de validité. La distribution en densité du condensat ainsi que
sa taille finie conduisent a un €élargissement de la résonance de l’excitation, que nous
caractérisons. Ce modeéle nous permet d’établir une relation de dispersion théorique.

L’équation de Gross-Pitaevskii pour un condensat piégé dans un potentiel harmo-
nique Vj,(r), en présence d’interactions de contact et dipole-dipole, s’écrit :

2
gt t) = (<o 4 Viale) + gl 0P + [ Ve’ = ot 0 )

2m
(5.69)

Pour caractériser les faibles excitations du BEC, on utilise, comme dans la partie
5.1.3, une solution perturbative de la forme

P(r,t) = e_i“t/h(@bo(r) + u(r)e” ™" + v*(r)e™") (5.70)

ot Yy(r) est la fonction d’onde des atomes du BEC, considérée ici comme réelle, dans
I’état fondamental d’énergie p. u(r) et v(r) sont des perturbations de faible amplitude
de cette fonction d’onde.

On obtient, en insérant (5.70) dans (5.69), I’équivalent des équations de Bogoliubov-
de Gennes dans le cas d'un BEC non uniforme, au premier ordre en u(r) et v(r).

husu(r) = (—h—zA  Vaolr) — i+ 2gn(r) + %(r)) u(x) + gn(r)u(r) + Do p(r)o(r)

2m
(5.71)
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2
(5.72)
ot @1 (r) = [ o(r')Vaa(r' — 1) (u(r’) + v(r)))d’r et Dy, (r) = [ 3(x")Vaa(r' — r)d’r
n(r) est la densité du BEC dans ’état fondamental, avec n( ) = [tho(r) %

p étant I'énergie totale associée a la fonction d’onde vy(r), on a aussi :

hQAi/}O (I‘)
2m¢0 (I‘)

En insérant (5.73) dans (5.71) et (5.72), on a enfin :

+ Vio(r) 4 gn(r) + @y (r) = p (5.73)

R\ BA()

hwu(r):< 2> T

; gn<r>) u(r) + gn(r)o(r) + Guso(ro(r)  (5.74)

— hwo(r) = (—;—mA + % + gn(r)) v(r) 4+ gn(r)u(r) + Puro(r)o(r) (5.75)

Ces équations n’admettent pas de solution analytique et nécessitent une résolution
numérique, & moins d’utiliser une approximation de densité locale.

5.3.1 Validité de la LDA en présence d’interactions dipole-dipole
et de contact

La LDA consiste a considérer le BEC piégé comme localement homogeéne, de facon a
pouvoir appliquer les résultats de la partie 5.1. Nous montrons dans cette partie pourquos
cette approximation, habituellement utilisée pour un condensat d’atomes en interactions
de contact, peut également s’appliquer en présence d’interactions dipdle-dipdle, malgré
leur longue portée. Cette approximation n’est valable que pour des longueurs d’onde
d’excitation suffisamment petites devant les dimensions du BEC selon les trois axes du
piege, ce que nous expliquons ci-dessous.

Conditions de validité de la LDA

Nous étudions, au point r, les équations (5.74) et (5.75). Nous montrons, pour une
excitation de moment hq, qu’au voisinage de ce point, ces équations peuvent étre sim-
plifiées pour retrouver celles du cas homogéne, si les conditions suivantes sont vérifiées :

2
T <R, (5.76)
q
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ou IR, R, et R, sont, rappelons-le, les rayons de Thomas-Fermi du condensat, respec-
tivement selon les axes O, Oy et O,.

Nous supposons ces trois conditions vérifiées et nous écrivons, dans 1’équation (5.70),
u(r) = uge'd" et v(r) = vie'd. Les équations (5.74) et (5.75) deviennent alors :

R*q¢*>  R2A
heuleidr = e [( o + 2m5;0((:)) + gn(r)) ug + gn(r)v}l] + @, 0(r), (5.77)

R’¢*  R*A
— hwple T = et [( 5+ QmZO((:)) + gn(r)) v+ gn(r)u}l} + @pp(r), (5.78)

le terme ®,,,(r) s’écrivant :
By (r) = (u + 1)) / Dot Vaa(r' — r)eisr gy, (5.79)

Transformation du terme non local

Afin d’aboutir a la LDA, il est d’abord important de transformer le terme non local
(5.79), di a la DDI. Remarquons pour cela que la partie intégrale de ce terme est égale
a la transformée de Fourier du produit ¢(r")Va(r' — r) . La transformée de Fourier
d’un produit de deux fonctions étant égale, a un facteur W pres, a la convolution
des transformées de Fourier de ces fonctions, on obtient donc :

% r 1/}0 Vdd q k) fi .r
Dyyo(r) = €9 (ugy + v / 2n)r? kr 3k, (5.80)

ot Yy (k) est la transformée de Fourier de la fonction d’onde 9)y(r’), définie par Yo(k) =
[ bo(r')e™ ™ Vy(k) est la transformée de Fourier du potentiel d’interaction dipole-
dipole, donnée par la formule (5.19).

L’approximation de Thomas-Fermi présente un paradoxe : bien que, dans cette
derniére, I’énergie cinétique de la fonction d’onde a I’état fondamental soit négligée,
'énergie cinétique totale, [ %W;O(k)ﬁ calculée dans cette approximation, est infi-
nie ([71]). Cela est dii a des irrégularités de la fonction d’onde dans 'approximation de
Thomas-Fermi, qui introduisent des composantes de moment élevé dans sa transformée
de Fourier. Ces irrégularités interviennent aux points ot la densité atomique s’annule
et ou I'énergie cinétique quantique n’est plus négligeable. Dans ’approximation de
Thomas-Fermi, la fonction d’onde est alors peu localisée dans ’espace des moments.
En réalité, la fonction d’onde 1)y est bien localisée dans I'espace des moments, ce qui
est indispensable pour transformer la formule (5.80) de fagon a la rendre compatible
avec la LDA.
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Pour tenir compte de cette localisation, nous n’utilisons pas ’approximation de
Thomas-Fermi et faisons, pour (r), une approximation gaussienne. Nous écrivons
alors :

N R AL
wo(x’y’ z) = \/ e (4wz2+4wy2+4wz2) (581)

Wywyw, (27)3/2

Wy, Wy et w, étant, respectivement, les demi-largeurs a \/%, selon les axes Oy, O, et O,
de la densité atomique n(r) = |1y(r)[*.
On obtient alors pour 9y(k) :

Dol by, k) = /8(@M)2 N ww e (e s e o) (5 89)

Dans le régime de Thomas-Fermi, les écarts-types hAq,, hAg, et hAg, de la dis-
tribution en impulsion du condensat, |o(k)[?, selon les axes O,, O, et O, vérifient

(o) -

Ag; ~ —. (5.83)

pour j = z,v, 2.
Dans notre approximation gaussienne, on a alors, pour j = x,y, 2 :
I

Nous allons maintenant pouvoir transformer le terme (5.80) grace aux conditions
(5.76).

D’aprés la formule (5.82), z/?o(kx,ky,k’z) tend trés rapidement vers 0 lorsque l'un
des kj (j = z, y ou z) est supérieur a wi] Le terme Vy(q — k) de Dintégrale (5.80)
étant borné, on peut donc dire que, dans I’espace de Fourier, cette intégrale converge a
I'intérieur d’une boite dont les largeurs selon les axes O, O, et O, sont respectivement

de l'ordre de wi, wi et wi A Dintérieur de cette boite, on a, d’aprés les conditions (5.76)
T y z

et les équations (5.84), k < ¢. Ainsi, %é(q—k) est quasiment constant dans cette boite
et on peut donc écrire, Vya(q — k) = Vy4(q). En reportant cette approximation dans
I'équation (5.80), on obtient :

Buslr) = (a4 0y Vin(a) [ e (5.85)

_ Le terme intégral de cette équation est égal a la transformée de Fourier inverse de
Yo(k). Ce terme est donc égal a ¢(r). On obtient donc finalement :

By (1) = 'V (ug + Ué)%d(Q)?/Jo(r)- (5.86)
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Justification de la LDA

Les équations (5.77) et (5.78) deviennent alors, aprés les avoir divisées par e'a7 :

Feou!, = <h2q2 4 Bad(r)

q 2m " 2ma () + gn(r)> ug + gn(r)vy + n(r)(ug + Ué)%d(q) (5.87)

2 h2Ady(r) ~

1 _ 1 1 1 1

— hwug = ( v + S (1) + gn(r)) Vg + gn(r)ug + n(r)(ug + vy)Vaa(a) (5.88)
Le terme 2A%0(0) provient de I’énergie cinétique quantique dans le BEC piégé. Ainsi,

2mapo (r)
dans le régime de Thomas Fermi, ce terme est négligeable devant gn(r) dans la quasi-
totalité du volume occupé par le condensat. De plus, ’énergie cinétique quantique étant
de l'ordre de #, la condition (5.76) implique que cette énergie est également trés
ﬁ2q2

faible devant L. Dans le régime de Thomas-Fermi, les deux équations précédente

s’écrivent alors :

oty = [+ 006) o+ Tala) | - n0) (94 V) v, (589
vy = [ 5L ) (94 Vi) | ) (94 Vi), (590

Ainsi, localement autour du point r, on retrouve les équations linéaires de Bogoliubov-

de Gennes, (5.40) et (5.41) valables pour un condensat homogéne.

Ainsi, la densité variant peu sur une distance de I'ordre de 27”, ce que garantissent

les conditions (5.76), le fait d’écrire u(r) = ue’d" et v(r) = vie'®" nous a mené a des
équations que l’on sait résoudre. Elles ont pour inconnues w, u}l et vcll et leurs solutions
sont valables localement autour du point r. Le moment Aq est un assez bon nombre
quantique et la LDA est valable.

La validité de la LDA en présence d’interaction dipole-dipole a également été dé-
montrée dans 'annexe d’un article théorique trés récent ([111]).

Discussion : Dans le cas d’un systéme ol n’existent que des interactions de contact,
la LDA est applicable si la taille du condensat selon la direction de 'excitation est
grande devant la longueur d’onde de cette derniére. Nous venons de démontrer qu’en
présence d’interactions dipole-dipole, on ne peut considérer le BEC comme localement
homogéne que si ses dimensions, selon les trois axes du piége, sont grandes devant
la longueur d’onde d’excitation. Il est donc important que 'excitation ait lieu dans
un systéme 3D. En dimension réduite, ol le condensat n’est long devant la longueur
d’onde d’excitation que selon deux axes du piége (cas 2D), ou un seul axe du piége (cas
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1D), l'influence de la DDI sur I’énergie d’une excitation différe radicalement du cas 3D

([155, 152, 151]).

Nous avons démontré la validité de la LDA pour un BEC dipolaire, malgré le carac-
tére a longue portée de la DDI, dans le régime de Thomas-Fermi, a des longueurs d’onde
d’excitation suffisamment courtes. Les différentes densités atomiques existant dans le
condensat donnent lieu a un élargissement par inhomogénéité du spectre d’excitation,
ce qui sera traité en premier lieu dans la partie suivante. L’élargissement Doppler, di
au fait que la longueur de cohérence du condensat piégé n’est pas infinie, ce dont nous
n’avons jusqu’a maintenant pas tenu compte, fera également ’objet d’une étude dans
la partie sutvante.

5.3.2 Sources d’élargissement du spectre d’excitation

Dans la LDA, le pic d’excitation est €largi a cause de la distribution en densité dans
le condensat. Nous traitons dans cette partie cet élargissement ainsi que [’élargissement
lie spécifiquement a la taille finie du condensat. Enfin nous tenons compte de la dis-
tribution en fréquence des faisceaux de Bragg, due a la durée finie de [’excitation. Cela
nous permet d’établir les spectres d’excitation théoriques, en vue d’une comparaison de
ces derniers avec les résultats expérimentau.

Elargissement par inhomogénéité du BEC dans la LDA

Si la condition (5.76) est vérifiée, on peut appliquer grace aux équations (5.89) et
(5.90), la formule (5.23) & un BEC homogéne de densité n(r) pour obtenir I’énergie
€q(r) d'une quasi-particule de moment hq associée a cette densité :

€nq(n(r)) = \/@ [% + 2gn(r) (1 + €qa(3cos?04 — 1)) (5.91)

2m | 2m

04 étant, comme dans la partie 5.1, I’angle entre le vecteur q et le champ magnétique
de polarisation.

Le facteur de structure statique, défini dans la partie 5.1.1, d’un condensat homogéne

60
de densité n(r) peut s’écrire, d’aprés la loi de Feynmann (5.17), Sq(n(r)) = IR
Dans un tel BEC, le taux d’excitation d’une quasi-particule de moment Aq défini dans

la formule (5.59), s’écrit alors :

Qp

X ) Sy(n(r))3(w — w,(n(r)) (5.92)

5w, n(r)) = 21 (

ca(n(r))
T

Dans la LDA, on considére le BEC comme étant un mélange statistique de conden-
sats homogénes ayant des densités n(r) différentes. La population associée a chacune

ol wy(n(r)) =
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de ces densités se calcule a partir de la distribution en probabilité des densités n(r) du
BEC.

Le nombre d’atomes dont la densité est égale a n(r) a dn prés, vaut P(n(r))dn, ou
P,(n(r)) s’écrit, dans le régime de Thomas-Fermi, pour un profil de densité parabolique

(1) -

15 1 n(r) n(r)
P = ———"/1—-—= 5.93
() = o 1= (599
ol ng est la densité au centre du BEC, qui est la densité maximale.

Le taux d’excitation I'g(w) d’une quasi-particule de moment hq est donc, dans la
LDA, la moyenne pondérée de I'g(w, n(r)) sur toutes les densités et s’écrit alors :

Pu(w) = 2r (%) S(a,0) (5.94)

S(q,w) = /P(n)dnSq(n)(S(w — wy(n)) (5.95)

est le facteur de structure dynamique d’'un BEC dans la LDA. En écrivant, grace a la
formule (5.91),

. (mq(n))Z 0 1
n(wq) = ( €hy a th) 29(1 + €ga(3cos? by — 1))’ (5.96)

on peut effectuer le changement de variable n — wq qui nous donne, avec dn =

2 h2 .
Wqdwg :
62q2g(1+edd(3cos2 0q—1)) a~rq

S(q,w) = /wq P(n(wq))zg(l i edd(31C032 b — 1)) QZZqu(n(wq))c?(w—wq)hdwq (5.97)

Y
ou l'on rappelle que Sq(n(wq) = MLE

On peut ainsi intégrer cette formule pour obtenir enfin :

S(q,w) = h—(z)—;q 1-— ()O—hq (5.98)
8 Enqlha 26hq,uq
ou
ftq = gno (1 + €aa(3cos® g — 1)) . (5.99)
. 62 62 (5% +2uq) .
Pour un moment iq donné, S(q,w) est nul en dehors de [52, ¥—4—=%——] (voir fig.

5.14).
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1 2hwq
29(1+€qq(3cos? 0q—1)) eng’
et du facteur de structure statique Sq(n(w)) associé au condensat de densité n(w) que
peuplent ces atomes. h(w)dw représente la proportion d’atomes du BEC concernés par

une excitation a la fréquence w a dw pres.

Notons que S(q, w)dw est le produit de la fonction h(w)dw = P(n(wq))

S(q,w) est représenté dans la figure 5.14 a ¢ = 0,80, pour un champ magnétique
perpendiculaire et paralléle & la direction de ’excitation, conformément & notre expé-
rience.

0.8 —

2nS(q,»)
0

0.4 —

0.2 —

0.0

0 500 1000 1500 2000 2500 3000
/21 (Hz)

FIGURE 5.14 — Facteur de structure dynamique S(q,w) du BEC de chrome dans la
LDA dans les conditions typiques de notre expérience (10000 atomes dans le conden-
sat), a g€ = 0,80. Sont représentés les facteurs de structure dynamique pour un champ
magnétique perpendiculaire (courbe de gauche) et paralléle (courbe de droite) au vec-
teur q. En calculant les valeurs moyennes de ces distributions, on constate que l’énergie
moyenne de la quasi-particule de moment hq dépend de l'angle 04 entre 'aze de po-
larisation des dipoles et la direction de excitation. Pour 04 = O[r], cette énergie est

décalée vers la droite par rapport au cas ot O0q = T[]

A partir de Sg(n), on peut également définir le facteur de structure statique Sq et
une énergie €54 moyennés sur toutes les densités du condensat pour obtenir :

Sq = /P(n)dnSq(n) :/S(q,w)dw (5.100)

w

et
ehq:/P(n)dnehq(n) (5.101)
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On peut montrer (|116]) que ces quantités vérifient la relation :
wS(q,w)dw wS(q,w)dw
re = e @@)d L, wS(q ) (5.102)
Sq [, S(q,w)dw
Ainsi, S@w) ot la distribution caractérisant I’élargissement en fréquence du pic

Sq
d’excitation de moment Aq. Chaque fréquence de ce spectre est associée localement a
une densité n(r) et a une énergie €xq(n(r), donnée dans la formule (5.91), pour un BEC

dipolaire dans le régime de Thomas-Fermi.

En intégrant (5.100) ([L68]) on peut calculer Sy :

15 (3 34+ 2aq — 0g° —1
Sq=— taq (34204 —aq)) 7+ 2arctan | o (5.103)
4 | dog? 16a°/? 2,/0q

Ol (g = 2flq/ €y
La loi de Feynmann (5.17) étant toujours vérifice dans la LDA (|116]), I'énergie
moyenne de la quasi-particule de moment hq s’écrit :

0

€
ha = ¢ (5.104)

q

€nq Peut également s’écrire :
h2
_ 2¢ 2(,92¢ 2
€hq = 2m€q2 \/q fq (q éq + 2) (5105)
ou

h

€q (5.106)

m\/ﬁf—y‘fﬂ/Sq_Q -1

Vitesse du son dans la LDA : La vitesse du son s’écrit c¢,(6y) = lim|q|_>0%.

Dans la LDA, on obtient :
32 [pg
J(0) = 2=, [Fa 1
() = 1y [ 20 (5.107)

ol pq est défini dans la formule (5.99).

€nq, Cs €t Sq, dépendent, par le biais de 14, de I’angle 04 que fait le champ magnétique
de polarisation avec la direction de ’excitation. Le résultat principal présenté dans ce
chapitre est la mesure expérimentale de €54 pour plusieurs valeurs de q.



5.3. APPROXIMATION DE DENSITE LOCALE DANS UN CONDENSAT INHOMOGENE 177

Elargissement Doppler :Elargissement par taille finie du BEC

La LDA, que nous avons introduite dans la partie 5.3.1, est établie selon I’hypotheése
que le moment hq est un bon nombre quantique. Dans notre étude des excitations
de Bogoliubov de moment Aq, nous avons donc écrit 1’énergie cinétique des atomes
excités comme étant égale a %, terme qui apparait dans les équations de Bogoliubov-
de Gennes. Or, I’élargissement en moment, di a la longueur de cohérence finie du
condensat, entraine, par effet Doppler, une modification de ce terme. La longueur de
cohérence d’un condensat, mesurée dans le cas 1D dans [109] est égale & sa taille ([L70]).
Il en résulte un élargissement de la distribution en impulsion du condensat le long de
I’axe d’excitation, qui peut étre approximée par une gaussienne de demi-largeur hAg

(a \/%) Dans le régime de Thomas-Fermi, ou la pression quantique est négligée, on a

(o) -

Ag = (5.108)

lorsque 'on excite selon l'axe Ox.

Le condensat étant dans une superposition cohérente de différents moments, le pic
de résonance de la création d’une quasi-particule de moment hq est élargi par effet
Doppler. Dans le régime des particules (¢ > £71), 'effet Doppler est la principale
source d’élargissement du spectre d’excitation. Dans le régime phononique (¢¢ < 1),
il est dominé par 'inhomogénéité en densité du condensat si le BEC est tres profon-
dément dans le régime de Thomas-Fermi, c’est a dire si p > hw, ([12, 1658]). Ce n’est
malheureusement pas le cas dans notre expérience, car £~ =~ 5, et, dans le régime

phononique, nous sommes donc obligés de tenir compte de f’élargissement Doppler.

La question de I’élargissement Doppler dans le régime phononique, n’a, a notre
connaissance, fait I'objet d’aucune étude théorique, ce dernier ayant été jusqu’a présent
toujours négligé dans ce régime. Dans [168] sont mis en évidence deux domaines :
celui ot la LDA est applicable et celui ou une approximation impulsionnelle (IA) est
utilisée pour modéliser le BEC comme une superposition cohérente d’impulsions en
négligeant les effets de champ moyen. Les régimes dans lesquels ces approximations
sont utilisées sont respectivement le régime phononique et le régime des particules. Une
approximation eikonale est mise en ceuvre dans cet article pour modéliser le décalage de
champ moyen sur la fréquence des excitations dans le régime des particules. Cependant,
cette approximation traite 1’élargissement Doppler du facteur de structure dynamique
comme celui d'une particule libre. Dans [171, |, les excitations des modes discrets
d’un BEC dans le régime de Thomas Fermi sont traitées dans ’approximation WKB
et fournissent un cadre plus général a notre discussion.

Pour ne pas distraire le lecteur de 1’étude de la physique d’un gaz dipolaire, nous
faisons figurer cette discussion en annexe B. Cette derniére a pour but d’offrir une ten-
tative d’explication de I’élargissement Doppler comme étant complémentaire a I’élargis-
sement par inhomogénéité en densité du BEC dans la LDA. Notre but est de connaitre
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la correction apportée par 1'élargissement Doppler sur le spectre d’excitation d’une
quasi-particule.

Notre traitement nous ameéne a définir une distribution Sp(q,w), qui tient le role
de facteur de structure dynamique lorsque 'on tient compte de I'inhomogénéité du
condensat dans la LDA ainsi que de I’élargissement Doppler.

Cette distribution s’écrit :

1 __(w=w)?
Sp(q,w) = [ du'S(q,w)—————=¢ 28ep@"? 5.109
plaw) = [ disla et (5.109)

ou

(hw')? + €0, hgAq
26%qhw’ m

Awp(w') = (5.110)

Remarquons que :

1 __(w=wh?
dwSp(q,w :/dw’S W /dw—e 28wp ()2 :/dw'S W) =S,
[ dwsoa.w) (0.6) [ o (@) = S
(5.111)
De fagon analogue, on peut montrer que la fréquence moyenne de Sp(q,w) est, comme

pour S(q,w), égale & enq/h.

Le taux d’excitation d’une quasi-particule de moment hq, incluant 1’effet Doppler,
est :

Qp

Tp(w) = 27 (7)2 Sp(q,w) (5.112)

Sp(q,w) est représenté en figs. 5.15 et 5.16 & ¢¢ = 0,80 et ¢§¢ = 4,2, pour un
champ magnétique perpendiculaire et paralléle a la direction de 'excitation, dans les
conditions de notre expérience.

Notons que pour calculer Awp, nous avons tenu compte, dans la distribution en
impulsion du condensat, de largeur hAgq, de la striction du condensat due a 'interaction
dipole-dipole et de la pression quantique. La striction se manifeste par un étirement du
condensat le long de la direction du champ magnétique (voir partie 4.1.1). Nous avons
également pris en compte la pression quantique qui tend a faire gonfler le condensat et
donc a faire diminuer la largeur Ag par rapport a celle obtenue dans la formule (5.108),
typiquement d’un facteur 0,9 dans notre cas.
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FIGURE 5.15 — Facteur de structure dynamique dans le régime phononique a g€ = 0, 80
pour Oq = 0[] (courbe en trait plein a droite) Oq = S[7| (courbe en trait plein & gauche),
incluant les effets de l'inhomogénéité en densité dans le BEC et l’élargissement Doppler.
En les comparant avec les facteurs de structure dynamique établis dans la LDA et ne
tenant pas compte de ’effet Doppler (tirets), on constate que 'inhomogénéité en densité
du BEC et l’effet Doppler ont une influence comparable sur la largeur du spectre. Cela
justifie le traitement de ces deux effets pour ’étude du régime phononique. Notons tout
de méme que l’énergie moyenne de la quasi-particule reste totalement inchangée apres
Uintroduction de 'effet Doppler (voir texte).

Elargissement Fourier : Elargissement par durée finie du pulse d’excitation

Il est maintenant nécessaire d’inclure I’élargissement en fréquence des faisceaux laser,
di a la durée finie du pulse d’excitation.

Remarquons d’abord que, par diffusion de Bragg, il est possible de créer des quasi-
particules de moment Aq ou —hq selon le signe du désaccord w entre les fréquences
des deux faisceaux laser. La réponse du condensat a l'excitation de moment Aq, dont
la fréquence de résonance est hwg, est donnée par le facteur de structure dynamique
Sp(q,w’). Pour I'excitation de moment —hq, dont la fréquence de résonance est —hwg,
la réponse du BEC est donnée par Sp(—q, —w’).

Nous définissons 'amplitude d’excitation P,,(t) comme la différence des amplitudes
de ces deux excitations (égales & 0,1 pour une excitation de 10 % des atomes), aprés
une impulsion de Bragg de durée ¢t. Dans la théorie de la réponse linéaire, on peut
montrer ([148]) que le taux dP.,(t)/dt s'écrit, aprés une durée ¢t d’excitation d’intensité
constante a la fréquence w/27 :

dP.,(t) . (%) /dw'[SD(q, W) = Sp(—q, _w/)]lM (5.113)

dt 2 T w—w

Pour une durée tg d’excitation a la fréquence w, l'intégrale temporelle de la formule
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FIGURE 5.16 — Facteur de structure dynamique dans le régime des particules a g€ = 4,2
pour Oq = 0[] (courbe en trait plein a droite) 0q = S| (courbe en trait plein a gauche),
incluant les effets de l'inhomogénéité en densité dans le BEC et l’élargissement Dop-
pler. Ces deux distributions sont bien plus larges que les facteurs de structure dyna-
miques dans la LDA (tirets). A moment élevé, I’élargissement Doppler devient en effet
dominant devant [’élargissement par inhomogénéité de densité du BEC ([1/, /).

précédente donne :

Qp sin®[(w — w') 2]

Puttn) =1 () [ asisoiacs) - so(-a - E

2

Comme on le voit sur les figures 5.15 et 5.16, Sp(q,w) est quasiment nul aux fré-
quences négatives. Ainsi, si w > 0 et tg > 27”, on peut négliger Sp(—q, —w’) dans la
formule précédente. En intégrant (5.114) sur toutes les fréquences positives, on obtient
finalement :

Qp

o] 2
/ QP (tp, w) = 27 (7) £, (5.115)
0

en utilisant le résultat de la formule (5.111).

L’intégrale, sur toutes les fréquences positives, d’'un spectre d’excitation, nous donne
donc directement le facteur de structure statique.

L’énergie €,q de la quasi-particule peut également s’obtenir expérimentalement en
constatant la validité de la régle de somme suivante :
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fooo dwwP,,(tp,w)
fooo dwP,,(tp,w)

= €1q (5.116)

En pratique, nous mesurons €;q et Sq en fittant le spectre expérimental par une dis-
tribution gaussienne asymétrique, que nous définirons en partie 5.4 (formule (5.118)).
La moyenne et l'intégrale de cette distribution nous permettent d’estimer respective-
ment €, et Sq.

Validité du régime linéaire Notons que, d’aprés [118], le régime linéaire n’est
valable que pour une fréquence {2g et une durée d’excitation tg suffisamment faibles.
Les résultats des simulations présentées dans cet article nous portent & croire que
I’approximation de la réponse linéaire n’engendre, pour nos parameétres expérimentaux,
qu'une erreur de 10 % sur 'amplitude d’excitation. Cette erreur étant sensiblement
inférieure a I'incertitude expérimentale de 40 % sur Qp* (voir partie 5.2.2), paramétre
dont dépend I'amplitude d’excitation, nous négligerons par la suite cette erreur. De
plus, la mesure de I’énergie moyenne d’une quasi-particule ne nécessitant pas, d’apreés
(5.116), de connaitre Qp, une telle erreur ne remet a priori pas en question la validité
de cette mesure.

Nous avons montré comment établir les spectres théoriques incluant les effets liés
a 'inhomogénéité en densité du BEC et a sa distribution en impulsion, ainsi qu’a la
durée finie de l'impulsion de Bragg. Les résultats expérimentaur nous permettront de
tester les conditions de validité des hypotheses faites dans cette partie.

5.4 Résultats expérimentaux

Nous présentons dans cette partie nos résultats expérimentauxr. Nous montrons
d’abord que la fréquence moyenne des spectres de diffusion de Bragg dépend de la direc-
tion du champ magnétique de polarisation. Ce phénomene est une signature de la DDI,
et sa description est le résultat principal de ce chapitre. Nous comparons ensuite [’allure
des spectres expérimentaur avec celle des spectres théoriques établis simultanément dans
la LDA et le régime linéaire. Nous obtenons un bon accord théorie-expérience lorsque
la longueur d’onde de [’excitation est relativement petite devant la taille du BEC. A
ltnverse, aux longueurs d’onde trop proches de la taille du condensat, les ondes so-
nores ne peuvent pas se propager dans ce dernier. De plus, la LDA n’est alors pas
valable. Dans ce cas, nous comparons bricvement nos résultats expérimentaux avec des
sitmulations numériques. Dans la sous-partie suivante, nous commentons les courbes
de dispersion mesurées, ainsi que leur accord avec la théorie. Nous déduisons de nos
mesures la vitesse du son dans le BEC de chrome, pour deux orientations différentes
du champ magnétique de polarisation. Dans une derniére sous-partie, nous présentons
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nos mesures de linfluence de la DDI sur le facteur de structure statique du condensat.
Ces mesures n’ont malheureusement pas encore abouti a des résultats concluants.

Remarques préliminaires

Sauf mention contraire, les images de ’excitation aprés temps de vol sont analysées
en les fittant par des profils de Thomas-Fermi (voir partie 5.2.4).

Chaque spectre d’excitation est caractérisé par le paramétre ¢g& ou £ = Tamane 10
étant la densité au centre du condensat. ¢ est calculé, aprés une mesure de 'angle 0
entre les deux faisceaux de Bragg, grace a la relation

q= 2k:sin(g). (5.117)

Nous rappelons que les deux faisceaux sont émis par un laser Verdi de longueur
d’onde Qf = 532 nm.

Les spectres théoriques sont établis grace a la formule (5.114), valable dans la LDA
et le régime des réponses linéaires. Nous estimons dans cette formule la pulsation 25
a ’aide de notre calibration de cette derniére, établie en annexe A.

Ni les spectres théoriques, ni les spectres expérimentaux, ne sont parfaitement sy-
métriques. Nous utilisons donc pour les fitter la distribution gaussienne asymétrique
Ga(f) définie par :

(L) (L4
Ga(f) =Ae  ve pour f < fo, Ga(f)=Ae b pour f > fo,

(5.118)
ot A est 'amplitude de cette distribution et fy la position de son maximum. wg et wp
sont, respectivement a gauche et a droite de fo, les demi-largeurs a 1/e de la distribution
Ga(f).

L’ajustement des spectres expérimentaux avec cette distribution gaussienne asymé-
trique semble trées satisfaisant. De plus, nous avons vérifié que les spectres théoriques
obtenus par des calculs utilisant la LDA, lorsque celle-ci est valable, ou par des si-
mulations numériques de I’équation de Gross-Pitaevskii, sont trés bien fittés par cette
distribution.

Nous pouvons ainsi assimiler la fréquence moyenne d’un spectre a la fréquence
moyenne f,; de la gaussienne utilisée pour fitter ce spectre. Cette moyenne est donnée
par :

Ju Zfo*l-ﬁ(wp—wa) (5.119)

De méme, l'intégrale I de la gaussienne G 4(f), que nous évaluons pour mesurer le
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facteur de structure statique du BEC de chrome (voir résultats dans la partie 5.4.5),
s’écrit :

AT
La méthode d’obtention des barres d’erreurs sur f,; et I, issues du fit, par la distri-
bution G4(f), d'un spectre expérimental, utilise une technique de ré-échantillonnage

des données, appelée “bootstrapping” ([173]).

Note sur les simulations numériques

Dans cette partie, nous comparons certains de nos résultats expérimentaux a des
simulations numériques. Ces simulations ont pour but de prévoir 1’évolution temporelle
de la fonction d’onde ¢ (r,t) dans I'équation de Gross-Pitaevskii

2m

ih—(r,t) = ( _ A + Vo () + glap(r, t)|* + / Vaa(r' — ) |[o(r', 1) Pd®r
+ Viragy (T, t)) P(r,t) (5.121)

ol V3, (r) est le potentiel, considéré comme harmonique, dans lequel est piégé le conden-
sat de chrome. Vi, qq4(r,t) est le potentiel (5.54) créé par l'interférence des deux fais-
ceaux de Bragg.

Les spectres d’excitations simulés sont établis en calculant, pour chaque fréquence
w/2m de l'excitation, le moment (¢ (r,tg)|p|(r,tp)) transféré aux atomes par une
impulsion de Bragg de durée ¢p.

Nous confrontons ces simulations aux résultats expérimentaux a des grandes lon-
gueurs des ondes d’excitation, pour lesquelles les conditions (5.76) de validité de la
LDA ne sont pas, ou pas entiérement, vérifiées. Ces simulations ont été effectuées par
Paolo Pedri a g¢ = 0,59 et ¢£ = 0.8.

Décalages relatifs, dus a la DDI, des fréquences moyennes des spectres de
diffusion de Bragg

Nous nous concentrons particulierement sur le décalage de la fréquence moyenne des
spectres d’excitation, constaté lorsque I’on modifie I'orientation du champ magnétique
de polarisation. Dt & la DDI, ce décalage constitue le résultat principal décrit dans ce
chapitre.
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Les valeurs expérimentales de ce décalage, mesurées a plusieurs angles 6 correspon-
dant & des valeurs différentes de ¢, sont présentées dans la figure 5.17. Nous y faisons
figurer la variation relative

Aw ((lexp) wlezp) _ (ezp)

_ _Yaj " Mal (5.122)
wq () g2

ou w((f%’) /27 et w((fip ) /2w sont les fréquences moyennes des fits gaussiens asymétriques
des spectres expérimentaux relevés lorsque le champ magnétique est respectivement
parallele (6, = 0) et perpendiculaire (64 = 7/2) & la direction de I'excitation.

Nous indiquons dans la figure 5.17 les valeurs théoriques, calculées dans la LDA,
des décalages relatifs des énergies moyennes des quasi-particules de Bogoliubov. Ces
décalages sont donnés par

Aerg _ €nq(fq = 0) — €nq(0q = 7/2) (5.123)
€ha  (€nq(0q = 0) + €nq(bq = 7/2))/2
ol €q(0q = 0) et exq(8q = 7/2) sont les énergies moyennes des quasi-particules de
moment hq, calculées grace a la formule (5.102) pour, respectivement, 4 = 0 et 04 =

/2.

Les résultats de nos simulations numériques, a ¢€ = 0,59 et ¢¢€ = 0, 80 sont également
inclus dans la figure 5.17.

Les résultats de cette figure sont discutés dans la partie 5.4.1 pour le régime phono-
nique et dans la partie 5.4.2 pour le régime des particules. Les résultats de I’expérience
a 4 photons, se situant dans un régime intermédiaire, sont détaillés dans la partie 5.4.3.

5.4.1 Reégime phononique

Pour qu’un phonon de moment Aq puisse se propager dans le condensat, il faut que
q soit un bon nombre quantique. Nous définissons le parameétre 7q = - Aq = 2”
est la longueur d’onde de l'excitation et R, le rayon de Thomas-Fermi le long de
I'axe d’excitation. Un phonon de moment fiq (avec ¢ < 1) peut se propager dans le
condensat a condition que 7y < 1. L’excitation fait, pour nos expériences a petit angle
6, un angle inférieur a 30" avec 'axe O, de plus fort confinement du piége optique croisé.
La condition précédente est donc équivalente aux trois conditions (5.76) de validité de

la LDA en présence d’interaction dipéle-dipole.

Lorsque 714 est supérieur a 1, I'excitation perd complétement son caractére phono-
nique. A ces grandes longueurs des ondes, c’est a dire aux trés basses fréquences, de
I’ordre des fréquences vibrationnelles du piége, les modes d’excitations sont discrets et
la relation de dispersion (5.105), établie dans la LDA, n’est pas valable. Pour ces modes
discrets, dont font partie les modes de surface étudiés dans le chapitre 4, on s’attend
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FIGURE 5.17 — Points Noirs : variations relatives, lors du basculement d’un angle
de /2 de la direction du champ magnétique de polarisation, des fréquences moyenne
expérimentales, w&emp ) /27, des spectres d’excitations. Les barres d’erreur correspondent
a un intervalle de confiance a 70 %. Les barres d’erreurs horizontales, correspondant a
Uincertitude sur g&, n’ont pas été incluses sur la figure. A g€ = 0,59, le point noir, et les
barres d’erreurs associées, correspondent a l’analyse simultanée des données obtenues
pour deuzx puissances différentes des faisceauz de Bragg (voir texte). Les résultats, obte-
nus séparément pour chacune des deux puissances, sont représentés en pointillés verts.
En haut figure le résultat a basse puissance et en bas le résultat a haute puissance. La
courbe bleue en trait plein est un guide pour l'oeil des résultats expérimentaux. Cercles :
variations relatives des énergies moyennes des quasi-particules de Bogoliubov calculées
dans la LDA avec nos parametres expérimentaux. La courbe rouge en trait plein est
un guide pour l'oeil de ces décalages relatifs théoriques. Losanges blancs : résultats de
simulations numériques de [’équation de Gross-Pitaevskii, pour g€ = 0,59 et g& = 0, 80.
La ligne verticale en pointillés représente la limite q€ = 1 du régime phononique.
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a ce que l'influence de la DDI sur la fréquence de résonance soit beaucoup plus faible
que pour les phonons. Pour €45 = 0,16, I'influence de la DDI est en effet supérieure
a 10 % pour les phonons alors qu’elle est inférieure a 3 % pour les modes discrets de
basse énergie.

Le tableau suivant dresse un récapitulatif des valeurs de g& et nq associées a 1'angle
6 entre les deux faisceaux de Bragg.

0[50 [10,4 | 14,5 | 14,5 | 81,5
¢€10,3310,590 | 0,80 | 1,7 | 4,2
T | 0,94 0,54 | 0,37 | 0,19 | 0,05

TABLE 5.1 — Valeurs de ¢¢ et de 7q en fonction de angle 0. *expérience de diffusion de Bragg a 4 photons.

Mesure de l’influence de la DDI sur 1’énergie moyenne des excitations :
Dans nos expériences, nous avons relevé plusieurs spectres d’excitation a petit angle
0, afin de sonder le régime phononique (¢§ < 1). Ces spectres sont présentés, pour
0 =14,54+0,5 (¢ = 0,80+0,03),0 = 10,4°+0,5" (¢§ = 0,59+0,03) et § = 5,9°+0, 5°
(g€ = 0,33 +0,03), respectivement dans les figures 5.18, 5.19 et 5.20.

Nous nous concentrons d’abord sur le décalage, provoqué par le basculement du
champ magnétique de polarisation et di a linteraction dipole-dipole, de 1’énergie
moyenne d’'une quasi-particule.

Il est intéressant, en observant la figure 5.17, d’examiner le lien entre 74 et I'accord de
nos résultats expérimentaux avec les prédictions théoriques faites dans la LDA. A ¢ =
0, 80, correspondant a 7q = 0, 37, le décalage relatif expérimental, Aw((fxp ) / w((fmp ) valant
15,5+ 4,5 %, est proche de sa valeur de 13 % estimée dans la LDA. Les simulations
numeériques prévoient, elles, un décalage de 9,5 %, ce qui est légérement en dehors des
barres d’erreurs expérimentales. Le décalage, entre les spectres de diffusion de Bragg,
pour Oy = 0 et 4 = 7/2, est clairement visible dans la figure 5.18 A).

Aux plus grandes longueurs des ondes, a ¢§ = 0,59 et ¢€ = 0,33, les données sont
plus bruitées (voir figures 5.19 et 5.20). Cela est di au fait qu’a ces longueurs des ondes,
la partie excitée se sépare trés peu du reste du BEC aprés temps de vol (voir fig. 5.9,

photo b)).

A ¢ = 0,59, correspondant a 7q = 0,54, on observe une influence assez nette de la
direction du champ magnétique sur la fréquences moyennes des spectres expérimentaux.
Le bruit important sur nos données nuit cependant a la reproductibilité de nos résultats.
Nous avons reproduit I’expérience pour deux puissances différentes des faisceaux de
Bragg. Les spectres obtenus sont présentés dans la figure 5.19. La puissance utilisée pour
relever les spectres de la figure A), est 1,5 fois plus grande que pour la figure A’). Dans
la figure A) (haute puissance), ces spectres ont une amplitude de 25 % environ alors
que dans la figure A’) (basse puissance), ils ont une amplitude de 15 % environ. A haute
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puissance, on obtient Aw( ™ /W™ = 66,5 % et & basse puissance, Aw™ /W™ =

20£7 %. Dans le régime linéaire, Awq/wq est indépendant de 'amplitude d’excitation.
La différence d’amplitude entre les spectres présentés dans les figures A) et A’) ne peut
donc expliquer 1’écart si important entre les deux valeurs obtenues pour Aw((fzp ) / wffxp )
Nous attribuons cet écart aux mauvais RSB de nos données e (perlmentales L’analyse
simultanée des spectres a haute et basse puissance donne Awg (emp) — 13+ 8 %,
comme nous ’avons indiqué dans la figure 5.17. Les grandes barres d erreurs rendent
ce résultat a la fois compatible avec les prédictions théoriques faites dans la LDA,
donnant Awg/wq = 16,4 % et avec les simulations numériques, qui donnent 4,5 %
pour ce décalage relatif. L’écart trés important entre les résultats des simulations et
ceux de la LDA montre que lorsque 74 = 0,54, la LDA n’est plus valable.

Pour ¢¢ = 0,33, correspondant a 7q = 0,94, on mesure Aw((fxp)/w((fxp) =3+12%.
Les barres d’erreurs sur le décalage relatif étant supérieures a sa valeur mesurée, nous
ne pouvons pas affirmer avoir observé, a cette longueur d’onde, un effet de la DDI sur
I’énergie d'une excitation. Les spectres expérimentaux, présentés dans la figure 5.20,
sont ef‘fectlvement trop bruités. Nos mesures semblent montrer que le décalage relatif
Awl?) /w “"P) est inférieur & la valeur de 20 % prévue par la LDA a g€ = 0,33 (voir
ﬁgure A7).

Interprétation des résultats expérimentaux : Lorsque nq = 0,37 (¢§ = 0, 80),
la longueur d’onde de 'excitation est suffisamment petite devant la taille du BEC pour
que cette excitation puisse étre assimilée & un phonon. AwS ™ /w{™) est proche de sa
valeur prévue par la LDA. Les résultats des simulations & cette longueur d’onde sont
également comparables a ceux de la LDA et en accord raisonnable avec nos résultats
expérimentaux. Le décalage relatif Aw(%p /w(emp est, & g€ = 0, 80, sensiblement plus
élevé que pour les modes discrets de basse énergie, étudiés au chapitre 4, pour lesquels

ce décalage est inférieur a 3 %.

Lorsque la longueur d’onde de 'excitation augmente, s’approchant de la taille du
BEC pour ng = 0,54 et ng = 0,94, la LDA n’est plus applicable. Nos simulations
montrent que plus la longueur d’onde augmente, plus le décalage relatif dia a la DDI
sur la fréquence moyenne des spectres d’excitations diminue, alors que la LDA prédit
linverse. Ce décalage relatif devient alors inférieur a 5 %. Malgré le faible RSB, nos
résultats expérimentaux semblent confirmer cette tendance a s’éloigner des prédictions
de la LDA aux grandes longueurs d’onde.

Pour nq = 0,94 (¢§ = 0, 33), I'excitation perd complétement son caractére phono-
nique et local, et s’apparente davantage a une excitation collectlve de tous les atomes
du condensat. On peut constater qu’a cette longueur d’onde, wq / 2m vaut environ
600 Hz (voir figure 5.20). Cette fréquence est proche de celle du mode de surface de
plus haute fréquence, assimilé & un monopdle, et que nous évaluons a 500 Hz environ. 11
est donc probable qu’a cette longueur d’onde d’excitation, nous ayons excité ce mode.
D’aprés la théorie, I'influence de la DDI sur la fréquence du mode monopolaire est
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inférieure a 1 % (|24]). Ainsi, bien que nous n’ayons pas encore effectué de simulation
numérique a ¢§¢ = 0,33, il y a fort a parier qu’une telle simulation donnerait, pour
Awq/wq, un résultat inférieur aux 4,5 % obtenus pour ¢€ = 0, 59.

Allure des spectres Nous commentons ici briévement ’allure des spectres relevés
dans le régime phononique. Nous les comparons aux spectres utilisant la LDA dans le
régime des réponses linéaires.

Pour ¢¢ = 0,8 (figs. 5.18 B) et C)), 'accord théorie-expérience est bon tant au niveau
des positions, des largeurs et des amplitudes des spectres. Cela confirme la validité de
la LDA a cette longueur d’onde.

Pour ¢¢€ = 0,59, 'accord théorie-expérience au niveau de la forme des spectres est
assez bon (figs. 5.19 B) C), B’) et C’)) : 'asymétrie des spectres expérimentaux est
plus marquée que celle des spectres théoriques mais les demi-largeurs a 1/4/e, de ces
spectres sont trés proches (= 400 Hz). La différence entre les amplitudes des spectres
expérimentaux et théoriques est inférieure a l'incertitude de 40 % sur les amplitudes
théoriques, inhérente a la calibration de la pulsation de Rabi & deux photons 25. Les
spectres de la figure 5.19 ont été obtenus en utilisant la méthode d’analyse directe des
images, que nous avons décrite dans la partie 5.2.4.

Les spectres expérimentaux a ¢ = 0,33 (figure 5.20), sont extrémement bruités et
trés difficiles & interpréter. Ils ont été obtenus avec la méthode d’analyse directe des
images. Nous avons, a titre indicatif, fait figurer avec ces spectres les spectres théoriques
dans la LDA (figures B) et C)), bien que cette derniére ne soit plus du tout valable ici,
car 1g = 0,94.

5.4.2 Régime des particules

Nous avons également étudié le spectre de diffusion de Bragg du BEC de chrome
aux courtes longueurs d’onde, pour lesquelles le régime des particules (g€ > 1) est
quasiment atteint. Les spectres expérimentaux a g€ =4,2+0,06 (f = 81,5°+1°) sont
représentés dans la figure 5.21.

La fraction thermique était particuliérement élevée lors de I'obtention de ces données
(6000 atomes condensés, 2500 atomes thermiques). La rampe d’évaporation n’a en effet
pas pu étre menée a son terme habituel, afin de limiter le bruit Doppler (voir partie
5.2.5).

Le décalage relatif induit par I'interaction dipéle-dipole, Aw((fxp ) / w,(fzp ) =1,4+0,5
%, est tout a fait en accord avec les prédictions dans la LDA (voir figure 5.17). Ce
décalage est nettement visible sur les spectres expérimentaux de la figure 5.21 A).

Dans la figure 5.21, en B) et en C), nous avons superposé les spectres expérimentaux
avec les spectres théoriques utilisant la LDA dans le régime des réponses linéaires.
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FIGURE 5.18 — A) Spectres expérimentauz de diffusion Bragg, a ¢ = 0,80+0, 03, pour
un champ magnétique paralléle (points bleus) ou perpendiculaire (cercles rouges) a la
direction d’excitation. Chaque point est la moyenne de 3 mesures. Le nombre d’atomes
dans le condensat est estimé a N = 101504+1200. Les courbes en trait plein sont les fits,
par des gaussiennes asymétriques (voir formule (5.118)), des données expérimentales.
B) et C) Comparaison des spectres expérimentaux (en trait plein figurent les fits de ces
derniers) avec les spectres théoriques (courbes en pointillés) établis simultanément dans
la LDA et le régime des réponses linéaires, sans paramétres ajustables, pour 0y = /2

(B)) et 6,= 0 (C)
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FIGURE 5.19 — A) et A’) Spectres expérimentaux, respectivement a haute et basse
puissance, 4 q¢¢ = 0,59 £ 0,03, pour un champ magnétique paralléle (points bleus)
ou perpendiculaire (cercles rouges) a la direction de l'excitation. Chaque point est la
moyenne de 4 mesures. Le nombre d’atomes dans le condensat est estimé a N = 8300+
1600 pour A) et a 8000+ 1000 pour A’). Les courbes en trait plein sont les fits, par des
gaussiennes asymétriques (voir formule (5.118) ), des données expérimentales. B) et C)
(B’) et C’)) Comparaison des spectres expérimentaur obtenus a haute puissance (basse
puissance) avec les spectres théoriques, représentés en pointillés, établis simultanément
dans la LDA et le régime des réponses linéaires, sans parametres ajustables, pour 0y =

/2 (B)) et 0, =0 (C)).
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FIGURE 5.20 — A) Spectres expérimentauz de diffusion Bragg, a g€ = 0,33+0, 03, pour
un champ magnétique paralléle (points bleus) ou perpendiculaire (cercles rouges) a la
direction d’excitation. Chaque point est la moyenne de 4 mesures. Le nombre d’atomes
dans le condensat est estimé a N = 8700+ 1800. Les courbes en trait plein sont les fits,
par des gaussiennes asymétriques (voir formule (5.118)), des données expérimentales.
B) et C) Comparaison des spectres expérimentaux (en trait plein figurent les fits de ces
derniers) avec les spectres théoriques (courbes en pointillés) établis simultanément dans
la LDA et le régime des réponses linéaires, sans paramétres ajustables, pour 84 = 7/2

(B)) et 84 =0 (C)).
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Les amplitudes des deux spectres théoriques ont dii étre multipliées par un méme
facteur valant environ 2, de fagon a ce que ces derniers soient en bon accord avec les
spectres expérimentaux. L’écart, avant cette multiplication, de 50 % environ, entre les
amplitudes théoriques et expérimentales, peut étre expliqué par une erreur dans la
calibration de la profondeur du réseau optique créé par 'interférence des faisceaux de
Bragg, au moment ou ces spectres ont été obtenus.

En revanche, 'accord théorie-expérience sur les positions et les largeurs des spectres
est bon. Nous avons décalé les spectres théoriques de 500 Hz vers les hautes fréquences
de fagon a maximiser leur accord avec les spectres expérimentaux. Ce décalage est
rendu nécessaire par 'incertitude de 1° sur 'angle 6. L’angle donnant le meilleur accord
théorie-expérience est de 6 = 82,5°, ce qui correspond a ¢§ = 4, 26.

5.4.3 Expérience a 4 photons

Le spectre expérimental de I’expérience de diffusion de Bragg & 4 photons & § = 14,5°
est représenté dans la figure 5.22 pour un champ magnétique perpendiculaire et paral-
lele a la direction de transfert de moment. On peut également voir sur cette figure le fit
gaussien des données expérimentales correspondant & l’excitation des atomes par une
transition a 2 photons. Par souci de clarté, ces données expérimentales n’apparaissent
pas sur la figure. Nous n’avons également pas représenté de spectre théorique en figure
5.22, car la dynamique d’excitation est difficile & établir pour une transition de Bragg
d’ordre 2.

Les transitions a 2 et 4 photons sont excitées simultanément car leurs spectres ne
sont pas entiérement disjoints. Les fréquences moyennes de ces spectres sont cependant
sensiblement différentes (1100 Hz pour la transition a 2 photons contre 1900 Hz pour la
transition a 4 photons) ce qui nous permet de considérer ces transitions comme étant
bien distinctes.

Dans ces mesures, le condensat est assez peu peuplé (7000 atomes). La densité
atomique est donc inférieure, d’environ 10 %, aux densités atomiques du condensat
dans les expériences faites dans le régime phononique.

Si nous appelons hq le moment transféré par la transition de Bragg d’ordre 1, nous
calculons, Pour la transition d’ordre 2, 2¢§ = 1,7 £ 0,06. On obtient, pour cette tran-
sition, Aw{™? /w((pr ) = 6,3+ 4 %, en bon accord avec les résultats de la LDA, qui
prédit Awg/wq = 5,4 %. Ce bon accord est justifié par la relativement faible valeur du
parametre 7q, qui, ici, vaut 0,19.

5.4.4 Courbes de dispersion

Accord théorie-expérience sur les fréquences moyennes des spectres : Sur
la figure 5.23, nous avons rassemblé les fréquences moyennes des spectres mesurés,
afin de former une courbe de dispersion expérimentale. Les valeurs théoriques de ces
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FIGURE 5.21 — A) Spectres expérimentaux de diffusion Bragg, 4 ¢ = 4,2 %+ 0,06,
pour un champ magnétique paralléle (points bleus) ou perpendiculaire (cercles rouges)
a la direction d’excitation. Chaque point est la moyenne de 3 mesures. Les courbes en
trait plein sont les fits, par des gaussiennes asymétriques (voir formule (5.118)), des
données expérimentales. B) et C) Comparaison des spectres expérimentaux (en trait
plein figurent les fits de ces derniers) avec les spectres théoriques (courbes en pointillés)
établis simultanément dans la LDA et le régime des réponses linéaires, pour Oq = m/2
(B)) et 04 =0 (C)). Les amplitudes des spectres théoriques ont été multipliées par 1,80
et la position de ces spectres a été décalée de 500 Hz vers la droite, de fagon a optimiser
laccord théorie-expérience en C) (voir texte).
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FIGURE 5.22 — Spectre expérimental d’une excitation d’ordre 2 (4 4 photons). Le mo-
ment 2hq transféré aux atomes lors d’une transition de Bragg d’ordre 2 est tel que
2q€ = 1,7+ 0,06. Sont représentées les amplitudes d’excitation de quasi-particules de
Bogoliubov de moment 2hq pour un champ magnétique paralléle (points bleus) ou per-
pendiculaire (cercles rouges) a la direction d’excitation. Chaque point est la moyenne
de 5 mesures. Les courbes en trait plein sont les fits, par des gaussiennes asymétriques
(voir formule (5.118)), des courbes expérimentales. En pointillés figurent les fits gaus-
siens des spectres des excitations a 2 photons. Ces excitations sont crées en méme
temps que les excitations a 4 photons (voir texte).
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fréquences, calculées dans la LDA, ainsi que les résultats de nos simulations numériques
aq=2,1pum™ (g€ =0,59) et ¢g=3,0 um=* (¢¢ =0,80), sont également indiqués sur
cette figure. On remarque, en particulier & ¢ = 2,1 um~' et & ¢ = 6,0 um™", que les
résultats expérimentaux et théoriques ne sont pas en bon accord, au-dela des barres
d’erreurs sur les fréquences mesurées, qui ont été déterminées rigoureusement.

Cela nous porte a croire que l'incertitude sur le nombre d’onde ¢, inhérente a la
mesure de 'angle 0 lié & ¢ par la relation (5.117), et représentée sur la figure 5.23 par
les barres d’erreurs horizontales, a été sous-estimée. Cela est tout a fait envisageable,
compte tenu de la difficulté, causée par 'encombrement optique de notre dispositif
expérimental, de faire une mesure précise de I’angle 6. Pour que les résultats expéri-
mentaux soient cohérents avec la théorie, il faudrait multiplier par 3 les barres d’erreurs
sur q. Cela n’affecterait fort heureusement pas la validité des résultats présentés dans
la figure 5.17, pour lesquels les incertitudes des mesures expérimentales sont dominées
par les barres d’erreurs verticales. Nous avions d’ailleurs choisi, par souci de clarté, de
ne pas représenter les barres d’erreurs horizontales sur cette figure.

Variation du potentiel chimique : Dans les expériences décrites dans le présent
chapitre, le potentiel chimique g du BEC de chrome vérifie 1/h =~ 1400 Hz (h étant la
constante de Planck). Notre condensat n’étant pas parfaitement sphérique, la contri-
bution de la DDI au potentiel chimique est faible, mais non nulle. Pour toutes nos
mesures, nous avons vérifié par calcul que lorsqu’on bascule le champ magnétique de
polarisation des dipdles, 6, passant de 7/2 a 0 rad, la variation Au/h du potentiel
chimique est inférieure a 50 Hz. Or la variation Aw{™ /27 de la fréquence moyenne
des spectres d’excitation est de l'ordre de 300 Hz pour ¢ > 0,8 (voir fig. 5.23 pour
nos points expérimentaux a ¢ > 3,0 um™'). Cette variation est bien supérieure a la
variation Apu/h du potentiel chimique. On s’apercoit ici que ’énergie des excitations
locales du condensat subit assez fortement I'influence de la DDI, alors que le potentiel
chimique, qui représente I’énergie du condensat dans sa globalité, est peu modifié¢ par
cette interaction. Ce phénoméne est exacerbé dans le cas 3D homogéne, pour lequel
I'influence de la DDI sur le potentiel chimique est nulle.

Courbe de dispersion normalisée : Les spectres d’excitation présentés dans les
figures 5.18 & 5.22, n'ont pas été relevés avec le méme nombre d’atomes. La densité
atomique différe donc d’un spectre a 'autre. Nous choisissons de représenter I’énergie
des quasi-particules de Bogoliubov dans la LDA en la normalisant de la fagon suivante,
la rendant indépendante de la densité atomique : d’aprés la formule (5.105), nous savons
que, dans la LDA, cette énergie vérifie :

€hq .
e ame2 ~ 1 (46) (5.124)

ou f(z) = v/22(a? + 2) et & est défini dans la formule (5.106).
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FIGURE 5.23 — Fréquence moyenne des spectres d’excitation, en fonction de q, hq
étant le moment transféré aux atomes par les faisceauxr de Bragg. Les points bleus
et les cercles rouges correspondent respectivement a un champ magnétique paralléle
(04 = 0) et perpendiculaire (04 = 7/2) a l'aze d’excitation. Les barres d’erreurs ver-
ticales correspondent a l’écart-type des fréquences centrales des spectres d’excitation et
correspondent o un intervalle de confiance a 70 %. Les barres d’erreurs horizontales
correspondent a l'incertitude expérimentale sur le moment hq associé a chaque point.
Carrés : Fréquences théoriques moyennes des excitations dans la LDA pour 04 = 0
(bleu) et 04 = w/2 (rouge). La courbe bleue (rouge) est un guide pour l'oeil des fré-
quences théoriques moyennes dans la LDA, pour 84 = 0 (8q = m/2). Losanges : ré-
sultats de simulations numériques de ’équation de Gross-Pitaevskii, a ¢ = 2,1 um™*
(¢ = 0,59) et ¢ = 3,0 pm~" (g€ = 0,80), pour O = 0 (bleu) et 6 = m/2 (rouge).
Courbe en pointillés : courbe parabolique de dispersion d’une particule libre, définie par
w = hq?/2m. Insert : agrandissements aux grandes longueurs d’onde. Cercle en tirets :
Agrandissement prés du régime des particules o ¢ = 15,4 um™"' (g€ = 4,2).
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Dans la figure 5.24, nous superposons a la courbe de f(g&q) les énergie normalisées

g (eap)

12 /2méEq?? hq
données expérimentales. Nous pouvons donc juger de I'accord de résultats expérimen-

taux avec la courbe de dispersion théorique obtenue dans la LDA.

ol € est I’énergie moyenne d’une excitation de moment hq, tirées de nos

Notons que pour un moment hq et une densité atomique donnés, le parametre &g
dépend de I'angle 0, que fait le champ magnétique avec 1’axe d’excitation. Il n’est donc
pas étonnant de voir que sur la figure 5.24 les points expérimentaux, correspondant a
des excitations de méme moment hq, ne figurent pas a la méme abscisse pour deux
angles 04 différents.

Mesure de la vitesse du son : Les données expérimentales obtenues a # = 14,5°
(g€ = 0,80) sont, comme nous I’avons mentionné précédemment, en bon accord avec les
prédictions théoriques faites dans la LDA. Cela se constate aisément sur la figure 5.24.
La fréquence de résonance w™ /2m a g€ = 0,80 est de Pordre de 1500 Hz (voir figure
5.23 a q=3,0 um™!). Cette fréquence est sensiblement supérieure aux fréquences du
piége, qui, rappelons-le, valent w,/2m = 260 Hz, w,/2m = 145 Hz et w,/2n = 180 Hz.
Cela confirme une fois de plus, qu’a cette longueur d’onde, on est bien dans le régime
dans lequel les excitations du condensat sont locales, et pour lequel la LDA est valable.
Les deux mesures de wff’”p ) 4 ¢¢ = 0,80, pour 0y = 0 et 6, = /2, nous permettent
d’en déduire la vitesse du son ¢4(fy), définie, dans la LDA, dans la formule (5.107).
On trouve ¢,(0) =2,64 + 0,1 mm.s™! et ¢ (7/2) =2,06 + 0,05 mm.s'. L’écart relatif
entre ces deux vitesses est de 25 %. Ces résultats expérimentaux sont en bon accord
avec les valeurs théoriques de la vitesse du son, calculées, dans la LDA, en utilisant
les paramétres de notre expérience (N = 10150 atomes dans le BEC, les fréquences du
piége étant données plus haut) : 2,56 mm.s~' lorsque 64 = 0 et 2,05 mm.s~! lorsque
Oq = /2.

Nos mesures montrent que les ondes sonores se propagent plus rapidement dans la
direction paralléle & I'axe de polarisation des dipoles, qu’elles ne se propagent perpen-
diculairement a cet axe. On retrouve le comportement prévu par la formule (5.27) dans
le cas homogéne 3D. Cet effet de la DDI sur la vitesse de propagation d’une onde de
densité présente des similarités avec le phénomeéne de striction du condensat par la
DDI, lors de 'expansion de ce dernier. En effet, comme nous ’avons vu dans la partie
4.1.1, 'expansion du BEC de chrome est accélérée par la DDI dans la direction paral-
lele a I'axe de polarisation des dipoles. Elles est ralentie par la DDI dans les directions
perpendiculaires a cet axe.

5.4.5 Influence de la DDI sur le facteur de structure statique

Mesure du facteur de structure statique : Pour une excitation de moment Aq,
. . L. ( N N .
nous déterminons le facteur de structure statique expérimental Sq ™" ) grace a la relation
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FIGURE 5.24 — Accord théorie-expérience de l’énergie moyenne d’une quasi-particule de
Bogoliubov dans un BEC de chrome. Sont représentées les énergies des quasi-particules

de Bogoliubov, en unités de %, pour un champ magnétique paralléle (points bleus) et
q

perpendiculaire (cercles rouges) a la direction de l'excitation. En abscisse se trouve le
moment hq transféré aux atomes par les faisceauxr Bragg, en unités de hfq_l. La courbe
en trait plein est celle de la fonction f(x) = \/x%(2? + 2), et représente la relation
de dispersion dans la LDA. Les barres d’erreurs verticales correspondent a l’écart-type
des fréquences centrales des spectres d’excitation et correspondent a un intervalle de
confiance & 70 %. Les barres d’erreurs horizontales correspondent a lincertitude ex-
périmentale sur le moment hq associé a chaque point. Insert : agrandissement aux
grandes longueurs d’onde. Losanges : résultats de simulations numériques de [’équation
de Gross-Pitaevskii, pour 6 = 10,47 (¢€ = 0,59) et § = 14,5° (¢¢ = 0,80), avec 64 =0
(losanges bleus) et Oy = 7/2 (losanges rouges).
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suivante, obtenue a partir de (5.115) :

I dw PLEP) (tp,w)
27TtB (93/2)2

(exp) _
Ster) — (5.125)
ot P& (tp,w) est Pamplitude d’excitation expérimentale aprés une impulsion de
Bragg de fréquence w/2m et de durée tp.

Le terme [;° dw P& (tp,w), dans la formule (5.125), est estimé en posant, pour un
spectre donné :

/ dwP ) (i, w) ~ 27 Y (5.126)
0

ou I(Gq) est I'intégrale de la gaussienne asymétrique G 4(f) utilisée pour fitter ce spectre
(avec f = w/2m). Pour tous nos spectres expérimentaux, les fréquences négatives ont

une contribution négligeable a l'intégrale de G4(f). On peut donc dire que I(GQ) R~
I~ df Ga(f), ce qui justifie Péquation (5.126).

Nos mesures de S((fxp ) sont représentées en figure 5.25, pour les deux orientations du
champ magnétique. Nous n’avons ici pas tenu compte des résultats de l'expérience de
diffusion de Bragg a 4 photons, pour laquelle la dynamique d’excitation est complexe.
Les grandes barres d’erreurs sur S.gmp ) sont dues a lincertitude expérimentale de 40
% sur notre calibration de Qg% Sur la figure 5.25 figurent également les facteurs de
structure théoriques dans la LDA. Les points a ¢¢ = 0,33 n’apparaissent qu’a titre
indicatif car nous savons que la LDA n’est pas du tout applicable & une longueur
d’onde aussi grande.

L’accord théorie expérience est bon a g€ = 0, 8. Il est moins bon aux moments plus
faibles ou 'on s’attend & ce que les prédictions de la LDA ne soient pas vérifiées. A
g€ = 4,2, on obtient un résultat aberrant car on a S((fw ) > 1. Cela est probablement
lié & une erreur dans notre calibration de Qz2, ou dans notre mesure de la puissance

des faisceaux de Bragg.

Influence de la DDI : Pour étudier I'influence de la DDI sur le facteur de struc-
ture statique, on mesure la variation relative de Séemp ), liée au basculement du champ
magnétique.

Cette variation est définie par :

A S((le:vp) Sécjp) _ S(ewp)

= @/ (5.127)
ST (S s

ou S((fff ) (Séeip )) est le facteur de structure statique expérimental lorsque le champ
magnétique est paralléle (perpendiculaire) au moment fiq de l'excitation.
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Points noirs : facteur de structure statique expérimental Séexp) lorsque

le champ magnétique est paralléle a la direction de lexcitation (84 = 0). Carrés noirs :

facteur de structure statique expérimental S((fxp ) lorsque le champ magnétique est per-
pendiculaire & la direction de 'excitation (0q = 7/2). Les barres d’erreurs correspondent
a notre incertitude de 40 % sur Qg*. Cercles et carrés blancs : valeurs théoriques, dans
la LDA, du facteur de structure statique, respectivement pour 84 = 0 et 0y = 7/2.
Insert : Agrandissement aux grandes longueurs d’onde.



5.4. RESULTATS EXPERIMENTAUX 201

En utilisant les relations (5.125) et (5.126), (5.127) devient :

AsE™ I I

= %1 G/ (5.128)
S UL+ 1)/

ou [ é,q} / (Iéq)l) est l'intégrale du fit du spectre expérimental lorsque le champ magné-
tique est paralléle (perpendiculaire) au moment fiq de 'excitation.

Les valeurs de AS™) / SEP) caleulées, a partir des spectres expérimentaux, d’aprés
la formule (5.128), sont représentées dans la figure 5.26. ASS™ /5™ est indépendante
de Qp et les barres d’erreurs sur cette variation relative sont uniquement dues aux
incertitudes sur I((;; ) et ]g?)l.

Les valeurs théoriques, dans la LDA, de ASy/S, ainsi que les résultats de simula-
tions numériques, sont également indiqués sur la figure 5.26.

Les résultats de la figure 5.26 montrent que nos barres d’erreurs sont encore trop
grandes, nos données encore trop bruitées, pour nous permettre de conclure quant a
I'observation d’un effet de la DDI sur le facteur de structure statique d’'un BEC de
chrome.

Une mesure précise de cet effet constituerait un résultat intéressant puisque révéla-
teur de I'influence de la DDI sur les corrélations de densité aux longues distances dans

le BEC.

Conclusion

Nous avons étudié expérimentalement, grice a la diffusion de Bragg, l'influence de
la DDI sur l’énergie des excitations de Bogoliubov, dans un condensat de chrome. Cette
expérience nous a permis de sonder la courbe de dispersion des excitations sur un do-
maine assez large. Nous avons exploré le régime phononique, pour lequel les excitations
sont collectives, et nous nous sommes approchés du régime des particules. Nous avons
observé, apres le basculement, d’un angle de 7/2, de la direction du champ magnétique
de polarisation relativement a la direction de l'excitation, une variation d’environ 15 %
de l’énergie d’un phonon. Ce résultat, sensiblement supérieur auz variations relatives,
qui ne dépassent pas 4 % , de la fréquence du mode collectif étudié au chapitre 4, et du
potentiel chimique, est une conséquence du caractere local de [’excitation d’un phonon.

Lorsque la longueur d’onde de l’excitation est suffisamment petite devant les dimen-
stons du condensat, nos résultats sont en bon accord avec les prédictions théoriques
établies dans la LDA. De ces résultats expérimentauz, nous avons déduit la vitesse du
son dans le condensat de chrome. Nous avons démontré que cette derniére augmente de
25 % environ lorsque l'angle 84, fait par 'aze de polarisation des dipdles et la direction
de lexcitation, passe de /2 a 0. Ce résultat est propre a la propagation d’une onde
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FIGURE 5.26 — Points noirs : Variation relative ASS™ /SE™) du facteur de struc-
ture statique expérimental lorsque l'angle 04 entre 'axe de polarisation des dipdles et
Uaze d’excitation passe de w/2 a 0 rad. Les barres d’erreurs sont liées aux incertitudes
sur les intégrales de nos spectres expérimentauz. Elles correspondent a un intervalle de
confiance a 70 %. A q¢ = 0,59, le point noir, et les barres d’erreurs associées, corres-
pondent a l'analyse simultanée des données obtenues pour deux puissances différentes
des faisceauz de Bragq (voir texte partie 5./.1). Les résultats, obtenus séparément pour
chacune des deux puissances, sont représentés en pointillés verts. En haut figure le
résultat a haute puissance et en bas le résultat a basse puissance. Cercles blancs : va-
leur théorique, dans la LDA, de ASq/Sq. Losanges blancs : résultats de simulations
numériques de l’équation de Gross-Pitaevskii.
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sonore dans un BEC dipolaire en géométrie 3D.

Ces mesures nous encouragent a étudier l'influence de la DDI sur [’énergie des
excitations dans des systémes de plus basse dimensionnalité. Dans ces systéemes, cette
influence différe fortement du cas 3D ([155, , /). Nous pourrions, par exemple,
reproduire nos expériences de diffusion de Bragg sur un condensat de chrome confiné
dans un réseau 1D de crépes quasi-2D. En excitant le condensat dans le plan des crépes,
la diffusion de Bragg peut étre utilisée pour observer des phénomenes d’interaction
dipole-dipole inter-site ([15/]). On peut également faire varier la longueur d’onde de
l’excitation, entre des valeurs trés inférieures a l’épaisseur d’une crépe et des valeurs
tres supérieures a cette épaisseur. En observant les différences de comportement de la
DDI auz grandes et aux petites longueurs d’onde, correspondant respectivement a des
excitations 2D et 3D, nous pourrions peut-étre mettre en évidence des phénoménes
communs & la physique des rotons ([151, 372]).
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Chapitre 6

Relaxation dipolaire et
démagnétisation spontanée dans un

BEC de Chrome

Dans ce chapitre sont récapitulés des résultats expérimentaux importants, obtenus
au cours de ma these, et qui ont trait a la physique des condensats de magnétisation
libre. Ces résultats sont trés largement documentés dans la these de Benjamin Pas-
quiou ([81]). 1ls ont fait l'objet de trois publications ([71, 72, 75]). Dans la premiére
partie de ce chapitre, nous présentons l’étude la relaxation dipolaire dans un BEC' de
chrome. Nous observons que la relaxation dipolaire est, d’une part, trés sensible aux
corrélations de paire dans un gaz quantique, et, d’autre part, fortement influencée par
le confinement. Dans la deuxiéme partie, nous décrivons la démagnétisation spontanée
du condensat de chrome a trés bas champ magnétique. Ce phénomeéne est rendu énergeé-
tiquement favorable par la dépendance en spin de l’énergie d’interaction de contact. Il
est provoqué par des collisions semblables a la relaxation dipolaire, mais pouvant avoir
liew a des distances supérieures a la distance inter-particules, distances pour lesquelles
est applicable une théorie de champ moyen non local.

6.1 Etude de la relaxation dipolaire

La relaxation dipolaire

La relaxation dipolaire est un mécanisme de collisions inélastiques dues a l'inter-
action dipdle-dipole. Ce mécanisme se caractérise par la non-conservation du moment
magnétique total des particules entrant en collision. Les atomes de chrome peuvent, par
ce processus, perdre de I'énergie Zeeman, qui se transforme en énergie cinétique. Dans
des systémes a symétrie cylindrique, il y a un transfert du moment magnétique vers le
moment orbital relatif des particules subissant la relaxation dipolaire. Les produits de
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collision sont alors mis en rotation I’'un autour de 'autre.

A champ magnétique non nul, la relaxation dipolaire ne peut pas avoir lieu dans le
sous-¢tat Zeeman de plus basse énergie, |m; = —3), dans lequel le BEC est produit
(]63]). Pour amorcer la relaxation dipolaire, on transfére les atomes dans le sous-état
magnétique de plus haute énergie, |m; = +3), grace au balayage adiabatique d’un
champ magnétique radio-fréquence (RF).

Il existe deux canaux de relaxation dipolaire pour des collisions a deux atomes
dans 'état |m9) = +3,m§~2> = +3) (mf,l) et meQ) sont respectivement les moments
magnétiques de chacun des deux atomes).

Le premier canal est :

1
3,3) — —(]3,2) + 12, 3)), 6.1
3,3) \/§<| ) +12,3)) (6.1)
AE(l) = gJ[LBB, (62)
alors que le deuxiéme canal est :
AE® =2g;upB, (6.4)

ot AEMW et AE® sont respectivement les gains en énergie cinétique de la paire
d’atomes, aprés une collision, pour les canaux 1 et 2 de relaxation dipolaire. g; = 2,00
est le facteur de Landé des atomes de chrome dans I'état “Ss. up est le magnéton de
Bohr.

6.1.1 Relaxation dipolaire dans un potentiel d’interaction mo-
léculaire

Mesure du paramétre de relaxation dipolaire

La relaxation dipolaire a déja été étudiée expérimentalement dans les cas du césium

([45]), du lithium ([174]), de I’hélium métastable ([175]) et du chrome ([43]).

Dans le cas du chrome, le taux de relaxation dipolaire a été estimé théoriquement
dans [13], grace a approximation de Born, sans considérer les effets du potentiel d’in-
teraction moléculaire a courte portée. Nous allons voir que cette approche n’est valable
qu’a des champs magnétiques relativement faibles (B < 5 G).

Dans notre expérience, nous avons étudié la relaxation dipolaire dans le BEC de
chrome, pour un champ magnétique B allant de 0,02 G a 10 G. A fort champ ma-
gnétique, I’énergie relachée par relaxation dipolaire est suffisante pour que des atomes
soient éjectés du piége. La densité atomique au point r, n(r, t), évolue selon I’équation
suivante.
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W = —B,n(r,t) — Tyn(r, t), (6.5)

ou 3, est le paramétre de pertes a deux corps associé a la relaxation dipolaire. I'; &~ 0,1
s~! est le taux de pertes & un corps, dues aux collisions avec le gas résiduel.
On a
ﬁr = Br,l + ﬁr,Q (66)
ou .1 et 3,2 sont respectivement les parameétres de collisions associés au premier et
deuxiéme canal de relaxation dipolaire.

Les résultats de la mesure du paramétre 3, en fonction du champ magnétique B
sont présentés dans la figure 6.1.
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FIGURE 6.1 — Carrés rouges : mesures expérimentales du paramétre (5, de relazation
dipolawre. Courbe en tirets : estimations théoriques de (3., utilisant ’approximation de
Born, sans considérer les potentiels d’interaction moléculaire. Dans cette approrima-

tion, on a B, x VB.

La courbe en tirets sur la figure 6.1 représente les résultats théoriques s’inspirant
de [13], qui utilisent 'approximation de Born, sans considérer le potentiel d’'interaction
moléculaire. Dans cette approximation, on a 8, x v/B.

Autour de B = 4 G, les résultats expérimentaux sont en fort désaccord avec la
courbe en tirets. En effet, on observe entre 2 et 8 G environ, une forte réduction de la
relaxation dipolaire, le minimum se trouvant a B ~ 4 G.

Pour interpréter ce phénoméne, il est nécessaire de tenir compte des effets du po-
tentiel d’interaction moléculaire & courte portée. C’est ce que nous faisons ci-dessous.
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Une sonde des corrélations de paire dans le condensat

La relaxation dipolaire couple une onde s & une onde de moment orbital I = 2 ([71]).

Pour une onde de moment orbital relatif [, la force centrifuge crée une barriére de
potentiel dont I’énergie, a la distance r, est égale a R2[(I + 1)/mr?. Pour | = 0, il n’y
a pas de barriére centrifuge. Les potentiels d’interaction moléculaire, avant (I = 0) et
aprés (I = 2) un événement de relaxation dipolaire, sont représentés dans la figure 6.2.

Potentiel d’interaction moléculaire

()
i R

Distance inter-nucléaire

FIGURE 6.2 — Représentation des potentiels d’interaction moléculaire, avant (I =0) et
apres (I = 2) un événement de relaxation dipolaire. A grande distance inter-nucléaire,
Uécart énergétique entre ces deux potentiels est égal & AEY), correspondant & l'énergie
cinétique gagnée par la paire d’atomes pour le canal j de relazation dipolaire. |o9)) est
I’état magnétique de sortie des deux atomes apres la diffusion. On a o)) = \%(|3, 2)+
12,3)) et [0®) = |2,2). le trait vertical en pointillés indique la distance RY) a laquelle
les potentiels | =0 et | = 2 se croisent.

On remarque sur cette figure que les potentiels [ = 0 et | = 2 se croisent lorsque

22(2+1)
mr?
ou j =1 (j =2) pour le canal 1 (2) de relaxation dipolaire.

Les deux potentiels se croisent donc a la distance r = RY), ott RY) est définie par :

: / 6
RY) = py | ———— 6.8
JjmgypupB (6:8)
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La distance RY) correspond & la position du point de rebroussement classique d’un
atome se dirigeant, avec une énergie cinétique AEY) | vers le centre du potentiel molé-
culaire [ = 2. Nous pouvons montrer que la relaxatlon dlpolalre a lieu principalement
a une distance R}%D valant - 16 wl @) ([71]). Le paramétre 8 est donc proportionnel a

la probabilité de présence de deuX particules situées a la distance R}, G ) I'une de 'autre.

Comme RRD x 1/ VB, notre expérience nous permet, en faisant varier le champ
magnétique B, de sonder la fonction de corrélation de paire dans le condensat. Cette
fonction est proportionnelle au carré du module de la fonction d’onde de collision,
qui présente un neeud a la distance r = ag (ag est la longueur de diffusion en onde
s, associée aux interactions de contact de deux atomes dont le spin total S est égal
a 6. Dans les chapitres précédents, nous nous étions, par Commodlte référés a cette
longueur de diffusion en l'appelant a). Ainsi, le parametre Br s’annule lorsque le
champ magnétique B est tel que jo)j = ag. B,« et ,Br ne s’annulant pas au méme
champ magnétique B, il n’y a jamais d’annulation totale de la relaxation dipolaire.
Néanmoins, nos arguments nous permettent d’expliquer la forte réduction, visible dans
la figure 6.1, du paramétre [, = BTI) + ﬂr de relaxation dipolaire, autour de B = 4 G.
Nous avons vérifié qu’a cette valeur du champ magnétique, Rg,)j et Rgp sont de l'ordre
de ag (d’apres |76, 64], ag ~ 110ap, ot ap est le rayon de Bohr).

De plus, on remarque, sur la figure 6.1, que pour les faibles champs magnétiques
(<« 5 G), Papproximation de Born ne tenant pas compte du potentiel d’interaction
moléculaire permet une estimation relativement bonne de 3,. Cela est cohérent avec
le fait qu’a ces bas champs magnétiques, on a Rgg > ag. La relaxation dipolaire a
alors lieu & des distances ou les effets, & courte portée, du potentiel moléculaire sont
quasiment absents.

Autres résultats

Gréce aux calculs d’Anne Crubellier du Laboratoire Aimé Coton, nous avons pu
tenir compte des effets a trés courte portée, inférieure au rayon de van der Waals,
du potentiel d’interaction moléculaire, sur la relaxation dipolaire. En comparant ces
calculs a nos résultats expérimentaux, nous en avons déduit de nouvelles estimations
précises des longueurs de diffusion ag et ay. Ces estimations sont ag = (103 + 4)ap et
ay = (64 = 4)ap. Elles sont en bon accord avec |76, 64].

Nous avons reproduit les expériences de relaxation dipolaire sur un gaz thermique a
des températures de 'ordre du puK. Nous avons observé une réduction de la relaxation
dipolaire semblable a celle de la figure 6.1. A la lumiére de ce résultat, nous avons
démontré que dans un gaz thermique, & un champ magnétique suffisamment élevé,
seule 'onde partielle [ = 0 contribue a la relaxation dipolaire. Cela nous méne a des
conclusions intéressantes sur le piégeage magnétique d'un gaz dégénéré de Fermions
de chrome (|71]). Ce résultat ouvre également la voie vers la mesures des corrélations
du second ordre dans un gaz thermique. Il pourrait nous permettre d’observer des
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phénomeénes similaires a I'effet Hanbury-Brown et Twiss ([176, 177]).

Enfin, nous avons utilisé un champ magnétique radio-fréquence (RF) pour controler
la relaxation dipolaire. Les atomes étant polarisés dans le sous-état Zeeman de plus
faible énergie, |m; = —3), nous avons ouvert, grace a ce champ, des canaux de relaxa-
tion dipolaire qui sont, normalement, énergétiquement interdits. L’association de ces
canaux avec l’absorption de photons RF les rend énergétiquement favorables (|71]).

6.1.2 Relaxation dipolaire dans un BEC fortement confiné
Influence du confinement sur les interactions

L’influence du confinement sur les interactions de contact a été étudiée théorique-
ment dans le cas 3D ([178, 179]), quasi-2D ([180, 181]) et quasi-1D ([182, 183]). Ces
interactions ne sont modifiées par le confinement que si leur longueur de diffusion est
du méme ordre de grandeur que la taille de l'oscillateur harmonique. Les plus forts
confinements sont atteints actuellement grace a des réseaux optiques. La taille typique
de l'oscillateur harmonique dans les sites de ces réseaux est de 50 nm, ce qui est bien
supérieur aux longueurs de diffusions usuelles dans les gaz quantiques (dans le cas du
chrome, on a ag &~ 5 nm). Pour étudier 'influence du confinement sur la diffusion en
onde s, il est donc nécessaire d’augmenter la longueur de diffusion grace a des réso-
nances de Feshbach.

Pour la relaxation dipolaire, la situation est différente. Comme nous allons le voir,
ce type de collision subit 'influence du confinement lorsque la distance Rgg (j =1
ou 2 selon le canal considéré) est de l'ordre de, ou supérieure a la taille de 1'oscilla-
teur harmonique. Comme jo)j x 1/ VB , 1l suffit de baisser suffisamment la valeur du
champ magnétique pour vérifier cette condition. Il n’est donc nullement besoin d’utili-
ser une résonance de Feshbach pour observer les effets du confinement sur la relaxation
dipolaire.

Relaxation dipolaire dans un réseau 2D de tubes quasi-1D

Pour confiner fortement le BEC de chrome selon un ou deux axes, nous avons utilisé
des réseaux optiques. Un réseau optique 1D formé de crépes quasi-2D a été créé grace a
un faisceau laser horizontal rétro-réfléchi a 532 nm (|71]). Pour créer un réseau optique
2D formé de tubes quasi-1D, nous avons rajouté, a ce premier faisceau, un deuxiéme
faisceau, vertical et rétro-réfléchi, de méme longueur d’onde que le premier ([72]). Dans
cette partie, nous nous limiterons au cas des tubes quasi-1D, pour lesquels les effets
du confinement, sur la relaxation dipolaire, sont plus marqués que dans les crépes
quasi-2D.

En augmentant lentement la puissance des faisceaux laser & A = 532 nm, on charge
adiabatiquement le condensat dans le réseau 2D. Au terme de ce chargement, la pro-
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fondeur du réseau est de 25 Eg, ou Er = % A cette profondeur, le temps d’effet
tunnel est long (40 ms). Nous obtenons donc une collection de gaz quantiques quasi-
1D, indépendants et localisés dans chacun des sites du réseau. Le champ magnétique
est précisément orienté selon 'axe O, des tubes (voir fig. 6.3 a)), ce qui garantit la
symétrie cylindrique de chaque nuage 1D polarisé.

Au terme du chargement du BEC dans le réseau, nous avons transféré les atomes
de l'état |m; = —3) a 'état |m; = +3) pour déclencher la relaxation dipolaire. Dans
cette expérience, nous avons fait varier le champ magnétique dans une plage de valeurs
relativement faibles (0,01 G < B < 0,07 G). Pour ces valeurs de B, I’énergie relachée par
relaxation dipolaire n’est pas suffisante pour éjecter des atomes du piége. La relaxation
dipolaire se manifeste alors par un peuplement des premiéres bandes excitées du réseau,
ainsi que par un chauffage dii a la désexcitation collisionnelle des atomes de la deuxiéme
bande excitée (|72]). Il en résulte un gain en énergie, que nous avons mesuré, aprés 75 ms
de relaxation dipolaire, en fonction de la valeur de la fréquence de Larmor wy = g wupB
(voir 6.3 b)). Cette mesure a été effectuée a I’aide d’une procédure de “band mapping”

([184, 185]).

a) b)

Energie gagnée (nK)

T T T T T T T T

20 60 100 140

Fréquence de Larmor wo/2n (kHz)

FIGURE 6.3 — a) : Schéma des tubes quasi-1D créés par le réseau optique 2D. Les deux
faisceauz du réseau optique sont orientés selon les axes O, et O,. Les tubes sont alors
ortentés selon l'axze O,. Dans notre expérience, le champ magnétique B est polarisé le
long de laze des tubes. b) : Energie gagnée par le nuage chargé dans le réseau aprés
75 ms de relazation dipolaire, en fonction de la fréquence Larmor. La bande rouge
représente la position et la largeur du seuil de relaxation dipolaire. La courbe rouge est
un guide pour [’oeil.

On constate, sur la figure 6.3 b), que dans les tubes 1D, il existe un seuil de champ
magnétique au-dessous duquel la relaxation dipolaire disparait presque totalement.



6. RELAXATION DIPOLAIRE ET DEMAGNETISATION SPONTANEE DANS UN BEC DE
214 CHROME

Ce seuil se situe & wy = wy, ol wy, = 271 x 120 kHz est 1’écart énergétique entre la
bande fondamentale et la premiére bande excitée du réseau. Lorsque wyg < wy, ’énergie
relachée par relaxation dipolaire n’est pas suffisante pour transférer les atomes dans une
bande excitée du réseau. La relaxation dipolaire est alors énergétiquement interdite.
Au-dessous du seuil, la température du gaz quantique est, au bout de 75 ms, encore
bien inférieure a la température de dégénérescence en géométrie 1D ([186]). La présence
de ce seuil refléte la forte réduction de la densité d’état, liée & la basse dimensionnalité
du systéme.

Si 'on calcule la distance de relaxation dipolaire Rgg (j = 1 ou 2 selon le canal
considéré) lorsque le champ magnétique B est tel que wg = wy, on obtient :

G - 16
RD 371'\/3 )

ol ar, = y/h/muwy, est la taille de l'oscillateur harmonique dans un site du réseau. La

(6.9)

quasi-suppression de la relaxation dipolaire intervient donc lorsque Rgg 2 ayp.

Nous avons calculé, d’aprés les données de la figure 6.3, le paramétre de relaxation
dipolaire au-dessous du seuil. Nous avons obtenu 3, = (5 4 1,5).1072*m?.s7!. Cette
valeur est typiquement 1000 fois inférieure aux valeurs obtenues dans le cas 3D (voir
figure 6.1).

Au-dessus du seuil (wg > wy), il est énergétiquement possible, par relaxation di-
polaire, de peupler les deux premiéres bandes excitées du réseau. On trouve alors
B, = (4,6 £1,4).1072°m3.s71, en accord raisonnable avec des calculs théoriques uti-
lisant une régle d’or de Fermi (|72]).

Vers une observation de ’effet Einstein-de Haas

Dans un systéme a symétrie cylindrique, des collisions modifiant la magnétisation
du systéme engendrent une mise en rotation des particules. Ce phénoméne est analogue
a l'effet Einstein-de Haas existant dans les ferroaimants ([19]). Son observation dans un
gaz quantique, suggérée dans [187, 48, 50, 188], constituerait un résultat expérimental
important.

Dans les tubes quasi-1D de notre expérience, la suppression de la relaxation dipo-
laire, au-dessous du seuil, est une forte indication de la symétrie cylindrique. En effet,
nous avons constaté que lorsqu’on oriente le champ magnétique perpendiculairement
aux tubes, ce qui brise la symétrie cylindrique, la relaxation dipolaire ne s’annule plus
([72]). Au-dessus du seuil, les atomes peuplant, par relaxation dipolaire, les bandes
excitées du réseau, sont mis en rotations si la symétrie cylindrique est respectée. Mal-
heureusement, en raison du fort effet tunnel existant dans ces bandes, 1’excitation
cohérente de ces états tournants est impossible. Pour y remédier, il faudrait utiliser un
réseau au moins 3 fois plus profond que le nétre, afin de réduire suffisamment la largeur
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des premiéres bandes excitées, et donc le taux d’effet tunnel entre sites du réseau dans
ces bandes (|72]).

6.2 Démagnétisation spontanée dans un BEC dipo-
laire

Dans un BEC a plusieurs composantes de spin, ’énergie due aux interactions de
contact est dépendante du spin total S,, de deux atomes entrant en collision. En ef-
fet, les longueurs de diffusion en onde s des potentiels moléculaires associés au spin
Sy, sont différentes 'une de I'autre. Cela peut donner naissance a plusieurs phases
quantiques spinorielles ([189, 190]). Les collisions d’échange de spin, dues aux inter-
actions de contact, peuvent engendrer des transitions entre les différentes phases. Ces
derniéres ont été explorées expérimentalement dans [191, , , , , |, pour
des atomes de spin F' =1 ou F' = 2, dans des condensats de Rb ou de Na.

Les condensats dipolaires ouvrent de nouvelles perspectives dans le domaine de la
physique des spineurs. En effet, contrairement aux interactions de contact, I'interaction
dipdle-dipole ne conserve pas la magnétisation du systéme. Dans un gaz quantique
dipolaire, il est donc possible d’observer des transitions entre des phases spinorielles de
magnétisations différentes ([51, 50]), jamais observées avant l'expérience décrite ici.

Dans notre expérience, nous avons observé la démagnétisation spontanée d’'un conden-
sat de chrome.

Observation de la dépolarisation du BEC de chrome

A fort champ magnétique B, le BEC de chrome, polarisé dans I’état |m; = —3), est
stable magnétiquement : la phase ferromagnétique dont la magnétisation vaut —3¢g;up
est la phase de plus basse énergie.

Dans 'état |m; = —3), les atomes n’interagissent que dans un potentiel moléculaire
Sm = 6, dont la longueur de diffusion ag est la plus grande de toutes les longueurs de
diffusion en onde s du *2Cr. Dans cet état, 'énergie d’interaction est donc plus grande
que dans les autres états magnétiques. Ainsi, en se démagnétisant, le condensat peut
perdre de I’énergie d’interaction. Si I'on baisse le champ magnétique, de fagon a ce
que le colit en énergie Zeeman, induit par cette démagnétisation, soit compensé par la
baisse de I’énergie d’interaction, la démagnétisation devient énergétiquement favorable.

Nous décrivons maintenant briévement nos résultats expérimentaux. Aprés avoir
produit le BEC de chrome dans I’état |m; = —3), nous avons fortement réduit le champ
magnétique B. Aprés 155 ms d’attente, nous avons analysé la répartition des atomes
dans les différents sous-états magnétiques, grace a une procédure de Stern-Gerlach.
Au-dessous d'un champ critique B,., valant environ 0,3 mG, nous avons observé une
dépolarisation du condensat (voir figure 6.4). Dans notre expérience, la valeur du champ
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magnétique a été précisément controlée, avec une précision de 100 uG ([73]). A champ
magnétique “nul” (<100 pG), la démagnétisation est presque totale : il subsiste une
magnétisation de -0,5g 3.

FIGURE 6.4 — Répartition des atomes dans les différents sous-états Zeeman, pour plu-
sieurs valeurs du champ magnétique B, aprés 155 ms d’attente. Ces images sont obte-
nues grace a une procédure de Stern-Gerlach ([75]). a) B =14+0,1 mG. b) B = 0,54+0,1
mG. ¢) B=10,25+0,1 mG. d) B=>50=+50 uG. Au champ magnétique le plus faible
(image d)), la magnétisation est de -0,5gup.

Un seuil de démagnétisation dépendant du champ moyen d’interaction de
contact

A la température T = 0, le champ magnétique critique B,, au-dessous duquel le
BEC se dépolarise s’écrit (|51, 73]) :

21h%(ag — aq)n

gippBe = 0,7 (6.10)

m
ay est la longueur de diffusion, associée au potentiel moléculaire S, = 4, dans lequel
peuvent interagir deux atomes dans I’état |m; = —2). n est la densité atomique. g;ugB.
est donc proportionnel a la différence entre les énergies de champ moyen d’interaction
de contact, pour 5,, =6 et 5, = 4.

Le calcul théorique de B, donne 0,25 mG, en bon accord avec la valeur mesurée
(~ 0,3 mG).

Nous avons reproduit 'expérience de démagnétisation, en chargeant cette fois-ci le
BEC dans un réseau optique 2D de tubes quasi-1D (identique au réseau décrit en partie
6.1.2). Nous avons alors obtenu B. ~ 1,2 mG (voir figure 6.5). La densité atomique dans
les tubes est sensiblement supérieure a celle du BEC 3D, ce qui explique I’augmentation
du champ critique. Le calcul théorique nous donne, pour les tubes, B. ~ 1,15 mG, en
bon accord avec le résultat expérimental correspondant.
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FIGURE 6.5 — Courbes expérimentales de démagnétisation, pour un BEC 3D (points
noirs) et pour un réseau 2D de tubes quasi-1D (triangles rouges). On représente la
fraction de population atomique dans ['état |m; = —3), aprés 155 ms, en fonction
du champ magnétique. Les courbes en trait plein sont des fits gaussiens des données
expérimentales. La largeur a 1/e de ces fits est de 0,3 mG pour le BEC 3D et de 1,2
mG pour le réseau 2D.

Une démagnétisation médiée par des interactions non locales

Lorsque B < 1 mG@G, la distance typique de relaxation dipolaire est supérieure a
300 nm. Elle est donc sensiblement supérieure a la distance interatomique (de 'ordre
de 100 nm). Ainsi, les collisions, dues a 'interaction dipole-dipole, qui provoquent la
démagnétisation du systéme, n’ont pas lieu entre plus proches voisins. L’énergie associée
a ces collisions peut étre modélisée par un champ moyen non local, qui refléte la longue
portée de la DDI.

Cette non-localité est particulierement flagrante dans le cas du réseau optique 2D.
La distance typique de relaxation dipolaire, aux champs magnétiques pour lesquels le
gaz dipolaire se dépolarise (B < 1 mG), est supérieure & la distance séparant deux sites
du réseau (= 270 nm). Nous avons comparé les dynamiques de dépolarisation du gaz
quantique de chrome, dans le cas 3D et dans le réseau. Alors que la densité atomique au
sein des tubes du réseau est sensiblement plus forte (typiquement trois fois plus forte)
que dans le BEC 3D, on constate que la démagnétisation dans le réseau est plus lente
que dans le BEC 3D ([73]). Pour interpréter cela, nous invoquons le fait que le taux de
dépolarisation est fixé par le champ moyen non local, da a la DDI (|18]). C’est donc la
densité atomique moyenne, dans le volume occupé par le réseau, qu’il faut considérer,
et non pas la densité au sein de chaque site du réseau. Or, sous l'effet de la forte
augmentation, due au confinement dans le réseau, des forces répulsives d’interaction
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de contact, le volume global du nuage augmente environ d’un facteur trois. La densité
moyenne dans le réseau est donc environ trois fois plus faible que dans le BEC 3D.
Le fait que la dynamique de dépolarisation soit plus lente dans le réseau est bien une
conséquence de la non-localité de la DDI. Ce phénoméne est indicateur des couplages
dipolaires inter-site. Nous avons vérifié que la démagnétisation du condensat persiste,
quelle que soit 'orientation du champ magnétique, et en particulier lorsque ce dernier
est paralléle aux tubes du réseau. La relaxation dipolaire n’est alors pas supprimée,
contrairement au cas décrit en partie 6.1.2, car, aux trés longues distances (supérieures
a la distance inter-site), le réseau de tubes 1D n’a pas la symétrie cylindrique.

Ces résultats ont été publiés dans |73]. Dans cet article, nous mentionnons également
I’observation d’une augmentation de la fraction thermique, associée & une diminution
de la température critique de condensation, due a la dépolarisation ([197]). Cette ob-
servation a orienté notre équipe vers l’exploration des propriétés thermodynamiques
d’un condensat a magnétisation libre ([195]).

6.3 Conclusion

Les résultats présentés dans ce chapitre sont une premiére exploration de la dyna-
mique des gaz quantiques dipolaires a magnétisation libre. Ils montrent que la DDI peut
étre utilisée pour caractériser les interactions entre particules a des distances variables :
a courte portée, pour sonder les corrélations de paires ; a moyenne portée, pour observer
les effets du confinement dans un réseau optique; et a longue portée, pour explorer les
effets de champ moyen, qui, dans le cas d’un BEC a plusieurs composantes de spin,
donnent lieu a une dynamique spinorielle.

De plus, la symétrie cylindrique joue un role particulier dans ces expériences. L inter-
action dipdle-dipdle nous permet de la caractériser, a plusieurs échelles de longueurs :
dans un réseau optique 2D de tubes quasi-1D, la relazation dipolaire est aussi bien
sensible a la symétrie cylindrique locale dans ces tubes, qu’a l’absence de symétrie cy-
lindrique a longue distance.
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Conclusion

Les résultats expérimentaux présentés dans cette thése dévoilent plusieurs propriétés
hydrodynamiques d'un BEC dipolaire. Nous nous sommes intéressés aux effets dipo-
laires sur les excitations de faible amplitude d'un BEC de chrome, dans un régime ou
les interactions de contact sont prédominantes (€4 = 0,16). Nous avons parcouru le
spectre d’excitation du condensat, des basses aux hautes énergies.

Aux trés basses fréquences, de 'ordre des fréquences vibrationnelles du piége (= 500
Hz dans notre expérience), le spectre d’excitation du condensat est discret. Il comporte,
en particulier, trois modes collectifs, dits “de surface”, caractérisés par des oscillations
couplées selon plusieurs axes du piége, et qui subissent l'influence de la DDI ([20]).

Nous avons excité les modes de surface en modulant la profondeur du piege. Nous
avons mis en évidence une modification de la fréquence du mode de surface intermé-
diaire, de type quadrupolaire ([78]), lorsque le champ magnétique est basculé de 90°.
L’effet que nous avons observé varie de 0 a 2,5 % environ, en fonction de la géomé-
trie du piege (|70]). Pour un condensat de 12000 atomes, ces résultats sont en bon
accord avec des calculs numériques faits dans 'approximation de Thomas-Fermi. Pour
des condensat moins peuplés, un ansatz gaussien nous permet de rendre compte de la
diminution de 'effet observé.

Aux hautes énergies, grandes devant les fréquences du piége, les excitations du
condensat forment un continuum. Elles se distinguent des modes de surface par une
longueur d’onde courte devant les dimensions du condensat, et par un caractére local.
Leur énergie est déterminée par la densité atomique, et est indépendante de la géo-
métrie du piége. Ces excitations créent des ondes de densité qui se propagent dans le
condensat. Aux longueurs d’onde supérieures a 27€ (£ est la longueur de cicatrisation),
il s’agit de phonons, qui sont des excitations collectives.

En I’absence de la DDI, la physique de ces excitations est gouvernée par les interac-
tions de contact, et est donc isotrope. La DDI modifie I’énergie des excitations et rend
leur propagation anisotrope. Pour observer ce phénomeéne, nous avons utilisé la diffu-
sion de Bragg, a plusieurs longueurs d’onde d’excitation. Nous avons, en particulier,
mesuré I’énergie des phonons dans un BEC dipolaire. Nous avons observé que, lorsque
le champ magnétique est basculé de 90°, et passe d'une direction perpendiculaire a I’axe
de transfert de moment a une direction paralléle a cet axe, cette énergie augmente de
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15 % environ. Cette augmentation est de l'ordre de €44, comme attendu par la théorie.
Ce résultat expérimental traduit, d’aprés nos calculs, une augmentation de 25 % de la
vitesse du son. La modification locale, induite par I’excitation, du champ moyen di a la
DDI, est a l'origine de ce phénomeéne. Ces résultats sont en bon accord avec des prédic-
tions théoriques faites dans une approximation de densité locale (LDA), que nous avons
adaptée au cas d'un BEC dipolaire. Cette approximation permet de transposer, au cas
d’un BEC piégé, la théorie des quasi-particules de Bogoliubov, originalement formulée
dans le cas d’un gaz infini homogéne de bosons. Nos résultats sur I’énergie des phonons
ont été obtenus pour des longueurs d’onde sensiblement inférieures aux dimensions du
condensat, mais non négligeables devant ces derniéres. Le bon accord avec la LDA
montre donc, dans le cas d’'un BEC dipolaire, la robustesse de cette approximation
locale,

De plus, en excitant le BEC de chrome a une trés faible longueur d’onde (< 27¢),
nous avons observé 'anisotropie de I'énergie dipolaire d’échange de moment entre une
particule excitée et le condensat. Cette énergie, proportionnelle & la transformée de Fou-
rier du potentiel d’interaction dipole-dipdle, est de l'ordre de €44, ce qui est confirmé
par notre expérience.

Ces résultats ouvrent la voie vers I'observation de I'anisotropie de la superfluidité
dans un condensat dipolaire.

D’aprés la relation de dispersion de Bogoliubov, établie pour un gaz homogéne de
bosons, la vitesse du son est égale a la vitesse critique superfluide. Nos résultats sur
I’anisotropie de la vitesse du son sont donc fortement indicateurs d’une anisotropie
de la superfluidité dans le BEC de chrome. Pour aller plus loin, il faudrait mesurer
directement la vitesse critique superfluide, avec des techniques similaires & celles utili-
sées dans ([0, 199]). Notre dispositif expérimental se préte relativement bien a ce genre
d’étude. Nous pourrions, par exemple, charger adiabatiquement le BEC de chrome dans
un réseau optique créé par nos deux faisceaux de Bragg, puis faire progressivement va-
rier le désaccord entre ces deux faisceaux. Cela engendrerait un mise en mouvement
du réseau, et probablement de la dissipation au-dessus d’une certaine vitesse critique.
En basculant la direction du champ magnétique, nous pourrions peut-étre mettre en
évidence 'anisotropie de cette vitesse.

Dans des condensats dipolaires quasi-2D, la vitesse critique devient inférieure a la
vitesse du son, avec, dans la relation de dispersion, ’apparition progressive d’un mi-
nimum rotonique ([151]). Le chrome pourrait étre utilisé pour observer ce phénomeéne.
Le dysprosium, plus fortement dipolaire (la DDI y est ~ 3 fois plus importante que
dans le chrome) et récemment condensé ([16]), semble cependant étre un meilleur can-
didat pour I’étude des rotons et de leur instabilité. Cette derniére se traduit par une
annulation de la vitesse critique ([32]).

les modes collectifs ont également de fortes implications dans cette thématique. De
fait, les modes “ciseaux” ont été utilisés comme un moyen de révéler la superfluidité
dans des condensats non dipolaires ([200]). A ce titre, ces modes suscitent un intérét
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particulier pour I’étude des condensats dipolaires, pour lesquels une modification de
leur fréquence par la DDI a été prévue ([124]).

D’autres résultats importants obtenus aux cours de ma theése, et brievement décrits
dans le présent ouvrage, font 'objet d'une étude détaillée dans la thése de Benjamin
Pasquiou ([81]), avec qui j’ai collaboré durant ces trois derniéres années. Ces résultats
portent sur la dynamique de spin d’un condensat dipolaire. Nous avons montré que la
relaxation dipolaire ([13]) peut étre utilisée pour sonder des corrélations de paires a
courtes distances dans un condensat ([71]). Nous avons également observé les effets, sur
la relaxation dipolaire, du confinement dans un réseau optique (|71, 72]). Enfin, aux
trés bas champs magnétiques, pour lesquels la distance typique de relaxation dipolaire
est supérieure a la distance inter-particule, la relaxation dipolaire est a l'origine d'une
dynamique spinorielle. Cette dynamique se traduit par la démagnétisation spontanée
du condensat, que nous avons observée ([73]).

Les outils que nous avons employés pour exciter le condensat de chrome pourraient
étre utilisés dans 'exploration des propriétés hydrodynamiques d’'un BEC a plusieurs
composantes de spin.

Il serait, par exemple, intéressant de mesurer, grace a la diffusion de Bragg, la vitesse
du son dans un condensat dépolarisé. Nous nous attendons a ce que cette vitesse différe
de celle que nous avons mesurée pour un condensat ferromagnétique polarisé dans
|m; = —3). En effet, les atomes d’un condensat dépolarisé interagissent entre eux en
onde s, avec plusieurs longueur de diffusion (ag, a4, ...), ce qui modifie I’énergie des
interactions de contact, et donc également la vitesse du son.

Pour conclure, nous pouvons mentionner les deux autres études expérimentales dé-
crites dans cette thése. Dans I'une d’elle, nous avons montré comment optimiser le
chargement du piége dipolaire, en accumulant les atomes de chrome dans un a quatre
états métastables. L’autre étude concerne I'asservissement en température d’une cavité
optique “ultra stable”, dont la stabilité relative, sur un an d’expérience, est meilleure
que 2.1077.
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Annexe A

Calibration expérimentale de la
profondeur du réseau optique créé par
deux faisceaux de Bragg

Cette annexe est un complément a la partie 5.2.2 du chapitre 5.

Nous rappelons que deux faisceaux de Bragg, de longueur d’onde Qf = 532 nm, et
faisant I'un avec ’autre un angle 6, se croisent au niveau du BEC de Chrome. Il créent
ainsi un réseau optique dont nous cherchons a déterminer la profondeur U.

Problématique : Le but de la discussion suivante est d’établir, aux faibles angles
6 tels que ¢¢ = 2ksin(0/2)¢ < 1, une méthode de calibration de la profondeur du
réseau optique nous permettant, a une puissance laser donnée, de déterminer la pro-
fondeur Uy du réseau optique. En excitant une transition Bragg d’ordre n, consistant
en 'absorption-ré-émission de n photons, on peut fournir au BEC un moment nhq. Si
n est suffisamment grand, on peut avoir ng€ > 1 alors que ¢€ < 1. La transition & n
photons a donc lieu dans le régime des particules et on a alors "22}5—7’:12 > p, ou p est

le potentiel chimique du BEC. L’énergie fournie aux atomes est donc, d’aprés (5.11),

) 3 . n2h2q2  n2h2g?
environ égale a 5 + p ~ L.

Si Uy > 1, on peut exciter, en superposant aux atomes un réseau optique immobile
de profondeur Uy, les transitions Bragg d’ordre inférieur a n,,qz, OU Nypes est défini par

([201]) -

Nomaz B2 G2 h? kﬁm
om ~ Tom (A1)

avec Kmar = Nmaezq. Dés que 'ordre d’une transition est supérieur a n,,,,, son énergie
étant alors supérieure a Uy, on peut négliger cette transition.

U()%

Cela se comprend classiquement en constatant que I’énergie cinétique maximale que
peut fournir un potentiel piégeant a une particule est égale a sa profondeur.
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nma12h2q2
h2q2 Y S : 27"; . <

devant =L c’est & dire quand ce réseau optique posséde un grand nombre bandes
2m

vibrationnelles liées ([202]). On retrouve cette relation dans [201]. Pour un angle de
14, 5° entre les deux faisceaux Bragg, on peut atteindre, pour des faisceaux ayant chacun

une puissance d’environ 1 W, une profondeur U telle que g; ~ 86. La profondeur

L’approximation de U, par est d’autant plus précise que Uy est grand

2m
du réseau est ici estimée d’aprés les waists théoriques des deux faisceaux Bragg sur le
condensat, de 40 um et 32 pum.

Méthode expérimentale : Le résultat de I’équation (A.1) nous permet donc de
mettre en ceuvre une méthode de calibration de la profondeur du réseau Bragg a faible
angle entre les deux faisceaux de Bragg. Nous cherchons ici & mesurer la fréquence
de Rabi a deux photons %, définie en partie 5.2.1, pour une puissance donnée des
faisceaux. On superpose donc au condensat pendant une durée 7},,;sc un réseau optique
immobile, formé par deux faisceaux de méme fréquence. La profondeur de ce dernier
doit, comme on vient de le voir, étre trés largement supérieure au potentiel chimique
du BEC. On représente le BEC excité dans I’espace des moments en prenant une image
de ce dernier aprés un temps de vol de 5 ms et on observe un étirement symétrique
du condensat le long de la direction de 'excitation, bien au dela de sa taille naturelle
( fig. A.1). On fait varier la durée de 'excitation pour mesurer le moment Ak, qu’il
est possible de fournir aux atomes. La profondeur du réseau est ainsi calculée grace a
la relation (A.1).

La figure A.1 présente I'image ainsi obtenue, aprés un temps de vol de 5 ms, lorsque
les faisceaux de Bragg forment un angle de 14,5°. La puissance moyenne P,,,, = /P P>
ou P; et P, sont respectivement les puissances du faisceau de référence et du faisceau
mobile, est de 900mW £10 %.0On mesure le moment maximal du BEC excité aprés TOF
A kmae ~ 7.10"m~* + 10 %, ce qui nous donne une profondeur Uy/h = 450kH z + 20
%. La profondeur théorique obtenue pour un réseau optique formé de faisceaux de
méme puissance est de 1,3 MHz. Cette valeur découle du calcul théorique du déca-
lage lumineux induit par ces faisceaux sur I'état fondamental 7Sz (|33, 39]). Une cause
probable du fort écart observé entre la valeur expérimentale et théorique de la profon-
deur du réseau optique est une erreur dans I'estimation des waists des faisceau Bragg
au niveau des atomes. La valeur expérimentale de la profondeur du réseau optique,
Up/h = 450k Hz est cohérente avec les profondeurs maximales des réseaux optiques
utilisés dans des expériences précédentes ([31]).

Cette méthode de calibration nous permet d’obtenir a forte puissance laser la pro-
fondeur Uy du réseau optique créé par les faisceauxr de Bragg. Celte derniere étant

proportionnelle a /Py P, il est donc possible d’en déduire la pulsation de Rabi a deux
photons Qg = g—g a nimporte quelle puissance laser. Cela s’avere utile dans la compa-

ratson des spectres d’excitation théoriques établis dans la partie 5.5.2 avec les résultats
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0 100 200 300 400 500 600

FIGURE A.1 — Diffraction du BEC par un réseau optique pulsé pendant une durée
de 150 ps. La puissance des deux faisceaur de Bragg est de 900mW £ 10 %. L’angle
entre les deux faisceaux est ici de 14,5°. Limage est prise apres un TOF de 5 ms. Les
coordonnées sont exprimées en pixels, qui correspondent a des carrés de coté 2,04 um
au niveau du BEC. Sur cette image, on voit que le condensat s’allonge sur une demi-
longueur de 200 £ 20 pizels, ce qui nous permet de calculer le moment kyq. transféré
aux atomes par le réseau optique.
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expérimentauz de la partie 5.4. Nous utilisons cette calibration pour mesurer, a partir

de nos spectres d’excitation expérimentaux, le facteur de structure statique Sq (voir
partie 5.4.5).



Annexe B

Elargissement Doppler d’un spectre de
diffusion de Bragg

Cette annexe propose, en complément & la partie 5.3.2 du chapitre 5, un raison-

nement intuitif pour calculer 'élargissement, di a la longueur de cohérence finie du
condensat, d'un spectre de diffusion Bragg.

Elargissement Doppler dans le régime des particules : Dans le régime des
particules, I’élargissement Doppler du spectre de 'excitation de Bogoliubov de moment
hq se calcule de la méme fagon que pour une particule libre ([14, 168]) dont le moment
initial est défini & AAq preés, la largeur Ag étant définie dans la formule (5.108). Pour une
particule libre de moment initial q’, la fréquence de résonance d’une impulsion Bragg
de moment fiq est est décalée par effet Doppler de hq.q'/m ([203]). Si la particule a
une distribution en impulsion, projetée sur 'axe d’excitation, de largeur Aq, on obtient
donc la largeur Doppler Aw?, qui s’écrit :

hqgAq

Aw}, =
m

(B.1)

Dans ce régime, le pic de résonance élargi par effet Doppler est une distribution que ’'on
considérer gaussienne, d’écart type hAwY (demi-largeur a 1/4/e pour une gaussienne).

Elargissement Doppler dans le cas général : Dans le cas général, pour un
condensat de densité n en un point donné, I'excitation en ce point est, dans la LDA,
constituée de Ny = 2|upq(n)|? — 1 particules (voir partie 5.1.1), avec, d’apres la formule
(5.25),

_ gt gan 1

‘Uhq(n)P = 2€hq(n) B (B.2)

ol gq = g (1 + €4a(3cos? g — 1)).

231



232 B. ELARGISSEMENT DOPPLER D’UN SPECTRE DE DIFFUSION DE BRAGG

Pour un condensat homogéne de densité n, une excitation Bragg de moment hAq
meéne a la création d’une quasi-particule constituée de |uyq(n)|? particules de moment
hq et |upg(n)|* — 1 particules de moment —hq. Lorsque, par contre, le condensat a
une taille finie, les Nq particules excitées ont chacune un moment initial distinct hq;
(j = 1...Ng) qui peut ne pas étre nul en raison du principe d’incertitude. Il s’ensuit
un mélange d’ondes entre les ondes planes de moment hq, —hq et Aq; (j = 1...Ng).
|ung(n)|? particules regoivent le moment hq et |usq(n)|* — 1 particules le moment —hq.
Le moment total hk de I'excitation est donc ici :

[ung|? 2lupgl?—1
hk= Y Ad;+aq)+ > h(d-q) (B.3)
1 |uhq|2+1

Le premier terme du membre de droite correspond aux atomes ayant gagné un
moment hq et le second terme, aux atomes ayant gagné un moment —hq. On remarque
que le moment hk de l'excitation peut étre différent de hq. Cela refléte le fait que q
n’est pas un bon nombre quantique, ce qui introduit des couplages de l'impulsion
Bragg de moment hq vers des quasi-particules de moments différents. La conservation
du moment est vérifiée car le moment apporté au condensat par 'impulsion Bragg est
bien hq.

L’énergie cinétique associée a hk s’écrit :

[unal® 22/ 4 2 2upgl®-1 1o, 4 2
R (d; +q) R (q; — q)
D I R (B4)
1 ‘uhq|2+1
Nq h

Si on y soustrait ’énergie cinétique initiale des Ngq particules, on obtient
la composante cinétique de 1’énergie a apporter aux atomes par diffusion Bragg, pour
exciter une quasi-particule :

hg 2 |unq|? 2|ung|®~1

Bra

B = Nom b+ — E G- D, @) (B.5)
|“hq|2+1

Le deuxiéme terme du membre de droite correspond au décalage Doppler di au

moments initiaux A (j = 1...Ng). Si on I'appelle E(DOppler) on a donc :
|uhq| 2|uhq|2—1
Doppler
EDovrter) _ Z q; cos 0 — Z q; cos ;) (B.6)
|Uhq‘2+1

ol 0; est 'angle que fait le vecteur qj, de norme ¢j (j = 1...Ny), avec q.

Les projections hq) cosf); des moments initiaux sur I'axe d’excitation sont, comme
nous l'avons dit plus haut, des variables aléatoires dont la loi est approximée par une
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gaussienne de largeur hAg. Si 'on fait ’hypothése que les moments initiaux de chaque

atome excité sont indépendants, E,%f‘)p PIeT) est alors une somme de Ny = 2|upg(n)* —
1 variables aléatoires gaussiennes indépendantes d’écart-type AAw?,. L’écart type du
décalage Doppler E;LEOP PIer) - ou largeur Doppler, est donc :

2
BAwn () = +/2una()]? — 17 zfq (B.7)

On retrouve bien un élargissement AAwY, dans le régime des particules, o |upq|® = 1.

Dans la limite phononique (¢ < £71), ou |upq|* = e, on trouve

_ hAgv/hgme
m

hAwp(n) (B.8)

Notons que nous avons ici tenu compte de 'aspect cohérent de la distribution en
impulsion du BEC. En effet, considérer, a l'inverse, le BEC comme étant dans un
mélange statistique de différents moments hq3 conduit & dire que chaque excitation

concerne des atomes ayant tous le méme moment initial. On trouve donc pour chaque

h2qq’, 0
moment hq3 un décalage Doppler —qq’njos

I sur la fréquence de résonance de l’excitation
par diffusion Bragg. L’élargissement Doppler de ce pic de résonance est donc dans ce
cas 218d — hAwY, pour toute valeur de hg. Cette solution, bien que plus simple que
la formule (B.7) établie précédemment, nous semble étre moins conforme que cette
derniére a la physique d’'un BEC piégé. Nous utilisons donc, dans nos calculs théoriques,
la formule (B.7), que nous appliquons dans le régime phononique et dans le régime des
particules.

Facteur de structure dynamique : On peut définir une distribution Sp(q,w) qui
tient le role de facteur de structure dynamique lorsque l'on tient compte de I'inhomo-
généité du condensat dans la LDA ainsi que de I’élargissement Doppler :

1 (w—w)?

Sp(q,w) = [ duw'S(q,w’ T 24wp (n(w)? B.9
p(q,w) /w (q W)Awp(n(w’))\/ﬁe (B.9)

Dans l'intégrale du membre de droite, la densité n donne lieu, dans la LDA, & une
. . . o' 2760 2
quasi-particule d’énergie fw’. On a donc, d’aprés (5.96), n = 1 0 g

Jq 262l
En insérant (B.7) et (B.2) dans (B.9), on trouve enfin :

1 __(w=w))?
Sp(q,w) = [ dv'S(q,w) ————=¢ 28wp"? B.10
plaw) = [ disia et (B.10)

ou
2
(hw')? + eny” hgAgq
26%(177,00/ m

(B.11)
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En figure B.1, nous comparons la courbe de Sp(q, w), obtenue avec une largeurs Dop-
pler valant Awp(n) (formule (B.7)), avec la courbe obtenue en utilisant comme largeur
la valeur de Aw}, (formule (B.1)). Nous faisons figurer ces spectres pour ¢ = 0,33,
q¢ = 0,80 et g¢ = 4, 2. Le désaccord entre les largeurs des distributions obtenues avec
les deux méthodes est de plus en plus marqué lorsque la longueur d’onde d’excitation
augmente. On a en effet, si ¢¢ < 1, Awp(n)/Aw}, < 1/,/g. Ces courbes montrent
que notre raisonnement intuitif est celui qui prévoit le plus grand élargissement. A
g€ = 4,2, ot lon est presque dans le régime des particules, on a Awp(n) ~ AwY,, les
deux spectres étant alors indistinguables.

27So(q,0)
10

o .
T T T T T T 1 T T T T T T i
o 200 400 600 800 1000 0 500 1000 1500 2000 2500 3000 21 22 23 24 25 26 27 x10°

o/2n (Hz) /21 (Hz) /21 (Hz)

FIGURE B.1 - Comparaison entre courbes des facteurs de structure dynamiques obtenus
a l'aide de motre raisonnement intuitif sur [’élargissement Doppler, et ceuzr utilisant
’élargissement Doppler Aw® s’appliquant a une particule libre, a q¢ = 0,33 (figure
a)), ¢¢ = 0,80 (figure b)) et ¢ = 4,2 (figure c)). Trait plein rouge : la largeur Doppler
utilisée est la valeur de Awp(n) découlant de notre raisonnement. Pointillés verts : la
largeur Doppler utilisée est la valeur de Aw?,.
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Excitations d’'un condensat de Bose-Einstein dipolaire

Résumé : Nos expériences ont été consacrées a I’étude d’un condensat de chrome, élément possé-
dant un fort moment magnétique. Elles nous ont permis de mettre en évidence 'influence des interac-
tions dipolaires sur les propriétés hydrodynamiques et magnétiques d’un condensat. Ces interactions
sont, contrairement aux interactions de contact, anisotropes et a longue portée.

Nous avons étudié un mode d’oscillations collectives, de type quadrupolaire, du condensat de
chrome. Nous avons observé que la fréquence de ce mode dépend légérement de l'orientation des di-
poles, fixée par le champ magnétique. De plus, nous avons utilisé la diffusion de Bragg pour sonder
le spectre des excitations de Bogoliubov du condensat. Nous avons caractérisé 'effet des interactions
dipolaires sur les énergies d’excitation. Dans le régime phononique, nous en avons déduit une aniso-
tropie de la vitesse du son, qui dépend de la direction de propagation de ’onde sonore relativement a
I’axe de polarisation des dipoéles.

Nous avons également étudié les collisions inélastiques dues a 'interaction dipole-dipole, appelées
relaxations dipolaires. Nous avons observé, d’une part, que le taux de collision est directement lié
aux corrélations de paires dans le condensat, et d’autre part, que ce taux dépend fortement de la
dimensionnalité du systéme. A trés bas champ magnétique, nous avons mis en évidence une dynamique
spinorielle, due aux interactions dipolaires, qui se traduit par une démagnétisation spontanée du
condensat.

Ces expériences ont été facilitées par la mise au point d’une cavité optique passive “ultra-stable”,
utilisée pour asservir nos nouveaux lasers.

Mots clés : condensation de Bose-Einstein, chrome, interactions dipolaires, excitations collectives,
excitations de Bogoliubov, diffusion de Bragg, relaxation dipolaire, démagnétisation, cavité optique.

Excitations of a dipolar Bose-Einstein condensate

Abstract : In our experiments, we have studied a chromium Bose-Einstein condensate. Because of
the strong magnetic moment of chromium, these experiments enabled us to characterize the influence of
dipolar interactions on the hydrodynamic and magnetic properties of a condensate. These interactions
are anisotropic and long range, as opposed to contact interactions.

We have studied a “quadrupole-like” collective excitation mode of the chromium condensate. We
have observed that the frequency of this mode is dependent on the orientations of the atomic dipoles,
given by the direction of the external magnetic field. Moreover, we have used Bragg spectroscopy in
order to measure the shift caused by dipolar interactions on the Bogoliubov excitations energies. In
the phononic regime, our results reveal the anisotropy of the velocity of sound, which depends on the
direction of the sound wave with respect to the axis of the dipoles.

We have also studied dipolar relaxation, which is a type of inelastic collision caused by dipolar
interactions. We have observed that the collision rate is directly related to pair correlations in the
condensate. Furthermore, we have shown that this rate is strongly dependent on the dimensionality
of the system. At very low magnetic fields, dipolar interactions are responsible for a spontaneous
demagnetization of the condensate, which we have also observed.

Our experiments were made easier by the building of a passive optical cavity, which was used to
effectively stabilize our new lasers.

Keywords : Bose-Einstein condensation, chromium, dipolar interactions, collective excitations,

Bogoliubov excitations, Bragg spectroscopy, dipolar relaxation, demagnetization, optical cavity
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