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4.3 Le modèle adopté dans notre expérience . . . . . . . . . . . . . . . . . 74
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4.5.1 Calcul de la moyenne et méthode d’ajustement . . . . . . . . . 78
4.5.2 Moyenne calculée sur le nuage entier . . . . . . . . . . . . . . . 79
4.5.3 Analyse de la moyenne locale . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 81
4.5.4 Comparaison avec l’expérience de Desbuquois et al. . . . . . . . 87

4.6 Conclusions . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 88
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A.2.2 Mise au point de la caméra selon l’axe vertical . . . . . . . . . . 131
A.2.3 Calibration de la conversion photons/coup . . . . . . . . . . . . 131
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cueillie dans son équipe en tant que doctorante. En plus qu’une brillante chercheuse,
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pour leur présence en tant qu’examinateurs. En particulier je tiens à exprimer ma gra-
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dernières semaines !



Introduction

Les gaz quantiques constituent un domaine de la physique qui a connu un important
développement ces vingt dernières années, à partir du moment où les condensats de
Bose-Einstein ont été observés pour la première fois, en 1995 [1, 2].

Le paramètre pertinent pour donner une définition de gaz quantique est la lon-
gueur d’onde de de Broglie λT , proportionnelle à T

 1/2. Les premiers effets quantiques
apparaissent lorsque λT devient plus grande que la portée des interactions r0, tout en
restant petite par rapport à la distance interatomique n  1/3. Les collisions entre atomes
doivent être traitées d’un point de vue quantique et des effets liés à l’indiscernabilité des
particules commencent à apparâıtre. La situation où λT devient beaucoup plus grande
que n  1/3 avait été considérée déjà en 1924 par Einstein. En élargissant aux atomes
la manière de compter les états microscopiques qui correspondent à un état macrosco-
pique donné, introduite par Bose dans le cas des photons, il prédit qu’en dessous d’une
certaine température critique Tc un nombre macroscopique d’atomes occupent l’état
fondamental du récipient qui les contient. Le calcul d’Einstein montra que la condition
T < Tc est équivalente à λT > n  1/3.

Le travail d’Einstein fut invoqué en 1937 par London [3] pour interpréter la tran-
sition de phase de l’hélium liquide vers l’état superfluide, en dessous de 2.17 K. Il
remarqua que cette température est très proche de la température critique de conden-
sation d’un gaz parfait de même densité, ce qui suggéra que les deux phénomènes sont
liés.

Le développement des techniques de refroidissement laser, en premier sur des ions [4,
5], plus tard sur des atomes neutres [6], qui s’est fait en parallèle avec le développement
des techniques de piégeage magnétique [7], puis optique [8], ont abouti à la réalisation
du piège magnéto-optique [9]. Cela a valu le prix Nobel de physique en 1997 à Claude
Cohen Tannoudji, Steven Chu et William D. Phillips et a joué un rôle décisif dans la
quête de la condensation, qui a été observée pour la première fois dans des systèmes
gazeux en 1995 [1, 2]. Le prix Nobel pour la realisation des premiers condensats de
Bose-Einstein a été remis en 2001 à W. Ketterle, E. Cornell et C. Wieman.

À partir de ce moment, le domaine des atomes froids a connu un important dé-
veloppement. Dans les années qui ont suivi ont été étudiés les propriétés statiques et
dynamiques, leur degré de cohérence et l’importance des interactions a été mise en évi-
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dence [10]. L’utilisation de potentiels de piégeage modulés spatialement et contrôlables
a permis d’explorer des modèles très variés. Par exemple les réseaux optiques [11], créés
par des ondes stationnaires formées avec des faisceaux très désaccordés selon une ou
plusieurs direction de l’espace, qui contraignent les atomes à se répartir de façon pério-
dique, comme les électrons dans un solide, ont permis la réalisation expérimentale d’un
modèle fondamental dans la physique de l’état solide : le hamiltonien de Hubbard [12].
Cette correspondance entre les atomes dans un potentiel optique et les électrons dans
un solide représente la réalisation du concept de simulateur quantique, introduit par
Feynman en 1982 [13]. Un simulateur quantique est un système simple qui réalise un
hamiltonien très difficile à calculer, et qui fournit les grandeurs d’intérêt à travers une
simple mesure, permettant ainsi de mieux comprendre des phénomènes de physique à N
corps, comme par exemple la supraconductivité à haute température, à travers l’étude
de la superfluidité, ou l’effet Hall quantique fractionnaire. Il est également possible de
réaliser l’analogue d’un SQUID [14, 15, 16] (Superconducting QUantum Interference
Device. Dans la physique de l’état solide, il s’agit d’un magnétomètre utilisé pour me-
surer des champs magnétiques très faibles, constitué de deux jonctions Josephson en
parallèle dans une boucle supraconductrice).

Dans l’étude des condensats gazeux un problème important concerne la prise en
compte des interactions entre particules. Les systèmes dilués sont naturellement fai-
blement interagissant, et cela se prête bien à une description de champ moyen. Avec
une approche variationnelle il est possible de trouver la fonction d’onde qui approxime
le mieux l’état fondamental de N atomes comme produit de N fonctions d’onde iden-
tiques à une particule. Chacune de ces fonctions d’onde obéit à une équation de type
Schrödinger, appelée équation de Gross-Pitaevskii, décrivant l’évolution de chaque
atome dans le champ moyen créé par les N  1 autres atomes. Cette équation per-
met de décrire de nombreuses propriétés du condensat et prend une forme simple dans
la limite de Thomas-Fermi.

Les premières expériences avec des condensats se sont faites dans le cadre de l’ap-
proximation de champ moyen et ont eu pour objectif la démonstration de la nature
ondulatoire du condensat, à travers des expériences d’interférence [17], et de la cohé-
rence à longue portée [18], qui a mené à la réalisation d’un laser à atomes [19, 20, 21].
La formulation dépendant du temps de l’équation de Gross-Pitaevskii peut se réécrire
sous la forme d’équations hydrodynamiques pour un superfluide. Cela permet de dé-
crire les excitations élémentaires sous la forme de modes normaux de vibration, dont
l’énergie varie de manière continue. Les premières études sur des modes collectifs ont
commencé en 1996 dans les équipes de Cornell [22] et Ketterle [23], où ils ont mesuré
les oscillations de taille d’un condensat en forme de disque et de cigare respectivement,
obtenant des résultats cohérents avec les prédictions hydrodynamiques des superfluides.
Plus tard l’équipe de Ketterle a montré une différence de la réponse aux excitations
collectives d’un gaz thermique par rapport à un condensat [24]. L’observation du mode
ciseaux a permis de mettre en évidence le caractère superfluide d’un condensat tridi-
mensionnel [25, 26].

Pour aller au-delà de la description de l’état fondamental, la méthode de Bogoliubov
fournit une description plus élaborée pour un gaz d’atomes en interactions faibles. Elle
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permet de trouver l’état fondamental et les premiers états excités. L’énergie de ces
excitations est quantifiée et la connaissance de leur spectre permet de comprendre par
exemple le comportement superfluide du gaz. En effet le spectre peut être tel qu’une
perturbation externe qui se déplace dans le gaz ne peut pas créer une excitation élémen-
taire, parce que les conditions de conservation de l’énergie et de l’impulsion ne sont pas
satisfaites. L’impossibilité d’un tel transfert d’excitation définit le critère de Landau et
explique des propriétés de superfluidité. Un premier exemple qui illustre cette propriété
est l’absence de chauffage lorsque une impureté mobile traverse un gaz homogène avec
une vitesse inférieure à la vitesse du son. Aucun frottement n’est présent entre le dé-
faut et le fluide : ce dernier a une viscosité nulle. Un autre exemple peut être donné
en considérant un condensat dans un récipient en rotation avec une vitesse angulaire
Ω. Si Ω est inférieure à une certaine vitesse critique Ωc aucune excitation élémentaire
ne peut être créée par les parois du récipient. Le condensat reste au repos et aucun
moment cinétique ne lui est communiqué. Le caractère superfluide d’un condensat a été
prouvé en dimension trois à travers l’existence d’une vitesse critique [27] et à travers
l’observation de vortex quantifiés [28, 29], puis de leur arrangement dans un réseau
d’Abrikosov [30].

Pour étudier la superfluidité d’un gaz quantique une géométrie « naturelle » est la
géométrie annulaire. Comme dans un vortex la densité s’annule au centre et en par-
courant l’anneau le moment cinétique de la fonction d’onde est quantifiée en unités de
~ sur chaque tour. Le supercourant qui en résulte a été observé dans des supraconduc-
teurs [31], dans l’hélium liquide [32, 33], et dans des gaz ultrafroids [34, 35, 36]. Sa mé-
tastabilité et les effets de la dissipation ont été étudiés par le groupe de Hadzibabic [36]
et de Campbell [37]. Les supercourants dans un condensat peuvent être créés de ma-
nière déterministe en faisant tourner un défaut [16] ou en communiquant du moment
cinétique aux atomes à l’aide d’un laser [34, 36, 38]. Dans une expérience récente [39, 40]
la charge et la direction d’un supercourant ont été mesurées par interférence entre l’an-
neau et un disque central de référence. Un tel système pourrait être utilisé pour réaliser
un gyromètre [38] et l’idéal serait de pouvoir ajuster le rayon de l’anneau [41, 42]. En
effet un anneau de grand diamètre [43, 44, 45] est souhaitable pour mener des expé-
riences de mesure interférométriques de rotation [46], la sensibilité de l’interféromètre
étant proportionnelle à son aire. Un anneau de petit diamètre est plus adapté à l’ob-
servation de vortex de charge multiple [34] et facilite le maintien de la cohérence tout
autour.

L’utilisation de potentiels de piégeage qui compriment très fortement le gaz dans
une ou plusieurs directions (i, j) permet d’explorer la physique des dimensions réduites.
Les degrés de liberté i (et j) sont alors gelés et la fonction d’onde du condensat s’écrit
comme le produit de l’état fondamental selon la direction i (et j) par une fonction
d’onde Thomas-Fermi dans la ou les autres directions, avec un paramètre d’interaction
g renormalisé.

À trois dimensions la superfluidité et la condensation de Bose-Einstein sont stric-
tement liées, mais cela n’est pas le cas en dimensions restreintes. En effet, stricto
sensu, la condensation de Bose-Einstein n’apparâıt pas en dimension 1 ou 2, dans
un système homogène et à la limite thermodynamique. En revanche, V. Bagnato et
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D. Kleppner ont montré en 1991 [47] que l’on retrouve le phénomène de condensation
si les atomes sont confinés dans un piège harmonique. Cependant, la physique est no-
tablement différente en dimensions restreintes. Par exemple la présence d’interactions
dans un système bidimensionnel fait apparâıtre une transition vers l’état superfluide,
même en l’absence de condensation. La théorie de cette transition a été développée par
Kosterlitz et Thouless [48], qui ont reçu cette année 2016 le prix Nobel de physique, et
Berezinskii [49]. Les premiers systèmes possédant une fraction superfluide non nulle qui
ont été étudiés sont les film d’hélium [50]. En 1978 Rudnick [51] donna une première
estimation du saut de la densité superfluide à la transition BKT, suivie d’une mesure
sur un système de films d’hélium 2D adsorbés sur un substrat plastique oscillant réali-
sée par Bishop et Reppy [52]. Dans les gaz froids la première observation expérimentale
a été faite par le groupe de Dalibard en 2006 [53]. En faisant interférer deux nuages
quasi-2D ils ont montré que la prolifération de vortex libres et l’extinction d’ordre à
quasi-longue portée apparaissent au-dessus d’une même température critique. Des me-
sures de la cohérence autour de la transition BKT ont été rapportées par plusieurs
équipes, par interférence [53, 54, 55] et après temps de vol [56]. Une observation de la
superfluidité en termes de résistance à la mise en mouvement a été rapportée en 2012
par l’équipe de J. Dalibard en faisant tourner un défaut localisé dans le nuage [57].

Ce manuscrit porte essentiellement sur l’étude des modes collectifs dans un gaz de
bosons en dimension deux et sur la réalisation d’un montage pour piéger les atomes
dans une géométrie annulaire. Une étude des modes collectifs, avait déjà été effectué
dans le cadre la thèse de K. Merloti, soutenue en 2013 [58], mais nous introduisons ici
une nouvelle méthode d’analyse, appelée Principal Component Analysis. Ensuite je me
focaliserai sur un mode propre en particulier, le mode ciseaux, déjà utilisé auparavant
pour sonder le caractère superfluide d’un gaz en dimension trois [25, 59, 26]. En effet
la réponse du gaz à une excitation de type ciseau change suivant la nature du gaz, et
un changement de la fréquence de ce mode peut être utilisé pour sonder la transition
de la phase normale à la phase superfluide. L’étude des mécanismes de mise en place
et dissipation d’un supercourant dans un anneau est l’un des objectifs principaux de
notre expérience. Pour cela la réalisation d’un piège en anneau représente l’autre partie
de mon travail de thèse.

Le plan de ce manuscrit s’articule de la manière suivante.

— Dans le premier chapitre j’introduis les outils théoriques nécessaires pour la com-
préhension des travaux de cette thèse. Je traite la condensation de Bose-Einstein
d’un gaz confiné en dimensions deux, suivie de la description en champ moyen
du système dilué en présence d’interactions par l’équation de Gross-Pitaevskii.
Cette description est reliée aux équations hydrodynamiques d’un superfluide et
la notion de vortex est introduite. Je traite ensuite du régime quasi-2D d’un gaz
très confiné dans une direction de l’espace et de la transition BKT qui peut se
produire dans ce gaz vers le régime superfluide. Après avoir caractérisé cette tran-
sition, je discute de la possibilité de la détecter par l’étude des modes collectifs
dans un gaz dégénéré en dimension deux.

— Le chapitre 2 contient une description générale du montage expérimental. Je
présente d’abord les sources laser, ensuite les différents éléments à partir de la
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source d’atomes, un piège magnéto-optique 2D, puis l’enceinte octogonale, où l’on
produit le piège magnéto-optique 3D et la cellule science, où la condensation a
lieu. Enfin, je parle des deux systèmes d’imagerie par absorption des atomes qui
permettent d’observer le nuage in situ ou après temps de vol.

— Le chapitre 3 est dédié à l’analyse des modes collectifs du gaz à travers une
décomposition en composantes principales. Nous avons en effet montré que ces
dernières cöıncident avec les modes de Bogoliubov.

— Le chapitre 4 est consacré à une analyse locale du mode ciseaux, utilisé pour
sonder la transition vers l’état superfluide dans le gaz.

— Le chapitre 5 est consacré à la réalisation d’un piège en anneau, obtenu en su-
perposant au piège précédemment décrit un potentiel optique en forme de double
nappe.

Une conclusion générale et une discussion des perspectives clôturent le manuscrit.





Chapitre 1

Gaz de Bose en dimension deux

Le but de ce chapitre est de rappeler les notions théoriques nécessaires pour com-
prendre les enjeux de nos travaux, sans prétention d’exhaustivité. Un panorama des
connaissances actuelles de la physique des gaz bidimensionnels (2D) est donné dans la
revue [60], et le cours de J. Dalibard tenu au collège de France en 2016 [61] est consacré
entièrement à l’étude des propriétés de cohérence et de superfluidité des condensats de
Bose-Einstein.

Les propriétés d’un système quantique dépendent fortement de sa dimensionnalité.
Par exemple, dans un gaz idéal uniforme à la limite thermodynamique, la condensation
de Bose-Einstein (BEC) a lieu à température non nulle pour un gaz tridimensionnel,
tandis qu’en deux dimensions il n’y a pas de transition de phase BEC stricto sensu
pour un gaz homogène. Néanmoins, la taille finie du système peut faire apparâıtre
la condensation à T 6= 0 aussi dans des systèmes bidimensionnels. En incluant les
interactions entre atomes, à 3D elles modifient quelques prédictions quantitatives de la
température de transition BEC, mais la physique reste essentiellement la même, tandis
qu’en 2D elles rendent possible une transition de phase vers un état superfluide.

Une autre propriété qui dépend de la dimensionnalité du système est la superfluidité.
En 3D elle se manifeste en parallèle avec la condensation, alors qu’à 2D une transition
de phase, autre que la condensation, caractérise le passage entre phase normale et phase
superfluide du gaz : la transition de Berezinskii-Kosterlitz-Thouless (BKT). Les vortex
jouent un rôle essentiel dans cette physique : en phase superfluide ils existent seulement
sous forme de paires, au-dessus de la température de transition les paires se brisent et
la prolifération de vortex libres détruit le caractère superfluide du système.

Tandis que la condensation implique l’apparition d’une cohérence de phase sur tout
le système, et peut donc être mise en évidence par des expériences d’interférence, la
superfluidité apparâıt sans besoin qu’il y ait cohérence de phase sur tout le système et
elle ne peut pas être définie avec un seul concept, via une seule équation. Pour cela la
preuve du caractère superfluide d’un gaz n’est pas immédiate. Elle est en effet carac-
térisée par un ensemble de propriétés, comme l’absence de chauffage si une impureté
mobile traverse le gaz, l’existence de courants permanents métastables ou la rigidité
du fluide vis-à-vis de la mise en rotation, pour une fréquence de rotation suffisamment
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petite. Ces deux dernières propriétés suggèrent que la géométrie annulaire est naturelle
pour observer la superfluidité.

Ce premier chapitre est organisé en cinq sections. Dans la première 1.1 je rappelle
les spécificités de la condensation de Bose-Einstein d’un gaz à 2D. En particulier,
pour un gaz idéal infini à trois dimensions la condensation a lieu si le nombre de
particules pouvant occuper les états excités est borné ; si la taille du système est finie,
la saturation des niveaux excités peut ne pas survivre à la limite thermodynamique,
et ce critère n’est plus pertinent. Un critère plus général pour la condensation, valable
pour des gaz piégés et en présence d’interactions, est alors celui de Penrose et Onsager,
également introduit dans cette première section. Pour avoir une vision plus réaliste
du système je prends en compte ensuite le rôle des interactions, en particulier des
interactions faibles qui correspondent au cas de notre expérience. Dans 1.2 je discute
le régime quasi-2D, dans lequel le gaz est considéré comme bidimensionnel du point
de vue de la statistique, mais tridimensionnel en ce qui concerne la dynamique des
collisions entre atomes. Expérimentalement on atteint ce régime grâce à un potentiel
de piégeage très confinant suivant une direction (la direction verticale z dans notre cas).
Ensuite j’introduis au paragraphe 1.3 l’équation de Gross-Pitaevskii dans sa formulation
hydrodynamique, particulièrement adaptée à l’étude de la dynamique superfluide, et la
méthode de Bogoliubov, qui permet de calculer le spectre d’excitation du superfluide.
La transition de phase normale-superfluide et sa mise en évidence du point de vue
expérimental sont traitées dans 1.5. Le dernier paragraphe 1.6 est consacré au cas d’un
gaz piégé en anneau et mis en rotation : les spécificités liées à la symétrie et deux
critères de superfluidité sont introduits.

1.1 La condensation de Bose-Einstein

1.1.1 Critères pour la condensation

La saturation des états excités

On considère un gaz parfait, c’est à dire une assemblée d’atomes sans interactions,
à l’équilibre thermodynamique à la température T . On décrit la statistique des états
dans l’ensemble grand canonique. Le potentiel chimique est µ et le taux d’occupation
moyen d’un état j d’énergie Ej est donné par la statistique de Bose-Einstein :

Nj =
1

e(Ej  µ)/kBT  1
. (1.1)

Le nombre moyen total d’atomes est

N =
∞
∑

j=0

Nj . (1.2)

Pour que tous les Nj soient définis et positifs, le potentiel chimique µ doit être inférieur
à l’énergie de l’état fondamental, qu’on peut supposer nulle,

µ < E0 = 0 . (1.3)
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On peut décomposer (1.2) en deux contributions, la première étant celle de l’état fon-
damental et la seconde celle des états excités :

N = N0 +Nexc, N0 =
Z

1  Z
, Nexc =

∞
∑

j=1

Z

eEj/kBT  Z
, (1.4)

où on a introduit la fugacité
Z = eµ/kBT . (1.5)

Du fait que µ < 0, la fugacité est un nombre compris entre 0 et 1 strictement, ce qui
permet de donner une borne supérieure à la population des états excités :

Nexc < N (max)
exc (T ) =

∞
∑

j=1

1

eEj/kBT  1
. (1.6)

Un des arguments pour la condensation de Bose-Einstein dans un gaz parfait est la
saturation des états excités à une particule à température non nulle. Pour une tempé-
rature donnée, si

N (max)
exc (T ) est fini

le nombre de bosons occupant l’ensemble des états excités est borné. Toutes les parti-
cules excédant ce nombre N  N (max)

exc (T ) vont alors s’accumuler dans l’état fondamental
de l’hamiltonien à une particule et conduisent à un état macroscopiquement peuplé et
donc cohérent [62, 63]. Néanmoins, dans les expériences d’atomes froids les conditions
ne correspondent quasiment jamais à celles d’un gaz idéal et les effets de taille finie
ou les interactions jouent un rôle non négligeable. Ainsi la condensation est rendue
possible même en l’absence de saturation des états excités. La condition que je viens
de mentionner est donc une condition suffisante, mais pas nécessaire, pour cela Penrose
et Onsager en 1956 ont introduit un critère autre que compter les atomes dans l’état
fondamental.

Le critère de Penrose et Onsager

La longueur de corrélation lc permet de caractériser le comportement d’un ensemble
d’atomes. Elle est calculée à partir de l’échelle de longueur typique sur laquelle la
fonction de corrélation à un corps g1(r,r

′) décrôıt, et si on considère la fonction d’onde
d’un atome à deux points différents (r,r′), cette longueur distingue les distances pour
lesquelles les valeurs de la fonction d’onde sont corrélées (|r  r′| < lc) et celles pour
lesquelles il n’y a plus de corrélation (|r  r′| > lc).

Pour un gaz en interaction Penrose et Onsager [64] formulèrent le critère qui associe
la condensation de Bose-Einstein à l’existence d’une valeur propre macroscopique Π0,
appelée fraction condensée, valeur propre de l’opérateur densité à une particule ρ1 :

g1(r,r
′) = 〈r′|ρ1|r〉 . (1.7)

On peut montrer que le critère de condensation du paragraphe précédent (1.6) est
équivalent, dans une boite 3D de taille L avec des conditions aux limites périodiques,
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à une limite finie non nulle Π0/L
3 pour g1(r,r

′) lorsque |r  r′| → ∞, traduisant un
ordre à longue portée (LRO, pour l’anglais « long range order »). La fonction g1(r,r

′)
représente la caractérisation la plus directe de l’ordre en phase qui peut apparâıtre
entre deux points du fluide. Pour le gaz homogène elle ne dépend que de la distance
|r  r′| [61]. En pratique, dans la limite |r  r′| → ∞, on peut rencontrer trois types
de situations :

— g1(r,r
′) tend vers une limite finie non nulle : on est en présence d’un condensat.

Cela se produit pour un gaz de Bose à 3D, et si les atomes sont en interaction
répulsive le gaz est aussi superfluide.

— g1(r,r
′) tend vers zéro mais avec une décroissance lente (algébrique) ; il n’y a pas

d’échelle de longueur associée à cette décroissance. On parle de quasi-condensat
avec un quasi-ordre à longue portée. Cela se produit par exemple dans un gaz de
Bose homogène à 2D et conduit également à un état superfluide.

— g1(r,r
′) tend vers zéro avec une décroissance rapide (exponentielle ou gaussienne),

qui peut être caractérisée par une longueur de corrélation. On est en présence d’un
fluide normal, non superfluide et non condensé.

Je vais à présent présenter la situation attendue pour un gaz bidimensionnel idéal,
avant d’ajouter les interactions.

1.1.2 Gaz parfait bidimensionnel

Gaz homogène à la limite thermodynamique

Un gaz de Bose 2D homogène, c’est à dire non piégé ou piégé dans une bôıte dont
on ferait tendre la taille vers l’infini, contrairement à son équivalent 3D, ne subit pas
de transition de condensation de Bose-Einstein pour T 6= 0. Nous pouvons illustrer
cette propriété en considérant N particules dans une bôıte bidimensionnelle de coté L,
à l’intérieur de laquelle le potentiel est nul. À la limite semi-classique (kBT ≫ ~

2

mL2 ) on
peut remplacer la somme discrète sur les états (1.4) par un intégrale

Nexc =

∫ ∞

0

D(ǫ)

eβ(ǫ  µ)  1
dǫ . (1.8)

La densité d’états est constante D(ǫ) = mL2/2π~2, d’où

Nexc =  L
2

λ2T
ln (1  eβµ) , (1.9)

où on a introduit la longueur d’onde de de Broglie thermique λT = h√
2πmkBT

, m étant

la masse de l’atome. À la limite thermodynamique (N,L → ∞, avec n = N
L2 constant)

Nexc peut devenir arbitrairement grand : il n’y a pas de saturation des états excités et
la condensation ne peut pas se produire. On peut aussi montrer que la densité dans
l’espace des phases vaut

D = nλ2T =  ln(1  eβµ) , (1.10)
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qui représente l’équation d’état du gaz. On voit également que D diverge lorsque µ→ 0.
Le même résultat se retrouve, selon le critère de Penrose et Onsager, en regardant la
décroissance de la fonction de corrélation à un corps. Pour un gaz 2D idéal et infini
g1(r,0) = g1(r) décrôıt exponentiellement g1(r) ∼ e  r/lc , avec la longueur de corrélation
qui vaut lc =

λT√
4π
eD/2 [60]. La décroissance rapide de g1(r) se traduit donc par l’absence

d’un ordre à longue portée à température non nulle et, en accord avec le théorème de
Mermin-Wagner [65], aucun état ne peut être macroscopiquement peuplé.

Système fini

Dans la plupart des expériences, et en particulier dans la nôtre, le gaz n’est pas
homogène mais confiné dans un piège. Les résultats précédents sont alors modifiés. En
effet, bien qu’un système infini ne présente pas de phénomène de condensation, dans le
cas d’un gaz piégé les effets de taille finie affectent les propriétés du système en rendant
la condensation possible.

— Bôıte de taille L.

Pour un système homogène dans une bôıte de taille finie L, on a vu que la longueur
d’onde de corrélation lc croit exponentiellement avec D dans le régime dégénéré. Il
existe ainsi une température non nulle T telle que les corrélations de phase entre
deux points quelconques du système sont non nulles : pour cette température il
y aura corrélation de phase entre deux points et, lorsque lc ∼ L, la condensation
se produit.

— Piège harmonique.

Le potentiel de piégeage le plus utilisé dans les expériences d’atomes froids est le
potentiel harmonique. Dans ce type de piège la condensation se produit aussi à
la limite thermodynamique.

Si on considère un potentiel harmonique, isotrope de pulsation ω

Vtrap(r) =
1

2
mω2r2 , (1.11)

la densité d’états est D(ǫ) = ǫ/(~ω)2 et l’équation (1.8) montre que les niveaux excités
sont saturés à la valeur

Nmax
exc =

π2

6

(

kBT

~ω

)2

. (1.12)

À N fixé, la condensation se produit à la température

kBTc = ~ω

√
6N

π
. (1.13)

La saturation des niveaux excités reste valable à la limite thermodynamique (N → ∞,
ω → 0, avec Nω2 = constant), ce qui permet l’accumulation macroscopique des atomes
dans l’état fondamental : le gaz de Bose idéal dans un piège harmonique subit la
condensation de Bose-Einstein [47]. Il est également possible d’établir l’équation d’état
pour le gaz en appliquant l’approximation de la densité locale (abrégé LDA, pour « local
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density approximation » ). Cela se fait sous l’hypothèse que la variation du potentiel de
piégeage est suffisamment lente pour pouvoir le considérer constant sur une région où
les particules se trouvent à l’équilibre thermodynamique. L’état du fluide en un point
r est alors celui d’un fluide homogène à la même température, mais avec un potentiel
chimique réduit

µloc = µ0  
1

2
mω2r2 (1.14)

appelé potentiel chimique local, comme illustré dans la figure 1.1. Notons que, du point

µloc = µ0  1
2
mω2r2

µ0

V (r)

Figure 1.1 – Illustration du principe de la LDA. Le gaz en un point r du piège
peut être traité comme homogène, à condition d’utiliser un potentiel chimique réduit
obtenu par différence entre le potentiel chimique au centre et la valeur du potentiel
en ce point.

Principle of the Local Density Approximation (LDA). The inhomogeneus gas at a given
point r can be treated as an homogeneus gas having a reduced chemical potential, obtained
as the difference between the chemical potential at the trap center and the value of the
trapping potential at that point : µloc = µ0  1

2mω2r2.

de vue expérimental, un avantage de ce type de piégeage est que, contrairement au
cas homogène, il permet d’explorer dans une même réalisation différentes densités dans
l’espace des phases (étant donné que le potentiel chimique varie de µ0 au centre à  ∞
dans les ailes). À la limite thermodynamique (N → ∞, ω → 0, avec Nω2 constant) la
forme de l’équation d’état est la même que pour un système homogène :

D(r) =  ln(1  eβµ0  β 1
2
mω2r2) . (1.15)

Notons que cette relation présente un comportement pathologique à la condensation
(µ0 = 0, r = 0) : la densité dans l’espace des phases diverge au centre du piège.
Contrairement au cas 3D il n’existe donc pas de critère local sur la densité pour la
condensation de Bose-Einstein dans un piège harmonique [66].

On verra dans le prochain paragraphe que la prise en compte des interactions entre
atomes, nécessaire pour une description plus réaliste du système, est cruciale. En ef-
fet, dans l’exemple du gaz piégé développé ci-dessus, les interactions répulsives, même
faibles, vont dépléter le centre du piège et empêcher d’atteindre une densité infinie au
centre.
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1.1.3 Prise en compte des interactions

Nous avons vu au paragraphe précédent que dans un gaz idéal à la limite ther-
modynamique la condensation se manifeste par une accumulation macroscopique des
particules dans l’état fondamental, qui correspond à l’état fondamental à N particules.
Dans les expériences cette vision n’est pas correcte puisque les atomes interagissent.
La prise en compte des interactions entre atomes implique que l’état à N corps est
déformé, et que l’état propre à une particule ne joue plus un rôle privilégié. Le critère
pertinent pour la condensation est dans ce cas celui de Penrose et Onsager.

Cas homogène

Pour un gaz homogène à T 6= 0 en interactions répulsives, comme pour le cas
idéal, l’absence de condensation reste valable [67]. En effet les fluctuations de phase
empêchent l’établissement d’un ordre à longue portée à la limite thermodynamique [65],
ce qui peut être vérifié par la décroissance algébrique de la fonction de corrélation à un
corps g(1)(r).

Cas piégé

À la différence du cas homogène, un gaz piégé à très basse température peut exhiber
une cohérence de phase sur toute son extension. En augmentant la température on
rentre dans le régime de quasi-condensat, où les fluctuations de phase dominent.

1.2 Réalisation expérimentale et régime quasi 2-D

Jusqu’à ce moment l’existence de la troisième dimension n’a pas été prise en compte,
et j’ai traité un problème strictement bidimensionnel. Cette vision n’est pas complè-
tement réaliste, pour cela je discuterai dans cette partie l’approximation qui est faite
dans le cadre de notre expérience. La réalisation expérimentale du régime bidimension-
nel repose sur un potentiel harmonique Vtrap(r) très confinant suivant la direction z. À
suffisamment basse température (kBT ≪ ~ωz et |µ  1

2
~ωz| ≪ ~ωz) le système se trouve

entièrement dans l’état fondamental suivant z et la fonction d’onde peut se factoriser
en un terme en z et en un terme qui dépend des coordonnées radiales et qui contient
toute la dynamique.

Ψ(x,y,z,t) = ψ(x,y,t)ϕ0(z) , (1.16)

où ϕ0(z) =
e
 

z2

2l2z

(πl2z)
1/4 est l’état fondamental de l’oscillateur harmonique, avec lz =

√

~/mωz.

On peut alors moyenner selon z le Hamiltonien 3D du système pour en déduire le
Hamiltonien 2D. Bien que la dynamique du système ne se passe que dans le plan trans-
verse, cette troisième direction introduit la longueur caractéristique lz, équivalente à
l’étalement spatial de l’état fondamental de la fonction d’onde dans la direction z.
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1.2.1 Potentiel delta

À 3D, pour les systèmes et températures qui nous intéressent, les collisions entre
atomes mettent en jeu principalement des collisions binaires de basse énergie (dans
l’onde s). Elles peuvent être modélisées par la longueur de diffusion as via un potentiel
de contact effectif [10]

Vint(ri  rj) = g3Dδ3D(ri  rj) , (1.17)

g3D étant la constante d’interaction qui fait intervenir la longueur de diffusion et δ3D
est la distribution de Dirac en dimension 3. La constante de couplage vaut

g3D =
4π~2

m
as , (1.18)

et l’énergie d’interaction prend la forme simple :

Eint =
g3D
2

∫

n2d3r , (1.19)

où n = |Ψ3D|2. Au passage en 2D [68], pour connâıtre le caractère de la diffusion il faut
comparer lz à as :

— si lz ≪ as le problème est 2D aussi du point de vue collisionnel, en plus du point
de vue dynamique (état fondamental seul peuplé selon z). La description des
collisions nécessite de traiter la théorie de la diffusion à 2D, qui est en général un
problème difficile. Pour être dans ce régime il est nécessaire d’avoir un confinement
très fort selon z ou de modifier la longueur de diffusion via des résonances de
Feshbach [69].

— si lz ≫ as, on est en régime quasi-2D : le système peut-être considéré bidimen-
sionnel d’un point de vue statistique, mais il n’y a pas de direction privilégiée
pour la dynamique des collisions, qui donc reste 3D. En particulier la longueur
de diffusion 3D reste la même.

Notre expérience se situe dans ce deuxième régime : lz =
√

~

mωz
= 252 nm, as ∼ 5.3

nm pour le 87Rb dans l’état (F = 1,mF =  1), ωz = 2π × 1.83 kHz.

1.2.2 Invariance d’échelle de l’équation d’état

L’expression (1.19) est également valable pour un gaz quasi-2D, mais dans ce cas
la densité spatiale est séparable :

n(r,z) = |ψ(r)|2|ϕ0(z)|2 , (1.20)

où r = (x,y) est un vecteur dans le plan 2D, |ψ(r)|2 désigne la densité spatiale à 2D,
et ϕ0(z) est la fonction propre associée au niveau fondamental du mouvement selon
z (dans notre cas l’état fondamental de l’oscillateur harmonique selon z). On choisit
la normalisation de la manière suivante :

∫

|ψ(r)|2dr = N et
∫

|ϕ0(z)|2dz = 1. En
injectant (1.20) dans (1.19) on a donc

Eint =
g2D
2

∫

n2d2r , (1.21)
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avec

g2D =
4π~2

m
as

∫

|ϕ0(z)|4dz . (1.22)

En posant

g2D =
~
2

m
g̃ (1.23)

on voit que l’amplitude du couplage est contenue dans le paramètre g̃ = 4πas
∫

|ϕ0(z)|4dz
qui est une grandeur sans dimension. Dans le régime quasi-2D, les interactions n’intro-
duisent donc pas d’échelle de longueur, contrairement au cas 3D. L’intégrale de la fonc-
tion d’onde du niveau fondamental de l’oscillateur harmonique donne

∫

|ϕ0(z)|4dz =
1√
2πlz

, d’où

g2D =
g3D√
2πlz

=
~
2

m
g̃ (1.24)

où
g̃ =

√
8π
as
lz
. (1.25)

Dorénavant pour alléger la notation je poserai g2D = g. Dès lors que les interactions sont
caractérisées par un paramètre sans dimension, la température T et le potentiel chi-
mique µ représentent les seules échelles d’énergie. Par conséquent, toute grandeur sans
dimension décrivant le système est une fonction du rapport µ

kBT
. Donc, si l’on change

simultanément le potentiel chimique et la température par un même facteur, les valeurs
de la densité dans l’espace des phases et de la pression réduite restent inchangées. C’est
en ce sens que l’équation d’état du gaz de Bose quasi-2D est invariante par changement
d’échelle. Une vérification expérimentale est montrée par exemple dans [70, 71, 69]. Il a
été montré au sein de l’équipe que dans un piège harmonique la présence d’états excités
peuplés suivant z, du fait des interactions, brise l’invariance d’échelle [72]. On définit
aussi la longueur de cicatrisation, qui représente l’échelle de longueur caractéristique
associée aux interactions, comme l’échelle de longueur typique sur laquelle la densité
d’un système uniforme s’annule en présence d’une barrière infinie.

ξc =
~√
mgn

=
1√
g̃n

. (1.26)

1.3 Description en champ moyen du condensat

Une approche simple pour tenir compte des interactions est de décrire les forces entre
les atomes par un terme de champ moyen. Cette approche, appelée « approximation
de champ moyen », est valable si la distance moyenne entre les particules est grande
devant la longueur de diffusion na3s ≪ 1 (gaz dilué), ce qui assure que les particules
sont très faiblement corrélées. Sous cette hypothèse la fonction d’onde décrivant le
système est factorisable comme le produit deN fonctions d’onde à une particule φ(i). Le
problème àN corps est simplifié à celui d’une particule en mouvement dans un potentiel
effectif composé du potentiel externe plus un terme de champ moyen, proportionnel à la
densité atomique. On considère N bosons piégés dans un potentiel Vtrap(r) à l’équilibre
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à température nulle. Si le gaz est idéal les atomes se trouvent dans l’état fondamental
du piège |φ0〉 et la fonction d’onde à N corps du condensat est

|Ψ〉 = |φ0(1)〉 ⊗ |φ0(2)〉...⊗ |φ0(N)〉 . (1.27)

En présence d’interactions, modélisées par le potentiel de contact introduit précédem-
ment, l’Hamiltonien à N corps devient

HN =
N
∑

i=1

[

p2i
2m

+ Vtrap(ri)

]

+
1

2

∑

i

∑

j 6=i

V (ri  rj) , (1.28)

où le deuxième terme tient compte des interactions à deux corps. HN n’est plus fac-
torisable, donc l’état fondamental n’est plus le produit des états fondamentaux de
l’hamiltonien à une particule. Néanmoins, sous l’hypothèse des interactions faibles, on
peut chercher par analogie au cas idéal, une solution pour la fonction d’onde à N
particules du condensat sous la forme

|ΨN〉 = |φ(1)〉 ⊗ |φ(2)〉...⊗ |φ(N)〉 , (1.29)

où |φ(i)〉 est une fonction d’onde à un corps, normalisée à 1 et différente de l’état
fondamental à une particule, qu’il s’agit de déterminer.

Gaz faiblement dégénéré : approximation d’Hartree Fock

On considère en premier une faible densité dans l’espace des phases (ce qui corres-
pond par exemple aux ailes thermiques du nuage atomique). On peut montrer [73] que
la prise en compte des interactions dans cette approximation se fait en introduisant un
décalage en énergie 2gn et que chaque particule est solution de :

(

 ~
2

2m
∆+ Vtrap(r) + 2gn

)

φ(r) = Eφ(r) . (1.30)

Le problème ainsi décrit correspond à celui du gaz idéal avec un potentiel effectif
Veff = V (r) + 2gn. On retrouve pour un gaz piégé harmoniquement l’équation d’état :

D(r) =  ln(1  eβ(µ  
mω2r2

2
 2gn(r))) . (1.31)

où µ peut prendre n’importe quelle valeur. Contrairement au cas idéal, les interactions
répulsives empêchent d’atteindre une densité D(r) infinie en r = 0, nécessaire pour
atteindre une vraie condensation.

1.3.1 Équation de Gross-Pitaevskii stationnaire

Dans le sous espace des fonctions d’onde (1.29) l’état qui approxime au mieux l’état
fondamental de HN minimise le fonctionnel défini comme :

Etot[φ,N ] = 〈HN〉 =
〈ΨN |HN |ΨN〉
〈ΨN |ΨN〉

, (1.32)
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avec la condition 〈ΨN |ΨN〉 = 1. La méthode des multiplicateurs de Lagrange ramène ce
problème à la minimisation de 〈ΨN |HN |ΨN〉  µ〈ΨN |ΨN〉, où µ est le multiplicateur de
Lagrange introduit pour assurer la conservation de la norme de ΨN . La différentiation
δ(〈ΨN |HN |ΨN〉 µ〈ΨN |ΨN〉) mène à une équation similaire à l’équation de Schrödinger

 ~
2

2m
∆φ(r) + Vtrap(r)φ(r) + (N  1)

[
∫

d3r′V (r  r′)|φ(r′)|2
]

φ(r) = µφ(r) , (1.33)

décrivant l’évolution de chaque atome dans le potentiel de piégeage et dans le champ
moyen crée à sa position par les (N  1) autres atomes. Le potentiel dans l’intégrale peut
être remplacé par celui de contact (1.17), et puisque N ≫ 1, dans le terme d’interaction
on a remplace (N  1) par N . On aboutit ainsi à l’équation de Gross-Pitaevskii (GPE,
pour l’anglais « Gross-Pitaesvkii equation ») :

 ~
2

2m
∆φ(r) + Vtrap(r)φ(r) +Ng|φ(r)|2φ(r) = µφ(r) . (1.34)

Il s’agit d’une équation de Schrödinger non linéaire, décrivant l’évolution de la fonction
d’onde du condensat dans un potentiel qui est la somme du potentiel externe plus
le terme non linéaire lié au champ moyen produit par les autres (N  1) bosons. Le
multiplicateur de Lagrange µ, introduit pour assurer la conservation de la norme de
la fonction d’onde ΨN , correspond à la variation de l’énergie totale lorsque N varie
d’une unité, ce qui représente la définition du potentiel chimique [74] ; à noter que µ
diffère de l’énergie totale par particule E/N d’un terme égal à l’énergie d’interaction
par particule : cette différence est due au fait que l’équation de Gross-Pitaevskii est
non linéaire, dans le cas sans interactions g = 0 et elle se réduit en effet à l’équation
de Schrödinger linéaire 1. En posant Φ(r) =

√
Nφ(r), l’équation (1.34) devient

 ~
2

2m
∆Φ(r) + Vtrap(r)Φ(r) + g|Φ(r)|2Φ(r) = µΦ(r) , (1.35)

connue sous le nom d’équation de Gross-Pitaevskii stationnaire.

Gaz fortement dégénéré : approximation de Thomas Fermi

L’équation d’état du gaz quasi-2D prend également une forme simple dans la li-
mite des hautes densités dans l’espace des phases. Le point de départ est l’équation
de Gross-Pitaevskii stationnaire pour la fonction d’onde macroscopique du système
Φ(r). L’approximation de Thomas-Fermi consiste à négliger l’énergie cinétique dans le
hamiltonien, de sorte que l’équation se simplifie sous la forme

|Φ(r)|2 = µ0  Vtrap(r)

g
. (1.36)

1. Bien qu’il s’agit toutes les deux de théories de champ moyen, dans Hartree Fock les interactions
sont prises en compte avec le terme 2gn et la valeur propre est l’énergie par particule E, tandis que
dans Gross-Pitaevskii l’interaction entre atomes est décrite par le potentiel effectif et la valeur propre
est le potentiel chimique µ.
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L’équation d’état s’obtient en multipliant les deux membres par λ2T . Dans le cas spéci-
fique d’un piégeage harmonique isotrope 2 Vtrap(r) = mω2r2/2 et une densité atomique
n(r) = |Φ(r)|2, l’Eq. (1.36) a la forme d’une parabole inversée qui reflète la forme du
potentiel externe

n(r) =
[

µ0  mω2r2/2
]

/g , (1.37)

qui peut se réécrire, en introduisant le rayon de Thomas-Fermi RTF =
√

2µ
mω2 :

n(r) =
µ

g

[

1  
(

r

RTF

)2
]

. (1.38)

Un autre paramètre qu’on peut calculer analytiquement dans le régime Thomas-Fermi
est le potentiel chimique, obtenu de la condition de normalisation

N =

∫

d3r|Φ(r)|2 =
(

2µ3D

~ω2

)2
aoh
15as

, (1.39)

d’où

µ3D =
~ω

2

(

15Nas
aoh

)2/5

∝ N2/5 . (1.40)

On revient enfin à l’équation d’état du gaz, donnée par

D(r) = λ2Tn(r) =
2π

g̃
α(r) , (1.41)

où α(r) = α0  1
2
mω2r2/2

kBT
et α0 = µ0

kBT
; α(r) est appelé potentiel chimique réduit. On

balaye la valeur de α en se déplaçant du centre vers la périphérie du nuage. En d’autres
termes, un seul échantillon expérimental contient l’équation d’état pour les valeurs
de α allant de  ∞ à α0. Notons que l’hypothèse sous-jacente est qu’on est dans le
cadre de l’approximation de densité locale, puisque en chaque point on a pris la densité
locale n(r) et le potentiel chimique local µ = µ0  Vtrap(r). Cette approximation est
valable si le potentiel Vtrap(r) est suffisamment mou pour que l’échelle de distance sur
laquelle varie la densité soit grande devant les échelles de longueur microscopiques du
problème : typiquement la longueur de cicatrisation ξc, la longueur d’onde thermique
λT et la portée des interactions. Pour la plupart des situations où les interactions sont
bien décrites par un potentiel de contact, la LDA est donc valable.

Régime intermédiaire : théorie de Prokof’ev et Svistunov

Le deux limites que je viens de décrire, Hartree-Fock et de Thomas-Fermi, corres-
pondent à des théories de champ moyen, et les deux équations ne diffèrent que par le
coefficient qui précède le terme d’interaction gn, qui vaut 1 dans le régime de Thomas-
Fermi et 2 dans le régime Hartree-Fock. Entre ces deux régimes il n’existe pas de forme

2. Le potentiel harmonique s’écrit Vtrap = 1

2
m

∑

i ω
2
i r

2
i . Pour alléger la notation il est utile de définir

ωoh = (ωxωyωz)
1/3, aoh =

√

~

mωoh

et de prendre le cas de symétrie sphérique ω = ωx = ωy = ωz = ωoh.
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analytique de l’équation d’état. Prokof’ev et Svistunov [75] ont proposé un calcul numé-
rique à partir de simulations de type Monte-Carlo classique dans le cas d’interactions
faibles. Cela a été vérifié expérimentalement par le groupe de Cheng Chin [69], qui
a montré l’invariance d’échelle pour la densité dans l’espace des phases D, et par le
groupe de Dalibard [70, 76], où la mesure de l’équation d’état a fait l’objet de la thèse
de T. Yefsah [77, 71] (voir la figure 1.2).

Figure 1.2 – Figure extraite de [71] illustrant l’équation d’état pour la densité
dans l’espace des phases D d’un gaz de Bose 2D. La ligne noire correspond à la pré-
diction Hartree Fock, tandis que la ligne en tirets rouges correspond à la prédiction
Thomas-Fermi.

Figure taken from [71]. It reports a measurement of the equation of state for the phase
space density D of a 2D Bose gas. The Hartree-Fock prediction is plotted in black line,
while the dashed red line is the Thomas-Fermi prediction.

1.3.2 GPE dépendant du temps

L’équation introduite dans 1.3.1 décrit le condensat à l’équilibre. En ce qui concerne
la dynamique de la fonction d’onde du condensat Φ(r,t), elle est dictée par l’équation
de Gross-Pitaevskii dépendant du temps :

i~
∂Φ(r,t)

∂t
=

(

 ~
2

2m
∇2 + Vtrap(r) + g |Φ(r,t)|2

)

Φ(r,t) , (1.42)

Ici la fonction d’onde du condensat Φ(r,t), appelée aussi paramètre d’ordre, est nor-
malisée au nombre d’atomes :

∫

|Φ(r,t)|2dr = N . Elle peut s’exprimer en fonction de
la densité n(r,t) et d’une phase θ(r,t) :

Φ(r,t) =
√

n(r,t)eiθ(r,t) . (1.43)



28 Gaz de Bose en dimension deux

En définissant la vitesse superfluide

v =
~

m
∇θ(r,t) . (1.44)

On montre facilement que l’équation de Gross-Pitaevskii (1.42) est équivalente aux
équations couplées pour la densité n = n(r,t) et la vitesse v = v(r,t) :

m
∂v

∂t
+∇(Vtrap(r) + gn  ~

2

2m
√
n
∇2

√
n+

1

2
mv2) = 0 , (1.45)

∂n

∂t
+∇(n · v) = 0 , (1.46)

appelées respectivement équation d’Euler et équation de continuité, qui révèlent la
structure typique des équations dynamiques d’un superfluide à température nulle [10].
La nature irrotationnelle du fluide est la conséquence immédiate de la définition de la
vitesse. Puisqu’elle est le gradient de la fonction scalaire θ(r,t), son rotationnel est nul
∇× v = 0 sauf là où θ(r,t) est singulière. Ces zones de singularité se produisent à des
endroits où le module de la fonction d’onde du condensat s’annule, et sa phase est donc
indéfinie : elles sont appelées vortex. La circulation de la vitesse sur un contour fermé
autour d’un vortex vaut :

∮

v · dl = 2πl
~

m
, (1.47)

où l’intégrale est prise sur un contour fermé évitant les points de singularité de θ(r,t),
et l est un nombre entier appelé charge du vortex. Cela implique que la seule ma-
nière d’avoir une rotation du superfluide est par l’apparition de vortex quantifiés. Une
preuve expérimentale de l’irrotationnalité de la vitesse superfluide a été obtenue dans
les équipes de J. Dalibard et W. Ketterle à travers l’observation d’un réseau de vortex
dans un condensat en rotation [29, 30]. On verra dans le paragraphe suivant que les
vortex jouent un rôle essentiel dans la description microscopique de la transition vers
l’état superfluide du gaz.

1.3.3 Méthode de Bogoliubov

L’approximation de Bogoliubov permet de linéariser les équations hydrodynamiques
et d’obtenir le spectre d’excitation du gaz.

On considère un gaz uniforme. Le point de départ de cette méthode est la fonction
d’onde macroscopique du condensat Φ(r,t), à laquelle on ajoute des fluctuations de
phase et de densité qui tiennent compte des états excités Φ(r) = Φ0 + Φexc, où Φ0 =
√

n(r,t)eiθ(r,t) décrit le système à T = 0 (plus précisément, il décrit le comportement
collectif du système, pas les particules du condensat singulièrement) et Φexc est associé
aux particules dans les états excités, non condensées. À 2D, cette approche n’est a
priori pas adaptée car le passage de T = 0 à T 6= 0 s’accompagne de fluctuations
thermiques qui détruisent l’ordre à longue portée caractérisé par Φ0. Néanmoins cette
approche reste valable si les fluctuations de densité restent petites et l’on peut définir



1.4 Modes collectifs 29

un paramètre d’ordre local [78, 79]. Pour un gaz uniforme cette méthode, détaillée
en [60], conduit au spectre des excitations de Bogoliubov.

E(k) = ~ωB
k =

√

~2k2

2m

(

~2k2

2m
+ 2gn

)

, (1.48)

E(k) étant l’énergie d’une excitation de vecteur d’onde k.

— À basse énergie le terme ∼ k2 domine et la relation de dispersion devient linéaire
~ωB

k = ~ck. Les excitations correspondent à des phonons se propageant dans le
condensat à la vitesse du son c =

√

gn
m
.

— Pour k grand le terme quartique ∼ k4 domine et ~ωB
k ∼ ~

2k2

2m
+ gn : le premier

terme est l’énergie cinétique d’une particule libre, et le terme de correction gn va
s’ajouter à cause de l’interaction avec les particules du condensat.

Dans cette section on a vu que dans un système uniforme les excitations sont des
phonons (ondes avec une relation de dispersion linéaire). Dans la prochaine section
j’analyserai le cas d’un système piégé harmoniquement, où d’autres types d’excitations
sont présentes, et correspondent à des oscillations collectives du gaz.

1.4 Modes collectifs

Avec une approche similaire à celle de Bogoliubov pour linéariser les équations
hydrodynamiques on peut aussi décrire le mouvement des oscillations de petite am-
plitude en présence d’un potentiel de piégeage (modes propres d’oscillation). L’étude
de ces modes permet de caractériser quelques propriétés du gaz, comme par exemple
la superfluidité d’un gaz de Bose [59, 80] ou de Fermi [81, 82], où la dimensionna-
lité du système [72, 83]. Dans le chapitre 3 je décrirai un nouvel outil pour l’ana-
lyse de la dynamique du gaz, implementé pendant ma thèse. Il s’agit d’une tech-
nique d’analyse d’images déjà bien connue dans d’autres domaines, appelée « Principal
Component Analysis » [84] (abrégée PCA), qui permet d’obtenir le spectre d’excitation
de Bogoliubov du gaz.

1.4.1 Piège isotrope et modes collectifs quantifiés

Je considère d’abord l’exemple d’un confinement harmonique isotrope à 3D, Vtrap(r) =
mω2

rr
2/2, développé par S. Stringari en [85], sous l’hypothèse que le condensat se trouve

initialement dans le régime de Thomas Fermi, à température nulle et en présence d’in-
teractions répulsives. La loi de dispersion des modes propres de basse énergie obtenue
est de la forme :

ω(n,l) = ωr(2n
2 + 2nl + 3n+ l)1/2 . (1.49)

Les nombres quantiques n et l désignent respectivement le nombre quantique radial et le
moment cinétique orbital de l’excitation. Pour un gaz idéal la loi de dispersion se réduit,
comme attendu, au spectre discret de l’oscillateur harmonique ω(n,l) = ωr(2n + l).
Différents couples de (n,l) décrivent chaque mode propre, par exemple (Figure 1.3) :





1.5 Transition BKT 31

1.5 Transition BKT

Pour un système bi-dimensionnel homogène à température non nulle, en présence
d’interactions répulsives entre atomes, la condensation ne se produit pas à cause des
fluctuations de phase, qui empêchent l’établissement d’un ordre à longue portée. Cependant,
grâce aux interactions, les fluctuations de densité sont supprimées à une échelle de lon-
gueur plus grande que la longueur de relaxation ξ2D, ce qui permet l’existence d’une
transition vers un état superfluide présentant un ordre à quasi-longue portée, et cela
reste vrai pour un gaz piégé. L’origine microscopique de cette transition a été décou-
verte par Berezinskii [49] et Kosterlitz et Thouless [48], qui ont donné leur nom à la
théorie correspondante, et des signatures expérimentales dans un gaz de Bose piégé ont
été observées à partir de 2006 [53, 55, 56]. Cette théorie prédit que pour une tempéra-
ture inférieure à une valeur critique Tc, une densité superfluide non nulle ns est présente
dans le gaz. Le quasi-ordre à longue portée est assuré par la décroissance algébrique
avec la distance :

g(1)(r) ∝ r  η , (1.52)

avec η = (nsλ
2
T )

 1 [67]. Cette décroissance est consistante avec l’absence d’ordre à
longue portée : la fonction de corrélation tend vers 0 pour une distance infinie, mais
très lentement par rapport au cas idéal, de telle sorte à faire apparâıtre une cohérence
localement, qui permet de définir une phase dans le gaz. Pour T > Tc la décroissance
de g(1)(r) devient exponentielle, traduisant l’absence totale d’ordre à longue portée.
L’ingrédient clé de la théorie BKT sont les vortex, déjà mentionnés au paragraphe
précédent 1.3.2 : des points du gaz où la densité s’annule et autour desquels la phase θ
de la fonction d’onde associée tourne de ±2π. À T < Tc, les vortex n’existent que par
paires de circulation opposées. Puisque la charge nette est nulle, la circulation effective
sur un contour de diamètre supérieur à l’extension spatiale d’une paire, qui est de
l’ordre de la longueur de cicatrisation ξc, est aussi nulle. Par conséquent, ces paires de
vortex-antivortex n’ont qu’un effet local et ne perturbent pas la superfluidité. Lorsque
la température augmente, la taille de ces paires augmente progressivement et elles
finissent par se disloquer en vortex individuels, et pour T > Tc cette prolifération de
vortex individuels détruit la superfluidité en marquant la transition vers l’état normal.
Cela a été mis en évidence expérimentalement par le groupe de Y. Shin [87].

1.5.1 Saut universel de la densité superfluide

À la transition, la plupart des quantités thermodynamiques varient lentement, à
l’exception de la densité superfluide ns, qui subit un saut de 0 à 4

λ2
T (Tc)

[88]. La valeur

de la densité superfluide à la transition est universelle et indépendante du paramètre
d’interaction. Une première mesure du saut a été effectuée par Bishop et Reppy sur
des films 2D d’hélium [52], mais dans le cas des systèmes bosoniques gazeux, cette
mesure est encore aujourd’hui manquante. Le résultat ns =

4
λ2
T
ne suffit pas pour avoir

une prédiction du point de transition. Cela parce qu’à la transition la densité totale
ntot = ns + nth (où nth est la densité de la phase thermique) n’est pas universelle et
dépend des interactions entre atomes. La théorie BKT ne permet donc pas de prédire
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la température critique Tc à laquelle elle a lieu, pour une densité totale ntot et une force
d’interaction données. On a vu que pour un gaz avec des interactions faibles dans une
géométrie quasi-2D les interactions ne dépendent que de la constante adimensionnelle
g̃ (1.25). Dans la limite d’interactions faibles, on note la densité totale critique ntot = nc

[89] et l’équation d’état pour un tel système est fonction du potentiel chimique µ, de
la température T et de g̃. Pour chaque température T il existe ainsi un potentiel
chimique critique µc, auquel ils ont fait correspondre une densité critique dans l’espace
des phases :

ncλ
2
T = Dc = ln (

C

g̃
) , (1.53)

La valeur de la constante C a été calculée par Prokof’ev et al. [90] par des simulations
Monte-Carlo de champ classique dans un gaz homogène 2D en interaction faible :
C = 380 ± 3. Avec les paramètres de notre expérience, g̃ ∼ 0.1 et nous obtenons :
Dc ∼ 8.2. Notons que du fait des faibles variations (logarithmiques) de Dc avec g̃, les
expériences avec des gaz de Bose 2D présentent toutes des valeurs de Dc assez proches
(Dc ∼ 8). Dans un article ultérieur [75], déjà mentionné au 1.3.1, Prokof’ev et Svistunov
ont calculé numériquement l’équation d’état autour du point critique pour un système
infini, permettant de relier les deux cas limites vus précédemment.

1.5.2 Critère de Landau pour la superfluidité

La superfluidité étant une caractéristique dynamique du gaz, l’étude des excitations
qui se propagent dans le gaz, et en particulier de leur énergie, peut mettre en évidence
le caractère superfluide d’un gaz de Bose 2D en interaction. Cela se fait dans le cadre
de la méthode de Bogoliubov. Une des conséquences majeures de 1.48 est que selon
le critère de Landau un condensat de Bose-Einstein est superfluide, avec un vitesse
critique donnée par la vitesse du son. Le critère de Landau exprime la stabilité de
l’état superfluide vis-à-vis d’une faible perturbation de vitesse relative inférieure à c.
Considérons un fluide au repos et une impureté ponctuelle se déplaçant dans le fluide
à la vitesse v. Elle ne peut ressentir de résistance qu’en échange de la création d’exci-
tations dans le fluide, dont l’énergie E(k) vérifie (1.48). La conservation de l’énergie et
de la quantité de mouvement du fluide lors de la création de l’excitation, ainsi que la
relation de dispersion phononique, imposent :

v > c . (1.54)

Ce simple argument, appelé critère de Landau, montre qu’en dessous de la vitesse
critique c, le fluide s’écoule sans résistance. Il est superfluide.

1.6 Gaz en rotation dans un anneau

L’étude d’un gaz de Bose en rotation est cruciale pour la mise en évidence des
propriétés superfluides. Par exemple, elle a permis l’observation de vortex quantifiés [29,
30], ou la mesure de la vitesse critique de rotation [57]. La géométrie annulaire se révèle
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particulièrement intéressante dans le cas de gaz de Bose parce qu’elle permet de faire le
lien entre superfluidité et stabilité de l’écoulement dans l’anneau, qui sera permanent
en l’absence de friction. En particulier le cas 3D a été étudié dans le groupe de G.
Campbell au NIST [40, 91]. Le cas bidimensionnel est en cours d’étude dans notre
équipe, et la realisation du piège en anneau est un résultat important de mon travail de
thèse (voir chap. 5). Dorénavant je considérerai le cas d’un fluide dans un anneau d’axe
z, rayon moyen r0 et éventuellement en rotation autour de l’axe z avec une vitesse Ω.
Pour simplifier les notations je considérerai la limite d’un anneau fin, dans laquelle la
position d’une particule est caractérisée par la seule variable azimutale φ. Pour plus de
détails, on peut consulter [61].

1.6.1 Atome unique dans un anneau

Considérons pour commencer le mouvement d’une particule unique sur cet an-
neau. Sa fonction d’onde dépend uniquement de φ et pour qu’elle soit monovaluée
elle doit satisfaire les conditions aux limites périodiques ψ(φ) = ψ(φ + 2π), avec
∫ 2π

0
|ψ(φ)|2r0dφ = 1.

Anneau au repos

Pour un potentiel constant le long de l’anneau le seul terme de l’hamiltonien est
l’énergie cinétique

Ĥ =  ~
2

2m
∆ =  ~

2

2mr20

d2

dφ2
, (1.55)

avec états et énergies propres

ψn(φ) =
1√
2π
einφ, En =

~
2

2mr20
n2 . (1.56)

Anneau en rotation

Dans un potentiel annulaire en rotation la rugosité inévitable des parois va créer
un potentiel dépendant du temps sur la particule, ce qui rend difficile la recherche
des états stationnaires dans le référentiel du laboratoire. Le problème se simplifie si
on passe dans le référentiel en rotation avec l’anneau, où l’on trouve un potentiel de
rugosité indépendant du temps. Cela se fait en rajoutant à l’hamiltonien le terme

 ΩLz = i~Ω
d

dφ
, (1.57)

et en écrivant l’hamiltonien pour faire apparâıtre le carré parfait

Ĥ =  ~
2

2mr20

(

i
d

dφ
+

Ω

Ωc

)2

+ Ecentr , (1.58)

où

Ωc =
~

mr20
(1.59)
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est la vitesse de rotation caractéristique et

Ecentr =  1

2
mΩ2r20 (1.60)

l’énergie centrifuge, qu’on peut omettre par la suite puisqu’elle ne dépend pas de φ,
à condition de redéfinir l’origine des énergies pour chaque valeur de Ω. Les fonctions
propres restent les mêmes que pour le cas au repos, mais les énergies propres deviennent

En(Ω) =
~
2

2mr20
(n  Ω

Ωc

)2 . (1.61)

Le spectre d’énergie en fonction de Ω est une série de paraboles centrées sur chaque
multiple entier de Ωc. L’état fondamental n’est plus uniquement le fluide au repos, mais
dépend de la vitesse de rotation. Si Ω ∼ Ωc ce sera un état de circulation n = 1, si
Ω ∼ 2Ωc ce sera un état de circulation n = 2 et ainsi de suite.

1.6.2 Deux critères de superfluidité

Premier critère : l’anneau en rotation lente

Si on utilise la physique classique pour décrire le système, le fluide va se mettre en
rotation grâce à l’interaction parois-atomes pour atteindre une vitesse v(r) = Ω × r.
Le moment cinétique du gaz à l’équilibre vaut L = IclassΩ, où Iclass est le moment
d’inertie du gaz le long de l’axe z et peut être approximé, pour le cas d’un anneau fin,
par L = Nmr20. Pour un fluide quantique, le premier critère de superfluidité est qu’il
ne se met pas en rotation pour des vitesses faibles de l’anneau. Cela peut s’exprimer
comme une réduction du moment d’inertie I < Iclass. Dans un anneau fin la condition
Ω ≪ Ωc s’écrit L ≪ N~, ce qui signifie que le moment cinétique est beaucoup trop
faible pour donner à chaque atome un quantum ~ de moment cinétique.

Deuxième critère : existence de courants permanents

On suppose maintenant que l’anneau a une vitesse Ω > Ωc, de sorte que le gaz est
en rotation même s’il est superfluide. On arrête l’anneau et on laisse le fluide évoluer
librement. Deux situations sont possibles :

— dans le cas d’un fluide classique les interactions avec les parois conduisent à une
immobilisation du fluide.

— dans le cas d’un superfluide le courant qui existait avant l’arrêt de la rotation
perdure, en théorie indéfiniment, dans la pratique seulement pendant des secondes
à cause des collisions avec le gaz résiduel. Ces courants sont des états métastables
du système, l’état fondamental étant au repos.

On peut montrer à partir du spectre d’énergie qu’un gaz parfait ne présente pas de
courants métastables, ce deuxième critère n’est donc jamais satisfait. Les interactions
répulsives sont donc indispensables pour assurer ce deuxième critère de superfluidité
lié à la metastabilité, ce deuxième critère est également nécessaire pour la superfluidité
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du gaz. Une analyse des processus de dissipation pour le courant superfluide circulant
dans cette géométrie annulaire a été faite au sein de l’équipe par Dubessy, Liennard
et al. [92]. Une expérience qui a montré ces courants metastables et le phénomène
d’hysteresis qui l’accompagne est celle du groupe de Campbell [91]. Ils ont produit
un condensat dans un piège en forme d’anneau, fabriqué avec des nappes de lumière.
Un laser vertical désaccordé vers le bleu et tournant à une vitesse ajustable crée un
défaut local, qui joue le rôle d’une paroi rugueuse. Pour savoir si un courant permanent
est présent dans l’anneau ils regardent si, après temps de vol, le profil de densité au
centre présente un trou ou pas. Si le gaz au moment de la coupure du piège possède un
moment cinétique par atome L/N = l~, cela crée une barrière centrifuge qui empêche
les atomes de s’étaler jusqu’au centre lors de l’expansion. La taille de ce trou permet
de déterminer la valeur de l [36].

1.6.3 Quantification de la circulation et mesures de l

On a vu au 1.3.2 que la vitesse superfluide est définie à partir du paramètre d’ordre
complexe Φ =

√

n(r,t)eiθ(r,t) comme v = (~/m)∇θ. Étant proportionnelle au gradient
d’une fonction scalaire son rotationnel est nul. Cela comporte deux implications ma-
jeures : la quantification de la circulation et la réduction du moment d’inertie du fluide.
Pour que la fonction d’onde ait une seule valeur possible l’intégrale

∮

∇θ · dl doit être
égale à 2πl où l est un entier. Cette quantification de l impose au courant circulant
dans un anneau de rayon R d’être quantifié, avec une vitesse angulaire Ω0 = ~/mR2.
Ainsi la vitesse angulaire du courant doit être un multiple entier Ω = lΩ0 Je présente
ici quelques exemples d’expériences de mesure de la circulation, pour deux différents
types de piégeage. Dans un piège harmonique, une mesure du signe et de la charge d’un
vortex quantifié a été réalisée à travers la mesure de la précession de l’oscillation qua-
drupolaire [93], comme suggéré par Zambelli et Stringari [94]. Dans un piège annulaire
différents types d’expériences ont été réalisées :

— après temps de vol (abrégé TOF) à travers une mesure de la taille du trou, qui
est proportionnelle à l [95].

— par interférence entre un anneau en rotation et un disque central de référence [39,
40]. Cette méthode permet de compter plus précisément la charge l ;

— à travers une mesure Doppler : en créant une onde stationnaire par interférence
entre deux ondes ayant la même longueur d’onde et se propageant en sens horaire
et anti-horaire respectivement [37]. Si un courant permanent circule dans l’an-
neau, l’effet Doppler modifiera la fréquence relative des deux ondes. Ce décalage
Doppler fait précesser l’onde stationnaire. Une mesure de la vitesse azimuthale
du maximum d’intensité permet de connâıtre l.

Réduction du moment d’inertie dans un superfluide en rotation

Un fluide classique dans le référentiel du laboratoire a pour moment cinétique
L = IclassΩ, et un moment cinétique nul dans le référentiel tournant (puisque le fluide
classique est stationnaire dans ce référentiel). Il tourne toujours à la vitesse de l’anneau,
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aussi basse soit-elle (pour une démonstration consulter par exemple [61]). Pour Ω ≪ Ωc

un superfluide, ayant une partie qui reste immobile dans référentiel du laboratoire, aura
un moment cinétique diffèrent de zéro aussi dans le référentiel tournant. On peut relier
les densités normale et superfluide à partir de la réduction du moment d’inertie I par
rapport à sa valeur classique

ρn
ρ

=
I

Iclass
, ρs = ρ  ρn . (1.62)

Le moment cinétique mesuré dans le référentiel tournant vaut alors

〈Lz〉 =  ρs
ρ
IclassΩ , (1.63)

nul pour un gaz classique et égal à  IclassΩ pour un superfluide parfait, puisque ce
dernier reste immobile dans le référentiel du laboratoire. Sur le plan énergétique les
conséquences de cette définition sont que l’état superfluide correspond à un accroisse-
ment de l’énergie, et donc pour avoir une densité superfluide il y aura un prix à payer
en énergie [10].

Conclusion

Dans ce premier chapitre j’ai présenté quelques spécificités d’un gaz de Bose bidi-
mensionnel. En ce qui concerne la condensation de Bose-Einstein, elle est possible à
température non nulle seulement pour un gaz piégé, et j’ai mentionné en particulier le
cas du piégeage dans une bôıte et d’un piégeage harmonique. Dans ces systèmes les in-
teractions entre atomes jouent un rôle fondamental : à température suffisamment basse
une transition de phase vers un état superfluide est prévue pour un gaz en interaction,
appelé transition de Berezinskii-Kosterlitz-Thouless. Le lien entre la condensation, défi-
nie à l’équilibre, et la superfluidité, principalement liée à des phénomènes de transport,
se fait à travers l’introduction du paramètre d’ordre Φ(r,t) =

√

n(r,t)eiθ(r,t) (1.43),
décrivant la fonction d’onde du condensat, et en définissant la vitesse superfluide
v = ~

m
∇θ (1.44). Dans l’approximation de champ moyen, la dynamique de Φ(r,t)

est dictée par l’équation de Gross-Pitaevskii dépendant du temps, équivalente aux
équations hydrodynamiques décrivant un superfluide. Plusieurs phénomènes, comme
les tourbillons quantiques et les modes collectifs de vibration peuvent être décrit avec
ces équations. L’étude de ces propriétés peut donner des informations sur la nature
superfluide du gaz, et en particulier dans le chapitre 4 je traiterai le cas du mode ci-
seaux. Parmi les différentes géométries de piégeage, pour des études de superfluidité la
géométrie annulaire est particulièrement intéressante. En effet l’état stationnaire d’un
fluide ordinaire mis en rotation correspond à la rotation du fluide, de manière solidaire
avec le récipient, mais la superfluidité change radicalement ce comportement. Pour une
vitesse suffisamment petite, le superfluide ne se met pas en mouvement, tandis qu’au-
dessus d’une certaine fréquence de rotation des vortex apparaissent [96] et le fluide
peut circuler sans dissipation, donnant lieu à un courant permanent. Un des objectifs
de notre équipe est l’étude de l’établissement et de la dissipation d’un tel courant dans
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un anneau, pour cela une partie de mon travail de thèse, que je décrirai dans le chapitre
5, a été la réalisation d’un piège annulaire. Pour cette raison j’ai consacré le dernier
paragraphe de ce premier chapitre 1.6 à la description d’un gaz en rotation dans un
anneau, en établissant deux critères de superfluidité.





Chapitre 2

Production et détection du gaz 2D

L’expérience qui a produit les résultats de cette thèse a été construite il y a quelques
années. Pour cela une description plus détaillée des différents éléments peut se trou-
ver dans les thèses soutenues précédemment dans l’équipe [58, 97]. Dans ce chapitre
je donnerai un aperçu du montage expérimental, en présentant les différentes étapes
qui mènent à la production d’un gaz bidimensionnel. Je soulignerai les améliorations
apportées pendant les trois années de ma thèse et en particulier la réalisation du piège
annulaire.

La production et la détection d’un BEC requièrent une complexe séquence d’étapes
contrôlées par ordinateur, avec un timing très précis. Notre séquence expérimentale est
définie par un programme codé en C++, appelé « manip », basé sur un programme
précédemment écrit par Jackob Reichel. Plus de détails se trouvent dans la thèse de T.
Liennard [97].

Notre source d’atomes est un piège magnéto optique (PMO) 2D, qui produit un jet
d’atomes ralenti chargeant le PMO 3D. Comme dans la plupart d’expériences d’atomes
froids, il est essentiel d’avoir un vide de haute qualité dans la cellule de travail, pour
minimiser les collisions avec le gaz résiduel. Pour cela un tube fin maintenant une
différence de pression sépare la source d’atomes de la cellule où on charge un PMO
3D. Ce dernier est un bon point de départ pour atteindre la condensation, qui se
fait par évaporation dans une autre cellule, appelée par la suite cellule science. Le
passage du PMO 3D à la cellule science a lieu en transférant d’abord le gaz dans un
piège magnétique quadrupolaire, ensuite en déplaçant le piège même jusqu’à la cellule
science, où ils sont transférés dans un piège quadrupolaire bouché et ultérieurement
refroidis par évaporation radiofréquence ( RF ). La détection des atomes se fait par
imagerie par absorption.

2.1 Système des lasers

Le système laser est conçu pour piéger et imager des atomes de 87Rb et est composé
par six sources différentes : quatre à 780 nm et deux à 532 nm. Il s’agit d’un laser télécom



40 Production et détection du gaz 2D

doublé, d’une diode laser à cavité étendue, deux diodes laser, d’un laser Verdi et d’un
laser Azur Light Systems.

2.1.1 Laser doublé

Ce laser, conçu au laboratoire par P. E. Pottie, est basé sur le doublement de
fréquence d’une diode laser télécom à 1560 nm amplifiée dans un amplificateur fibré
Keopsys. On obtient 10 W de lumière infrarouge qui est doublée dans un cristal de
PPLN en simple passage. Le faisceau à 780 nm obtenu peut atteindre une puissance de
2 W et il fournit les faisceaux refroidisseurs des PMO 2D et 3D, ainsi que le faisceau
pousseur, guidant les atomes du PMO 2D vers le PMO 3D. Il peut atteindre jusqu’à 2W
de lumière et sa fréquence est asservie autour de +102 MHz de la transition cyclante
|5S1/2, F = 2〉 → |5P3/2, F ′ = 3〉, appelée par la suite (2 → 3), par battement avec
le faisceau provenant du laser à cavité étendue, qui sert de référence de fréquence.

2.1.2 Laser à cavité étendue

Le laser à cavité étendue fournit les deux faisceaux d’imagerie et un faisceau qui
sert comme référence de fréquence pour le battement avec le laser doublé. Il est asservi
par absorption saturée sur la raie de croisement (2 → 1) et (2 → 3), à  212.15 MHz
de la transition (2 → 3).

2.1.3 Diodes laser

Deux diodes Sanyo indépendantes sont utilisées pour les faisceaux repompeurs. Le
choix de deux faisceaux indépendants a été dicté par le besoin d’un désaccord différent
suivant le type de nuage et de mesure. Le premier, appelé repompeur 1, repompe
les atomes perdus lors du cycle de refroidissement et est accordé sur la transition
(1 → 2). Plus précisément, il est asservi par absorption saturée sur le croisement entre
les transitions (1 → 1) et (1 → 2) puis décalé de +78.5 MHz par un modulateur acousto
optique (AOM) afin de se retrouver sur la bonne transition. Il est ensuite divisé en deux
pour se mélanger aux faisceaux refroidisseurs du PMO 2D et 3D. Le deuxième faisceau,
appelé repompeur 2, est destiné à l’imagerie par absorption suivant l’axe vertical et il
a été mis en place pendant ma thèse. Il est utilisé pour l’acquisition d’images selon
l’axe vertical, qu’on réalise in situ, c’est-à-dire au moment où on coupe le piège, sans
laisser les atomes en chute libre. Cela implique que la densité atomique est très élevée
lors de la prise d’une image : pour empêcher que tout le faisceau sonde soit absorbé on
choisit ainsi de repomper seulement une petite fraction des atomes [98]. Par ailleurs,
pour que le repompeur soit absorbé de façon homogène par ce nuage très dense, il
est nécessaire de limiter l’absorption en désaccordant fortement le faisceau. C’est la
raison pour laquelle on a voulu qu’il soit désaccordable entre 200 MHz et 1 GHz de la
transition 1 → 2, ajustable pour s’adapter aux différents types de nuage. Actuellement
on travaille avec un décalage de 300 MHz de la résonance, en repompant les atomes
pendant 0.1 ms avec une puissance ajustée au cas par cas. Puisqu’on ne détecte que la
fraction des atomes repompée, pour accéder au nombre total d’atomes il a été nécessaire
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2.1.4 Laser Azur Light System

Le laser ALS a une puissance maximale de 10 W à 532 nm et il a été acheté pendant
ma troisième année pour remplacer le laser Millenia. Il sert comme bouchon optique
du piège quadrupolaire pendant la production du condensat [99], ensuite une petite
fraction de sa puissance est prélevée et envoyée sur le banc qui crée la « touillette», c’est
à dire un faisceau qui tourne dans l’axe vertical au niveau des atomes (voir section 5).

2.1.5 Laser Verdi

Le laser Verdi de Cohérent a une puissance maximale de 5 W à 532 nm et il est mis
en forme pour créer une nappe de lumière qui, combinée au piège magnétique, permet
de piéger les atomes en anneau (voir section 5).

2.2 Séquence expérimentale

Le piège magnéto-optique (PMO) refroidit et confine les atomes en utilisant la
pression de radiation, modifiée par l’effet Doppler dû à la vitesse des atomes, et par
l’effet Zeeman créé par un gradient de champ magnétique (voir par exemple [Metcalf
03] pour une revue). Le PMO 3D agit dans les trois directions de l’espace, tandis que
MOT 2D ne confine et refroidit les atomes que dans deux directions, ce qui crée un jet
d’atomes collimaté dans la troisième direction. Comme illustré dans la figure 2.2, nous
utilisons le MOT 2D pour capturer les atomes à partir d’une vapeur de rubidium dans
l’enceinte de collection et les transférer dans la chambre de science où ils sont capturés et
refroidis par un MOT 3D. Une fois dans le MOT 3D, les atomes seront encore refroidis,
puis transférés dans une troisième enceinte où un piège dipolaire optique est superposé
au piège magnétique, par évaporation les atomes sont menés à la condensation de
Bose-Einstein, et ensuite habillés par la radio-fréquence.

2.2.1 Piège magnéto-optique 2D

Nous utilisons un piège magnéto-optique 2D compact, acheté au SYRTE. Une des-
cription détaillée est donnée dans la thèse de Patrick Cheinet [100]. Il est composé
en deux parties : la zone de refroidissement où le PMO est créé, reliée à la réserve
d’atomes, et la zone de sortie, reliée à la chambre du PMO 3D par un tube où le
jet horizontal d’atomes ralenti et collimaté passe pour charger le PMO 3D. Un petit
trou de diamètre 1.5 mm permet d’assurer une différence de pression entre les deux
enceintes. Le principe de fonctionnement est le même que pour le PMO 3D sauf qu’il
présente 2, au lieu de 3, paires de faisceaux refroidisseurs contrapropageants, de pola-
risation circulaire et de fréquence désaccordée vers le rouge de la transition atomique
|5S1/2,F = 2〉 → |5P3/2,F = 3〉. Un troisième faisceau permet de transférer plus ef-
ficacement les atomes vers l’octogone en les poussant à travers le trou de pompage
différentiel (∼ 1,5 mm de diamètre) : il est pour cela appelé pousseur. La pression de
vapeur de rubidium dans la zone de sortie du jet est de 10  9 mbar ; cette zone est reliée
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Figure 2.2 – Schéma du système vu de dessus. On y voit le PMO 2D, relié au
réservoir de Rb, le PMO 3D et les bobines de transport. On peut distinguer éga-
lement les bobines du quadrupole autour de la cellule science en verre et le laser
bouchon qui la traverse.

Sketch of the setup seen from above. One can see the 2D MOT, connected to the Rb source,
the 3D MOT and the transport magnetic coils. One can also distinguish quadrupole coils
outside the glass science cell and the plug beam.

à la chambre du PMO 3D par un tube de diamètre 16 mm et de longueur 18 cm et le
flux maximal que l’on peut obtenir est φmax = 108 atomes en 50 ms.

2.2.2 Piège magnéto-optique 3D

Le piège magnéto-optique 3D est réalisé dans une chambre métallique octogo-
nale (appelée « l’octogone »). Elle est reliée d’une part au piège magnéto-optique
2D, d’autre part à une cellule en verre, appelée « cellule science », dans laquelle a
lieu la condensation (voir fig. 2.2). Une pompe ionique assure le vide à mieux que
10  9 mbar, correspondant à une durée de vie des atomes d’environ 30 s. Le PMO
3D se charge en 8 s avec 1.2 × 109 atomes, valeur calculée à partir de la fluorescence
captée par une lentille placée à 20 cm des atomes et focalisée sur une photodiode.
En présence d’un champ quadrupolaire, les atomes sont ralentis et piégés au centre
par la force de friction et la force de rappel exercée par trois paires de faisceaux
contrapropageants, disposés perpendiculairement entre eux et désaccordés à  3 de
la transition |5S1/2, F = 2〉 → |5P3/2, F = 3〉 du 87Rb. Un laser repompeur (re-
pompeur 1), asservi sur la transition |5S1/2, F = 1〉 → |5P3/2, F = 2〉, est aussi
présent dans ces faisceaux pour ramener les atomes qui se désexcitent vers le niveau
hyperfin |5S1/2, F = 1〉 dans la transition cyclante. Les six faisceaux du PMO 3D
proviennent d’un système commercial de division de faisceaux, FiberPort cluster de
Schäfter+Kirchhoff : il reçoit en entrée les deux faisceaux refroidisseur et repompeur,
qu’il mélange et divise en six à l’aide de cubes polariseurs et lames λ

2
. Les lames nous

permettent de régler la répartition de puissance entre les six faisceaux à tout moment.
En pratique, comme le diviseur de faisceau est protégé par une boite en mousse, nous
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ne procédons à un réglage que tous les 5 mois environ. Les six faisceaux sont injectés
dans des fibres à maintien de polarisation, à la sortie desquelles il y a des collima-
teurs fabriqués sur mesure par le SYRTE. Des λ

4
sont intégrées aux collimateurs, qui

produisent un faisceau de polarisation circulaire et diamètre à 1
e2

égal à 24 mm, dia-
phragmé à un diamètre de 1 pouce [97]. Pour monitorer les puissances de ces deux
lasers des photodiodes intégrées au Schäfter+Kirchhoff collectent 1% de leur puissance
avant qu’ils soient séparés. Nous avons typiquement 40 mW de refroidisseur et 450 µW
de repompeur en moyenne par faisceau, ce qui correspond à un signal à l’oscilloscope
de -6.8 V et -48 mV. Le champ magnétique quadrupolaire est créé par une paire de
bobines, appelées « bobines de transport ». Elles sont refroidies par l’eau qui circule
dans les fils creux, sont situées à l’extérieur de l’octogone et reposent sur un support
en résine Damival (choisie pour minimiser les courants de Foucault). Celui-ci est posé
sur un rail de translation, permettant aux bobines de se déplacer et de transporter
les atomes, piégés magnétiquement, vers la cellule science. Au début de ma thèse les
alimentations ont été changées pour atteindre un gradient radial plus important (100
G/cm) et pouvoir ainsi transporter plus d’atomes. Cela a nécessité aussi l’installation
de nouveaux switches et de nouveaux câbles électriques et tubes de refroidissement.

Les bobines sont reliées à deux alimentations Delta-Elektronika SM 15-400, de ten-
sion maximale 15 V et courant maximal 400 A. La coupure rapide du courant est assurée
par quatre interrupteurs IGBTs 1. Ils sont montés en parallèle, deux pour chaque ali-
mentation, et permettent l’établissement des 400 A dans les bobines de transport en
15-20 ms (temps nécessaire à l’établissement du 95% du champ, mesuré en l’absence
des courants de Foucault et avec l’alimentation utilisée en modalité courant constant).
En ce qui concerne le temps de coupure, celui est limité à 100 A en 370 µs (temps au
bout duquel il ne reste que le 5% du champ maximal) par la roue libre qui est insérée
en parallèle à chacune des bobines de transport pour écrêter le pic de tension qui se
créé aux bornes de l’interrupteur au moment de la coupure du courant.

Après chargement des atomes dans le PMO 3D, une phase de compression et re-
froidissement permet d’adapter la forme du nuage au piège magnétique. En environ
40 ms le désaccord des faisceaux refroidisseurs passe de  5 à  12 et le gradient
magnétique de 5.5 à 20 G/cm (ce qui correspond à un courant dans les bobines I de 22
A à 80 A, étant le gradient du champ quadrupolaire b′ = 0.25 Gcm  1A  1 [58]). Ensuite
on coupe les faisceaux et on augmente le gradient jusqu’à 87.5 G/cm en 150 ms.

2.2.3 Transport magnétique

Le transport des atomes de l’octogone à la cellule science se fait en déplaçant physi-
quement les bobines. La translation utilisée est entrâınée par un moteur 2 contrôlé par
ordinateur via un module de contrôle 3 où une séquence de déplacement correspondant
au transport des atomes est chargée : les bobines parcourent alors une distance de 28
cm en 1.08 s jusqu’à la cellule science, où les atomes sont transférés dans le deuxième

1. Insulated Gated Bipolar Transistor, est un semi-conducteur utilisé comme interrupteur électro-
nique dans des montages de haute puissance.

2. Translation Parker type 404XR, servomoteur brushless Parker SMH60.
3. Programmable Logic Controller Compax 3.
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piège quadrupolaire, avant que les bobines du transport soient ramenées à leur position
initiale autour de l’octogone. Vu le déplacement important des bobines, le positionne-
ment des gros câbles d’alimentation et des tuyaux d’eau durant la phase de transport
doit être bien contrôlé, pour éviter des contraintes mécaniques. Pour cela un système
de châınes a été choisi pour les guider. Lors du déplacement des bobines, les câbles et
les tubes sont guidés dans une chenille.

2.2.4 Piège quadrupolaire bouché

Une fois transportés au niveau de la cellule science, les atomes sont transférés dans
le nouveau piège magnétique, en baissant le courant dans les bobines de transport et
en augmentant simultanément le courant des bobines autour de la cellule science. La
cellule est fabriquée en quartz traité antireflet sur les surfaces extérieures à 532 nm
et 650-1100 nm. La section est un carré de 10 × 10 mm, pour une longueur de 83.5
mm. Elle est pompée par une pompe ionique 20 L/s et une pompe à sublimation de
titane. La pression résiduelle est estimée à 10  11 mbar et correspond à une durée de
vie d’environ 150 s. Les bobines qui créent le piège magnétique sont de forme conique,
chacune composée de 40 tours de fil de cuivre creux, refroidies à l’eau et d’axe vertical.
Le champ quadrupolaire statique résultant est :

B0(x,y,z) = b′(xex + yey  2zez) , (2.1)

où x est la direction du transport magnétique, y la direction de l’axe d’imagerie hori-
zontale et z la direction verticale (voir fig. 2.2). La valeur du gradient magnétique radial
est b′ = 1.98 G cm 1 A  1. Les surfaces isomagnétiques sont définies par re(r) = r0, où
le rayon effectif re est

re(r) =
√

x2 + y2 + 4z2 . (2.2)

Ces surfaces sont des ellipsöıdes d’axe de symétrie z et demi-axes de longueur r0 et
r0/2 le long des directions horizontale et verticale respectivement. L’écart Zeeman
correspondant dans l’état fondamental de spin F est

~αre(r) , (2.3)

où on a introduit le gradient en unité de fréquences

α = |gF |µBg
′/~ , (2.4)

gF étant le facteur de Landé et µB le magnéton de Bohr. L’inconvénient majeur du piège
quadrupolaire est que son champ est nul au centre, ce qui mène à des pertes Majorana.
Elles sont causées par un suivi non adiabatique du moment magnétique de l’atome lors
du passage par une région de champ magnétique faible ou nul, qui le mène dans un
sous-niveau Zeeman non piégeant. Le taux de pertes est d’autant plus important que
le nuage est proche de la condensation, parce que les atomes s’accumulent davantage
autour du minimum du champ. Pour cette raison, dans le piège magnétique seul, les
pertes Majorana posent une limite à la densité dans l’espace des phases que l’on peut
atteindre. Il y a plusieurs possibilités pour contourner ce problème. On peut citer
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des pièges TOP (time orbiting potential) [101], où le champ magnétique effectif vu par
l’atome ne s’annule pas au centre, ou des pièges hybrides obtenus en combinant un piège
magnétique quadrupolaire avec un potentiel lumineux, attractif ou répulsif [102, 103, 2].
Sur notre montage cette dernière solution a été envisagée. Le potentiel lumineux est
crée par un laser à 532 nm se propageant perpendiculairement l’axe du quadrupole z,
le long de l’axe y [99, 58]. Le potentiel dans le piège bouché est donc la somme d’une
partie magnétique UB(r), d’une partie optique UD(r) et de la gravité :

U(r) = UB(r) + UD(r) +Mgz , (2.5)

où g est l’accélération gravitationnelle. Les deux autres composantes sont respective-
ment :

UB(r) = µmb
′
√

x2 + y2 + 4z2 et (2.6)

UD(r) = U0 exp

[

 2
(x  xc)

2 + (z  zc)
2

w2
0

]

, (2.7)

où µm = mFgFµB est la projection du moment magnétique de l’atome sur l’axe de
quantification,mF est le sous-niveau Zeeman du niveau F dans lequel se trouve l’atome,
et b′ le gradient magnétique horizontal. En ce qui concerne le potentiel optique, (xc,yc)
est la position de focalisation du laser bouchon, w0 est son waist et U0 le déplacement
lumineux maximum, proportionnel à la puissance P du faisceau et à l’inverse du carré
du waist U0 ∝ P

w2
0
. À la position des atomes, la puissance du laser bouchon vaut environ

7.7 W (estimé en mesurant la puissance avant et après la cellule), et son waist 50 µm
(mesuré avec la méthode du couteau). Son alignement est assez critique, pour cela le
miroir le plus proche des atomes a été choisi comme miroir de réglage et il est contrôlé à
distance grâce à deux éléments piézoélectriques pilotés par une carte analogique. Pour
allumer et couper rapidement le laser on utilise une cellule à effet Pockels. La Pockels
est pilotée par un module haute tension, ce qui permet une coupure rapide du faisceau
(en 100 µs). Cela sert aussi pour basculer le faisceau entre deux voies, la première
correspondant au faisceau bouchon incident sur la cellule suivant l’axe y, la deuxième
voie qui crée la « touillette à atomes ».

On a aussi dû rajouter deux obturateurs pour éliminer le fond de lumière présent
aussi quand la Pockels est éteinte. Une caractérisation des pertes Majorana a été réa-
lisée pendant la thèse de K. Merloti, et une description détaillée est fournie dans son
manuscrit [72].

2.2.5 Évaporation radio-fréquence

Pour augmenter la densité dans l’espace des phases on refroidit par évaporation le
gaz dans le piège quadrupolaire bouché. L’évaporation se fait en trois étapes :

— pré-évaporation : à gradient constant maximal 216 G/cm (correspondant à 110
A dans les bobines), le champ radio-fréquence est allumé à 50 MHz, et en 13,6 s
la fréquence RF est diminuée suivant une rampe linéaire jusqu’à 4 MHz ;

— puis on réduit le gradient de champ magnétique linéairement à 55.4 G/cm (28 A
dans les bobines) en 50 ms, et la fréquence du champRFreste constante ;
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— pendant l’évaporation finale la fréquenceRFest baissée de 2 MHz jusqu’à 350 kHz
en 5 s, à gradient constant et égal à 55.4 G/cm.

À la fin de l’évaporation on obtient un condensat quasi-pur d’environ 2× 105 atomes.
L’antenne qui permet de refroidir les atomes jusqu’à la condensation est rectangulaire
et d’axe y. La phase d’évaporation est divisée en deux parties : dans la première le
champ est créé par un synthétiseur DDS 4

« Tabor WW1072 », dans la deuxième par
un synthétiseur Stanford DS-345.

2.2.6 Piège habillé

Après un premier refroidissement par évaporation dans le piège bouché, on éteint
le laser vert et on allume progressivement des champs radiofréquences produits par des
antennes placées autour de la cellule science. Cette combinaison de champs magné-
tiques, statiques et oscillants, est utilisée pour « habiller » les atomes avec la RF 5 : les
atomes sont ainsi piégés par les photons radiofréquence, et avec les configurations de
polarisation utilisées, cela permet de créer un piège qui confine les atomes à la surface
d’une bulle. La fréquence des photonsRFdétermine le rayon de la bulle et permet de
l’ajuster facilement. Si le rayon de la bulle est grand, on peut ainsi créer un confinement
quasi-2D : la gravité fait tomber les atomes au fond de la bulle, où ils subissent un fort
confinement vertical. Les fréquences de piégeage des atomes sont de quelques dizaines
de hertz dans les directions horizontales alors que la fréquence verticale atteint 2 kHz.
On réalise alors une deuxième phase d’évaporation directement dans le piège habillé.
Deux antennes radio-fréquence, qu’on appellera H1 et H2, sont destinées à l’habillage
des atomes. Elles sont situées à l’extérieur de la cellule science, selon les axes y et x
respectivement et constituées de 10 tours de fil de cuivre de diamètre 0.71 mm. Elles
ont une forme carrée de coté 16 mm pour que l’antenne H2 puisse entourer la cellule et
s’approcher des atomes. Étant données les dimensions des antennes entre deux et trois
ordres de grandeur supérieures à la taille typique du nuage atomique, on peut suppo-
ser que le champ produit soit homogène au niveau des atomes. On écrit les champs
produits comme :

Brf1(t) = B1 cos (ωrf t+ φ1)ey (2.8)

Brf2(t) = B2 cos (ωrf t+ φ2)ex (2.9)

Pour avoir un habillage en polarisation elliptique arbitraire, la phase et l’amplitude de
chaque antenne peuvent être contrôlées indépendamment. En particulier, on peut avoir
une polarisation linéaire ou circulaire dans le plan horizontal. La polarisation linéaire
est obtenue avec les deux champs RF en phase, c’est à dire φ1 = φ2, et sa direction est
déterminée par les amplitudes B1 et B2. La polarisation circulaire est obtenue quand
B1 = B2 et |φ1  φ2| = π

2
. Le potentiel résultant de la somme d’un champ magnétique

quadrupolaire, d’un champ radiofréquence et de la gravité est :

UH(r) = mF~

√

δ(r)2 + Ω(r)2 +Mgz , (2.10)

4. Acronyme anglais pour synthèse numérique directe (Direct Digital Synthesis).
5. Pour un très récent article de review sur ce type de potentiels adiabatiques vous pouvez consul-

ter [104].
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synthétiseur analogique, puisqu’il produit un signal point à point avec phase continue.
Le synthétiseur a été construit pendant la thèse de K. Merloti [58] et se compose
d’un DDS, un microcontroleur, un synthétiseur commercial pour fournir la fréquence
d’échantillonnage et des amplificateurs. Je vais à présent discuter de la forme du piège
habillé en fonction des paramètres choisis.

Polarisation linéaire

On considère le cas d’un champ radiofréquence polarisé linéairement dans le plan
(xy) selon un axe arbitraire y′ :

Brf (t) = Brfcos(ωrf t)ey′ . (2.14)

On définit le couplage maximal Ω0 obtenu dans le plan (x′z) où l’onde radiofréquence
est orthogonale au champ statique :

Ω0 =
|gF |µB

2~
Brf . (2.15)

Le couplage est

Ω(r) = Ω0

√
x′2 + 4z2

re(r)
, (2.16)

nul dans l’axe de polarisation de la RF. Un point de couplage nul entre le moment
magnétique atomique et le champ radiofréquence correspond à un trou du potentiel
à travers lesquels les atomes peuvent s’échapper après avoir subi un changement de
spin (voir fig. 2.4). Pour cela dans le cas de polarisation linéaire le piège habillé pré-
sentera deux points de fuite pour les atomes le long de l’axe de polarisation de la RF.
Cependant, la gravité permet dans notre expérience de déplacer le minimum du poten-
tiel au fond de l’ellipsöıde, loin des trous. On définit ǫ =Mg/(2mF~α). Les conditions
nécessaires à l’existence de ce minimum sont alors [72] :

{

ǫ < 1,
Ω0

ωrf
< ǫ

√
1  ǫ2

1  2ǫ2

. (2.17)

La première indique que le gradient magnétique doit au moins compenser la gravité,
la deuxième que le gradient vertical de la fréquence de Rabi doit être plus petit que
la force gravitationnelle pour empêcher les atomes de s’accumuler autour des trous du
piège. Dans la limite ǫ2 ≪ 1 ces deux conditions peuvent être approximées par

mF~Ω0 <
Mgrb
2

< mF~ωrf . (2.18)

On remarque que Mgrb
2

est la différence d’énergie potentielle gravitationnelle entre le
fond de la bulle et l’équateur où se situent les zéros. Le minimum du potentiel se trouve
en (x = 0,y = 0,z =  R), R étant donné par :

R =
rb
2

(

1 +
ǫ√

1  ǫ2
Ω0

ωrf

)

. (2.19)
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La brisure de symétrie entre x′ et y′ par la direction de polarisation de la RF entrâıne
une différence entre les fréquences d’oscillation horizontales du piège habillé. Les trois
fréquences sont déduites d’un développement au second ordre du potentiel de piégeage
autour de son minimum. Elles valent [72] :

ωx′ =

√

g

4R
, (2.20)

ωy′ =

√

g

4R

[

1  mF~Ω0

MgR

√
1  ǫ2

]1/2

, (2.21)

ωz = 2α

√

mF~

MΩ0

(1  ǫ2)3/4 . (2.22)

Polarisation circulaire

On applique un champ radio-fréquence de fréquence ωrf polarisé circulairement,
qui induit des transitions entre sous-niveaux Zeeman à une distance donnée du zéro du
champ magnétique.

Brf (r,t) = B1 [cos (ωrf t)ex + sin (ωrf t)ey] . (2.23)

Le couplage de Rabi effectif entre différents sous-niveaux Zeeman dépend de l’orienta-
tion locale du champ magnétique statique B0(r) [72]

Ω(r) =
Ω0

2

[

1  2z

re(r)

]

, (2.24)

où ~Ω0 = |gF |µBB1. Le couplage, sur une surface isomagnétique donnée, est maximum
au fond de l’ellipsöıde et s’annule en haut (voir fig. 2.4), où les atomes peuvent être
perdus à cause d’un suivi non adiabatique du moment magnétique. Ceci est utile pour
constituer un piège proche du fond de la bulle en se servant de la gravité, le trou étant
placé loin des atomes. Les conditions d’existence d’un minimum de potentiel proche du
bas de l’isomagnétique dans le cas d’une polarisation circulaire sont :

{

ǫ < 1,
Ω0

ωrf
< 2ǫ

√
1  ǫ2

1  3ǫ2

. (2.25)

Dans la limite ǫ2 ≪ 1
mF~Ω0 < Mgrb < 2mF~ωrf . (2.26)

L’écart entre la position d’équilibre et le trou étant à présent rb, c’est Mgrb qui in-
tervient dans cette expression. L’expression pour le rayon reste inchangée, mais les
fréquences d’oscillations sont modifiées dans le plan horizontal. Le piège est à symétrie
cylindrique, avec une seule fréquence radiale ωr. Les deux fréquences obtenues par un
développement au second ordre du potentiel autour de son minimum sont :

ωr =

√

g

4R

[

1  mF~Ω0

2MgR

√
1  ǫ2

]1/2

, (2.27)
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2.2.8 Détection du nuage

Pour imager un nuage d’atomes ultrafroids on a principalement trois options : l’ima-
gerie par absorption, par fluorescence ou par contraste de phase. Dans notre expérience
la technique utilisée est l’imagerie par absorption, qui consiste à envoyer un faisceau
collimaté quasi-résonant avec la transition atomique (2 → 3) et regarder l’ombre in-
duite sur ce faisceau après l’absorption des photons par les atomes : cela revient à
mesurer l’épaisseur optique locale du nuage d’atomes intégré dans la direction de pro-
pagation du faisceau d’illumination. Il s’agit d’une mesure destructive : l’interaction
entre les atomes et la lumière cause un chauffage et la conséquente désintégration du
nuage, pour cela seulement un image par échantillon peut être prise. Une description
détaillé de la manière de détecter le nuage, avec les nombreuses calibrations requises,
sera donnée dans l’annexe A.

Selon la quantité que l’on veut mesurer, nous avons la possibilité d’imager suivant
l’axe x (imagerie horizontale) après temps de vol, ou in situ suivant l’axe z (imagerie
verticale) 6. La première technique (abrégée en anglais TOF, pour « time of flight »)
consiste à laisser le nuage en chute libre pendant quelque millisecondes avant détection,
tandis que la deuxième technique consiste à détecter le nuage dans son piège. Dans le
piège la densité atomique est élevée et cela introduit une difficulté supplémentaire dans
la détection, liée aux effets de diffusion multiple. Je présenterai dans l’annexe A la
façon de contourner ce problème, qui a été implémentée et décrite dans le groupe de J.
Dalibard, en particulier dans le cadre de la thèse de T. Yefsah [77].

2.3 Système d’imagerie horizontale

La caméra utilisée pour l’imagerie horizontale est une EMCCD iXon 885D de Andor.
Son capteur est une matrice de 1004× 1002 pixels, chacun mesurant 8µm× 8µm.

Le faisceau sonde est collimaté en sortie de fibre et son rayon à 1/e2 vaut 2.7 mm.
Un champ directeur de 1.9 G est appliqué dans l’axe d’imagerie lors de l’impulsion
sonde, et une lame λ/4 assure la polarisation circulaire du faisceau. Comme y est aussi
l’axe du faisceau bouchon à 532 nm, on filtre la lumière à 532 nm en deux étapes :
juste après la cellule un cube séparateur de polarisation à 532 nm réfléchit la lumière du
plug et transmet celle de la sonde, ensuite un filtre interférentiel placé avant le capteur
bloque les derniers photons à 532 nm. Le facteur de conversion de photons/coup lors
de la dernière calibration était γ = 13.1. On observe les atomes avec un grandissement
G = 2.17 grâce à un télescope, schématisé dans la figure 2.6, formé de deux lentilles de
focales 100 mm et 250 mm.

2.4 Système d’imagerie verticale

Dans le but d’imager le nuage dans le piège habillé on a construit un système
d’imagerie verticale avec un grandissement de l’ordre de 8, nous permettant d’obtenir

6. Pour une description très pédagogique de l’imagerie in situ vous pouvez consulter [106].







56 Production et détection du gaz 2D

Expérimentalement on a observé qu’elle doit être ∆z0 < 200 nm. Typiquement une
excitation acceptable pour une fréquence d’habillage de ωrf = 2π × 1 MHz et fort
gradient b′ = 216 g/cm (109 A de courant dans les bobines) est la suivante : on modifie
la fréquence d’habillage jusqu’à une valeur légèrement au-dessus de ωrf , par exemple
ωrf = 2π10 kHz, on reste sur cette valeur pendant une dizaine de millisecondes, pour
ensuite revenir rapidement (en ∼ 100µs) à ωrf et attendre un certain temps (que l’on
fait varier) avant de couper le piège et faire un temps de vol. En connaissant la valeur
de la fréquence de Rabi Ω0/(2π) on peut enfin comparer les résultats obtenus avec les
expressions données en (2.28) et (2.22).

2.5.3 Mesure de la fréquence de Rabi

La fréquence de Rabi Ω0/(2π) peut être mesurée par spectroscopie avec une ré-
solution de 0.5 kHz, et peut prendre des valeurs comprises entre 4 et 50 kHz. Pour
la mesurer on ajoute une sonde radiofréquence de faible intensité qui couple les états
habillés pendant une durée de l’ordre de la centaine de millisecondes. On enregistre
le nombre d’atomes qui restent en fonction de la fréquence de la sonde : une réso-
nance apparâıt à la fréquence de Rabi 7, qui peut être déterminée par un ajustement
lorentzien.

7. Cela est vrai pour une spectroscopie à basse fréquence. Dans le cas d’une spectroscopie à haute
fréquence deux résonances apparaissent, à ωrf  Ω0 et à ωrf +Ω0 [107].



Chapitre 3

Modes collectifs d’un gaz 2D

3.1 Introduction

On a vu au chapitre 1 que les excitations collectives sont fortement affectées par
la géométrie du piège. En effet, en l’absence de confinement leur relation de disper-
sion à basse énergie est linéaire ω = ck, et elles correspondent à des ondes sonores se
propageant avec une vitesse c =

√

gn0/m (n0 étant la densité à l’équilibre), tandis
que dans un système inhomogène d’autres solutions apparaissent, correspondant à des
modes collectifs d’oscillation quantifiés : ils consistent en un mouvement périodique
du nuage entier et ils ont une énergie de l’ordre de l’énergie de piégeage. L’étude des
excitations collectives dans un gaz quantique bidimensionnel a commencé au sein de
l’équipe pendant la thèse de K. Merloti. En tirant parti de la souplesse du piège et
du contrôle de la source radiofréquence, il a été possible d’exciter plusieurs modes col-
lectifs, en particulier les modes quadrupolaire, monopolaire et ciseaux, et de mesurer
leur fréquences et amortissements. L’étude consistait jusqu’à ce moment à suivre l’évo-
lution temporelle d’une observable définie « a priori », comme par exemple le rayon
de Thomas-Fermi. Entre temps, des progrès sur l’extraction de la température et du
potentiel chimique à partir d’une image in situ du gaz, et une amélioration de système
d’imagerie (voir l’annexe A, ont permis une analyse plus quantitative. En parallèle, on a
montré comment une méthode générique d’analyse du signal, l’analyse en composantes
principales (en anglais principal component analysis [84] ou PCA), permet d’extraire
toute l’information contenue dans les corrélations entre images d’absorption, sans be-
soin d’aucune hypothèse sur le modèle à adopter pour décrire le nuage atomique. Cette
méthode a déjà été utilisée auparavant pour filtrer les images en isolant la contribution
due au bruit [108, 109, 110], extraire la phase d’un signal interférométrique [111, 112]
et en tomographie quantique [113]. D’autres exemples d’applications sont donnés dans
les références [84, 108]. À notre connaissance, avant ce travail de thèse, cette méthode
n’avait été jamais appliquée pour effectuer une « spectroscopie de Bogoliubov » du
système, c’est-à-dire mettre en évidence les modes d’excitation du nuage, mesurer leur
populations et leur fréquences [114].
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3.2 Analyse en composantes principales

3.2.1 Principe de la méthode

Dans cette section je décrirai en grandes lignes le fonctionnement de la PCA. On
considère une série de N images de profils de densité du nuage, dans notre cas un
ensemble d’images d’absorption, où le signal est proportionnel à la densité atomique
intégrée (voir figure 3.1).

Figure 3.1 – Série d’images du profil de densité du nuage. Les images ont été
prises in situ et suivant l’axe vertical.

Set of images of the cloud’s density profile. Images are taken in situ along the vertical
axis.

Dans le cas où l’on veut faire une analyse du bruit, chaque image est prise dans
les mêmes conditions, et les variations d’une image à l’autre sont dues exclusivement
à des facteurs externes, comme des fluctuations du profil d’intensité de la sonde, des
vibrations de la caméra,... Si au contraire on s’intéresse à la dynamique du gaz, par
exemple à l’étude des modes collectifs, les images sont prises après différents temps
d’attente dans le piège, de manière à suivre l’évolution du gaz. Ensuite, l’idée principale
est d’extraire les corrélations entre les images d’une certaine série de données. Qu’il
existe des corrélations entre images est évident : par exemple, si le mode dipôle est
excité, le long de l’axe d’excitation les pixels qui à un instant donné ont récolté le plus
de signal, après un certain temps auront un minimum de signal et ils seront corrélés
avec les pixels se trouvant sur l’extrémité opposée de l’axe d’oscillation.

Pour extraire les corrélations des images on applique la procédure suivante. On
considère un jeu de données de N images, chacune se composant de P pixels. On
suppose que tous les pixels d’une image sont organisés en une ligne, de sorte que
la n-ième image, où n = 1...N , s’écrive sous la forme d’un vecteur ligne X

(n)
i , où

i = 1...P indique le pixel. On centre le jeu de données en soustrayant à chaque image
l’image moyenne, de sorte que chaque vecteur représente la déviation de l’image n (avec
1 ≤ n ≤ N) à la valeur moyenne commune. On travaille donc avec

X̃
(n)
i = X

(n)
i  1

N

N
∑

k=1

X
(k)
i .

Le jeu de données dans son entier peut être organisé dans une seule matrice, appelée
B, de dimension N ×P . De cette manière l’élément Bi,j sera le j-ème pixel de la i-ème
image centrée. Le principe de fonctionnement de la PCA consiste à calculer la matrice
de covariance entre les différents pixels S = BTB/(N  1), BT étant la transposée
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de la matrice B, et à la diagonaliser pour extraire les composantes principales (qui
seront les vecteurs propres) et leur poids (qui cöıncident avec les valeurs propres).
Les éléments diagonaux de cette matrice contiennent la variance entre les pixels, les
éléments non diagonaux quantifient la corrélation entre pixels. Si par exemple les images
ne contiennent que du bruit, il n’y a pas de corrélation entre les pixels et la matrice
est diagonale. Si au contraire les images contiennent un profil atomique, dans ce cas la
densité dans un pixel donnée est fortement corrélée à la densité des pixels voisins, et
la matrice de corrélation aura des éléments hors diagonale non nuls.

La matrice de covariance s’écrit donc :

Sij =
1

N  1

N
∑

n=1

X̃n
i X̃

n
j =

1

N  1
(BTB)ij , (3.1)

qu’on veut diagonaliser en résolvant l’équation aux valeurs propres

ΣY = λY . (3.2)

La dimension de S est P × P , donc très grande, ce qui rend la diagonalisation très
difficile 1.

Une astuce de calcul consiste à diagonaliser à sa place une matrice plus petite. En
effet on peut montrer que son rang est au plus N , puisqu’on est parti de N images
indépendantes.

Si Y est un vecteur propre de S avec la valeur propre λ

SY =
1

N  1
BTBY = λY , (3.3)

alors Z = BY est vecteur propre de la matrice N × N carrée, obtenue en multipliant
à gauche par B, Σ = BBT/(N  1) avec la même valeur propre λ :

1

N  1
BBTBY = λBY . (3.4)

Ainsi S et Σ ont le même spectre, avec au plus N valeurs propres réelles non nulles 2.
C’est donc BBT , une matrice N×N (N×N ≪ P×P ), qu’on essaye de diagonaliser

afin de résoudre l’équation aux valeurs propres pour le vecteur Z = BY . Connaissant
un vecteur propre Z de Σ, le vecteur propre de S correspondant sera simplement
Y = BTZ. Ces vecteurs sont enfin orthogonaux puisque la matrice S est réelle et
symétrique.

Dans le cas d’un grand nombre d’images N et de pixels P la diagonalisation de S
et Σ est difficile à calculer. Cependant, puisqu’on est intéressé a priori seulement par

1. Tout le jeu de données étant stocké dans une matrice P ×N , la dimension de la matrice (BTB)ij
est donc P × P , où P est le nombre de pixels d’une image (typiquement P = 60× 60).

2. Pour la précision, le nombre de valeurs propres sera min(P,N)  1, où le  1 est du au fait que les
images sont centrées. En effet, si j’ai N images, j’ai N informations, mais puisque j’enlève la moyenne,
j’aurai N  1 informations. Si de plus deux images sont identiques j’aurai deux fois la même valeur
propre (par exemple dans la limite où l’on prend N fois la même image, on aura seulement une valeur
propre).
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les composantes avec la plus grande variance, la diagonalisation peut se faire par des
méthodes itératives en commençant par les plus grandes valeurs propres [115].

On définit les composantes principales (ou PCs) associées en normalisant les vec-
teurs propres à l’unité. Les composantes principales forment une base orthonormale.
Chaque image peut être donc reconstruite comme somme de l’image moyenne et les
contributions pondérées de chaque composante principale, le poids de chaque compo-
sante étant calculé en projetant l’image centrée sur la composante principale correspon-
dante. Une petite valeur propre signifie que la contribution du vecteur propre (donc la
composante principale) est négligeable pour décrire le jeu de données. De plus, si lors de
la recomposition de l’image on ne sélectionne que les composantes les plus importantes,
l’image reconstruite sera filtrée du bruit [84].

3.3 Préparation du gaz

Le point de départ est le gaz quasi-2D produit dans le piège quadrupolaire habillé
par la radiofréquence, décrit en 2.2.6. Les fréquences de piégeage, mesurées suivant
la procédure décrite en 2.5, sont ωx = 2π × 33 Hz, ωy = 2π × 44 Hz et µ/(~ωz) ∼
1.5. La détection se fait in situ suivant l’axe vertical, et la densité optique pic est
maintenue inférieure à 6 en repompant seulement une petite fraction du nuage, de
l’état fondamental hyperfin F = 1 vers la transition cyclante utilisée pour l’imagerie.
Ainsi on limite les problèmes de saturation de l’absorption (voir l’annexe A).

3.3.1 Analyse du bruit

On commence par analyser une série de 27 images prises dans les mêmes conditions
et sans exciter le nuage. Les images ne seront pas parfaitement identiques à cause des
vibrations mécaniques, de la lumière parasite, des fluctuations du nombre d’atomes. La
décomposition PCA identifie toutes ces sources de bruit, comme l’illustre la fig. 3.2.

La figure 3.2(c) représente probablement les fluctuations du nombre d’atomes (voir
figure 3.3), les figures 3.2(b) et (d) indiquent des vibrations de la caméra [108] et les
composantes suivantes (figures 3.2(e) à (h)) reflètent la présence de franges d’interfé-
rence dans le profil d’intensité de la sonde. Pour chacune de ces composantes, la valeur
propre correspondante indique son poids sur la variance totale.

3.3.2 Excitation du nuage et analyse des modes

Une excitation sélective des modes est possible grâce au contrôle précis de la géo-
métrie du piège, à travers la radiofréquence ou le champ magnétique. Dans le but de
prouver que l’algorithme de la PCA associe chaque mode d’oscillation à une composante
principale, on déplace le minimum du piège, on tourne ses axes et on varie légèrement
les fréquences de piégeage, de façon à exciter un grand nombre de modes. Dans le nou-
veau piège le gaz est ainsi hors équilibre et on enregistre son évolution en prenant des
images (133 en tout) après différents temps d’attente, couvrant un intervalle de temps
jusqu’à 100 ms.
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Figure 3.2 – Analyse du bruit en utilisant la PCA. Figure a : image moyenne
(61× 61 pixels). Figures b à l : les premières 11 composantes principales, par ordre
de valeur propres décroissantes. Le nombre entre crochets est la valeur propre de la
composante principale, exprimée comme fraction de la variance totale.

Noise analysis using PCA. Figure a : averaged image (61× 61 pixels). Figures b through
l : the eleven largest principal components, sorted by decreasing eigenvalue. The number
in brackets is the eigenvalue of the principal component, expressed as a fraction of the
total variance.

On applique la PCA à ce nouveau jeu de données. Le résultat, illustré dans la
figure 3.4, montre que par rapport à la figure 3.2 les composantes principales ont changé.

Les deux premières (figure 3.4(b) et (c)) montrent deux lobes orientés respective-
ment le long de deux axes orthogonaux : cela est caractéristique de l’oscillation dipo-
laire. Ce mouvement du centre de masse est dû au déplacement du minimum du piège
lors de l’excitation. La troisième composante principale (figure 3.4 (d)) indique une
variation globale du signal, qui peut être interprétée comme une variation du nombre
total d’atomes. Cela est dû en partie à la durée de vie finie des atomes dans le piège :
au fur et à mesure que le temps d’attente dans le piège final augmente on perd de
plus en plus d’atomes. La quatrième composante (figure 3.4 (e)) possède le motif à
4 lobes caractéristique de l’excitation ciseaux [25]. Les lobes sont orientés à 45◦ par
rapport aux axes du piège (alignés avec les deux premières composantes principales).
Les deux composantes suivantes (figure 3.4(f) et (g)) sont des modes de compression :
un minimum de densité au centre correspond à un maximum de densité sur les bords
du nuage.

Les composantes principales sont présentées par valeur propre décroissante : elles
contribuent de moins en moins à la variance totale. Pour ce jeu de données l’excitation
principale est l’oscillation du centre de masse, suivie par la réponse à la rotation des
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Figure 3.4 – Premières composantes principales d’un jeu de données de 133
images (61×61 pixels). La figure a est l’image moyenne, et les images successives (b
jusqu’à l) sont les composantes principales par ordre de valeur propre décroissante.
Le nombre entre parenthèses est la valeur propre correspondante, exprimée comme
fraction de la variance totale.

First principal components of an ensemble of 133 images (61 × 61 pixels sampling an
interval of 100 ms. Figure a is the mean, and the subsequent images (b through l) are the
first principal components sorted by decreasing eigenvalue. The number into brackets is
the corresponding eigenvalue, expressed as a fraction of the total variance.

Les composantes (f) et (g) de la figure 3.4 sont les modes monopole et quadrupole.
On s’attendrait donc à que leurs poids oscillent aux fréquences propres de ces modes
qui, pour un piège 2D anisotrope 3, valent [116, 117] :
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Cependant, leur poids n’étant pas suffisamment grands, on n’a pas réussi à ajuster leurs
oscillations et identifier ces fréquences. Les simulations numériques présentées dans la
section 3.5 montreront qu’il s’agit bien du mode monopole et quadrupole.

3. Dans le cas d’un piège 2D isotrope de fréquence ω0 ces fréquences se simplifient à ωM = 2ω0 et
ωQ =

√
2ω0.
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Figure 3.5 – Les disques bleus représentent le poids des deux dipôles et des ci-
seaux en fonction du temps. Les lignes noires sont leurs ajustements sinusöıdaux.
L’échelle verticale est arbitraire et indépendante pour chaque courbe. La première
composante principale peut être identifiée avec la plus forte direction de confinement
horizontale, oscillant à 44 Hz, la deuxième à la plus faible direction de confinement,
correspondant à une fréquence de 33 Hz. La troisième composante présente une
oscillation plus compliquée, à 12 Hz, 55 Hz et 77 Hz. On estime avec la procédure
de fit une incertitude sur la fréquence de 1 Hz.

Solid blue disks : time-dependent weight of the two dipoles and scissors components. Solid
black line : sinusoidal fit to the data. The vertical scale is arbitrary and independent for
each curve. The first principal component can be identified with the strongest horizontal
harmonic trap direction, oscillating at 44 Hz, the second to the weakest, corresponding
to a frequency of 33 Hz. The third component exhibits a more complicated behavior, with
oscillations at 12 Hz, 55 Hz and 77 Hz. The uncertainty of the frequency determination
is estimated at the 1-Hz level by the fitting procedure.

3.4 Composantes principales et modes de Bogoliubov

La question qu’on s’est d’abord posée a été de savoir si l’on peut identifier les
composantes principales avec les modes de Bogoliubov.

On peut montrer que l’approche de Bogoliubov mène à une expression équiva-
lente à la matrice des covariances diagonalisée, ce qui nous permettra d’identifier les
modes propres du gaz piégé avec les composantes principales. Pour ce faire on part
de la formulation hydrodynamique de l’équation de Gross-Pitaevskii, sous la forme de
deux équations couplées pour la densité et la vitesse (1.45) et (1.46). La méthode de
Bogoliubov montre que la densité n d’un gaz piégé peut se décomposer sur des modes
propres discrets de fréquence ωn (avec n = 1....M , où M est le nombre de modes).

Pour un condensat près de l’équilibre sa densité et sa vitesse peuvent être écrites
sous la forme

n = n0 + δn(r,t) , (3.7)

où n0 est la densité à l’équilibre et δn(r,t) représente les fluctuations, et

v = 0+ δv , (3.8)
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qu’on peut écrire dans notre cas puisque le système est quasiment à l’équilibre (on
n’aurait pas le droit d’écrire la vitesse de cette manière si par exemple le gaz était en
rotation). Les équations hydrodynamiques (1.45) et (1.46) réécrites avec (3.7) et (3.8)
donnent à l’ordre zéro :

∇
(

Vtrap(r) + gn0  
~
2

2m
√
n0

∇2√n0

)

= 0 , (3.9)

et à l’ordre 1
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On cherche une solution de la forme

δn(r,t) = δn(r) cos (ωt+ φ) , (3.13)

qui insérée dans (3.12) donne :

 ω2δn(r)  1
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∇ ·
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δn(r)

]}

= 0 . (3.14)

Cette équation, linéaire en δn, représente une équation aux valeurs propres dont δn est
le vecteur propre et ω2 la valeur propre. On peut montrer que l’opérateur apparaissant
dans l’équation (3.14) est réel et symétrique, les vecteurs propres {δnm(r)} sont donc
orthonormés :

∫

δnm(r)δnm′(r)dr ∝ δm,m′ . On peut alors écrire la densité spatiale n
comme sa valeur moyenne plus une combinaison linéaire sur toutes les δnm possibles,
de fréquence ωm :

n = n0 +
∑

m

cmδnm(r) cos (ωmt+ φm) . (3.15)

Le coefficient cm est proportionnel à la population dans le mode propre m, de fréquence
ωm et phase initiale de l’excitation φm.

Si maintenant on reprend le calcul de la matrice de covariance (3.1), on peut noter
qu’il revient à multiplier les profils de densité centrés (n  n0), dont l’expression est
donnée par (3.15) : δn = n  n0 =

∑

m cmδnm(r) cos (ωmt+ φm). On a donc

Sij =
1

N  1

N
∑

n=0

∑

m,m′

cmδnm(ri) cos (ωmtn + φm)cm′δnm′(rj) cos (ωm′tn + φm′) , (3.16)



66 Modes collectifs d’un gaz 2D

ou bien

Sij =
1

N  1

∑

m,m′

cmcm′δnm(ri)δnm′(rj)
N
∑

n=0

cos (ωmtn + φm) cos (ωm′tn + φm′) . (3.17)

Le produit des cosinus à droite dans (3.17) se décompose en un terme proportionnel à
cos ((ωm + ωm′)tn + φm + φm′) et un terme ∝ cos ((ωm  ωm′)tn + φm  φm′). Le pre-
mier terme se moyenne à zéro si on explore suffisamment de temps tn différents, tandis
que le deuxième tend vers Nδm,m′ . Dans le cas de notre expérience la phase initiale de
l’excitation est fixe et on fait varier le temps en prenant des images après différents
temps d’attente tn dans le piège après l’excitation, mais on pourrait également envisa-
ger de regarder à temps fixe et au contraire faire varier la phase initiale, par exemple
en forçant l’excitation pendant différents temps pour chaque prise d’image. Au final on
obtient donc :

Sij =
N

2(N  1)

∑

m

c2mδnm(ri)δnm(rj) , (3.18)

En définissant la matrice B = (bij) avec bij = ciδni(rj), sa transposée est BT = (b′ij)
avec b′ij = cjδnj(ri) et on retrouve l’expression (3.2) S ∝ BTB, où

(BTB)ij =
∑

m

cmδnm(ri)cmδnm(rj) =
∑

m

c2mδnm(ri)δnm(rj) =
∑

m

b′imbmj.

De la même manière, en multipliant à gauche par B, on peut définir la matrice Σ ∝
BBT :

Σij ∝
∑

m

ciδni(rm)cjδnj(rm) = cicj
∑

m

δni(rm)δnj(rm) = c2i δij

qui, grâce à l’orthogonalité des δnm, est diagonale. De cette manière on voit que les
modes propres cöıncident avec les vecteurs propres de la PCA, ce qui veut dire qu’on
a utilisé la bonne base, la base propre, pour la décomposition.

De ces considérations on peut en tirer deux conclusions. La première est que la
PCA identifie correctement les modes propres les plus excités du système 4. En effet
δn est le produit entre la fonction d’onde moyenne et la fonction d’onde du mode
δn = 2ψ0δψ = 2

√
n0δψ : en connaissant

√
n0, on peut remonter à la fonction d’onde du

mode δψ. La deuxième est que le temps total d’échantillonage T doit être assez grand,
afin de résoudre le battement entre deux différents modes T ≫ (mink 6=k′ |ωk  ωk′ |)  1.
Expérimentalement on a pu constater qu’un temps total d’acquisition T de l’ordre de la
période de battement est suffisant, voir par exemple la figure 3.5. Si la durée totale du
temps d’acquisition ou la fréquence d’échantillonage ne sont pas suffisamment grandes,
cela n’empêche pas de faire une analyse des PCA. Tout simplement on ne pourra pas
résoudre par exemple deux modes ayant fréquences proches. Un critère qu’on a trouvé
expérimentalement pour poser une limite inférieure au nombre d’images acquises a été
d’en prendre suffisamment pour que les deux modes dipolaires soient bien résolus et
leurs axes bien identifiés avec ceux du piège.

4. À condition que le coefficient c2m associé au mode m (qui est proportionnel au nombre d’atomes
dans ce mode) soit suffisamment grand pour sortir du bruit.



3.5 Simulations numériques 67

3.5 Simulations numériques

Romain Dubessy a effectué une simulation numérique pour comparer les compo-
santes principales et les modes normaux, que je présenterai ici. On utilise pour le
nuage un modèle de champ moyen, à température nulle et à 2D, et on effectue une
simulation qui reproduit la séquence expérimentale. On extrait ensuite les profils de
densité simulés en utilisant un échantillonage temporel régulier pour obtenir un jeu de
données de 152 images.

On applique la PCA sur cette série et on compare le résultat avec les vrais modes
normaux du piège, obtenus en utilisant les équations de Bogoliubov-de Gennes.

Figure 3.6 – Comparaison entre les composantes principales et les modes propres
du nuage. À gauche : analyse en composantes principales du nuage, obtenu par
une simulation numérique de l’expérience, après six périodes d’oscillations, suivant
l’axe de piégeage le plus faible. L’image moyenne (figure a) et les premières 11
composantes principales sont classées par valeurs propres décroissantes, indiquées
entre crochets et normalisées à la variance totale. À droite : profil de densité du
nuage (figure m) et les 11 premiers modes de Bogoliubov du gaz dans le piège final.
Le modes sont classés par fréquence croissante, indiquée entre parenthèses en unités
de ωx.

Comparison of the principal components and the exact normal modes of the trapped cloud.
Left panel : principal component analysis of the cloud shape during oscillations for six trap
periods (of the weakest axis). The average cloud (image a) and the firt 11 principal com-
ponents are shown by decreasing eigenvalue, indicated between brackets (and normalized
to the total variance). Right panel : density profile of the cloud (image m) and the first 11
Bogoliubov modes for a gas at rest in the final trap. The modes are sorted by increasing
mode frequency, indicated between brackets in units of ωx.

La figure 3.6 résume le résultat obtenu des simulations. Sur la gauche sont reportés
les résultats obtenus avec la PCA : les premières composantes sont les mêmes que sur
figure 3.4 sauf pour les variations du nombre d’atomes, qui ne sont pas prises en compte
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dans la simulation. En particulier on observe les modes dipôles, ciseaux, monopole et
quadrupole (figure 3.6(b) à (f)).

Cette interprétation est confirmée par le calcul des modes normaux dans la figure 3.6
à droite, et en particulier par les profils d’intensité des figures 3.6(n)-(q) et (v). Pour
comparer de manière quantitative ces profils on calcule le produit scalaire entre l’image
de la composante principale et celle du mode propre. On trouve un bon recouvrement
pour les premières cinq composantes principales projetées sur le mode propre corres-
pondant (dipôles : 99.7% et 99.4%, ciseaux : 98.5%, monopole : 98.8% et quadrupole
89.2%). Cela prouve que les premières composantes principales peuvent être identifiées
avec un mode normal bien défini. Comme j’avais mentionné à la section 3.3.3, l’analyse
des oscillations du poids des composantes (f) et (g) de la figure 3.4 n’avait pas permis
d’identifier ces deux profils avec les modes monopole et quadrupole. Les simulations
montrent qu’ils sont présents dans notre piège, et qu’ils oscillent aux fréquences atten-
dues (3.5) et (3.6). On peut noter que le profil du mode monopole dans la figure 3.6
((e) et (v)) ne correspond pas à celui que donne la PCA (dans la figure 3.4 profil (f), et
également pour le profil du mode quadrupole ((f) et (p) dans la figure 3.6 et (g) dans la
figure 3.4). Cela s’explique par le fait que dans les simulations les axes sont tournés par
rapport à l’expérience, et que le code couleur est arbitraire pour chaque série d’images.

Pour confirmer ce résultat on compare les fréquences d’oscillation des composantes
principales ωpca (obtenues avec un ajustement sinusöıdal du poids, dépendent du temps,
des profils de densité simulés) avec la fréquence du mode donnée par les équations de
Bogoliubov-de Gennes ωdiag et avec le modèle hydrodynamique analytique ωth [85]. Les
résultats obtenus avec les données de la figure 3.6 sont reportés dans le tableau 3.1.

Label ωpca ωdiag ωth

Dipôle (x) 0.999 0.998 1
Dipôle (y) 1.332 1.332 1.334
Quadrupole 1.547 1.552 1.548
Ciseaux 1.674 1.674 1.667
Monopole 2.441 2.438 2.438

Tableau 3.1 – Comparaison entre les fréquences d’oscillation des premières com-
posantes principales ωpca, les fréquences des modes de Bogoliubov ωdiag et d’un
modèle Thomas-Fermi hydrodynamique ωth. Toutes les fréquences sont données en
unités de la plus petite fréquence dipolaire ωx.

Comparison of the first principal component oscillation frequency ωpca with the Bogoliubov
mode frequency ωdiag and a hydrodynamic Thomas-Fermi model ωth. All frequencies are
given in units of the smallest dipole frequency ωx.

On trouve que pour les premières composantes principales la simple oscillation sinu-
söıdale ajuste correctement les données et donne une valeur compatible avec la théorie
de Bogoliubov-de Gennes. Pour les modes collectifs on s’attend à ce que la valeur cor-
recte pour la fréquence soit donnée par la procédure de diagonalisation, puisque le
modèle hydrodynamique est seulement une approximation. Il y a un excellent accord
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entre ωpca et ωdiag pour les valeurs reportées dans le tableau 3.1, ce qui valide l’in-
terprétation de nos résultats expérimentaux. Cependant, cela n’est pas vrai pour les
composantes principales ayant une petite variance, qui possèdent une oscillation com-
pliquée. On observe que pour ces composantes le recouvrement avec les modes n’est
pas suffisant : la PCA n’est pas capable de les identifier.

On peut conclure de cet exemple que la PCA est un moyen robuste de mettre
en évidence les modes excités dominants dans un gaz ultra-froid hors équilibre. Une
fois les composantes principales isolées, la PCA nous permet d’extraire la dépendance
temporelle du mode sans qu’il y ait besoin de faire d’hypothèse sur le modèle à adopter.

3.6 Conclusion

On a montré dans ce chapitre que la PCA est un moyen robuste de mettre en
évidence les modes excités dominants dans un gaz ultra-froid hors équilibre.

Il faut pourtant mentionner le fait que, comme il s’agit d’une méthode statistique,
un des inconvénients de la PCA est que le jeu de données doit recouvrir un nombre de
configurations suffisamment large pour que les corrélations entre deux modes différents
se moyennent à zéro. En particulier, pour résoudre deux modes de fréquences proches, le
temps d’acquisition total doit être plus grand que la période de battement. Cependant,
si les populations des deux modes sont très différentes, ce qui résulte en contributions
à la variance totale très différentes, la PCA peut les séparer de manière efficace, même
pour des courts temps d’observation. En plus, un bruit blanc est présent dans chaque
composante de Fourier, tandis qu’il est filtré par la PCA. En conclusion, on a montré
que la PCA fournit un outil statistique puissant pour analyser des jeux de données,
aussi bien expérimentaux que numériques. Appliquée à systèmes dépendants du temps,
elle permet une reconnaissance des modes normaux, une mesure de leur fréquences
et de leur populations sans besoin de reposer sur un modèle. Pour cela on s’attend à
qu’elle puisse être employée dans l’étude de systèmes où les fluctuations jouent un rôle
majeur, comme la création de défauts dans le mécanisme de Kibble-Zurek [39] ou les
corrélations entre paires vortex-antivortex dans un superfluide bidimensionnel [87].

3.7 Annexe : simulations numériques

Le système est modélisé par une équation de Gross-Pitaevskii à 2D et T=0 :

i
∂d

∂dt
Ψ =

(

 ∆2

2
+ V (x,y) + g2DN |Ψ|2

)

Ψ , (3.19)

où t est exprimé en unités de ω  1
x , x et y en unités de ax =

√

~/(Mωx), et Ψ ≡ Ψ(x,y,t)

en unités de a  1
x . M est la masse atomique, N le nombre d’atomes, et g2D =

√
8πas/az

est la constante de couplage réduite, où as est longueur de diffusion et az =
√

~/(Mωz)
est la taille de l’état fondamental de l’oscillateur harmonique. Le potentiel est :

V (x+ x0,y + y0) = α
(x cos θ + y sin θ)2 + ǫ(x sin θ  y cos θ)2

2
, (3.20)
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où ǫ = ω2
y/ω

2
x quantifie l’anisotropie du piège et l’angle θ est l’angle de rotation des

axes du piège. Les paramètres auxiliaires x0, y0 et α peuvent être utilisés pour déplacer
et comprimer le piège.

Le tableau 3.2 résume en détail les valeurs des paramètres qui apparaissent en (3.20)
avant et après l’excitation.

α ǫ x0 y0 θ
Initial 0.95 1.68 0.5 0.25 10◦

Final 1 1.78 0 0 0◦

Tableau 3.2 – Valeurs des paramètres du potentiel de piégeage utilisé dans la
simulation avant et après l’excitation.

Values of the trapping potential parameters used in the simulation before and after the
excitation.



Chapitre 4

Mode ciseaux et superfluidité

4.1 Introduction

L’étude des excitations élémentaires est une des techniques standard utilisées pour
caractériser les propriétés de systèmes quantiques à N corps. Ces excitations déter-
minent les propriétés thermodynamiques et peuvent expliquer, par exemple, la super-
fluidité de l’hélium liquide.

Dans le contexte de l’étude des condensats de Bose-Einstein elles sont obtenues en
linéarisant les équations hydrodynamiques ou, de manière équivalente, l’équation de
Gross-Pitaevskii dépendant du temps (voir 1.4).

L’étude expérimentale des modes collectifs a commencé tout de suite après l’obten-
tion du premier condensat de Bose-Einstein par Cornell et Ketterle à travers les oscil-
lations de taille dans un piège en forme de disque [22] et de cigare [23] respectivement.
Elle a été ensuite poursuivie par de nombreuses équipes, dans différentes géométries de
piégeage, espèces atomiques et dimensionnalités du système [59, 118, 119, 120, 121], et
un amortissement et à un déplacement de la fréquence des modes propres du conden-
sat à cause de l’interaction de ce dernier avec le nuage thermique a été mise en évi-
dence [119, 118, 24].

En particulier, D. Guéry-Odélin et S. Stringari en 2009 ont montré que, parmi ces
modes, le mode ciseaux peut être utilisé pour sonder le caractère superfluide du gaz [25].
La première étude expérimentale de ce mode a été réalisée par le groupe de C. Foot,
dans l’objectif de prouver la superfluidité d’un condensat 3D [59].

Pour une géométrie quasi-2D on dispose d’une étude numérique, présentée par
Simula, Davis et Blakie dans [122]. D’un point de vue expérimental le cas quasi-2D
a été exploré en premier par notre équipe, dans le cadre de la thèse de K. Merloti [58].
Une mesure des fréquences et amortissements des modes monopole, quadrupole et ci-
seaux ont mis en évidence le caractère superfluide du gaz et un amortissement dû à la
population thermique des modes de Bogoliubov.

Cependant à l’époque la méthode d’analyse n’avait pas permis la mesure de la
fréquence la plus basse de l’observable ciseaux dans un gaz thermique, prédite dans [25,
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122] et il n’était pas possible d’avoir accès au potentiel chimique µ et à la température
de façon quantitative.

Ces dernières années nous avons implémenté une méthode d’ajustement des données
permettant de déduire ces deux paramètres, ce qui a permis de réaliser une étude plus
quantitative. Cela représente le sujet de ce quatrième chapitre. Non seulement nous
avons à présent accès à ces deux quantités, mais nous employons aussi une nouvelle
technique pour l’analyse de la dynamique du gaz, appelée « analyse de la moyenne
locale », qui a permis la mesure de la fréquence la plus basse, pas encore observée
jusqu’à ce moment. Dans le même esprit que la LDA, en supposant que la densité
reste constante dans la zone étudiée, cette technique consiste en une mesure locale
des fréquences d’oscillation et amortissements du mode ciseaux, ce qui permet non
seulement de prouver le caractère superfluide du gaz, mais aussi d’identifier dans le
nuage l’endroit où la transition BKT a lieu [80].

4.2 Piège anisotrope et mode ciseaux

En reprenant la description des modes collectifs d’un gaz piégé dans un potentiel à
symétrie cylindrique (1.50), je considère maintenant le cas où une légère anisotropie du
piège brise la symétrie, traité par S. Stringari et D. Guéry Odélin en [25]. Le potentiel
de piégeage peut se réécrire :

Vtrap(x,y,z) =
m

2
ω2
xx

2 +
m

2
ω2
yy

2 +
m

2
ω2
zz

2 , (4.1)

avec ω2
x = ω2

0(1 + ǫ) et ω2
y = ω2

0(1  ǫ), où ǫ donne la déformation du piège dans le
plan (x,y). Du fait de la rupture de symétrie, le nuage est soumis à un couple  z =
r×(  ∇Vtrap)/m)z ∝ ǫxy et le moment cinétique est couplé au mode quadrupolaire [74] ;
pour cette raison une étude des modes de surface donne accès à des informations sur
le moment d’inertie du nuage [123]. Parmi les modes de surface on trouve le mode
ciseaux. Il peut être excité par une rotation, rapide et de petite amplitude, du potentiel
de piégeage autour de l’axe z. Si l’angle de rotation θ est assez petit, le nuage atomique
commence à osciller par rapport aux axes de symétrie du potentiel de piégeage, et
cette oscillation se fait de manière différente pour la phase normale et pour la phase
superfluide coexistant dans le gaz.

4.2.1 Oscillation de la fraction superfluide

À température nulle les équations décrivant cette oscillation sont obtenues à partir
de l’équation de Gross-Pitevskii dans le régime Thomas-Fermi (1.36) et on peut montrer
que le mouvement de la partie superfluide est celui d’un pendule dans le plan (x,y) :

d2θ(t)

dt2
+ 2ω2

0θ = 0 , (4.2)

dont la solution correspondant aux conditions initiales θ(0) = θ0 et θ′(0) = 0, est une
oscillation harmonique θ = θ0 cos (ωt) à la fréquence ω =

√
2ω0 =

√

ω2
x + ω2

y ≡ ωhd.



4.2 Piège anisotrope et mode ciseaux 73

4.2.2 Oscillation de la fraction normale

Une description de l’oscillation dans le régime classique peut se faire à partir des
équations de Boltzmann avec la méthode des moyennes [124]. Cela mène à un système
de quatre équations couplées :

d〈xy〉
dt

= 〈xvy + yvx〉
d〈xvy + yvx〉

dt
=  (ω2

x + ω2
y)〈xy〉+ 2〈vxvy〉

d〈vxvy〉
dt

=  
ω2
x + ω2

y

2
〈xvy + yvx〉  

〈vxvy〉
τ

 
ω2
y  ω2

x

2
〈yvx  xvy〉

d〈yvx  xvy〉
dt

= (ω2
y  ω2

x)〈xy〉

(4.3)

Le temps de relaxation introduit dans la troisième équation est τ = 5/(4γcoll) (pour un
système à 3D) [25], proportionnel à l’inverse du taux de collisions γcoll = n(0)vthσ/2,
où n(0) est la densité pic du nuage, vth =

√

8kBT/πm est la moyenne de la norme
de v, et σ = 8πa2s la section efficace de collisions élastiques. Les conditions initiales
correspondant à une rotation rapide des axes propres de symétrie du piège sont données
par 〈xy〉t=0 = ǫθ0〈x2 + y2〉t=0, 〈xvy + yvx〉t=0 = 0 et 〈vxvy〉t=0 = 0. On peut déterminer
numériquement pour chaque τ la solution de ces quatre équations (4.3). On indique
cette solution fτ (t) = 〈xy〉(t), avec les conditions initiales fτ (0) = 〈xy〉0 (une valeur
arbitraire différente de zéro), 〈yvx  xvy〉t=0 = 0 et 〈vxvy〉t=0 = 0. Pour des petites
valeurs de τ cette fonction est proche d’un cosinus amorti avec fréquence ωhd, pour
des grandes valeurs de τ elle est proche de la somme de deux cosinus amortis avec
fréquences ω± = |ωx ± ωy|.

On peut montrer que les deux premières équations de (4.3) peuvent être réécrites
sous la forme :

(

d4θ(t)

dt4
+ 4ω2

0

d2θ(t)

dt2
+ 4ǫ2ω4

0θ

)

+
1

τ

(

d3θ(t)

dt3
+ 2ω2

0

dθ(t)

dt

)

= 0 , (4.4)

avec des conditions initiales θ(0) = θ0, θ
′′(0) =  2ω2

0θ(0) et θ′(0) = θ′′′(0) = 0.
L’équation (4.4) à deux solutions, se propageant une à basse et l’autre haute fréquence,
la branche inférieure étant comprise entre [0,ω ], et la branche supérieure dans l’inter-
valle [ωhd,ω+], où ω± = |ωx ± ωy| . On peut identifier deux régimes limites : le régime
sans collisions ω0τ ≫ 1, caractérisé par la présence de deux fréquences non amorties
ω± = |ωx ± ωy|, et le régime hydrodynamique ω0τ ≪ 1, où seulement la solution haute
fréquence ωhd =

√
2ω0 =

√

ω2
x + ω2

y survit, l’autre étant suramortie (puisque τ → 0).

Je montrerai par la suite que dans notre expérience la phase normale du gaz est
toujours peu dense et se situe dans le régime sans collisions (voir fig. 4.10) : l’observation
de la fréquence ωhd ne peut donc être justifiée que par la présence d’une fraction
superfluide dans le nuage.
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Figure 4.1 – Figure extraite de [25] montrant l’angle θ en fonction du temps pour
un gaz classique (ligne continue) et dans le régime superfluide (ligne pointillée).
À gauche le gaz classique est dans le régime sans collisions (ǫω0τ = 6 and ǫ =
0.3), tandis que à droite le gaz classique se trouve dans le régime hydrodynamique
(ǫω0τ = 0.5 and ǫ = 0.3).

Figure taken from [25] showing the angle θ as a function of time for a classical gas (solid
line) and for the superfluid regime (dashed line). On the left the classical gas is in the
collisionless regime (ǫω0τ = 6 and ǫ = 0.3), while on the right the classical gas is in the
hydrodnamic regime (ǫω0τ = 0.5 and ǫ = 0.3).

4.3 Le modèle adopté dans notre expérience

À température suffisamment basse les trois fréquences ω+, ω et ωhd prédites pour
un gaz classique sont présentes, ωhd étant relative à la fraction superfluide dans notre
système. Le fait qu’on puisse explorer tous les deux régimes prédits par (4.4), a suggéré
l’adoption de ce modèle classique. Bien que a priori il ne décrive pas un gaz partiellement
superfluide dont la phase normale est sans collisions, une justification de la validité de
cette hypothèse sera donnée par la suite (voir 4.5.3). Pour des régimes intermédiaires
un modèle théorique est encore manquant. On dispose des résultats expérimentaux
obtenus pour un gaz 3D dans le groupe de C. Foot [59]. Le nuage a été excité en
tournant les axes du piège et à partir des images (prises après temps de vol et pour
différents temps d’attente) ils ont extrait par un fit gaussien la valeur de l’angle du
nuage par rapport aux axes du pièges. La fréquence d’oscillation de l’angle permet de
sonder le caractère superfluide du gaz, et l’étude de son évolution en fonction de la
température a mis en évidence un décalage négatif, pour des températures croissantes
autour de la température critique (voir Fig. 4.2 à gauche). Pour une géométrie quasi-
2D, au contraire, un décalage positif pour des températures croissantes est prévu par
une simulation numérique [122] : la fréquence passe rapidement de la valeur ωhd, prédite
pour un superfluide, vers la fréquence classique la plus haute ω+ (voir Fig. 4.2 à droite).
On cherche des solutions à (4.4) sous une forme exponentielle complexe θ = θ0e

iΩt où
la fréquence complexe Ω est définie par Ω = ω + i . Le signal étant proportionnel à
∝ Re[eiΩt] = Re[eiωte   t] = cos(ωt)e   t, il consiste en une oscillation harmonique à la
fréquence ω, amortie avec un taux  . L’eq. (4.4) devient

Ω4  4ω2
0Ω

2 + 4ǫ2ω4
0 +

i

τ
(  Ω3 + 2Ωω2

0) , (4.5)



4.4 Réalisation expérimentale 75

Figure 4.2 – Décalage de la fréquence du mode ciseaux en fonction de la tem-
pérature. À gauche : résultats expérimentaux extraits de [26] pour un gaz 3D. À
droite : simulation pour un gaz de Bose quasi-2D extraite de [122]. Le trait vertical
en rouge indique la transition BKT.

Temperature dependent frequency shift of the scissors excitation of the condensate. On the
left : figure taken from [26] for a 3D gas. On the right : simulation for a quasi-2D Bose
gas taken from [122]. The vertical red line indicates the BKT transition.

et en utilisant les relations 2ω2
0 = ω2

x+ω
2
y = ω2
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2ω2
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on peut la réécrire

sous la forme :
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hd) + (Ω2  ω2
+)(Ω

2  ω2
 ) = 0 , (4.6)

Dont les solutions sont reportées dans la figure 4.3.

4.4 Réalisation expérimentale

On a vu au paragraphe 4.2 que le mode ciseaux consiste en une oscillation angulaire
de l’axe du gaz, et pour que ce dernier soit bien défini le gaz doit être anisotrope. On
utilise pour cela une radiofréquence pour l’habillage des atomes polarisée linéairement :
deux antennes produisent un signal en phase avec deux amplitudes légèrement diffé-
rentes, qui se traduit en deux fréquences de piégeage ωx 6= ωy, avec ωx = 2π×33.8±0.2
Hz et ωy = 2π × 48.0± 0.2 Hz. L’anisotropie est alors ǫ = (ω2

y  ω2
x)/(ω

2
y + ω2

x) = 0.34.
La fréquence verticale est ωz = 2π × 1.83± 0.01 kHz. Les fréquences ont été mesurées
suivant la procédure décrite en 2.5.
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chimique, qui dans ce régime vaut µ2D = ~ω̄
√

Ng̃
π
, où ω̄ =

√
ωxωy, et la constante de

couplage vaut g̃ =
√
8πa/lz = 0.1056 (voir (1.25)). Pour ces paramètres la fraction

d’atomes qui peuple les états excités selon z est toujours inférieure à 20% : le système
présente donc les caractéristiques de la physique 2D.

4.4.3 Potentiel chimique réduit

Dans un gaz homogène avec g̃ = 1.056, la transition BKT est attendue pour une
densité dans l’espace des phases de Dc = 8.188, qui correspond à un potentiel chimique
réduit αc = µ/(kBT ) = 0.162. Cette valeur augmente légèrement en tenant compte
de la population dans états excités de l’oscillateur harmonique [125] : la densité dans
l’espace des phases critique devient Dc = 11.2 dans notre expérience (correspondant
à αc = µ/(kBT ) = 0.19). Pour explorer la physique du gaz autour de la transition
normale-superfluide on prépare différents nuages en faisant varier la température et le
nombre total d’atomes, de sorte à faire varier le potentiel chimique réduit des deux
cotés du seuil, avec des valeurs comprises dans l’intervalle [0.09  0.88]. La température
est ajustée en faisant varier la valeur finale du couteau RF dans la dernière phase de
préparation du nuage, tandis que le nombre d’atomes est ajusté en variant le temps
d’attente dans le piège final : les atomes chauffent à cause des collisions et sont éjectés
du piège par le couteau rf, résultant en une baisse du nombre total d’atomes et en une
température constante.

4.4.4 Potentiel chimique et température avant excitation

Pour déterminer les propriétés du nuage à l’équilibre on suit la procédure décrite
dans [66]. Sans exciter le nuage, on prend une image in situ des atomes dans le piège
initial en utilisant une impulsion sonde de faible intensité (∼ 0.7Isat) pour bien ima-
ger les ailes du nuage, thermiques et peu denses optiquement. Le centre du nuage,
au contraire, sera écrêté, puisque la sonde sera entièrement absorbée avant qu’elle ne
traverse tout le nuage. Le profil d’intensité est ajusté avec un modèle Hartree Fock
incluant jusqu’aux dix premiers états excités selon z. De cette procédure on déduit le
potentiel chimique µ et la température T [66]. Le nombre d’atomes total et l’efficacité
de détection sont calibrés indépendamment en observant le nuage après temps de vol
suivant l’axe horizontal. Le nombre d’atomes dans l’état fondamental de l’oscillateur
harmonique vertical N0z sont estimés à partir des valeurs de µ et T obtenues et de
l’équation d’état du gaz quasi-2D. L’hypothèse que le système se trouve dans le régime
quasi 2D a été vérifiée par des simulations Monte Carlo Quantique pour nos paramètres,
effectuées par Markus Holzmann. Les paramètres à l’équilibre pour les différents nuages
sont résumés dans le tableau 4.1.

4.4.5 Excitation du nuage et prise des images

Une fois les propriétés à l’équilibre déterminées, on excite le nuage en tournant les
axes du piège et on observe la dynamique en prenant des images après différents temps
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Données µ/h (Hz) T (nK) α0 = µ0/kBT N0z/N
1 2165 ± 380 133 ± 7 0.78 ± 0.18 0.90
2 2651 ± 190 157 ± 5 0.81 ± 0.08 0.88
3 2633 ± 68 167 ± 4 0.76 ± 0.04 0.86
4 2936 ± 84 161 ± 3 0.88 ± 0.04 0.88
5 2057 ± 63 148 ± 3 0.67 ± 0.03 0.86
6 3081 ± 91 200 ± 4 0.74 ± 0.04 0.82
7 3169 ± 85 209 ± 4 0.73 ± 0.03 0.81
8 3598 ± 140 227 ± 5 0.76 ± 0.05 0.8
9 396 ± 86 217 ± 5 0.09 ± 0.02 0.42
10 1955 ± 130 254 ± 5 0.37 ± 0.03 0.59

Tableau 4.1 – Propriétés du gaz à l’équilibre, avant l’excitation ciseaux : le
potentiel chimique µ, la température T , le potentiel chimique réduit au centre
α0 = µ0/kBT et le ratio entre le nombre d’atomes dans l’état fondamental de
l’oscillateur harmonique vertical N0z et le nombre d’atomes total N . Les données de
la figure 4.5 et 4.7 correspondent aux séries 1 et 9. La série 7 est également utilisée
dans la figure 4.7 et 4.8.

Equilibrium properties of the cold atom ensembles, prior to the scissors excitation : chemi-
cal potential µ, temperature T , reduced chemical potential at the trap centre α0 = µ0/kBT
and ratio of the number of atoms in the vertical oscillator N0z to the total atom number
N . The data plotted in 4.5 and 4.7 come from datasets 1 and 9. Dataset 7 is also used
for figure 4.7 and 4.8.

d’attente, typiquement trois par temps d’attente, jusqu’à 200 ms. Les images sont prises
in situ suivant l’axe vertical, et avec une sonde d’intensité moyenne (I ∼ 8sat), afin de
résoudre à la fois les ailes et le centre du nuage. La densité au centre est cependant
sous-estimée avec cette intensité sonde, ce qui n’est pas critique dans la mesure où le
mode ciseaux est un mode de surface qui affecte peu le centre du nuage. De chaque
image on extrait l’observable 〈xy〉. Les détails techniques et la méthode d’analyse sont
expliqués au paragraphe suivant.

4.5 Analyse des données

4.5.1 Calcul de la moyenne et méthode d’ajustement

Avant de rentrer dans les détails de l’analyse, il est nécessaire d’expliquer comment
la moyenne 〈xy〉 est calculée. Chaque image est une matrice de pixels, chacun repéré par
deux indices (i,j). D’après la procédure de calibration (décrite dans la section relative
à l’imagerie), on connâıt la correspondance entre le signal d’un pixel et le nombre
d’atomes Mij dans la région imagée correspondante. Ce signal peut être interprété
comme une probabilité : on peut en effet obtenir une normalisation à l’unité en divisant
par le nombre total d’atomes pij = Mij/Ntot. On peut alors calculer par exemple
〈x〉 =

∑

ij pijxi, 〈y〉 =
∑

ij pijyj et 〈xy〉 =
∑

ij pijxiyj. Pour qu’elle soit reliée au mode
ciseaux, l’observable 〈xy〉 doit être calculée dans le repère non pas de la caméra mais
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4.5.3 Analyse de la moyenne locale

Moyenne sur un disque

En s’inspirant du principe de la LDA, on introduit une nouvelle technique d’analyse,
appelée analyse de la moyenne locale. Cela consiste à calculer notre observable locale-
ment dans le nuage. En variant la zone de moyennage on explore sur le même nuage
tous les régimes : du superfluide au centre au gaz normal dans les ailes. Cela permet
donc d’isoler les signatures respectives de la phase normale et superfluide du gaz et
mettre en évidence le décalage des fréquences autour de la transition. On procède de la
manière suivante. La densité étant constante sur un ellipsöıde, on introduit un rayon
effectif suivant une isodensité autour du centre du piège r̄ =

√

(ωx/ωy)x2 + (ωy/ωx)y2

et on calcule l’observable 〈xy〉rc uniquement sur les pixels dans la région r̄ < rc, de sorte
à isoler la partie superfluide, localisée au centre du piège, de la partie normale, présente
surtout dans les ailes. Pour trois nuages différents, la figure 4.7 présente les fréquences
mesurées en fonction du rayon de coupure rc. On observe que pour les données en bleu
on mesure la fréquence ωhd partout dans le nuage : le nuage est entièrement superfluide.
Pour les données en magenta on observe un décalage positif des fréquences en allant du
cœur du nuage vers les ailes, mais on n’arrive pas à mesurer la fréquence superfluide.
Le nuage est donc entièrement thermique. Pour les données en rouge par contre on
peut définir trois couronnes.

— Pour rc < 10µm on n’est pas capable d’identifier d’oscillations. Cela peut s’ex-
pliquer par le fait que l’excitation ciseaux est un mode de surface et n’affecte pas
le cœur du nuage.

— Pour 10 < rc < 30µm une seule fréquence est présente, en bon accord avec la
prédiction pour la fréquence hydrodynamique ωhd. Cela n’avait pas été mis en
évidence par l’analyse globale pour ce jeu de données (voir figure 4.6).

— Pour rc > 30µm on retrouve le résultat obtenu aussi avec la première méthode :
deux fréquences ω±, relatives à la phase normale.

Moyenne sur un anneau

On pousse l’analyse encore plus loin en réduisant la zone sur laquelle la moyenne
〈xy〉 est calculée à un anneau d’isodensité centré sur r̄ = ra et d’épaisseur δr = 4 pixels
(voir fig. 4.8(c)). On note 〈xy〉rc cette moyenne. La figure 4.8 montre les fréquences
mesurées en fonction de ra pour la série de données 7 (voir table 4.1), avec α = 0.73.
Les barres d’erreur sont plus grandes que dans le cas précédent à cause du fait que la
moyenne est calculée sur un nombre plus petit de pixels. Cette analyse est plus sensible
aux changements de fréquence : on voit clairement que les fréquences d’oscillation de
〈xy〉 autour du point de transition changent, de la valeur hydrodynamique aux deux
fréquences thermiques, en accord avec les prédictions théoriques. Elle est aussi plus
précise dans la localisation de l’endroit de la transition BKT : en accord avec les
simulations, la transition a lieu à une distance d’environ 20µm du centre du nuage,
tandis que précédemment on l’avait localisé plutôt à 30µm. Cela peut s’expliquer par
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Figure 4.7 – Fréquences d’oscillation de l’observable 〈xy〉rc mesurées en fonction
du rayon de coupure rc. (a) correspond à la branche haute fréquence, (b) correspond
à la branche basse fréquence. Chaque branche présente trois courbes, obtenues pour
trois conditions expérimentales différentes : α = 0.78 (cercles bleus, données 1 de
la Table 4.1), α = 0.73 (losanges rouges, données 7 de la Table 4.1) et α = 0.09
(carreaux magenta, données 9 de la Table 4.1). Les lignes continues horizontales
correspondent au trois fréquences attendues, comme dans la figure 4.6. Les zones
grises correspondent à la partie centrale du nuage, où l’amplitude du signal est trop
faible pour extraire une fréquence. Les barres d’erreur sont les écarts types calculés
en utilisant la méthode des résidus. (c) Pour le calcul de 〈xy〉rc seulement les pixels
qui se trouvent dans la région r̄ < rc sont pris en compte (ellipse en gris).

Measured oscillation frequencies of of the 〈xy〉rc observable as a function of the cutoff
radius rc. (a) corresponds to the upper branch, (b) to the lower branch. Measurements for
three different experimental conditions are presented : α = 0.78 (blue circles), α = 0.73
(red diamonds) and α = 0.09 (magenta squares), see Table 4.1, data set number 1, 7
and 9. The three horizontal solid lines correspond to the three expected frequencies, as in
figure 4.6. The grey shaded areas indicate the central part of the cloud where the signal to
noise ratio is too small to extract a frequency. The error bars are the standard deviations
estimated using the fit residuals. (c) The computation of 〈xy〉rc uses only the pixel located
at a scaled radius r̄ < rc (grey shaded ellipse).

le fait que moyenner sur un disque donnait un poids trop important à la zone centrale,
ce qui résultait en un décalage de la frontière à laquelle la transition a lieu.

Dans les figures précédentes on a tracé les fréquences en fonction de la distance r
du centre. Le lien avec le potentiel chimique réduit est immédiat :

α =
µ0  mωx

2ωy
2r2

2

kBT
.

Au delà du fait qu’on a préféré réaliser le graphique avec la quantité mesurée expé-
rimentalement, on voit tout se suite que les courbes ne se superposent pas l’une sur
l’autre, comment attendu d’après l’universalité de la transition BKT. On observe que
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Figure 4.8 – Fréquences mesurées pour 〈xy〉ra , calculées sur un anneau d’isoden-
sité au rayon ra et d’épaisseur δr = 4 pixels, comme montré en (c). Les barres
d’erreur sont les écarts-type estimés en utilisant les résidus du fit. Les zones grises
correspondent à un bas rapport signal à bruit, au centre du nuage (gauche) et dans
les ailes (droite). Les deux lignes verticales sont des estimations pour la limite entre
phases normale et superfluide dans un gaz quasi-2D, basées respectivement sur l’ap-
proximation de densité locale [125] (bleu continue), et sur le taux de collisions locales
(magenta pointillé).

Measured frequencies for 〈xy〉ra , computed on a thin annulus of width δr = 4 pixels,
centered on a given radius ra, as sketched in (c). The error bars are the standard deviations
estimated using the fit residuals. The grey shaded areas indicate the low signal to noise
ratio regions, at the cloud center (left) and in the wings (right). The two vertical solid
lines are estimates of the boundary between superfluid and normal phases in a trapped
quasi-2D Bose gas, based on the local density approximation [125] (solid blue), and on the
local collision time (dashed magenta).

au contraire, elles dépendent de la température à cause des niveaux excités de l’oscil-
lateur harmonique suivant z. En effet, des simulations Monte-Carlo effectuées par M.
Holzmann ont montré que à cause des paramètres de notre piège on perd l’universalité
de la transition BKT. En particulier, les effets de taille finie empêchent le saut de la
densité superfluide (c’est à dire que ns ne présente pas de discontinuité) et modifient
légèrement la valeur du potentiel chimique réduit critique αc. En effet la densité super-
fluide s’annule pour un potentiel chimique réduit supérieur au cas idéal, ce qui dans
notre piège correspond à un déplacement de l’endroit où la transition a lieu de 2 µm. Ce
décalage, et le fait qu’on moyenne sur une couronne qui a un certain épaisseur, peuvent
expliquer le désaccord avec le potentiel chimique réduit critique théorique αc = 0.192.

Amortissement

On vient maintenant à l’interprétation du temps typique local de relaxation τ(ra),
déduit de l’analyse locale. Sa valeur est en bon accord avec l’inverse du taux de collisions
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on considère seulement la branche supérieure, celle inférieure étant très amortie. On
exclut la région annulaire où la transition a lieu, comme illustré dans 4.9 afin de mieux
distinguer fréquence et amortissement de la phase normale de la phase superfluide. On
compare les taux d’amortissement réduits  sc

ωsc
avec l’amortissement réduit de Landau

 L

ωsc
, calculé par Fedichev et al. [127, 128].

 L

ωsc

=
3π

8

kBTas
~c

, (4.7)

où c =
√

2µ/(3m) est la vitesse du son pour un gaz de Bose bidimensionnel [129]. Les
nuages les plus froids présentent un amortissement de la fraction superfluide très proche
de (4.7), mais pour les nuages avec une fraction thermique importante l’amortissement
de la fraction superfluide s’éloigne de cette prédiction et il est du même ordre de
grandeur que l’amortissement dans la phase normale, ce qui suggère qu’il est dû aux
collisions avec le gaz normal. Au contraire, le taux d’amortissement réduit de la phase
normale reste presque constant pour toutes les données.

Phase superfluide ou hydrodynamique classique ?

Dans le modèle classique la fréquence des oscillations du mode ciseaux prédite pour
un gaz normal dans la limite hydrodynamique est la même que pour un gaz en phase
superfluide. Il est donc nécessaire de vérifier que le système est loin du régime classique
hydrodynamique avant de pouvoir affirmer que le gaz est superfluide à partir d’une
mesure de ωhd. Pour s’en convaincre on part de mesures indépendantes pour les valeurs
à l’équilibre de µ et T et on évalue à quelle distance du centre le potentiel chimique
réduit α(r̄) = µloc(r̄)/kBT , avec µloc(r̄) = µ0  mωxωyr̄

2/2, atteint la valeur critique
pour la transition BKT [125]. Cela est indiqué sur la figure 4.6 par la ligne rouge
verticale. On peut noter un léger décalage entre le saut observé et la prédiction, qui
peut s’expliquer de deux manières :

— d’une part par le fait que près du rayon critique on moyenne sur une épaisseur
qui contient les deux phases ;

— d’autre part par des effets de taille finie qui, dans un nuage piégé, modifient le
seuil pour la transition BKT.

Markus Holzmann a effectué une simulation Monte Carlo quantique avec nos para-
mètres (communication privée), en montrant que le seuil de transition normal-superfluide
est élargi d’environ 2 µm dans notre système, et cela se traduit par la présence d’une
fraction superfluide aussi pour des densités dans l’espace des phases inférieures à la
densité critique.

Le diagramme de phase dans la figure 4.10 représente la densité dans l’espace des
phases intégrée en z en fonction de la température. Un échantillon donné correspond à
une ligne horizontale (température fixe) : en suivant cette ligne de gauche à droite on
explore différentes densités dans l’espace des phases jusqu’à atteindre (ou non, selon
les jeux de données) le seuil pour la transition BKT. On peut constater que la fraction
normale du gaz se situe entièrement dans le régime sans collision. Cependant, pour le
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par la contribution d’une fraction normale qui ne se trouve pas complètement dans le
régime sans collisions. En effet le diagramme de phase montre que pour un nuage
thermique on s’attend à une diminution de la fréquence ciseaux en se rapprochant du
centre, jusqu’à environ 74 Hz.

4.5.4 Comparaison avec l’expérience de Desbuquois et al.

Dans ce bref paragraphe je ferai une comparaison entre notre expérience et celle
réalisée au Collège de France en 2012, par le groupe de J. Dalibard, qui est décrite
en [57]. Elle a permis d’observer pour la première fois le comportement superfluide
d’un gaz de Bose 2D en terme de résistance à l’écoulement, cela à travers sa réponse
à l’effet d’une forte perturbation locale (en l’occurrence un laser désaccordé vers le
bleu et très focalisé), et également de mettre en évidence l’apparition d’une fraction
superfluide.

Dans les deux expériences il s’agit d’une visualisation directe, in situ, de la transition
BKT, dans un cas à travers l’existence d’une vitesse critique, dans l’autre cas à travers
le changement soudain des fréquences d’oscillation du gaz. On peut affirmer que les
deux expériences sont complémentaires et, dans un certain sens, symétriques.

En effet, Desbuquois et al. ont excité localement le nuage en tournant un faisceau
très focalisé à une certaine vitesse le long d’un rayon d’isodensité n2D. Après avoir
arrêté et éteint le laser qui crée l’excitation, ils attendent 100 ms et ils mesurent la
température globale du nuage à l’équilibre, à travers des profils de densité in situ.
Pour chaque configuration (pour une température, nombre d’atomes et distance du
centre donnés) ils répètent l’expérience pour différentes vitesses. Pour des températures
suffisamment basses ils observent un effet de seuil : à partir d’une certaine vitesse v > vc
du chauffage est créé dans le système.

En traçant la vitesse critique en fonction du potentiel chimique réduit ils observent
un saut à l’endroit où la transition BKT a lieu, impliquant l’apparition soudaine d’une
densité superfluide non nulle. Cependant ils ont trouvé un potentiel chimique réduit
critique de 0.24, valeur un peu au-dessus de la valeur prédite pour un gaz uniforme
par [75]. Ce décalage peut s’expliquer par le fait que lorsque le défaut tourne exacte-
ment sur la zone où la transition BKT a lieu, la moitié des atomes seulement seront
superfluides, et l’autre moitié thermiques suffira à induire le chauffage.

Dans notre expérience on induit une excitation globale au nuage, ensuite on regarde
également in situ mais pendant l’excitation, sans attendre que le système retourne
à son état d’équilibre. Pour chaque configuration (pour une température et nombre
d’atomes donnés) on explore différents régimes à l’intérieur du même nuage, en mesu-
rant localement la fréquence d’oscillation du mode ciseaux dans des régions d’isodensité
à différentes distances du centre du nuage. On trace ensuite les fréquences mesurées
en fonction de la distance du centre et on repère l’endroit où une densité superfluide
apparâıt soudainement. Il est localisé à une distance de 22µm du centre. Cette valeur
est un peu supérieure aux estimations faites à partir de [125] ce qui veut dire qu’on
trouve la transition pour un potentiel chimique réduit plus faible que celui attendu.
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4.6 Conclusions

Dans ce chapitre j’ai décrit les améliorations apportées dans l’analyse du mode
ciseaux dans un gaz quasi-2D. Le traitement des données a été fait essentiellement par
Romain Dubessy, tandis que mon travail a concerné surtout la prise de données. En
partant du modèle classique décrit en [25], on mesure la fréquence et l’amortissement de
ce mode à travers l’observable 〈xy〉. Cette nouvelle approche nous a permis d’observer
pour la première fois la fréquence la plus lente ω . De plus, inspiré par la LDA, nous
avons introduit une nouvelle technique d’analyse, qui consiste à mesurer localement la
fréquence du mode ciseaux dans le nuage. Le cas où on moyenne sur une région annulaire
d’isodensité s’avère être le plus sensible aux changements de fréquence, en permettant
ainsi de déterminer avec précision la limite où la phase superfluide apparâıt dans le
nuage. On observe pour la première fois un décalage clair et positif de la fréquence du
superfluide vers une des fréquences classiques, comme prédit par les simulations [122].
Après avoir vérifié que la phase normale du gaz se trouve dans le régime sans collisions
et loin du régime hydrodynamique, on peut conclure en affirmant que cette nouvelle
technique d’analyse a permis l’observation de la transition BKT à travers la réponse
dynamique du gaz, au-delà des analyses thermodynamiques à l’équilibre [130, 57], en
ouvrant ainsi la voie à une mesure dynamique de la fraction superfluide.

Comme M. Holzmann a montré, avec nos paramètres expérimentaux on ne pourra
pas observer un saut de la densité superfluide ; cependant, à ce stade un travail de
simulations numériques pourrait permettre de mieux comprendre le mécanisme de dis-
parition de la fraction superfluide, et tenter de relier la fréquence locale du mode ciseaux
à la fraction superfluide (voir 4.7). On peut également (pour d’autres paramètres expé-
rimentaux, notamment un piège plus 2D) espérer observer le comportement universel
de la transition (même si le système est de taille finie, un comportement universel est
possible [69]).



Chapitre 5

Réalisation d’un piège annulaire

Historiquement les premières études sur la superfluidité ont été menées avec l’hélium
liquide [131], mais plus récemment les gaz d’atomes dégénérés ont offert de nouvelles
possibilités pour l’étude de l’état superfluide. Les premières expériences consacrées à
la superfluidité des condensats de Bose-Einstein ont été effectuées dans des pièges
simplement connectés en mettant en évidence une vitesse critique [27] ou la présence
de tourbillons quantiques [96, 28].

À l’heure actuelle, le développement de nouveaux potentiels de piégeage pour des
condensats a permis d’explorer d’autres propriétés. Une des géométries les plus inté-
ressantes est la géométrie annulaire, qui peut servir comme guide d’onde pour l’inter-
férométrie atomique [132], pour des études de superfluidité [34, 133, 134, 40], comme
circuit « atomtronique » [135], comme réseau optique périodique [136] ou pour déve-
lopper l’analogue du SQUID 1 avec un condensat [35, 137, 15].

En particulier dans le cadre des études de superfluidité une propriété remarquable
est le phénomène du courant permanent : en analogie avec un superconducteur, où un
courant électrique circule sans résistance, dans un superfluide un flux sans dissipation
s’établit, et la géométrie annulaire est la mieux adaptée pour l’observation de ce phé-
nomène. Une première étude à ce sujet a été faite dans le groupe de Phillips en 2007,
dans un piège toröıdal 3D [34].

Dans les dernières années ce domaine s’est beaucoup développé, et de nombreuses
techniques ont été mises au point. Des anneaux peuvent obtenus avec des pièges magné-
tiques [138, 43, 139, 140], éventuellement habillés par la RF [42, 141]. Ils ont l’avantage
de pouvoir générer des potentiels très lisses, mais leur utilité est limitée aux seuls
états qu’on peut piéger magnétiquement, avec des durées de vie limitées par les pertes
Landau-Zener.

Plus récemment des pièges optiques en forme d’anneau ont été développés, utilisant
des forces attractives (ou répulsives) provenant de l’interaction dipolaire entre atomes
et lumière désaccordée vers le rouge (ou le bleu) de la transition atomique. Une variété

1. De l’anglais Superconducting QUantum Interference Device, est un magnétomètre utilisé pour
mesurer des champs magnétiques très faibles. Il est constitué généralement de deux jonctions Josephson
montées en parallèle dans une boucle supraconductrice.



90 Réalisation d’un piège annulaire

de techniques est donc apparue, utilisant des faisceaux de Laguerre-Gauss [133, 35, 142],
des potentiels optiques moyennés dans le temps [143, 144], la réfraction conique dans
un cristal biaxe [145], la superposition de faisceaux désaccordés l’un vers le bleu l’autre
vers le rouge [146], et plus récemment en utilisant des dispositifs à micromiroirs [37].

Dans ce chapitre je décrirai la réalisation d’un piège annulaire hybride magnétique-
optique [41, 147], obtenu par superposition du piège magnétique habillé par la radio-
fréquence avec le piège dipolaire crée par une double nappe de lumière. Je donnerai
en particulier les détails pratiques de ce dernier, en incluant ceux sur son alignement
qui est un aspect crucial. L’étude théorique détaillée d’une version de ce piège utilisant
une onde stationnaire pour le confinement vertical a été faite dans la thèse d’Olivier
Morizot, en collaboration avec Barry Garraway [41].

5.1 Description du piège

Dans le chapitre 2 j’ai décrit le potentiel adiabatique en forme d’ellipsöıde dans le-
quel on obtient un gaz bidimensionnel. À partir de ce piège, l’obtention de l’anneau se
fait en superposant le potentiel optique produit par deux nappes de lumière désaccor-
dées vers le bleu. Le rôle de ce laser est de fixer, par force dipolaire, l’altitude du gaz sur
l’équateur de l’ellipsöıde isomagnétique, ce qui résulte en un piégeage en anneau pour
les atomes, à l’intersection entre la bulle et le plan imposé par la nappe de lumière. La
symétrie d’axe vertical, alliée au choix d’une polarisation RF circulaire d’axe z, assure
que l’anneau a une forme circulaire et non elliptique. Le rayon de l’anneau est le rayon
horizontal de la bulle, soit r0 = ωrf/α, où α est défini par (2.4). Un grand avantage de
ce système est que ce rayon est réglable directement par le choix de la fréquence RF.
De plus, les fréquences de piégeage axiale et verticale sont ajustables indépendamment,
l’une étant imposée par le potentiel adiabatique et l’autre par le piège optique. La fré-
quence d’oscillation verticale étant donnée par le confinement dipolaire lumineux de la
nappe de lumière, elle peut être élevée. De plus, pour une fréquence d’habillage donnée,
le rayon peut être varié en choisissant l’endroit où le piège optique coupe la bulle : il
sera nul si cela se fait au fond de la bulle, et maximal si cela se fait à l’équateur de la
bulle.

5.1.1 Transfert des atomes dans l’anneau

Pour des raisons pratiques on a choisi de garder le piège optique fixe, aligné sur
le centre du piège quadrupolaire, et de translater verticalement et horizontalement ce
dernier, à l’aide de deux bobines d’axe z et une bobine d’axe x. Le degré de liberté
horizontal a été rajouté par la suite, afin d’optimiser le chargement, mais son rôle n’est
pas crucial.

La procédure de chargement est illustrée par la figure 5.1. Les atomes habillés se
trouvant dans le fond de la bulle (a), pour charger le piège hybride il est nécessaire
de monter le piège magnétique jusqu’à que le fond cöıncide avec le zéro de champ
entre les deux nappes ; cela se fait au moment de la compression, qui a lieu en 500
ms (b). Ensuite on augmente la puissance du piège optique (c). Une fois les atomes
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où ω̄ =
√
ωrωz est la moyenne géométrique des fréquences d’oscillation, N le nombre

d’atomes et a la longueur de diffusion en 3D. En terme de nombre d’atomes, la condition
pour que le gaz reste dans le régime 3D peut s’exprimer sous la forme

N >
πrb
2a

ωz

ωr

, (5.3)

ce qui correspond à N > 2,2 × 106 atomes. Ce nombre est suffisamment grand pour
qu’il soit possible d’obtenir un condensat dans le régime bidimensionnel sans difficultés.

Dans le cas 2D, suivant la direction z seulement l’état fondamental est peuplé et le
potentiel chimique s’écrit :

µ2D = ~ω̄

(

ωr

ωz

)1/6 (
3Na

4
√
πrb

)2/3

, (5.4)

et le nuage serait unidimensionnel si µ2D < ωr, donc

N <
4
√
πrb
3a

√

ωr

ωz

, (5.5)

soit N < 2× 103 atomes.

5.2 La double nappe de lumière

La mise en forme du faisceau gaussien qui produit les deux nappes se fait grâce à
la traversée d’une lame de phase. Il s’agit d’une lame qui présente une discontinuité
le long de la direction z et imprime une phase de π à la moitié haute du faisceau par
rapport à la moitié basse : Φz = π si z > 0, Φz = 0 si z ≤ 0.

Cette lame est placée le long de l’axe de propagation d’un faisceau elliptique ayant
un rapport d’anisotropie de 3 : 1 suivant l’axe vertical. Dans le plan du saut de phase, la
lumière interfère destructivement et l’intensité est nulle : on obtient ainsi deux maxima
entre lesquels on peut confiner les atomes (voir fig. 5.3). Après la traversée de la lame
le faisceau est focalisé sur les atomes par une lentille asphérique convergente (voir
figure 5.5). À la position des atomes le waist est wz. Les deux autres grandeurs perti-

nentes sont la longueur de Rayleigh zR = πw2
z

λ
suivant l’axe de propagation y, et le waist

wx =
√
2zR suivant l’axe transverse x. Ce dernier a été choisi pour assurer l’isotropie

du confinement dans le plan (x,y). En effet, en parcourant le contour de l’anneau on
aura deux maxima d’intensité le long de l’axe de propagation y (qui cöıncident avec
le pic de la gaussienne) et deux minima sur l’axe x, qui se trouve dans les ailes de la
gaussienne, et ce choix pour wx est celui qui minimise ces inhomogénéités.

Pour donner une description quantitative de l’effet sur les atomes de ce faisceau
désaccordé vers le bleu (λ = 532 nm), on doit calculer les variations spatiales du profil
d’intensité I à la position des atomes.
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constantes de couplage le potentiel dipolaire peut s’écrire :

U(r) =  3πc2

2ω3
D2

(

2

3

(

 

ωD2  ω
+

 

ωD2 + ω

)

+
1

3

(

 

ωD1  ω
+

 

ωD1 + ω

))

I(r) . (5.6)

Où  = 2π × 5.97 MHz est la largeur naturelle de la transition D du 87Rb. Puisque
toutes les quantités sont fixées, à l’exception de l’intensité laser, elles peuvent être
écrites sous forme d’une constante multiplicative : U = ηI. L’application numérique
donne

η = 1.22× 109Hzµm2W  1 . (5.7)

Des calculs de propagation du champ dans l’approximation paraxiale se trouvent
dans la thèse de S.P. Rath [76]. Dans cette approximation, le champ électrique à la
focale de la dernière lentille est donné tout simplement par la transformée de Fourier
du champ en sortie de la lame de phase, qui est un faisceau gaussien multiplié par le
profil de phase imposé par la lame. On considère d’abord un faisceau gaussien incident
sur une lentille convergente de focale f et placée en y = 0. Le faisceau se propage le
long de l’axe y, wx et wz sont les waists en y = 0 selon les deux autres directions de
l’espace 2 et P0 est la puissance.

Pour simplifier je considère un faisceau collimaté dans la direction x. Ce n’est pas
le cas de notre montage puisque la dernière lentille sert à collimater en x et focaliser
en z, mais cela ne change pas grand chose puisque le waist wx est assez grand et on
s’intéresse plutôt à la direction z.

Le champ 3 incident sur la lentille peut alors s’écrire :

E(r,0) =

√

2P0

πwxwz

e
 x2

w2
x e

 z2

w2
z . (5.8)

La lentille imprime une phase quadratique au champ, pour cette raison dans le plan
focal on trouve encore une gaussienne

E(r′,f) =

√

2P0

πw′
xw

′
z

e
 x′

2

w′
x
2 e

 z′
2

w′
z
2 , (5.9)

où w′
x = λf

πwx
et w′

z =
λf
πwz

.
Pour prendre en compte la lame de phase on la place juste avant la lentille. On peut

négliger la propagation entre ces deux éléments puisqu’ils sont séparés d’une distance
beaucoup plus petite que la longueur de Rayleigh. Au niveau de la lentille wz ∼ 3 mm,

donc zR = πw2
z

λ
∼ 17 m. L’effet de la marche de phase 0  π sur le champ peut être

modélisé en découpant le champ en deux parties de signe opposé. Si on rajoute ensuite
l’effet de la lentille et qu’on considère un champ incident gaussien, on peut montrer
que le champ au niveau des atomes peut se décomposer comme le produit entre une
fonction qui ne fait intervenir que les coordonnées dans le plan horizontal Ax′y′ et une

2. Suivant l’axe de propagation y la grandeur pertinente est la longueur de Rayleigh zR =
πw2

z

λ .
3. Par abus de language, j’appelle ici champ électrique la racine carrée de l’intensité.
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fonction de zy, Az′y′ . Par la suite j’omettrai les primes pour alléger la notation, sachant
pourtant que je suis en train de décrire le champ au niveau des atomes et après traversée
de la lentille. Les fonctions Axy et Azy s’écrivent :

Axy =

√

2P0

π

e

 x2

w2
x

(

1+

(

y
zR[wx]

)2
)2

√

wx

(

1 +
(

y
zR[wx]

)2
)

, (5.10)

Azy =
2√
πwz

∫ ∞

0

sin

(

2u
z

wz

)

e
i u2y
zR[wz ] e  u2

du , (5.11)

où zR[w] =
πw2

λ
. Le champ est E = AxyAzy, l’intensité sera donc I = |AxyAzy|2 et le

potentiel U = ηI. Près du centre, au niveau des atomes l’intensité peut être approximée
par :

I(x,y = 0,z ≪ wz) ∼ I0
4

πw2
z

z2e
 2 x2

w2
x , (5.12)

où I0 =
2P0

πwzwx
et wz, wx sont les waists au niveau des atomes. Cela mène à un confine-

ment harmonique suivant z de fréquence d’oscillation

ωz(x) =
4

π

√

ηP0

mw3
zwx

e
 x2

w2
x . (5.13)

Figure 5.4 – Intensité dans le plan focal (en bleu) normalisée à l’intensité pic du
même faisceau sans la lame de phase (en orange).

Intensity distribution in the focal plane (blue line), normalised to the peak intensity of the
same beam in the absence of the phase plate (orange line).

On peut noter tout de suite que plus les waists sont petits, plus le confinement sera
fort. On a donc intérêt à choisir un petit wz pour se placer dans le régime bidimension-
nel. Néanmoins zR[wz] et wx ne peuvent pas être trop petits puisqu’on veut un confi-
nement uniforme dans le plan horizontal. On a choisi un montage tel que wz = 5µm,
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5.2.2 Procédure d’alignement

À partir de l’expression (5.12), quand on s’éloigne du centre suivant z on doit

multiplier par un facteur (1 + y2

zR[wz ]
2 )

 1. On peut alors écrire un potentiel simplifié de

la forme :

U(r) = U0
e
 2x2

w2
x(y)

1 + y2

z2R[wz ]

f(z,y) , (5.14)

si on se place à y fixe, et autour du centre y ≈ 0. On pose ensuite f0(z) = f(z,0), et
on obtient :

U(x,0,z) = U0e
 2x2

w2
x(0)f0(z) . (5.15)

La fonction f0(z) est celle représentée en figure 5.4. Ayant pris comme origine de notre
repère la position des atomes, on veut que le faisceau soit centré en z = 0 et x = 0.

Pour réaliser cet alignement on a développé une technique qui nous permet de
mesurer directement le profil f0(z) et sa dérivée f ′

0(z). Dans la séquence expérimentale
habituelle on allume le faisceau nappe lentement, pour ne pas créer d’excitations, et
on le laisse à la puissance maximale jusqu’à la détection in situ. On n’a donc pas
d’information directe sur sa position par rapport aux atomes. Si au contraire on mesure
la position des atomes en temps de vol après qu’ils ont subi une impulsion de faisceau
nappe (suffisamment courte pour ne pas détruire le nuage), on peut observer ses effets
sur les atomes. En effet, pendant l’impulsion de durée τ ∼ 100µs les atomes sont
accélérés : leur vitesse initiale change, mais leur position n’a pas le temps de changer.
L’effet de la force qu’a exercée la nappe sera de cette manière visible sur leur vitesse,
qu’on sait mesurer après temps de vol.

Cela offre un moyen de réglage fin pour notre faisceau : pour avoir un bon alignement
on vise à maximiser la force selon z et minimiser celle selon x. Pour ce faire, il faut se
mettre dans le référentiel de la gravité, c’est-à-dire tourner les axes x→ x′, z → z′ pour
se mettre dans le référentiel où gx′ = 0 et gz′ = g. Seulement dans ce référentiel si on
mesure Fx on est sûr qu’elle est due à un mauvais réglage de la nappe (par exemple elle
n’est pas horizontale) et non pas à la projection deMg le long de l’axe x. Pour mesurer
l’angle entre l’axe de la gravité et celui de la caméra on laisse les atomes tomber en
chute libre pendant différents temps. Le mouvement des atomes dans le plan (x,y) sera
décrit par :

z(t) = z0 + v0zt+
1

2
gzt

2 , (5.16)

x(t) = x0 + v0xt+
1

2
gxt

2 . (5.17)

L’inclinaison de l’axe de la gravité par rapport au repère de la caméra se déduit du
rapport entre les accélérations : α = arctan gx

gz
, dans notre cas 1,2◦. Pour les mesures

des positions du nuage on se placera donc dans le repère tourné, mais que je continuerai
à l’indiquer avec la notation classique x,y,z pour alléger la notation.

Ensuite pour la mesure de Fz et Fx on procède de la manière suivante : dans le piège
habillé (les atomes se trouvent au fond de la bulle) on allume la nappe à la puissance
maximale et on détecte la position du nuage après temps de vol en prenant une image
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suivant l’axe horizontal y. La durée de l’impulsion et le temps de vol (typiquement 100µs
et 20 ms respectivement) peuvent être ajustés pour que le nuage ne sorte pas du champ
de la caméra. La puissance au contraire est gardée toujours au maximum pour être
certain que le mode spatial reste le même. On répète cette séquence plusieurs fois, en
variant la position des atomes par rapport à la nappe, cela se fait en déplaçant le centre
du piège avec un champ magnétique constant. Les courbes obtenues expérimentalement
sont montrées dans la figure 5.10.

Déplacement vertical

La force le long de z peut s’écrire comme la dérivée du potentiel (5.15) :

vz ∝ Fz =  ∂U(x,0,z)
∂z

=  f ′
0(z)U0e

 2x2

w2
x . (5.18)

Sachant que la variation de vitesse est proportionnelle à la force, on peut observer
que vz ∝ f ′

0(z). En traçant la position z mesurée après temps de vol en fonction
de la position des atomes par rapport à la nappe, on s’attend à obtenir un profil
qui a la même forme que la dérivée du potentiel f ′

0(z) (voir 5.7, figure à droite). Les

Figure 5.7 – Potentiel lumineux (gauche) et déplacement vertical des atomes
après une impulsion de 100µs dans le cas où la nappe est parfaitement réglée (droite).

Light potential (left) and corresponding atomic vertical deplacement after a pulse of 100µs
(right).

figures 5.8 montrent des situations où les deux nappes ne sont pas bien centrées sur
les atomes. Pour tracer ces courbes on a juste écrit l’expression du potentiel optique et
calculé sa dérivée en différentes positions. On observe que si le faisceau n’est pas centré
horizontalement, son effet sur le déplacement vertical des atomes sera plus faible (voir
fig. 5.8 à gauche). Si de plus le laser n’est pas focalisé, mais son point focal se trouve
une unité de waist en avant ou en arrière par rapport aux atomes, son waist sera plus
large (voir fig. 5.8 à droite).

Cette mesure est particulièrement utile pour deux réglages :



100 Réalisation d’un piège annulaire

Figure 5.8 – À gauche : laser décalé de wx le long de l’axe x. À droite : laser
défocalisé le long de y d’une longueur de Rayleigh zR[wz].

On the left : the laser is misaligned of wx along the x axis. On the right : the laser is
misaligned along y of zR[wz] along the y axis.

— optimiser la focalisation des nappes. Si le laser est bien focalisé sur les atomes sa
force sera maximale, et également la variation de vitesse induite par une impul-
sion ;

— détecter une asymétrie dans le faisceau, due par exemple à un mauvais centrage
sur la lame de phase. En effet, si l’un des deux lobes est plus puissant que l’autre
on le détectera sur une asymétrie dans la courbe des déplacements : les atomes
seront poussés plutôt vers le haut ou vers le bas.

Déplacement horizontal

On peut faire le même type d’observations que je viens de décrire, mais en mesurant
cette fois-ci la position horizontale après temps de vol en fonction de l’altitude intiale du
nuage atomique. Le raisonnement est analogue à celui le long de z (5.18). La variation
de vitesse le long de l’axe x (mesurée à travers la position des atomes après temps de
vol) est proportionnelle à la force subie au moment de l’impulsion :

Fx =  ∂U(x,0,z)
∂x

=
4x

w2
x

U0e
 2x2

w2
x f0(z) . (5.19)

On observe que cette fois-ci vx ∝ xf0(z). Si on trace la position x du nuage après
temps de vol en fonction de la position relative entre atomes et nappe, on s’attend à
obtenir un profil qui a la forme du potentiel des deux nappes (fig. 5.7 à gauche) avec
une amplitude qui change de signe avec x. La dérivée du potentiel suivant x (voir figure
fig. 5.9) a la même forme que le potentiel. L’information utile pour le réglage s’obtient
en faisant la comparaison entre les courbes prises pour différentes positions (suivant
x) de la nappe par rapport aux atomes : si on passe d’un côté à l’autre du centre les
courbes s’inversent, et l’optimum est lorsqu’on est positionné sur le point d’inversion
(x = 0) et que les atomes ne se déplacent presque pas (Fx minimale).
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long de l’anneau, les deux autres consistent à façonner le profil du laser de manière à
utiliser ou bien la force dipolaire exercée par une hélice d’intensité, ou bien transférer
directement du moment angulaire aux atomes grâce à une transition Raman à deux
photons, faite avec un faisceau Laguerre-Gauss.

5.4.1 Touillette laser

Un obstacle qui se déplace en tournant dans le fluide représente la solution la plus
intuitive pour mettre en rotation le gaz. Ainsi on a appelé « touillette à atomes »
un faisceau désaccordé vers le bleu, dont le waist est petit par rapport à la taille de
l’anneau, et qui parcourt une trajectoire circulaire. Cela a été construite par T. Badr et
intégrée sur l’expérience lors du stage de M. de Goër, actuellement en deuxième année
de thèse.

Source laser

Le laser qui crée la touillette est le même qui sert de bouchon dans le piège quadru-
polaire : le laser à 532 nm de Azur Light systems. On prélève une petite partie de sa
puissance (quelques centaines de µW) et on lui fait traverser un prisme de Glan pour
purifier la polarisation (l’efficacité des AOMs étant très sensible à ce paramètre). Le
laser est ensuite mené à la table optique grâce à une fibre à maintien de polarisation,
et en sortie de fibre une lame λ/2 permet de régler la polarisation.

Mise en forme du faisceau

La mise en forme du faisceau a lieu avec un premier AOM, aligné à l’angle de Bragg,
de sorte à envoyer la plupart de la puissance dans le premier ordre du faisceau dévié,
qui traverse ensuite un deuxième AOM orienté à 90◦ par rapport au premier. On peut
ainsi défléchir le faisceau dans n’importe quelle direction (dans la limite des angles de
déflexion des AOMs).

En contrôlant les radio fréquences envoyées aux AOMs on peut modifier la direction
du faisceau au cours du temps, et par exemple choisir de lui faire parcourir un anneau
au niveau des atomes.

La figure 5.11, extraite de [148], montre le schéma optique pour la mise en forme
de la touillette. Un système de trois lentilles focalise le faisceau au niveau des atomes.
Le waist du spot final doit mesurer 5µm et les contraintes d’encombrement imposent
une distance de 20 cm entre les atomes et la dernière lentille. Cela impose un diamètre
avant focalisation très important : pour cela la première lentille après les AOMs fait
diverger le faisceau, une deuxième lentille le collimate, et la troisième focalise le faisceau
sur les atomes. Le passage par un faisceau collimaté dissocie la dernière lentille du reste
du système optique, en rendant sa position réglable, pour faciliter l’ajustement de la
focalisation sur les atomes.
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faisceau ayant un profil d’intensité modulé en forme d’hélice. Un tel profil d’intensité
peut être généré grâce à un modulateur spatial de lumière (SLM), que je présenterai
dans la section 5.5.

Pour calculer la puissance et la durée nécessaires pour engendrer une rotation des
atomes, on considère un potentiel qui dépend de la position r dans le plan (r,θ) et qui
est non nul seulement pendant la durée de l’impulsion τ , ayant une forme en hélice :

U(r) =
θ

2π
U0 . (5.22)

Le Hamiltonien du système est indépendant du temps et l’équation de Schrödinger
peut se résoudre :

i~∂tΨ = HΨ , (5.23)

Ψ(t+ τ) = e  
i
~

∫ t+τ
t H(t′)dt′Ψ(t) = e  i

U(r)τ
~ Ψ(t) . (5.24)

On veut par ailleurs

e  i
U(r)τ

~ Ψ(t) = e  ilθΨ(t) , (5.25)

d’où U(r)τ
~

= lθ, c’est à dire
U0

h
=
l

τ
. (5.26)

On connâıt par ailleurs [92] U0

h
= q P

w2
0
, où w0 = 48µm et P sont respectivement le waist

et la puissance du laser et q = 776.6 MHz µm2W  1. On peut remonter à l’intensité
locale vue par les atomes :

U0

h
= ηI(r) , (5.27)

où η est défini en (5.7).
Pour avoir une idée de la puissance minimale nécessaire on peut considérer un

anneau de puissance totale P , l’intensité maximale sera Imim = P
2π(r22  r21)

(la puissance

a été divisée par un facteur 2 est pour tenir compte du fait que je découpe l’hélice
dans l’anneau). En prenant un anneau de rayon r = 50µm d’épaisseur 20µm, l = 1 et
τ = 20µs on obtient une puissance P = 130 mW.

En ce qui concerne la durée de l’impulsion, la condition est que la fonction d’onde
du condensat n’ait pas le temps d’évoluer

µτ

~
≪ 1 . (5.28)

5.4.3 Transfert Raman de moment cinétique orbital

Une autre manière de transférer à l’anneau du moment cinétique orbital que l’hé-
lice de puissance, est à l’aide d’un faisceau de Laguerre-Gauss (LG). La différence par
rapport au cas précèdent est que au lieu d’utiliser la force dipolaire exercée par la lu-
mière désaccordée, on agit directement sur la phase de la fonction d’onde avec la phase
de la lumière. En effet, le mode spatial d’un LG est caractérisé par un enroulement
de la phase autour d’une singularité du champ, et le nombre d’enroulements de phase
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correspond à un moment cinétique orbital quantifié de ce mode, qui peut être transféré
aux atomes à travers des transitions Raman à deux photons. Une première démonstra-
tion de ce transfert sur des atomes froids a été donnée en 2006 par le groupe de W.
Phillips [149].

Lors d’un transfert Raman de moment cinétique orbital, trois états sont couplés
par les deux lasers de façon à que les atomes qui se trouvent initialement dans un
sous niveau de l’état fondamental soient transférés de manière cohérente dans un autre
sous niveau, sans peupler l’état excité. La conservation du moment cinétique impose le
transfert aux atomes du moment contenu dans le faisceau LG.

Pour cette technique on a besoin que les deux faisceaux soient de fréquence proche de
la transition D2 à 780 nm et que le décalage en fréquence entre les deux soit de l’ordre
de l’écart hyperfin. Une difficulté supplémentaire provient du fait que l’on souhaite
coupler les états habillés par la RF, pour cela il y a encore une étude théorique en
cours au sein de l’équipe. En tout cas la génération d’un mode LG comme le profil en
spirale de la section précédente peuvent se faire à partir d’un faisceau gaussien avec un
modulateur spatial de lumière, que je vais décrire dans la section suivante.

5.5 Le SLM

Dans cette section je commencerai par décrire le fonctionnement d’un modulateur
spatial de lumière (dorénavant abrégé SLM), ensuite je montrerai la manière de gé-
nérer une hélice de puissance et un mode LG. Les résultats obtenus sont le produit
d’une collaboration démarrée en décembre 2015 avec l’équipe de Laurence Pruvost au
laboratoire Aimé Cotton (LAC). En effet, n’étant pas familier avec ce dispositif, on a
effectué les tests sur une de leurs tables optiques pour pouvoir profiter de leur savoir
faire en matière de SLMs.

5.5.1 Généralités sur le SLM à cristaux liquides

Il existe plusieurs méthodes pour modifier le front d’onde de manière très précise afin
d’obtenir la répartition d’éclairement souhaitée après propagation du faisceau laser. On
peut citer comme exemples les masques de phase, les micromiroirs ou les modulateurs
spatiaux de lumière. On a choisi d’utiliser ce dernier parce qu’il permet de modifier point
par point dans un plan et de manière continue la phase, la polarisation ou l’intensité
du champ électromagnétique.

Les applications sont extrêmement diverses, par exemple l’application la plus ré-
pandue de la modulation d’intensité est l’affichage. En effet les afficheurs alphanumé-
riques de calculatrices, les écrans matriciels LCD (Liquid Crystal Display) ou encore
la première génération de vidéo-projecteurs utilisent des cristaux liquides. La modula-
tion de phase peut être utilisée pour la correction du front d’onde. En ophtalmologie
par exemple elle permet des mesures à haute résolution du fond oculaire. En astro-
nomie, lorsque les turbulences atmosphériques vont dégrader les images produites par
les grands télescopes, elle permet d’imprimer sur le front d’onde les défauts inverses à
ceux produits par l’atmosphère, ainsi l’image sans défauts est reproduite. Un exemple
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supplémentaire d’application est l’amélioration, en compensant les anomalies de phase,
du mode des lasers de puissance, qui peut être altéré par des effets thermiques ; Cela
permet une meilleure propagation et une meilleure focalisation.

De nombreuses applications peuvent être également citées dans le domaine de la
physique atomique. Par exemple Bergamini et al. [150] ont utilisé un SLM pour créer
des puits de potentiel dans lesquels piéger un atome unique, Boyer et al. [151] pour
piéger et séparer en deux parties un condensat de Bose-Einstein, Andersen et al. [149]
pour mettre en rotation les atomes dans un anneau en utilisant le moment cinétique
orbital transporté par un mode Laguerre-Gauss.

Les deux SLMs qu’on a utilisés fonctionnent avec des cristaux liquides. Ceux-ci
sont des composés dans un état intermédiaire entre l’état solide et l’état liquide : ils
s’écoulent comme des liquides plus ou moins visqueux, mais les molécules les compo-
sant sont ordonnées de façon similaire à un solide. Un cristal liquide peut posséder
plusieurs états mésomorphes (nommés aussi mésophases), qui diffèrent suivant la na-
ture et la structure du mésogène, molécule à l’origine de la mésophase, ainsi que des
conditions de température, de pression et de concentration. Les modèles de SLM qu’on
a utilisés fonctionnent avec une couche cristaux liquides en phase nématique. Ce type
de cristaux ne possèdent pas de polarisation permanente, mais lorsqu’on applique un
champ électrique une polarisation induite apparâıt. L’axe des molécules tourne alors
sur lui-même pour s’orienter selon la direction du champ, ce qui modifie localement la
biréfringence du cristal liquide. Quand on éteint le champ électrique, la direction des
molécules revient à son état initial. Ces SLM permettent donc une modulation continue
et locale de la phase par adressage électrique. La surface est pour cela divisée en grille
de pixels, dont chacun dispose d’une électrode et d’un transistor dédiés. Le nombre de
pixels disponibles pour le système d’adressage correspond à celui d’un écran d’ordina-
teur 800× 600. La réponse en phase du SLM peut ne pas être linéaire par rapport au
signal d’adressage et peut être plus étendue que [0  2π], pour cela il est nécessaire
d’effectuer une calibration. Le signal d’adressage est codé sur 8 bits, qui correspondent
à 256 niveaux de phase (appelés par la suite niveaux de gris Ng), suffisamment élevé
pour les considérer continus.

Les SLMs qu’on a utilisés permettent de moduler la phase ou la polarisation de
l’onde électromagnétique. On parle donc de deux différentes modalités d’utilisation du
SLM :

— Modulation de phase. Cette modalité, appelée également holographie, consiste à
observer l’intensité du champ électrique diffracté par le SLM. La polarisation du
laser incident doit être parallèle à la direction des molécules du cristal liquide.
Pour observer la figure diffractée en général on doit se placer dans le régime de
Fraunhofer : l’intensité est observée à l’infini ou dans le plan focale d’une lentille
convergente.

— Modulation d’intensité. Comme le SLM n’agit pas sur l’amplitude de l’onde,
mais seulement sur la phase ou la polarisation, afin de moduler l’intensité il faut
associer le SLM à deux polariseurs, qui traduisent la modulation de polarisation
en modulation d’intensité. L’image que l’on souhaite obtenir, couramment appelée
masque d’intensité, est directement adressée au SLM et reprise par un système
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optique qui la ramène au niveau des atomes. On a constaté expérimentalement
que la meilleure façon d’imager la surface du SLM est de mettre une lentille entre
la surface du SLM et l’écran pour se mettre en configuration 2f-2f.

On doit enfin tenir compte de deux exigences majeures :

— le rayon du faisceau dans le plan atomique doit mesurer environ 50µm pour bien
se superposer à l’anneau ;

— on doit obtenir un profil lisse, pour que le potentiel soit localement homogène.

5.5.2 Caractérisation technique du SLM

Les deux méthodes de mise en rotation des atomes que j’ai mentionnées au début
du chapitre requièrent la première une longueur d’onde de 532 nm, la deuxième de
780 nm. Le seul modèle permettant l’utilisation sur une aussi large plage de longueurs
d’onde est le X10468-07, produit par Hamamatsu. Il est utilisable entre 633 nm et
1100 nm et fonctionnant en réflexion. La différence avec les autres modèles est qu’il ne
possède pas de miroir diélectrique optimisé à une longueur d’onde spécifique et il a été
testé en fabrique entre 620 nm et 1100 nm. Avant l’achat on a donc voulu vérifier son
fonctionnement à 532 nm, sur un modèle commercial que la société même nous a prêté
temporairement. En parallèle, on a pu utiliser aussi le SLM de l’équipe de L. Pruvost,
un Holoeye, modèle PLUTO NIR 011. Les résultats que je vais décrire par la suite de
ce chapitre ont été donc obtenus avec les deux.

Dispositif expérimental

Dans ce paragraphe je décris brièvement le montage optique, schématisé dans la
figure 5.14, que nous avons utilisé pour tester les SLMs. La source de lumière utilisée
pour les tests est un laser commercial SDL-200T (Shanghai dream laser) émettant un
faisceau gaussien TEM00 monomode longitudinal à 532 nm à une puissance de 160
mW. Le SLM peut moduler la phase à condition que la polarisation du laser incidente
soit parallèle à la direction des molécules du cristal liquide, dans notre cas, verticale :
il est donc nécessaire de polariser verticalement le laser avec un cube. En plus, afin
d’éclairer une assez grande surface du SLM on fait diverger un peu le faisceau avec une
lentille de focale f=300 mm. Si le SLM est utilisé dans une configuration de modulation
uniquement de phase, la polarisation du laser réfléchi est identique à celle du laser
incident, donc verticale sur tout le montage : il est impossible de séparer la lumière
retro-réfléchie de celle incidente avec un cube polariseur. Ce modèle étant optimisé
pour fonctionner en incidence normale, on a vérifié que avec un petit angle d’incidence
(α ∼ 5◦) entre le SLM et le faisceau incident, de sorte que le faisceau incident et
réfléchi ne soient pas superposés, les performances du SLM restent les mêmes (pour un
angle plus important on a observé des franges d’interférence verticales dans le faisceau
réfléchi). Après réflexion, le faisceau est focalisé par une lentille placée à une distance
du SLM égale à sa distance focale. Cette disposition a l’avantage de placer l’image
géométrique du SLM à l’infini afin de perturber le moins possible la figure de diffraction,
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Étude des effets thermiques

Puisqu’on envisage de travailler avec des intensités lumineuses assez grandes (envi-
ron 3 W dans le vert), ici on s’intéresse à la façon dont les effets thermiques jouent sur
l’efficacité de diffraction.

Un premier essai a été de chauffer la surface du SLM et monitorer la puissance
diffractée dans l’ordre +1. Pour cela nous avons choisi un niveau de gris qui corres-
pond à un endroit de la courbe où la pente est la plus raide (donc ni au maximum
ni à l’extinction de l’ordre +1), pour mieux mesurer les variations. On augmente la
température de la surface du SLM de 27◦ à 31◦ (mesurée avec une caméra thermique),
mais on se rend compte que l’observable la puissance diffractée dans l’ordre +1 n’est
pas pertinente, puisque des variations brusques de température modifient le déphasage,
sans pour cela endommager le dispositif.

On essaye donc une autre approche, qui consiste à voir quelle puissance laser on
peut envoyer sur la surface du SLM avant d’observer une dégradation de l’efficacité de
diffraction. Nous effectuons cette mesure avec un laser Millenia de puissance maximale
10 W, pour être capable de mesurer des effets thermiques. On augmente progressive-
ment la puissance incidente sur le SLM, tout en mesurant l’efficacité de diffraction. On
commence à observer une légère variation pour une puissance incidente de 1.3 W, c’est
à dire une densité de puissance de 2.2× 105W ·m  2.

En conclusion, jusqu’à une densité de puissance de 2.2× 105 W
m2 on n’a pas observé

des variations dans l’efficacité de diffraction. De plus, pour l’utilisation qu’on envisage,
on a besoin de faire des impulsion très courtes, τ ∼ 20µs à des intervalles de la minute :
on ne s’attend pas à observer des effets thermiques indésirables.

Mesure de l’efficacité de diffraction et de l’absorption

On mesure la puissance diffractée dans l’ordre +1 (avec λ = 532 nm) avec un réseau
blazé de période 16 pixels (3 paires de lignes par millimètre), chaque pixel étant de taille
20µm) et en se restreignant à 0-105 niveaux de gris.

On définit l’efficacité de diffraction comme le rapport entre la puissance P+1 diffrac-
tée dans l’ordre +1 et celle réfléchie par le SLM adressé uniformément avec un fond noir
P0, tout en corrigeant les deux mesures d’un offset Poff (mesuré en cachant la lumière
laser). On obtient au mieux :

η =
P+1  Poff

P0  Poff

= 81% . (5.29)

De manière similaire on mesure le rapport entre la puissance avant Pav et après
réflexion sur le SLM Pap, celui-ci étant éteint :

ρ =
Pap  Poff

Pav  Poff

= 80% . (5.30)

L’absorption, due à la réflexion sur le miroir et à l’absorption des cristaux liquides, est
donc de l’ordre du 20%.
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(a) (b)

Figure 5.15 – Modulation parasite de l’intensité réfléchie par le SLM Holoeye.
Le signal est mesuré à la photodiode et correspond : (a) composante continue, (b)
composante alternative.

Modulation of the intensity in the SLM Holoeye, measured with a photodiode : (a) direct
sigal, (b) alternating signal.

effet positif. Cette option n’est permise que sur le Holoeye, à partir du logiciel fourni
par le constructeur. En baissant la tension de polarisation on observe que la modulation
est beaucoup plus faible, mais le problème est que maintenant on n’a que un déphasage
total de π, alors qu’on a besoin d’un déphasage de 2π. En conclusion, cela n’est pas
une solution envisageable, du moins si l’on a besoin d’un déphasage de 2π.

Finalement on peut conclure que cette modulation est présente dans les deux mo-
dèles et qu’elle est probablement liée à la fréquence de permutation de la tension des
pixels, qui se fait à 60 Hz. Une possibilité pour s’affranchir de ce problème serait la
synchronisation avec une horloge à 60 Hz, de telle sorte que les atomes voient tout le
temps le même signal, mais pour l’instant on n’a pas exploré cette piste. Cependant, le
fait que ce bruit soit réduit dans le Hamamatsu a été le critère qui nous a guidé pour
l’achat de celui-ci.

Le tableau 5.2 résume les caractéristiques des deux SLMs.

5.5.3 Mise en forme d’un faisceau Laguerre-Gauss

Je présenterai ici les résultats obtenus pour la mise en forme de modes Laguerre
Gauss (LG) par méthode holographique 5.

L’hologramme pour produire un Laguerre-Gauss est de la forme φ = lθ, étant l
l’ordre du Laguerre Gauss et θ l’angle polaire sur l’hologramme. Ceux qui génèrent
des LGl

0 sont donc des hélices de phase, et le nombre de secteurs de l’hologramme,
chacun allant de 0 à 2π, est égal à l (comme montré dans la figure 5.16). La majorité

5. Même s’il n’est pas possible de réaliser un LG complètement par cette méthode [152], elle donne
des bons résultats si l’objectif est de générer des modes creux en forme d’anneau avec un centre très
noir.
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Paramètre Hamamatsu x10468-07 Holoeye Pluto NIR 011
pixels 792× 600 1920× 1080
période pixels 20µm 8µm
surface active 15.8× 12 mm 15.36× 8.64 mm
adressage 8 bit (256 niveaux de gris) 8 bits (256 niveaux de gris)
absorption (532 nm) 20% 33%
eff. de diffr. (532 nm) 80% 85%
domaine de λ 420-1100 nm 620-1100 nm
taux de rafraichissement 60 Hz 60 Hz
modulation parasite <10% ∼ 20%

Tableau 5.2 – Comparaison entre les deux modèles de SLM testés.

Comparison between the two models of SLM we tested.

(l = 1) (l = 2) (l = 3) (l = 4)

Figure 5.16 – Hologrammes de phase permettant de générer des modes Laguerre
Gauss LGl

0. Ici l = 1,2,3,4.

Phase holograms to generate Laguerre Gauss beams LGl
0. Here l = 1,2,3,4

de l’intensité incidente sur un SLM est déviée par diffraction. Cependant, étant donnée
l’efficacité de diffraction maximale de 80%, il reste toujours une fraction qui n’est pas
diffractée (l’ordre 0) et qui suit la même trajectoire que si la face active du SLM était
remplacée par un miroir. Pour éviter que la lumière non diffractée se superpose avec
le motif désiré on peut incorporer à l’hologramme en hélice un réseau blazé, de phase
φ = kx. La phase totale sera donc :φ = lθ + kx, où x est la direction de diffraction du
réseau blazé (ici horizontale), et k = 2π

a
, a étant le pas du réseau. La figure 5.17 montre

l’hologramme « fourchette » obtenu pour l = 4 et une période de réseau de 8 pixels.

Nous avons créé des modes Laguerre-Gauss avec l qui varie de 1 à 10. 6 La figure 5.18
présente les images des modes LG avec leurs profils, obtenus par une coupe le long de
x. Les images sont prises loin du SLM (à l’infini) et sans optiques.

Deux paramètres critiques pour l’obtention d’un Laguerre-Gauss sont la qualité du
faisceau incident et l’imagerie. Le faisceau incident sur le SLM doit être un faisceau
gaussien bien collimaté, et pour imager correctement un LG il est nécessaire de filtrer
spatialement avec un diaphragme pour éviter l’interférence avec d’autres modes d’ordre
supérieur, et faire attention à ne pas mettre la CCD à l’endroit où on fait l’image du plan
du SLM. En effet le mode se crée par interférence après propagation et pour l’imager
il faut regarder à l’infini ou dans le plan focal d’une lentille car après propagation il ne

6. L’expression mathématique qui permet de dessiner l’hologramme avec ImageJ est v = (l ∗ a
2π +

x%8

8
)%1 ∗ 144 + 38.



5.5 Le SLM 115

+ =

Figure 5.17 – Ajout d’un hologramme réseau blazé à un hologramme LG4
0. La

somme des deux donne un hologramme en fourchette : dans l’ordre 1 diffracté on
trouvera le mode Laguerre Gauss, tandis que dans l’ordre zéro le mode gaussien
non diffracté.

Addition of a grid ot the hologram of an LG4
0. The diffracted beam in the +1 order is a

Laguerre Gauss mode, while the zero order is the gaussian non diffracted mode.

reste qu’un seul mode. Si au contraire on image près de la surface du SLM, plein de
modes seront imagés.

On observe en premier que le rayon du Laguerre-Gauss augmente et que son inten-
sité maximale diminue quand l augmente. De même, on remarque que le profil est de
plus en plus plat au centre à mesure que l augmente. Ces observations sont en parfait
accord avec les propriétés générales des modes de Laguerre-Gauss.

5.5.4 Réduction de la résolution

Au niveau des atomes le rayon de l’anneau doit être de l’ordre ∼ 50µm : réduire la
taille du faisceau pour obtenir un rayon si petit est un enjeu. Cela sera d’autant plus
facile si on a au départ un faisceau petit et collimaté. Mais jusqu’à combien on peut
réduire la taille du faisceau incident pour ne pas avoir des effets de pixellisation ?

Au lieu de réduire la taille du faisceau un premier test facile à réaliser est de simuler
une réduction de la taille du faisceau incident sur le SLM en groupant les pixels. On
essaye de voir cet effet avec un LG de l = 9 et un réseau de période 8 pixels. On
peut grouper jusqu’à 4 pixels en un seul. On ne peut pas aller plus loin à cause de
la périodicité du réseau (pas moins que 2 pixels par période). On a ainsi réduit la
résolution initiale de 800*600 pixels à 200*150 pixels : jusque là on n’observe pas des
effets de pixellisation.

5.5.5 Regularité au sommet d’un LG

On veut estimer la régularité d’un profil Laguerre-Gauss. Pour avoir une estimation
des fluctuations d’intensité on a tracé le profil azimutal d’un mode avec l = 10, montré
dans la figure 5.19. On peut observer qu’elles sont de l’ordre de 10%.

5.5.6 Fabrication de l’hélice d’intensité

Dans ce paragraphe je décrirai les trois techniques différentes qu’on a essayé pour
fabriquer une hélice d’intensité.
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(a)

(b)

(c)

Figure 5.18 – Modes de Laguerre-Gauss, obtenus expérimentalement : (a) LG1
0,

(b) LG5
0, (c) LG

10
0 .

Laguerre-Gauss modes, experimentally obtained : (a) LG1
0, (b) LG5

0, (c) LG10
0 .

Hologramme de l’hélice

La manière la plus directe d’obtenir un profil en hélice est de faire calculer le motif
qui génère un hologramme en hélice directement au logiciel du SLM.

L’inconvénient majeur de cette méthode est le bruit de nature numérique (appelé
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dernières deux techniques requièrent l’utilisation d’un modulateur spatial de lumière.
Après en avoir testé la faisabilité, dans le cadre d’une collaboration avec l’équipe de
L. Pruvost, on a acheté le modèle Hamamatsu X10468-07, qui vient d’être livré et qui
sera installé prochainement sur le montage.



Conclusion

Dans ce travail j’ai présenté en premier l’étude des modes collectifs d’oscillation
d’un gaz de Bose bidimensionnel, j’ai ensuite décrit l’analyse de l’un de ces modes
en particulier, le mode ciseaux, et enfin la réalisation d’un piège en anneau pour les
atomes.

L’étude des modes collectifs d’oscillation a été menée avec une technique d’ana-
lyse qui se base sur l’existence de corrélations entre chaque image du nuage, l’analyse
en composantes principales. Elle permet de décomposer l’oscillation du gaz dans le
piège en la contribution des différents modes collectifs d’excitation, et de mesurer leurs
fréquences et leurs poids statistiques. Cette méthode avait déjà été employée dans le
domaine des gaz ultra-froids pour filtrer le bruit des images, mais nous avons montré
qu’elle peut être utilisée en toute généralité pour analyser tout signal dépendant du
temps, et en particulier pour réaliser une spectroscopie de Bogoliubov.

En général, l’étude des modes propres d’oscillation est très utile pour extraire des
informations du système, du fait que la réponse du gaz à l’excitation peut varier en
fonction de sa nature (dimensionnalité, interactions,...). Pour cette raison nous nous
sommes par la suite intéressés au mode ciseaux. Il peut être excité dans un piège aniso-
trope et sa fréquence d’oscillation subit un décalage lorsque le gaz devient superfluide.
Nous avons pour cela développé une nouvelle technique d’analyse, appelée analyse de la
moyenne locale, qui consiste en une mesure locale et in situ de l’observable considérée.
Nous avons pu ainsi discriminer la phase normale de la phase superfluide à l’intérieur
d’un même nuage, et l’endroit ou la transition BKT, en ouvrant la voie à une mesure
dynamique et à des études des mécanismes de dissipation de la fraction superfluide.

Dans le cadre des études de superfluidité, parmi les différentes configurations de
piégeage, la réalisation d’un anneau semble particulièrement prometteuse. Une des
raisons en est qu’un superfluide dans un anneau est l’analogue d’un supraconducteur, où
la rotation et la quantification du moment cinétique jouent le rôle du champ magnétique
et de la quantification du flux. Dans l’esprit des simulateurs quantiques on pourrait
envisager de réaliser un magnetomètre, en analogie avec un SQUID [15]. Dans notre
expérience, nous avons réalisé un piège annulaire en superposant aux atomes habillés,
qui sont contraints sur une surface isomagnétique en forme d’ellipsöıde, le potentiel
optique vertical créé par un faisceau gaussien très désaccordé vers le bleu traversant
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une lame de phase 0  π. De cette manière on crée deux nappes de lumière, séparées
dans la direction horizontale par un plan d’intensité nulle, où les atomes sont très
fortement confinés et se trouvent dans le régime quasi-2D. À l’intersection de ce plan
avec le piège habillé un anneau se crée, dont le rayon est très simplement ajustable
via la fréquence RF ou l’altitude du laser bleu. Cela est un très grand avantage de ce
type de piège annulaire. À l’état de l’art des problèmes de rugosité du potentiel créent
dans l’anneau des puits de potentiel où les atomes restent piégés, en empêchant une
répartition uniforme sur toute la circonférence. La cause de ces inhomogénéités n’est
pas encore claire, on soupçonne le modulateur acousto-optique et la lame de phase. Ce
premier a été récemment remplacé, et si cela ne résout pas le problème on envisage un
montage avec une onde stationnaire.

L’étude de courants permanents circulant dans l’anneau est l’un des objectifs à
plus long terme. Pour induire la rotation du gaz dans l’anneau nous avons prévu trois
méthodes. La première consiste en une « touillette » laser, un laser désaccordé vers
le bleu et très focalisé qui traverse deux modulateurs acousto optiques croisés qui lui
permettent de tourner le long de l’anneau à une vitesse contrôlable. La deuxième op-
tion prévoit l’utilisation d’un faisceau Laguerre-Gauss pour communiquer son moment
cinétique orbital au gaz, à travers une transition Raman à deux photons. L’étude de la
faisabilité de cette méthode sur notre montage est encore en cours dans l’équipe. Une
troisième option est de mettre en rotation les atomes grâce à la force dipolaire exercée
par un faisceau dont l’intensité est en forme d’hélice. J’ai montré qu’il est possible
de créer un tel profil avec un modulateur spatial de lumière, qu’il reste à intégrer sur
l’expérience.

Les perspectives de l’expérience sont donc prometteuses, et nous espérons élucider
des questions encore ouvertes dans ce domaine, comme par exemple la stabilité d’un
supercourant, ou étudier le gaz piégé en dimension 1.



Annexe A

Détection du nuage

A.1 Introduction

Considérons d’abord un faisceau sonde d’intensité I et longueur d’onde λ = 780 nm,
se propageant selon l’axe z, et un nuage d’atomes de densité n3D(x,y,z). Les équations
de Bloch optiques, sous l’hypothèse que les atomes sont maintenus à résonance et à
densité constante, donnent la relation suivante :

dI

dz
=  n3D(x,y,z)σ0

I

1 + I/Isat
=  n3D(x,y,z)σ(I)I (A.1)

où Isat est l’intensité de saturation de la transition utilisée, σ0 la section efficace à
résonance, définie par :

σ0 =
3λ2

2π
, (A.2)

ou de manière equivalente

σ0 =
~ω  

2Isat
, (A.3)

où ω est la pulsation du laser et  = 2π × 6 MHz la largeur naturelle du niveau
excité. Pour la transition utilisée dans notre expérience σ0 ∼ 291µm2 et Isat ∼ 1.67
mW/cm2 [153].

On définit la densité colonne n(x,y) à partir de la densité spatiale n3D(x,y,z), en
intégrant selon l’axe de la sonde (par exemple z) :

n(x,y) =

∫ +∞

 ∞
n3D(x,y,z)dz . (A.4)

Son expression en fonction de l’intensité avant le nuage Ii(x,y) et après It(x,y) se déduit
à partir de A.1 :

n(x,y) =  1

σ0

{

ln

(

It(x,y)

Ii(x,y)

)

+
Ii(x,y)  It(x,y)

Isat

}

(A.5)
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On appelle densité optique la quantité od(x,y) = σ0n(x,y), utilisée par la suite.
À partir de la relation (A.5) je décrirai les deux types de mesures que l’on effectue
dans notre expérience, et qui correspondent aux deux cas limites de nuage dilué et de
nuage dense. Ensuite je montrerai la procédure de calibration nécessaire pour convertir
l’intensité de la sonde contenue dans l’expression (A.5) en terme de nombre d’atomes.

A.1.1 Imagerie par absorption d’un nuage dilué

Dans notre montage il est possible d’observer le nuage atomique de côté, après
expansion pendant le temps de vol, il s’agira donc d’un nuage dilué. On peut imager ce
type de nuage avec une sonde de faible intensité, ce qui revient à négliger le deuxième
terme en (A.5), et nous ramène à la loi de Beer-Lambert 1. La densité optique devient :

od(x,z) = σ0n(x,z) = ln

(

Ii(x,z)

It(x,z)

)

, (A.6)

La section efficace d’absorption σ0 étant constante, la densité colonne n(x,z) peut
se déduire simplement à partir des profils d’intensité du faisceau incident Ii(x,z) et
transmis It(x,z).

A.1.2 Imagerie par absorption d’un nuage dense

Dans le régime de saturation

Si on veut réaliser l’image de nuages très denses l’imagerie par absorption non
saturante n’est pas adaptée : si le faisceau incident n’est pas assez intense, il sera
totalement absorbé par le nuage, et le profil de densité mesuré sera écrêté ; de plus
les effets collectifs, type diffusion multiple, deviennent non négligeables. Au contraire,
en travaillant avec une sonde proche de la résonance et des intensités très élevées, de
l’ordre de quelques dizaines de Isat, on excite fortement le nuage atomique : chaque
atome est alors excité par les photons du faisceau incident, et puisque dans ce régime
de saturation chaque atome passe la moitié de son temps dans l’état excité, il devient
moins sensible aux photons provenant de la désexcitation des atomes voisins. De cette
manière les effets collectifs dus à la diffusion multiple d’un seul photon sont réduits.
Dans ce régime chaque atome diffuse  

2
photons par seconde, donc si on sonde un

nuage 2D de densité n(x,y) avec un faisceau incident d’intensité Ii(x,y) et fréquence
ωL

2π
(proche de la résonance), l’intensité détectée par la caméra est :

It(x,y) = Ii(x,y)  n(x,y)×  

2
× ~ωL . (A.7)

On peut alors déduire n(x,y) à partir des profils d’intensité Ii(x,y) et It(x,y)

od(x,y) = n(x,y)σ0 =
Ii(x,y)  It(x,y)

Isat
. (A.8)

1. La sonde se propageant le long de y, j’ai réécrit l’équation (A.1) et la densité colonne (A.4) pour
cet axe d’imagerie.
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On retrouve ainsi le deuxième terme de l’expression (A.5). Nous avons encore accès à
la densité optique od(x,y) en mesurant Ii(x,y) et It(x,y). Cependant, pour un nuage
dense c’est la différence entre les deux qui intervient, qui nécessite donc une calibration
précise de l’imagerie, tandis que dans le cas précédent la connaissance du rapport des
deux suffisait.

Cette méthode, appelée « imagerie par absorption fortement saturante » a été ini-
tiée par Reinaudi et al. [154] pour l’étude de gaz tri-dimensionnels optiquement épais.
Notons toutefois que la relation entre l’atténuation du faisceau et la densité atomique
proposée par Reinaudi et al. pour une intensité incidente quelconque ne s’étend pas
de façon immédiate au cas bi-dimensionnel. La relation entre l’atténuation du faisceau
incident et la densité atomique à 2D pour une intensité quelconque a été étudiée plus
tard [155], et les détails se trouvent dans la thèse de T. Yefsah [77].

À intensité arbitraire

On vient de voir comment l’imagerie avec une sonde intense peut donner accès à
une mesure fiable de la densité. Néanmoins, elle utilise des intensités sonde plus élevées
que la traditionnelle technique non saturante, et par conséquent le shot noise dans
Ii(x,y) et It(x,y) rendra le bruit sur la densité atomique mesurée plus important. Plus
la densité est faible, plus ce bruit, en relatif, sera important. On peut donc conclure que
pour les régions à basse intensité les deux techniques, saturée et non-saturée, donnent
une estimation fiable de la densité atomique, mais pour introduire moins de bruit il est
préférable d’utiliser la deuxième.

La méthode développée dans l’équipe de J. Dalibard, que je vais décrire par la suite,
est une combinaison de la technique où l’on sature la transition avec des impulsions
sonde intenses et de la technique traditionnelle, plus fiable dans les zones à basse
intensité (par exemple les ailes du nuage atomique).

À partir de l’équation (A.1) on a

σ(I) = σ0
1

1 + I/Isat
. (A.9)

On définit le taux de diffusion des photons γdiff = σ(I)I
~ω

, et en utilisant (A.3) pour σ0
on obtient :

γdiff =
 

2

I

I + Isat
. (A.10)

Dans la pratique, cette relation est modifiée car on doit tenir compte de la polarisation
du faisceau sonde, de la structure de l’état excité, des champs magnétiques parasites,
la largeur de raie du laser sonde, des effets de pompage optique,... Pour modéliser ces
effets on introduit l’intensité de saturation effective αIsat vue par les atomes, obtenue
en multipliant l’intensité de saturation de la transition à deux niveaux par un fac-
teur adimensionnel α. Alors le nombre de photons Nph diffusés pendant une impulsion
d’imagerie de durée τ est

Nph = γdiffτ =
 

2

I

I + αIsat
τ , (A.11)
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et donc

σ(I) = σ0
1

α + I/Isat
. (A.12)

À basse intensitéNph est proportionnel à I comme dans le cas à deux niveaux, mais avec
un coefficient 1/α, à haute intensité le nombre de photons diffusés sature à Nph =  

2
τ .

On peut alors réécrire la loi (A.1),en tenant compte du coefficient α, sous la forme :

dI

dz
=  nσ0

I

α + I/Isat
=  nσ(I)I . (A.13)

L’expression de la densité optique pour un nuage tridimensionnel 3D dilué σn3D ≪ 1
est donc similaire à (A.5), exception faite du facteur α :

od(x,y) = σ0

∫

n3D(x,y,z)dz =  α ln

(

It(x,y)

Ii(x,y)

)

+
Ii(x,y)  It(x,y)

Isat
. (A.14)

— Le terme  α ln
(

It(x,y)
Ii(x,y)

)

est dominant à basse intensité et correspond à la loi de

Beer-Lambert. Le paramètre α doit être déterminé indépendamment, par une
procédure de calibration que je décrirai par la suite.

— Le terme Ii(x,y)  It(x,y)
Isat

est dominant à haute intensité. Dans ce régime la section

efficace d’absorption est réduite et indépendante de l’intensité incidente  ~ωL

2Isat
.

Cela permet une mesure fiable de la densité optique à partir des images (si on

connâıt Ii(x,y) et It(x,y)) : od(x,y) = σ0n(x,y) =
Ii(x,y)  It(x,y)

Isat

En conclusion, connaissant α on est capable de remonter à la densité optique à partir
de simples mesures de l’intensité incidente et transmise quelle que soit l’intensité de la
sonde. Dans son travail de thèse, T. Yefsah a montré que dans le cas d’un nuage 2D on
peut établir un résultat encore plus général que le précédent cas 3D, sans restriction
au cas du gaz dilué [77], et que l’équation (A.14) reste donc valable à 2D.

A.2 Imagerie par absorption avec une caméra CCD

Pour convertir l’expression (A.14) en termes de nombre d’atomes intégré sur la
surface du pixel on note S(i,j) la région du plan objet imagée sur le pixel (i,j) et on
intègre la densité colonne :

N(i,j) =

∫∫

S(i,j)
n(x,y)dxdy , (A.15)

et on appelle s la surface imagée par pixel 2

s =

∫∫

S(i,j)
dxdy . (A.16)

2. Dans la pratique on prend s =
 

sc
G

)2
, où sc indique la taille du pixel de la caméra et G le

grandissement de l’imagerie.
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On a

N(i,j) = n(x,y)s =  α s

σ0
ln

(

It(i,j)

Ii(i,j)

)

+
s

Isat

Ii(i,j)  It(i,j)

σ0
. (A.17)

La caméra CCD permet de mesurer, à un facteur près, le nombre de photons incidents
sur un pixel donné.

Le nombre de photons incidents sur la CCD Nph dépend de l’intensité I et de la
durée de l’impulsion de la sonde τ , par conséquent les autres quantités aussi, mais pour
alléger la notation on pose Nph(I,τ) = Nph. Son expression est donnée par :

Nph =
Isτ

~ωL

, (A.18)

où on a négligé la transmittance de l’intérieur de la cellule à la CCD. Les photons inci-
dents sur un pixel de la CCD sont convertis en photoélectrons dans le semiconducteur
avec un rendement quantique η :

N e  = ηNph . (A.19)

Le signal analogique est ensuite converti sous format numérique en nombre de coups,
avec un gain électronique g :

N coups = gN e  = gηNph , (A.20)

Dans notre expérience on n’a pas accès au gain de la caméra g, pour cela on a
calibré directement le taux de conversion γ = 1

gη
des photons incidents sur un pixel en

coups, avec la procédure illustrée en A.2.3 :

N coups =
Nph

γ
. (A.21)

Pour des conditions expérimentales habituelles N coups comprend aussi des photons
provenant de la lumière parasite et du bruit de la CCD. Pour se débarrasser de ce
bruit, à chaque fois trois images sont acquises : une image de la sonde en présence des
atomes (N coups

abs ), une image de la sonde en absence des atomes (N coups
probe ) et une image

de fond sans la sonde (N coups
fond ). Le fond est éliminé de la manière suivante :

N coups
i = N coups

probe  N coups
fond , (A.22)

N coups
t = N coups

abs  N coups
fond . (A.23)

En utilisant la relation entre le nombre de photons sur un pixel Nph et l’intensité
correspondante

Nph(i,j) = γN coups =
sτI(i,j)

~ωL

(A.24)

et

σ0 =
~ω  

2Isat
, (A.25)



130 Imagerie

on peut exprimer le nombre d’atomes intégrés sur le pixel (i,j) en fonction des nombres
de coups, et l’équation (A.14) devient :

N(i,j) =  s

σ0
α ln

(

N coups
t (i,j)

N coups
i (i,j)

)

+
2γ

 τ
(N coups

i (i,j)  N coups
t (i,j)) . (A.26)

Dans le premier terme, contribution dominante aux faibles intensités, le nombre de
photons diffusés par atome est proportionnel à l’intensité, et ne dépend que de σ0 et du
grandissement intervenant dans s. L’avantage de travailler à faible intensité est qu’on
peut déduire le nombre d’atomes, indépendamment des caractéristiques de la caméra.
Dans le second terme, contribution dominante aux fortes intensités, où la transition est
saturée, le taux de diffusion de photons par atome est constant. Aux intensités élevées,
chaque atome diffuse des photons à raison d’un taux de  

2
. En comptant le nombre

de photons « manquants », on remonte aisément au nombre d’atomes. Ce terme ne
dépend que de la largeur naturelle  et des caractéristiques du système optique inclues
dans γ.

A.2.1 Calibration du grandissement

On a vu dans A.16 qu’un paramètre important est la surface du plan objet s imagée
sur un pixel. Elle est connue à partir du grandissement du système optique et de la taille
des pixels de la CCD, qui est parfaitement connue. Il suffit de mesurer le grandissement
avec précision, une fois le système optique mis au point sur les atomes.

Calibration du grandissement horizontal

Pour calibrer le grandissement de l’imagerie horizontale on mesure la position du
centre de masse d’un condensat de Bose-Einstein pour différents temps de vol tTOF .
Dans la réalité cette trajectoire est décrite par ces deux équations :

x(t) = x0 + vxtTOF (A.27)

z(t) = z0 + vztTOF  1

2
gt2TOF , (A.28)

tandis que sur la caméra on a :

X(t) = X0 + vXtTOF +
1

2
AXt

2
TOF (A.29)

Z(t) = Z0 + vZtTOF +
1

2
AZt

2
TOF . (A.30)

On ajuste la trajectoire dans le plan (X,Z) avec une fonction parabolique, qui permet,
à travers les valeurs de Ax et Az, de déterminer l’axe vertical et de mesurer le grandis-
sement Gh. En effet, si l’axe vertical de la caméra est légèrement inclinée d’un angle θ,
le mouvement parabolique le long de l’axe z se projette sur l’axe X (pour rappel : l’axe
y est l’axe de propagation de la sonde). L’angle d’inclinaison de la caméra se calcule
alors comme

θ = arctan (Ax/Az) , (A.31)
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tandis que le grandissement du système d’imagerie est donné par

Gh =
g

√

A2
x + A2

z

. (A.32)

Nous avons mesuré Gh = 2.17 et θ = 1.7◦.

Calibration du grandissement vertical

Pour calibrer le grandissement de l’imagerie verticale, on procède de la manière
suivante. On image un BEC assez froid et on pointe le centre pour obtenir ses coor-
données. En décalant la caméra selon deux axes horizontaux orthogonaux grâce à des
platines de translation, on peut calibrer la correspondance entre le déplacement connu
et le déplacement du nuage observé sur la CCD. On peut translater la CCD dans le
plan (x,y) avec une précision de 5µm. On trace sur un graphique la distance mesurée
sur l’image (qui tient compte du grandissement qu’on a précédemment inséré) en fonc-
tion de la distance lue sur la translation. Idéalement, si le grandissement avec lequel les
images sont calculées est correct on devrait avoir une correspondance 1 : 1, et donc une
droite de pente b′ = 1. Dans notre dernière calibration on a trouvé un grandissement
Gv = 8.4.

A.2.2 Mise au point de la caméra selon l’axe vertical

On image un BEC très froid et rond (polarisation RF circulaire) pour différentes
positions verticales de la caméra Luca. On peut varier avec une précision de 5µm la
position puisque la caméra est montée sur une translation micrométrique. Pour chaque
position verticale on prend trois images, on ajuste chaque image avec un fit Thomas-
Fermi et on prend la moyenne du rayon de Thomas-Fermi. Ensuite on trace le rayon
du nuage en fonction de la position de la caméra, comme illustré dans la figure A.1. La
position optimale, pour laquelle la caméra est au point, est celle qui minimise la taille
du nuage. Cette technique a l’avantage d’être simple et rapide, et permet de mettre au
point avec une précision de ±25µm.

A.2.3 Calibration de la conversion photons/coup

On a vu dans la section A.2 que, lors d’une mesure d’absorption atomique avec un
caméra CCD, les photons Nph qui arrivent sur un pixel donné sont convertis d’abord
en photoélectrons N e  , avec une efficacité η, et que ensuite les photoélectrons sont
convertis en coups N coups, avec un facteur de proportionnalité donné par le gain g de
la caméra.

Or, comme nos caméras ne nous donnent pas accès au gain, on calibre directement
le taux de conversion de photons en coups, qu’on a appelé γ. Pour ce faire, on me-
sure d’abord combien de photons contient une impulsion sonde de durée τ . On prend
l’exemple de τ = 25µs.

On doit vérifier d’abord la durée effective de l’impulsion, avec un oscilloscope. Dans
notre cas τ = 24.7µs. Ensuite on mesure la puissance reçue pendant l’impulsion avec
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saturation, dans l’expression de la densité optique (A.33) c’est surtout le deuxième
terme qui compte, et il ne dépend pas de α. Pour cette raison on trouve des valeurs
de α très différentes, suivant le type de nuage, et on n’a jamais pu converger sur une
valeur fiable.

On a aussi analysé les profils de la figure A.3 (à gauche) par secteurs, en calculant
le α optimal pour différentes régions du nuage. Dans le cas de nuages peu denses on
trouve une valeur commune aux différentes zones, mais dans le cas de nuages denses
α dépend de la densité optique et varie en parcourant le nuage du centre aux ailes
(typiquement de α ∼ 6 à α = 1). Ce comportement avait déjà été observé pendant
la thèse de K. Merloti [58], et à l’époque ils n’avaient pas poussé plus loin l’analyse.
Durant la dernière calibration on a pour cela décidé de changer de méthode, ce qui fera
le sujet de la section suivante.

Méthode de la régression linéaire

La méthode que je viens de décrire a été reprise et améliorée pendant la thèse de
L.Chomaz [156].

En partant l’équation (A.33), on décompose le membre de droite en deux termes :

dlog =  ln

(

N coups
t (i,j)

N coups
i (i,j)

)

, (A.35)

ddiff =
γ~ωL

Isatsτ
(N coups

i (i,j)  N coups
t (i,j)) . (A.36)

L’équation (A.33) peut ainsi se réécrire

ddiff = αdlog + nσ0 . (A.37)

Si ddiff et dlog sont mesurées pour différentes valeurs d’intensité sonde, les deux termes
interviennent avec poids différents et doivent satisfaire une relation linéaire. Ainsi, la
valeur de α peut se déterminer à partir de la pente de dlog en fonction de ddiff , et son
ordonnée à l’origine correspond à la densité optique (le calcul doit donc être fait dans
une région de densité optique constante).

Cependant, expérimentalement, le facteur α n’est plus une constante, mais pour des
densités optiques importantes il dépend de la densité optique, probablement à cause des
effets collectifs. Dans le travail de L. Chomaz [156] au contraire, ce comportement avait
été observé seulement à partir d’une densité optique de 3. En traçant α en fonction de
la densité optique ils observent un plateau jusqu’à 3, ensuite une rupture de pente et
une croissance linéaire avec la densité optique. La nouveauté par rapport à la méthode
Reinaudi consiste donc dans le fait de ne pas chercher une valeur globale pour α, mais
associer une différente valeur pour chaque densité optique.

Toujours sous l’hypothèse que les pixels équidistants du centre ont la même densité,
on calcule les différentes od en fonction du rayon en faisant une moyenne radiale et on
trace sur un graphique dlog en fonction de ddiff . Pour être sur que la sonde ne soit
pas entièrement absorbée on s’est autorisés à prendre des durées τ jusqu’à 20 µs pour
I

Isat
< 1 (on a vérifié qu’on n’a pas encore d’effets liés à la durée de l’impulsion sonde
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en faisant la comparaison avec τ = 10µs). On rejette les images avec densité optique
od < 0.7 puisqu’elles sont trop bruités.

2 4 6 8 10 12
densité optique

2

3

4

5

6

7

alpha

Figure A.4 – Densité optique en fonction du paramètre α. On peut observer que α
dépend de la valeur de la densité optique, et aucune zone de plateau n’est observée,
cela probablement à cause des effets collectifs.

Optical density as as a function of the α parameter. We can notice that α varies conti-
nously with the optical density, and this is probably due to collective efects.

Cependant, avec nos paramètres, nous n’observons pas de plateau, comme montré
dans la figure A.4. On suppose que cela est dû aux caractéristiques du piège et au fait
que probablement on est tout le temps en présence des effets collectifs. En partant de
l’équation (A.37), au lieu de prendre un α constant, on l’autorise à avoir une dépendance
linéaire avec la densité optique. On a donc :

od =  α(d)dlog + ddiff , (A.38)

où
α(d) = α0 + αslopeod . (A.39)

L’expression de la densité optique finale est donc :

od =
 α0dlog ++ddiff
αslopedlog + 1

(A.40)

On a trouvé αslope = 0.38 et α0 = 1.74.

A.2.5 Conditions pour l’impulsion sonde

On vient de voir qu’il est possible de mesurer la densité optique avec une sonde
de n’importe quelle intensité. Pour que la mesure soit fiable, il existe pourtant des
contraintes sur le choix du couple intensité-durée de l’impulsion (I,τ) : les atomes
doivent maintenir la condition de résonance et leur densité doit rester constante pen-
dant l’impulsion, en même temps la sonde doit être détectable après traversée des
atomes. Ces contraintes sont liées au fait que lorsqu’on envoie un laser proche de la
résonance sur le nuage atomique le photon n’est pas seulement absorbé par l’atome,
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mais il communique aussi son impulsion ~k (où vrec = ~k
m
, appelée vitesse de recul),

en exerçant une force, « force de pression de radiation », proportionnelle au taux de
diffusion et ayant la même direction que le faisceau sonde. Cette force se traduit en
une accélération communiquée aux atomes, qui vaut en moyenne a(s) = vrec

 
2

s
1+s

(où

Rsc =
 
2

s
1+s

est le taux de diffusion de photons pour un atome à deux niveaux). Pendant
une impulsion de durée τ l’atome acquiert ainsi une vitesse v(s,τ) = a(s)τ . Ce chan-
gement de vitesse a une double conséquence : il mène les atomes hors résonance par
effet Doppler, et il déplace physiquement le nuage jusqu’à ce qu’il sorte du champ de
la caméra.

Effet Doppler

S’il était possible de changer la fréquence du laser de détection durant l’impulsion,
il serait possible de rester en permanence à résonance, mais nous ne disposons pas du
matériel nécessaire. Le désaccord induit pour une impulsion initialement à résonance
est δ = kv(s,τ) = 2πv(s,τ)

λ
, en raison de l’effet Doppler. En effet, chaque transfert

d’impulsion ~k du photon à l’atome se traduit en ∆ω = kvrec =
~k
m

: la fréquence de
la sonde s’éloigne de la résonance au fur et à mesure que les photons sont diffusés. On
peut estimer l’ordre de grandeur de durée de l’impulsion maximale pour laquelle l’effet
Doppler est négligeable, i.e. que le taux de diffusion de photons est constant. Pour
garder le désaccord proche de δ ∼ 0, il suffit d’estimer la vitesse à la fin de l’impulsion
de durée τ . On obtient

v(s,τ) ∼ vrecτ
 

2

s

1 + s
. (A.41)

Pour que l’effet Doppler soit négligeable, il faut que le décalage Doppler soit en per-
manence faible devant la largeur naturelle  , donc en particulier pour la vitesse finale,
soit v(s,τ)2π

λ
≪  

τ
s

1 + s
≪ 2m

~k2
, (A.42)

qui donne τ s
s+1

≪ 40µs. Pour des impulsions lumineuses très intenses (s & 1) la durée
τ doit être de l’ordre de la microseconde, tandis que pour des impulsions faibles on
peut s’autoriser une durée de quelques dizaines de µs.

Dépompage

Un autre effet lié à la durée de l’impulsion sonde qui peut fausser la mesure du
nombre d’atomes s’il n’est pas pris en compte est le dépompage des atomes vers l’état
F = 1 par le biais de l’état F ′ = 2 (absorption vers F ′ = 2 et émission spontanée vers
F = 1). On se trouve donc avec un surplus de photons arrivant sur la caméra à la fin de
la prise d’image, qui fausse la mesure du nombre d’atomes. Comme pour l’effet Doppler,
cet effet est d’autant plus important que l’intensité de la sonde est élevée. Ces effets ont
été étudiés par M. de Goër pendant son stage de Master 2, et plus de détails se trouvent
dans son rapport de stage [148]. La figure A.5 , illustre la fraction d’atomes mesurée
en fonction de la durée de l’impulsion sonde pour un intensité I = 9Isat, en tenant
compte de l’effet Doppler et du dépompage. Néanmoins si les photons incidents ont
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[55] P. Cladé, C. Ryu, A. Ramanathan, K. Helmerson, and W. D. Phillips.
Observation of a 2d Bose gas : from themal to quasicondensate to superfluid.
Phys. Rev. Lett., 102(170401), 2009.

[56] S. Tung, G. Lamporesi, D. Lobser, L. Xia, and E. A. Cornell. Observation of the
presuperfluid regime in a two-dimensional bose gas. Phys. Rev. Lett., 105 :230408,
Dec 2010.

[57] R. Desbuquois, L. Chomaz, T. Yefsah, J. Léonard, J. Beugnon, C. Weitenberg,
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V. Ahufinger, G. Birkl, and J. Mompart. Blue-detuned optical ring trap for Bose-
Einstein condensates based on conical refraction. Opt. Express, 23(2) :1638–1650,
Jan 2015.

[146] G. Edward Marti, Ryan Olf, and Dan M. Stamper-Kurn. Collective excitation in-
terferometry with a toroidal Bose-Einstein condensate. Phys. Rev. A, 91 :013602,
Jan 2015.

[147] W. H. Heathcote, E. Nugent, B. T. Sheard, and C. J. Foot. A ring trap for
ultracold atoms in an rf-dressed state. New Journal of Physics, 10(4) :043012,
2008.
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Résumé

Les gaz atomiques dégénérés représentent des systèmes modèles pour étudier la
superfluidité. Ils offrent la possibilité d’explorer la physique en dimensions restreintes,
profondément différente par rapport au cas tridimensionnel.

Nous disposons d’un gaz de Bose bidimensionnel dégénéré confiné dans un potentiel
très anisotrope et dont on peut changer la géométrie dynamiquement. Une déformation
contrôlée du piège permet d’exciter les modes collectifs du gaz. Nous avons fait d’abord
une analyse en composantes principales du gaz, et nous avons montré que ces dernières
cöıncident avec les modes de Bogoliubov. Nous avons ensuite effectué une étude détaillée
du mode ciseaux, dont nous nous servons pour sonder le caractère superfluide du gaz,
en développant une nouvelle technique d’analyse, appelée « analyse de la moyenne
locale ». Enfin nous avons réalisé un piège en anneau, obtenu à l’intersection d’un
piège en forme de bulle et du potentiel optique d’un faisceau qui présente un noeud
d’intensité au centre, la « double nappe », et nous proposons différentes protocoles de
mise en rotation des atomes dans l’anneau.

Abstract

Degenerate atomic gases can be a versatile tool to study superfluidity. They also
offer the possibility to explore the low-dimensions physics, which is deeply different
from the three dimensional case.

We prepare a degenerate Bose gas in a very anisotropic trap, dynamically adjustable.
A controlled deformation of the trapping potential can excite the collective modes of
the trapped cloud. First we perform a « principal components analysis » of the gas
and we show that the principal components coincide with the Bogoliubov modes. We
then restrain our analysis on the scissors mode, which we use to probe superfluidity of
the sample, by introducing a new analysis technique, called « local average analysis ».
Finally I will report on the realization of a ring trap, obtained by superposing a double
sheet light beam to a bubble trap, and describe the different possibilities we planned
to set atoms into rotation.
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